
HAL Id: tel-01402895
https://theses.hal.science/tel-01402895

Submitted on 25 Nov 2016

HAL is a multi-disciplinary open access
archive for the deposit and dissemination of sci-
entific research documents, whether they are pub-
lished or not. The documents may come from
teaching and research institutions in France or
abroad, or from public or private research centers.

L’archive ouverte pluridisciplinaire HAL, est
destinée au dépôt et à la diffusion de documents
scientifiques de niveau recherche, publiés ou non,
émanant des établissements d’enseignement et de
recherche français ou étrangers, des laboratoires
publics ou privés.

Transfert radiatif dans les galaxies à Grand Redshift
Maxime Trebitsch

To cite this version:
Maxime Trebitsch. Transfert radiatif dans les galaxies à Grand Redshift. Astrophysique [astro-ph].
Université de Lyon, 2016. Français. �NNT : 2016LYSE1119�. �tel-01402895�

https://theses.hal.science/tel-01402895
https://hal.archives-ouvertes.fr


No d’ordre : 2016LYSE1119

THÈSE DE DOCTORAT DE L’UNIVERSITÉ DE LYON
opérée au sein de

l’Université Claude Bernard Lyon 1

École Doctorale ED52
Physique et Astrophysique de Lyon

Spécialité de doctorat : Astrophysique
Discipline : Physique

Soutenue publiquement le 13/07/2016, par :
Maxime Trebitsch

Transfert radiatif dans les galaxies à
grand redshift

Devant le jury composé de :

AUBERT Dominique, Maître de Conférence, Observatoire de Strasbourg Rapporteur
SCHAERER Daniel, Professeur, Observatoire de Genève Rapporteur

COMBES Françoise, Astronome, Observatoire de Paris Présidente
CUBY Jean-Gabriel, Astronome, LAM Examinateur
DEVRIENDT Julien, Chargé de Recherche, CRAL - Oxford University Examinateur
GONZALEZ Jean-François, Maître de Conférences, CRAL Examinateur
TRESSE Laurence, Astronome, CRAL Examinatrice

BLAIZOT Jérémy, Astronome Adjoint, CRAL Directeur de thèse





T R A N S F E RT R A D I AT I F D A N S L E S G A L A X I E S À G R A N D
R E D S H I F T

maxime trebitsch

Thèse de doctorat

Juillet 2016



Maxime Trebitsch : Transfert radiatif dans les galaxies à grand redshift,
Thèse de doctorat, © Juillet 2016



Our universe itself keeps on expanding and expanding,
In all of the directions it can whiz ;

As fast as it can go, at the speed of light, you know,
Twelve million miles a minute and that’s the fastest speed there is.

So remember, when you’re feeling very small and insecure,
How amazingly unlikely is your birth ;

And pray that there’s intelligent life somewhere out in space,
’Cause there’s bugger all down here on Earth !

— The Monty Python

À mes parents





R É S U M É

Transfert Radiatif dans les Galaxies à Grand Redshift

L’époque de la réionisation, qui s’étend pendant le premier mil-
liard d’années de l’Univers, correspond à la période où les premières
étoiles et galaxies apparaissent. Dans ce contexte, l’enjeu majeur de
cette thèse est d’étudier la formation de ces premières structures et
leur rétroaction radiative sur leur environnement. Pour cela, j’utilise
différentes méthodes de simulations numériques permettant de mo-
déliser le transfert radiatif dans les galaxies, dans un cadre cosmolo-
gique.

En particulier, les plus petites galaxies seraient celles qui apportent
la majorité des photons nécessaires à ioniser l’Univers. J’explore cette
hypothèse dans une première partie à l’aide de simulations radio-
hydrodynamiques avec le code Ramses-RT, ciblant trois petites ga-
laxies avec une très haute résolution spatiale et temporelle. Je me
suis d’abord intéressé aux mécanismes régulant la production et le
transfert de photons ionisants dans les galaxies, et j’ai montré que les
explosions de supernovae en sont un facteur essentiel. Ensuite, j’ai ex-
ploré les propriétés observables dérivées à partir de ces simulations.

Dans un second temps, j’ai développé une extension au code Monte
Carlo de transfert radiatif MCLya prenant en compte la polarisation
du rayonnement et l’émission diffuse dans une simulation. J’ai utilisé
ce code pour post-traiter une simulation d’un blob Lyα, une source
étendue d’émission Lyα, et étudier ses propriétés de polarisation à
l’aide de pseudo-observations. Contrairement à ce qui était proposé
précédemment, j’ai pu montrer que la polarisation n’était pas un in-
dicateur aussi utile qu’espéré pour tracer l’origine des photons Lyα.

mots clefs galaxies : formation — galaxies : grand redshift —
réionisation — simulations numériques — transfert radiatif — dif-

fusion — Ramses — MCLya
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A B S T R A C T

Radiative Transfer in High Redshift Galaxies

The Epoch of Reionisation, which spans during the first billion year
of te Universe, corresponds to the period during which the first stars
and galaxy form. In this context, the main topic of this thesis is to
study the formation of those early structures and their radiative feed-
back to their environment. For this purpose, I use various numerical
simulations tools designed to model the radiative transfer in galaxies
in a cosmological framework.

More specifically, I look at very small galaxies, which are believed
to contribute the bulk of the photons required to reionise the Uni-
verse. I explore this idea using radiative hydrodynamics simulations
performed with Ramses-RT, focusing on three small galaxies with
a very high spatial and temporal resolution. I first detail the mech-
anism that regulate te production and escape of ionising photons in
galaxies, and I show that supernovae explosions are a crucial element
for this regulation. I then started to investigate the observable prop-
erties of those galaxies.

In a second part of my thesis, I developped an extension to the
Monte Carlo radiative transfer code MCLya to take light polarisa-
tion into account and to model the diffuse emission. I applied this
code to post-process the simulation of a Lyman-α blob (an extended
Lyα source), and to study its polarisation properties with mock ob-
servations. Contrary to what was suggested before, I showed that
polarisation is not a strong tracer of the origin of Lyα photons.

keywords galaxies: formation — galaxies: high redshift — reion-
isation — methods: numerical — radiative transfer — scattering —
Ramses — MCLya
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1
I N T R O D U C T I O N

All that is, was and will be
Universe much too big to see
Time and space never ending

Disturbing thoughts, questions pending

— Through the Never, Metallica

1.1 Une brève histoire de l’Univers 1
1.2 L’époque de la réionisation 3

1.2.1 Modéliser la réionisation 5
1.2.2 Contraintes sur la réionisation 6
1.2.3 Les sources de la réionisation 12
1.2.4 Fraction d’échappement fesc 17

1.3 Les simulations comme expériences “in silico” 18
1.4 Structure de la thèse 21

1.1 une brève histoire de l’univers

L’astronomie compte parmi les plus anciennes des sciences, mais
la nature de la grande bande laiteuse que l’on peut voir dans le ciel
par les nuits de beau temps — la Voie Lactée — est longtemps restée
énigmatique. Démocrite suggère que la lumière de la Galaxie pro-
vient d’une multitude d’étoiles, mais il faudra attendre les observa-
tions à la lunette astronomique en avoir la confirmation : en regar-
dant la constellation d’Orion en 1610, Galilée note qu’il peut y voir
bien plus d’étoiles qu’à l’œil nu. Plus d’un siècle plus tard, en 1750,
Thomas Wright propose que l’apparence de la Voie Lactée dans le ciel
s’explique s’il s’agit d’un disque d’étoiles aplati et vu par la tranche.
Il est également le premier à suggérer que les nébuleuses observées
au télescope puissent en fait être composées d’étoiles incroyablement
distantes. Ces idées seront reprises par Emmanuel Kant, dans son All-
gemeine Naturgeschichte und Theorie des Himmels (1755), qui introduit
(sans la nommer) la notion de galaxie. Plus encore, il propose que
les étoiles de ces systèmes soient en train de tomber les unes sur les
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2 introduction

autres ; enfin, il fait l’hypothèse que ces « galaxies » se seraient for-
mées à partir d’un nuage de gaz en rotation, préfigurant le domaine
actuel de la formation des galaxies.

La première représentation « scientifique » de la Voie Lactée, due à
William et Caroline Herschel, est reproduite en figure 1.1a : le Soleil
est au centre. La mise au point en 1845 par Lord Rosse du « Lévia-
than de Parsonstown », un télescope de 183 cm, lui permit d’observer
une structure spirale dans certaines nébuleuses (voir figure 1.1b), qui
étaient alors considérées comme étant à l’intérieur de la Voie Lactée.

(a) Représentation de la Voie Lactée
d’après William et Caroline Her-
schel. Reproduit à partir de Her-
schel (1785).

(b) Dessin d’une « nébuleuse spirale »
observée par Rosse (1850).

Figure 1.1 – Premières représentations de galaxies.

Ce dernier point fut amplement discuté lors du Grand Débat qui
opposa en 1920 deux astronomes américains, Harlow Shapley et He-
ber Curtis. Le premier défendait la thèse selon laquelle toutes les
nébuleuses spirales étaient contenues dans la Voie Lactée, alors que
le second proposait qu’il s’agissait en fait d’autres systèmes stellaires,
étendant ainsi la taille de l’Univers au-delà de la Galaxie. Les me-
sures de vitesses radiales de certaines de ces nébuleuses spirales par
effet Doppler par Slipher (1917, par exemple) mirent en évidence
que nombre d’entre elles s’éloignaient trop rapidement du système
Solaire pour être gravitationnellement liées à la Voie Lactée, renfor-
çant la théorie des « Univers-Îles ». C’est l’observation par Hubble
(1925) d’étoiles variables dans NGC 6822 qui permet de mesurer sa
distance (supérieure à 200 kpc), mettant définitivement en évidence
l’existence de galaxies.

La fin des années 1920 et le début des années 1930 marquent la nais-
sance de la cosmologie moderne et de l’astronomie extragalactique,
avec notamment la découverte par Hubble (1929) d’une relation de
proportionnalité entre les distances et vitesses radiales des galaxies.
Le développement de la théorie de la relativité générale par Einstein,
puis de ses solutions pour un univers homogène par Friedmann
(1922) et Lemaître (1927) puis Robertson (1929) et Walker (1933)
permis d’interpréter les observations de Hubble à la lumière d’un
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Univers en expansion. Le modèle du « Big Bang » qui en émergea
fut longtemps controversé, mais l’observation par Penzias et Wilson
(1965) du fond diffus micro-onde prévu par Gamow (1946) en donna
une première preuve concrète.

Les développements subséquents des télescopes et détecteurs ont
permis de pousser les observations d’objets extragalactiques de plus
en plus loin, et donc de remonter de plus en plus tôt dans l’histoire de
l’Univers. L’astrophysique extragalactique connaît un tournant avec
la découverte par Schmidt (1965) d’un quasar, 3C9, à z � 2 (soit envi-
ron 4 Gyr après le Big Bang d’après le modèle ΛCDM moderne), mar-
quant ainsi le début d’une quête pour trouver l’objet le plus lointain.
Aujourd’hui, le record de distance serait détenu par GN-z11 (Oesch
et al., 2016), une galaxie distante à z � 11.1, à peine plus de 400 Myr
après le Big Bang.

1.2 l’époque de la réionisation

Lorsqu’ils ont pu avoir accès au spectre du quasar 3C9 de Schmidt
(1965), Gunn et Peterson (1965) ont très vite réalisé l’importance de
ces observations pour les modèles cosmologiques. En remarquant la
présence d’émission continue à plus courtes longueurs d’ondes que
la raie Lyman-α de l’hydrogène (λLyα = 1215.68 Å), ils en ont conclu
que l’hydrogène présent dans le milieu intergalactique entre le quasar
et un observateur sur Terre devait être ionisé. Dans le cas contraire,
un photon initialement à λ < λLyα et décalé vers le rouge lors de son
trajet vers l’observateur finirait par être vu localement à λLyα par le
gaz, et serait alors diffusé hors de la ligne de visée. La même année,
Penzias et Wilson (1965) ont apporté une première confirmation ex-
périmentale au modèle du Big Bang Chaud, dont les conséquences sur
la nucléosynthèse primordiale ont été ébauchées dans un article de
Gamow (1946). En particulier, après la recombinaison des électrons
sur les protons à z � 1100 (voir par exemple Peebles, 1993, avec
les paramètres cosmologiques modernes), l’essentiel de l’hydrogène
dans le milieu intergalactique devrait être neutre.

Ces deux observations combinées impliquent donc qu’au cours de
son évolution, l’Univers a subi au moins deux transitions de phases :
une première fois lorsque le plasma primordial s’est recombiné, puis
lorsque l’univers a été ionisé pour la seconde fois. Pour être compa-
tibles avec ces deux contraintes, les modèles cosmologiques doivent
pouvoir expliquer avec succès cette réionisation.

Le scénario aujourd’hui généralement admis (voir par exemple les
revues de Barkana et Loeb 2001 ; Zaroubi 2013 et la figure 1.2) in-
voque la formation des structures comme source de rayonnement io-
nisant pour expliquer la réionisation de l’Univers. Lorsque les pre-
mières étoiles puis galaxies se forment à z � 20, elles produisent
une grande quantité de photons ultraviolets ionisants pour l’hydro-
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Figure 1.2 – Représentation schématique de la réionisation tirée de (Bar-
kana, 2006) : les étoiles dans les premiers halos (en rouge) io-
nisent leur environnement, créant des bulles ionisées (en jaune).
Avec l’apparition des halos plus massifs (en bleu, puis vert), les
bulles ionisées grossissent et coalescent.

gène 1, creusant ainsi des bulles d’ionisation. Au fur et à mesure que
les galaxies grossissent et fusionnent entre elles, de plus en plus de
photons sont produits et s’échappent dans le milieu intergalactique,
faisant croître les régions ionisées. À terme, aux alentours de z ∼ 6, les
bulles se recouvrent et l’Univers est complètement (ré)ionisé : c’est la
fin de l’époque de la réionisation. Même s’il n’existe pas (encore) d’ex-
périence permettant de une mesure directe de cette évolution, elle
peut être étudiée à travers les empreintes indirectes que nous allons
présenter dans la section 1.2.2. On exposera ensuite les différentes
approches pour modéliser l’histoire de la réionisation dans la sec-
tion 1.2.1. Ces contraintes sur le déroulement du processus de réio-
nisation et les modèles les reproduisant permettent à leur tour de
déterminer quelles sources astrophysiques contribuent de manière
prédominante au fond ultraviolet ; la section 1.2.3 présente ces dif-
férentes sources et leurs importances relatives pour la réionisation,
avant de mettre l’emphase dans la section 1.2.4 sur un paramètre clef,
la fraction fesc de photons s’échappant des galaxies.

1. Lorsque l’on parle de l’époque de la réionisation, on sous-entend en général
implicitement que l’on s’intéresse à l’histoire de l’état d’ionisation de l’hydrogène
intergalactique ; de même lorsque l’on parlera de photons ionisants sans plus de
précisions, il s’agira de photons ionisants pour l’hydrogène. Pendant l’époque de la
réionisation, l’hélium subit également une transition de phase, transformant He en
He+. Il existe également une époque de la réionisation de l’hélium, où He+ devient
He++, et qui arrive plus tard dans l’histoire de l’Univers
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1.2.1 Modéliser la réionisation

Étudier cette période de transition dans l’histoire de l’Univers, cela
revient avant tout à déterminer l’évolution de son état d’ionisation
moyen, et donc de la fraction de volume rempli par du gaz ionisé
par rapport au volume total, que l’on notera QH ii(z) dans la suite.
Lorsque QH ii = 1, les bulles d’ionisation se recouvrent (on est dans la
phase dite d’overlap), et l’Univers est complètement ionisé.

Commençons par une approche analytique pour estimer l’évolu-
tion de QH ii. Shapiro et Giroux (1987) ont étudié la croissance des
régions H ii dans un Univers en expansion ; et à part cette expansion,
cette fraction est essentiellement déterminée par la compétition entre
photoionisation et recombinaisons dans l’IGM. En suivant Madau et
al. (1999) et Meiksin (2009), on peut exprimer son évolution comme

dQH ii

dt
=

Ṅion

〈nH〉 −
QH ii

t̄rec
, (1.1)

où tous les termes dépendent entre autres de z. Le premier terme
décrit le taux de photoionisation (Ṅion est le nombre de photons io-
nisants et 〈nH〉 la densité d’hydrogène moyenne de l’Univers) et le
second le nombre de recombinaisons unité de temps. t̄rec représente
une mesure du temps de recombinaison moyen du gaz dans l’IGM et
dépend entre autres du facteur de clumping C qui estime l’inhomogé-
néité du gaz dans l’Univers :

t̄rec =

[
CαB(T)〈nH〉

(
1+

Y

4X

)
(1+ z)3

]−1

, (1.2)

avec αB(T) le coefficient de recombinaison sur l’hydrogène dans le
cas B, X et Y les fractions de masses respectivement d’hydrogène et
d’hélium. Derrière les différents termes de cette équation se cache
en fait toute la complexité de la réionisation : 〈nH〉 encode directe-
ment l’expansion de l’Univers, t̄rec est lié à la fois à l’inhomogénéité
de la formation des structures (via le facteur de clumping) et à l’his-
toire thermique de l’Univers, et Ṅion représente le terme source. Il est
utile d’exprimer la production de photons comme le produit de trois
termes :

Ṅion = ρUVξionfesc, (1.3)

où ρUV correspond à l’émissivité volumique dans l’UV des sources,
ξion donne un facteur de conversion entre la production de photons
dans le continu UV et ionisant, et fesc est la fraction d’échappement
qui décrit quelle proportion des photons émis par les sources va at-
teindre l’IGM et contribuer à la réionisation. Notons au passage que
cette paramétrisation simplifiée se généralise lorsque plusieurs types
de sources sont présentes en sommant leurs contributions.

Les progrès de cette approche analytique depuis le début des an-
nées 2000 tiennent principalement à une amélioration de la modéli-
sation des sources et de l’évolution du milieu intergalactique à l’aide
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de nouvelles observations (Alvarez et al., 2012 ; Choudhury et Fer-
rara, 2005 ; Kuhlen et Faucher-Giguère, 2012 ; Madau et al., 1999 ;
Miralda-Escudé et al., 2000 ; Mitra et al., 2013 ; Robertson et al.,
2010 ; Robertson et al., 2015 ; Robertson et al., 2013 ; Wyithe et Loeb,
2003, voir par exemple). Des modèles semi-numériques (Mesinger et
Furlanetto, 2007 ; Zahn et al., 2007) ont été développés pour in-
corporer ces prescriptions dans un contexte cosmologique tout en
gardant un coût numérique réduit. En parallèle, des modèles semi-
analytiques de formation de galaxies (Benson et al., 2006 ; Mutch et
al., 2015, par exemple) ont été enrichis pour modéliser la réionisation,
et des simulations à grande échelle (� 100 Mpc/h) ont commencé à
voir le jour, soit en couplant un code de dynamique à N corps pour
la matière noire à un code de transfert radiatif (Iliev et al., 2014 ;
Iliev et al., 2006 ; Iliev et al., 2007 ; Iliev et al., 2012 ; McQuinn et al.,
2007), soit en incluant la dynamique du gaz (Gnedin, 2014 ; Ocvirk
et al., 2015). Zahn et al. (2011) comparent ces différentes techniques,
et trouvent qu’à très grande échelle, elles donnent des résultats simi-
laires. Ces simulations prennent en général tout ou partie des termes
de l’équation (1.3) comme paramètres. Si les très grandes simulations
comme CROC (Gnedin, 2014) ou Cosmic Dawn (Ocvirk et al., 2015)
permettent de mesurer ρUV directement 2, elles ne peuvent pas ré-
soudre le transfert du rayonnement à l’intérieur des halos, et doivent
donc traiter fesc comme un paramètre libre. À l’opposé de ces mo-
dèles, des simulations à haute résolution mais se concentrant sur un
petit volume permettent de traiter précisément le trajet des photons
entre leur site d’émission et le milieu intergalactique. Au cours de ma
thèse, j’ai pu développer de telles simulations dans le but de mieux
comprendre les mécanismes contrôlant la valeur de fesc pour les pe-
tites galaxies (voir chapitre 4).

1.2.2 Contraintes sur la réionisation

Modèles et observations s’accordent aujourd’hui pour marquer la
fin de l’époque de la réionisation autour de z � 6, et un début au-
tour de z ∼ 15− 20. La figure 1.3 présente un récapitulatif des princi-
pales contraintes sur le déroulement de la réionisation. Nous allons
présenter dans cette sections différentes méthodes observationnelles
permettant de placer ces limites.

1.2.2.1 Observation des spectres de quasars

Historiquement, ce sont les observations de quasars lointains qui
ont permis de démontrer sans ambiguïté que l’Univers a été réionisé.
En mesurant le flux absorbé aux longueurs d’ondes plus courtes que

2. Comme dans la majorité des simulations de galaxies, la formation d’étoiles et
le feedback des supernovae reposent toutefois des modèles sous-grille.
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Figure 1.3 – Principales contraintes sur le déroulement de la réionisation
(Bouwens et al., 2015).

la raie Lyman-α 3 de l’hydrogène, il est en principe possible d’estimer
la fraction d’hydrogène neutre xH i à un redshift zabs donné à l’aide
de l’opacité Gunn-Peterson τGP (voir par exemple Fan et al. 2006a) :

τGP(zabs) = 4.9 × 105
(
Ωmh2

0.13

)− 1
2
(
Ωbh

2

0.02

)(
1+ zabs

7

) 3
2

xH i(zabs).

(1.4)
Le flux à λabs = (1+ zabs)λLyα sera alors réduit d’un facteur e−τGP. Dès
que xH i est de l’ordre de 10−3, la raie d’absorption sera complètement
saturée : cette technique est donc sensible à la fin de la réionisation.
Il a toutefois fallu attendre plus de 35 ans entre l’article fondateur de
Gunn et Peterson (1965) et la première détection par Becker et al.
(2001) d’un fossé de Gunn-Peterson 4 complet. Les observations spectro-
scopiques du Sloan Digital Sky Survey (SDSS ; York et al., 2000) ont
par la suite permis d’étendre l’échantillon de quasars pour lesquels
des fossés de Gunn-Peterson ont été observés (Fan et al., 2006b ; Fan
et al., 2003 ; Songaila, 2004 ; White et al., 2003, etc.). La découverte
par Mortlock et al. (2011) d’un quasar à z � 7.1 a permis d’étendre
encore les contraintes sur l’histoire de la réionisaton. Bolton et Haeh-
nelt (2007) résument sur la figure 1.4 l’évolution de τGP en fonction
de z. Des méthodes statistiques comme l’analyse des dark pixels (Mc-
Greer et al., 2015 ; McGreer et al., 2011 ; Mesinger, 2010) dans les

3. On a un effet similaire pour toutes les raies de la série de Lyman, et les mesures
de la forêt Lyman-β sont couramment employées pour contraindre l’histoire de la
réionisation.

4. Le terme anglais, trough, se traduit selon le contexte par abreuvoir, dépression,
creux ou encore fossé. À défaut de mieux, on emploiera le terme de fossé.
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Figure 1.4 – Évolution de l’opacité de Gunn-Peterson avec z, tirée de Bol-
ton et Haehnelt (2007).

spectres de quasars ou de la longueur des fossés de Gunn-Peterson
permettent de raffiner un peu ces mesures, mais restent encore déli-
cates à mettre effectivement en pratique.

Les quasars étant de puissantes sources ionisantes, ils sont entou-
rés de bulles ionisées où le milieu intergalactique est transparent aux
photons à λ � λLyα. L’existence de ces « zones proches » se traduit par
un excès de flux (par rapport à un fossé de Gunn-Peterson complet)
à ces longueurs d’ondes, qui est en principe mesurable. Il résulte de
telles observations qu’en moyenne, les bulles d’ionisations croissent
entre z = 7 et z = 6, il est difficile de tirer un résultat plus quantitatif.
De même, le profil de la raie Lyman-α est tel qu’il devrait y avoir
une absorption non-négligeable des photons juste plus rouges que
Lyman-α, et l’importance de ces damping wings doit théoriquement
permettre d’estimer la quantité d’hydrogène neutre dans le milieu
intergalactique, mais ces mesures sont très incertaines et peu quanti-
tatives.

Citons enfin la revue de Mortlock (2016), qui présente plus en
détails les différentes contraintes sur l’histoire de la réionisation déri-
vées des quasars.

1.2.2.2 Émetteurs Lyman-α

Partridge et Peebles (1967) ont proposé d’utiliser la raie Lyman-α
comme outil de détection de galaxies lointaines (voir aussi la sec-
tion 3.3.2). Si le milieu intergalactique est bien neutre à grand red-
shift, la visibilité des émetteurs Lyman-α devrait être compromise.
C’est sur ce constat que se base une seconde série de contraintes sur
la réionisation. Dijkstra (2016) passe en revue l’utilisation des émet-
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teurs Lyman-α pour sonder l’époque de la réionisation : nous allons
ici présenter les principales contraintes qu’ils apportent.

Les grands relevés d’émetteurs Lyman-α ont permis de montrer
que leur fonction de luminosité (ou LF pour luminosity function) ne
présente qu’une faible évolution entre z = 3 et z = 5.7 (Ouchi et
al., 2008). Avec le développement de détecteurs plus sensibles dans
l’infrarouge proche, ces relevés ont été poussés à plus grand red-
shift, et les données semblent confirmer une décroissance rapide de
la fonction de luminosité Lyman-α (voir par exemple Clément et
al., 2012 ; Faisst et al., 2014 ; Kashikawa et al., 2006 ; Kashikawa et
al., 2011 ; Konno et al., 2014 ; Ouchi et al., 2010) comme illustré sur
la figure 1.5a. Il est tentant d’interpréter cette évolution comme un
changement d’opacité du milieu intergalactique, mais ces données
seules sont insuffisantes pour conclure. Konno et al. (2014) notent en
revanche que la fonction de luminosité dans l’UV (non ionisant) ne
commence à évoluer notablement qu’à z � 8 (voir aussi Bouwens et
al., 2015 ; Oesch et al., 2013), renforçant ainsi le scénario selon lequel
l’évolution de la fonction de luminosité Lyman-α entre z = 6 et 8 est
l’empreinte de la réionisation.

(a) Évolution de la fonction de luminosité
Lyα (Konno et al., 2014)

(b) Évolution de la fraction d’émetteurs
Lyα (Treu et al., 2013)

Figure 1.5 – Traceurs observationnels de l’évolution de l’opacité du milieu
intergalactique.

Un second indicateur inspiré de cette dernière remarque appuie
cette interprétation. Les galaxies à haut redshift sont généralement
détectées soit par leur émission Lyman-α (on parle de LAE, pour
Lyman-α Emitters), soit par la discontinuité présente dans leur spectre
aux longueurs d’ondes plus courte que Lyman-α (on parle alors de
LBG, pour Lyman-Break Galaxies). Ces deux sélections ne sont pas ex-
clusives, et une fraction XLAE des LBG sont également des LAE. Si
XLAE augmente régulièrement entre z = 2 et z = 6 (Cassata et al.,
2015 ; Stark et al., 2010 ; Stark et al., 2011), cette fraction semble dé-
croître rapidement au delà de z � 6 (Caruana et al., 2012 ; Caruana
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et al., 2014 ; Fontana et al., 2010 ; Ono et al., 2012 ; Pentericci et al.,
2011 ; Schenker et al., 2014 ; Schenker et al., 2012 ; Tilvi et al., 2014 ;
Treu et al., 2013), comme on peut le voir sur la figure 1.5b. Cette
inversion de tendance de XLAE(z) est difficilement explicable par un
changement dans les propriétés des galaxies (même si Garel et al.
2015 suggèrent une origine physique à cette évolution) ; d’autant plus
qu’entre z = 6 et z = 8, il ne se passe qu’à peine 300 Myr, impliquant
qu’une évolution physique serait très brutale. Il est plus confortable
de comprendre la soudaine diminution de XLAE(z) à la lumière de la
réionisation : les LBG à z � 6 sont également des émetteurs Lyman-α,
mais dont la raie Lyman-α a été complètement absorbée par le milieu
intergalactique. Cette méthode permet de faire abstraction de l’évolu-
tion intrinsèque du nombre de galaxies, et permet donc de placer des
contraintes sur la neutralité du milieu intergalactique jusqu’à z ∼ 8.

Ces contraintes vont profiter des instruments comme MUSE (Multi
Unit Spectroscopic Explorer, Bacon et al., 2010) ou Hyper Suprime-Cam
(Miyazaki et al., 2012) sur le télescope Subaru, qui vont rendre pos-
sible la réalisation de relevés plus larges et plus profonds à 3 � z � 7,
et de futurs relevés spatiaux avec le James Webb Space Telescope (JWST).

1.2.2.3 Étude du fond diffus cosmologique

La dernière méthode pour estimer le redshift de la réionisation
repose sur l’étude du fond diffus cosmologique. Au cours de leur
trajet vers l’observateur, les photons du CMB vont interagir avec les
électrons libres dans le milieu intergalactique par diffusion Thomson,
laissant ainsi une empreinte visible dans le fond diffus cosmologique
(voir par exemple Dunkley et al., 2009 ; Haiman et Knox, 1999). La
présence d’électrons libres va atténuer les anisotropies de tempéra-
ture du CMB aux petites échelles (� 0.1°) d’un facteur e−2τe , où τe

est la profondeur optique pour la diffusion Thomson. La mesure de
cette atténuation permet alors en principe de mesurer τe. Par ailleurs,
les diffusions Thomson sur ces électrons libres vont affecter la pola-
risation des photons du CMB, et en particulier les modes « E ». Ce
signal va se traduire par une augmentation de l’amplitude du spectre
de puissance croisé des fluctuations de température et de ces modes
E aux grandes échelles angulaires (� 10°).

Ces deux effets permettent de calculer à partir des données du
CMB la valeur de τe, que l’on peut relier à l’évolution de la fraction
ionisée xH ii(z) via la densité d’électrons ne(z) :

τe(z) =

∫z
0

ne(z
′)

cσT

(1+ z ′)H(z ′)
dz ′, (1.5)

où H(z) est le facteur de Hubble, σT la section efficace de diffusion
Thomson, et ne la densité volumique d’électrons dans l’Univers. La
mesure de la profondeur optique Thomson entre le CMB et l’observa-
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teur permet alors de mesurer la quantité totale d’électrons, et ainsi de
placer des limites sur le redshift zre auquel l’Univers a été réionisé.

La première mesure par la sonde WMAP (Wilkinson Microwave Ani-
sotropy Probe), après un an de mission, a donné une valeur assez haute
de τe = 0.17 ± 0.04 (Spergel et al., 2003). Cette valeur a par la suite
été réduite avec la publications des données successives, pour conver-
ger à τe = 0.089 ± 0.014 (Bennett et al., 2013) après neuf ans de col-
lecte de données. En faisant l’hypothèse d’une réionisation instanta-
née, c’est-à-dire xH ii(z) = 0 à z > zre et xH ii(z) = 1 après, ces mesures
se traduisent en termes de zre : les données WMAP-1 indiquent ainsi
une réionisation à zre = 17 ± 5, ce qui est complètement incohérent
avec les résultats provenant des quasars et des relevés d’émetteurs
Lyα. Cette estimation a été révisée avec les données de WMAP-9 à
zre = 10.6 ± 1.1, toujours plus haute que z ∼ 6, mais nettement moins
problématique. Le satellite européen Planck a encore réduit la valeur
de l’opacité Thomson à τe = 0.066 ± 0.013 (Planck Collaboration
et al., 2015). Le modèle de réionisation correspond à une transition ra-
pide durant Δz = 0.5 autour de zre = 8.8 ± 1.3, nettement en dessous
des valeurs de WMAP. Ces mesures pourraient encore être amenées
à évoluer avec la publication des données de polarisation de Planck
(voir par exemple Planck Collaboration et al., 2016). En réalité, la
réionisation est un phénomène progressif, et la comparaison entre zre

et les contraintes plaçant la fin de la réionisation vers z ∼ 6 donne une
idée la durée du processus. En revanche, l’expression (1.5) peut être
utilisée pour contraindre les modèles, comme ceux présentés dans la
section 1.2.1.

1.2.2.4 Autres contraintes

D’autres méthodes ont été envisagées pour suivre le déroulement
de la réionisation. Par exemple, les sursauts gamma, ou GRB (Gamma-
Ray Bursts), ont été proposés comme sondes de la fin de la réionisa-
tion. Les GRB sont parmi les événements les plus lumineux de l’Uni-
vers et peuvent donc être observés à z � 10, et leur spectre est qua-
siment dépourvu de raies. Bien qu’éphémères, ces phénomènes pro-
fitent de la dilatation cosmologique des durées, et leur émission réma-
nente reste donc observable pendant jusqu’à plusieurs jours (Lamb et
Reichart, 2000). L’ensemble de ces propriétés font des GRB des ou-
tils de choix pour étudier la réionisation : l’observation d’un fossé
de Gunn-Peterson dans leur spectre permet de mesurer l’état d’ioni-
sation du milieu intergalactique. Malheureusement, la rareté de ces
objets et leur caractère transitoire fait que seuls peu de GRB ont été
observés à très haut redshift, et les contraintes sur la réionisation qui
en découlent restent donc assez faibles.

Plus prometteuse, l’observation directe de la quantité d’hydrogène
neutre par l’émission de la raie à 21 cm de l’hydrogène a été proposée
comme la méthode de prédilection pour détecter les signatures de la
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réionisation de manière complètement indépendante des contraintes
actuelles. La physique de la raie à 21 cm est très riche, et bien présen-
tées par les revues de Furlanetto (2016), Furlanetto et al. (2006a)
et Zaroubi (2013). Le développement d’expériences destinées entre
autres le signal à 21 cm de la réionisation comme LOFAR (Low Fre-
quency Array), PAPER (Precision Array to Probe the Epoch of Reioniza-
tion), HERA (Hydrogen Epoch of Reionization Array) et l’imposant SKA
(Square-Kilometer Array) va permettre dans un futur proche de placer
des contraintes additionnelles sur le déroulement de la réionisation.

1.2.3 Les sources de la réionisation

On peut extraire des observations présentées dans la section 1.2.2 la
conclusion suivante : à z � 6, l’Univers est baigné dans un fond UV
ionisant. Pour que l’Univers reste ionisé à un redshift z, le taux de
production de photons ionisants par unité de volume doit dépasser
un taux critique Ṅion (Madau et al., 1999) :

Ṅion = 1051.2 s−1 Mpc−3
(
1+ z

6

)3(
Ωbh

2

0.02

)2(
C

30

)
, (1.6)

où C =
〈n2

H〉
〈nH〉2 est le clumping factor qui décrit le degré d’inhomogé-

néité de l’Univers. Cette émissivité donne seulement une contrainte
sur l’efficacité des sources ionisantes, sans donner la moindre indica-
tion sur leur nature. Dans cette section, nous allons aborder la ques-
tion de l’origine du fond UV métagalactique, c’est-à-dire les sources
de la réionisation, dont la nature fait débat aujourd’hui. Quelle que
soit leur origine, les photons du continu de Lyman doivent consti-
tuer un fond ionisant cohérent avec le taux de photoionisation dans
l’IGM mesuré par Bolton et Haehnelt (2007), Faucher-Giguère
et al. (2008) ou Becker et Bolton (2013), comme illustré sur la fi-
gure 1.6. Dans le scénario le plus classique, ce sont les premières struc-
tures qui génèrent les photons ionisants, autrement dit les galaxies à
bouffées de formation stellaire et les quasars. D’autres sources plus
exotiques ont été proposées, comme les désintégrations d’hypothé-
tiques particules de matière noire (Doroshkevich et Naselsky, 2002 ;
Furlanetto et al., 2006b), mais sont vraisemblablement marginales
dans le budget total de photons ionisants de l’Univers. Déterminer la
provenance du fond métagalactique est un enjeu essentiel pour com-
prendre l’histoire de la réionisation : les mécanismes physiques pro-
duisant les photons ionisants sont très différents selon la nature des
sources, menant à des caractéristiques observationnelles différentes.
Dans cette section, nous allons passer en revue les différentes sources
envisagées pour la réionisation, et nous allons voir que si les quasars
semblent maintenir l’Univers ionisé à z � 3 (Hopkins et al., 2007 ; Ma-
dau et al., 1999), l’Univers à grand z a vraisemblablement été réionisé
par les galaxies à flambée de formation d’étoiles.
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Figure 1.6 – Taux de photoionisation de l’IGM Γ entre 2 � z � 6, tiré de
Becker et Bolton (2013).

1.2.3.1 Noyaux actifs de galaxies

Les noyaux actifs de galaxies (AGN, pour active galactic nuclei) 5

étant parmi les objets les plus lumineux de l’Univers, ils ont très tôt
été proposés pour expliquer l’existence d’un fond UV (Arons et Win-
gert, 1972 ; Rees et Setti, 1970). Leur émission provient du disque
d’accrétion autour du trou noir supermassif qui réside au centre de
ces objets (voir par exemple Laor et Netzer, 1989 ; Ross et al., 1992),
et ne tire donc pas son origine dans des processus nucléaires comme
les étoiles, mais provient essentiellement de la conversion d’énergie
gravitationnelle en énergie lumineuse. La détection d’AGN parmi les
premiers objets observés à grand redshift (Schmidt, 1965) en a fait
des sources de choix pour la réionisation.

Depuis ces premières observations, la détermination de la fonction
de luminosité des quasars (QLF) a fait l’objet d’un grand nombre
d’études qui indiquent que la luminosité globale de la population
d’AGN atteint un maximum autour de z � 2.5, et décroît rapidement
après z � 3 (Hopkins et al., 2007 ; Masters et al., 2012). L’évolution
de la fonction de luminosité des quasars est cruciale pour déterminer
s’il y a suffisamment de quasars à haut redshift pour réioniser com-
plètement l’Univers (voir par exemple Haardt et Madau, 2012). Les
différents travaux dans cette direction (par exemple Dijkstra et al.,
2004 ; Fontanot et al., 2012 ; Grissom et al., 2014 ; Haardt et Sal-
vaterra, 2015 ; Willott et al., 2010) semblent indiquer le contraire :
malgré le fait que chaque quasar peut ioniser une région de plusieurs

5. Dans la littérature, on parle souvent de réionisation par les quasars ou par les
QSOs. Afin d’éviter une longue énumération des différents objets de ce type et une
discussion sur leur origine physique peu pertinente pour cette thèse, on utilisera
indistinctement les termes de quasars et AGN.
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Mpc (Prochaska et al., 2009 ; Songaila et Cowie, 2010 ; Worseck
et al., 2014), la diminution du nombre de quasars fait qu’ils sont clai-
rement insuffisant pour être responsable de la majorité du fond UV
à z � 5. Notons toutefois que la découverte récente par Giallongo
et al. (2015) de 22 quasars dans le champ CANDELS GOOD-South
avec le télescope X Chandra et les observations de quasars peu lumi-
neux de Civano et al. (2011), Fiore et al. (2012) et Glikman et al.
(2011) semblent indiquer qu’une population de petits AGN pourrait
significativement contribuer au fond UV vers la fin de la réionisation.
Malgré cela, Haardt et Salvaterra (2015) montrent que la contri-
bution des quasars semble ne pas pouvoir dominer complètement le
processus de réionisation.

1.2.3.2 Galaxies starbursts

Le scénario aujourd’hui dominant est de supposer que l’Univers
a été réionisé par des sources stellaires (voir par exemple Kuhlen et
Faucher-Giguère 2012 ou la revue de Barkana et Loeb 2001). Il est
en effet inévitable que les étoiles dans les galaxies à grand redshift
produisent des photons ionisants, et que ces photons participent à la
réionisation. Là encore, pour valider ce modèle, il faut vérifier que la
contribution des galaxies est suffisante pour produire un taux de pho-
toionisation cohérent avec les observations comme celles illustrées sur
la figure 1.6.

La contribution des galaxies à la réionisation peut être quantifiée à
l’aide de l’expression (1.3), qui décrit la production de photons ioni-
sants comme le nombre de photons ionisants produit multiplié par la
fraction fesc de ces photons qui atteint l’IGM. Le nombre de photons
ionisants émis est alors exprimé comme le produit entre l’émissivité
UV intrinsèque des galaxies et un facteur de conversion entre l’émis-
sivité UV et ionisante. Il est donc crucial pour déterminer l’apport
des galaxies à la réionisation de mesurer ces trois paramètres à partir
d’observations 6.

Le premier facteur, ρUV, est obtenu en intégrant la fonction de lumi-
nosité UV Φ(L) sur toute la population de galaxies, observées entre
les luminosités Lmin et Lmax :

ρUV(z) =

∫Lmax

Lmin

LΦ(L; z) dL. (1.7)

Il est de coutume d’exprimer la fonction de luminosité avec la pa-
ramétrisation de Schechter (1976), qui présente trois paramètres :
une luminosité caractéristique L∗ (ou de façon équivalente une ma-
gnitude M∗), un facteur de normalisation Φ∗ et un terme α qui décrit

6. Les revues récentes de Bouwens (2016) et Finkelstein (2015) présentent plus
en profondeur les observations des galaxies à grand z dans le contexte de la réioni-
sation.
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la pente de Φ(L; z) aux faibles magnitudes. Les sondages extrême-
ment profonds comme le Hubble Ultra Deep Field Survey (Koekemoer
et al., 2013) permettent de commencer à placer des limites sur la quan-
tité totale de photons issus des galaxies formant des étoiles à grand
redshift, et de nombreuses études basées sur des observations aux
sol ou à l’aide de télescopes spatiaux comme le Hubble Space Telescope
(HST) ont pour objectif de déterminer la forme et l’évolution de la
fonction de luminosité à grand redshift (voir par exemple Bouwens
et al., 2007 ; Bouwens et al., 2012a ; Bouwens et al., 2015 ; Bowler et
al., 2014 ; Castellano et al., 2010 ; Finkelstein et al., 2015 ; Ishigaki
et al., 2015 ; McLeod et al., 2015 ; McLure et al., 2013 ; Oesch et al.,
2013 ; Schenker et al., 2013 ; Schmidt et al., 2014). La figure 1.7, is-
sue de Bouwens et al. (2015), représente l’évolution de la fonction de
luminosité UV entre z = 4 et z = 10.

Figure 1.7 – Évolution de la fonction de luminosité UV des galaxies, issue
de Bouwens et al. (2015).

Pour estimer la production de photons ionisants à partir de ρUV, il
est nécessaire de convertir la luminosité UV en un nombre de photons
du continu de Lyman à l’aide du facteur de conversion ξion, ce qui
revient à déterminer la nature des populations stellaires des galaxies
à grand z. Traditionnellement, le spectre des galaxies est décrit dans
l’UV à l’aide d’une loi de puissance, fλ ∝ λβ, où β est la pente UV.
Des observations spectroscopiques profondes (par exemple Bouwens
et al., 2009 ; Bouwens et al., 2012b ; Bouwens et al., 2014 ; Duncan et
al., 2014 ; Dunlop et al., 2012 ; Dunlop et al., 2013 ; Rogers et al., 2014 ;
Wilkins et al., 2011) permettent de mesurer cette pente β pour un
échantillon de galaxies, et des modèles de population stellaire comme
Galaxev (Bruzual et Charlot, 2003) relient β à ξion.

Jusqu’aux résultats récents de Planck, ces études semblaient indi-
quer que les galaxies observées ne produisent pas assez de photons.
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En revenant à l’expression (1.3), on peut expliquer cette crise de sous-
production apparente de différentes façons, tout en conservant le mo-
dèle de réionisation par les sources stellaires

— soit les galaxies à grand z forment des étoiles différemment de
l’Univers plus proche et ξion est fondamentalement différent,

— soit les observations ratent une partie des galaxies, menant à
une sous-estimation de ρUV,

— soit la fraction d’échappement fesc est mal estimée (nous y re-
viendront dans la prochaine section).

Des sources de photons additionnelles d’origine stellaire ont été pro-
posées pour pallier ce manque de photons, comme les premières
étoiles (dites de population III) formées à partir de gaz primordial
sans métaux. Néanmoins, les études numériques comme celles de
Paardekooper et al. (2013) semblent indiquer que leur contribution
n’est pas dominante. Robertson et al. (2013) ont par ailleurs montré
qu’en extrapolant la fonction de luminosité UV des galaxies d’envi-
ron 4 magnitudes, jusqu’à MUV = −13 (voir aussi Finkelstein et al.,
2012 ; Kuhlen et Faucher-Giguère, 2012), le scénario de réionisation
par les galaxies devient cohérent avec les différentes contraintes pré-
sentées dans la section 1.2.2. L’analyse de Robertson et al. (2015) des
résultats de Planck dans l’optique de la réionisation indique qu’une
telle population de petites galaxies pas encore détectées est nécessaire
et suffit à respecter à la fois les limites sur la profondeur optique
Thomson et sur le timing de la réionisation. Les travaux théoriques
suggèrent que ce sont les galaxies dans les halos de 107 à 109 M� qui
dominent la production de photons ionisants à z � 6 (Kimm et Cen,
2014 ; Mutch et al., 2015 ; Paardekooper et al., 2013), avant la fin de
la réionisation.

Le développement de programmes d’observations très profonds
utilisant le phénomène de lentilles gravitationnelles comme les Hubble
Frontier Fields (Lotz et al., 2016) 7 ouvre la possibilité de sonder les ga-
laxies au delà de la sensibilité nominale du HST. Atek et al. (2015) pro-
posent ainsi une première tentative de mesurer la fonction de lumi-
nosité UV à z � 6 jusqu’à des magnitudes de l’ordre de MUV � −17,
confirmée par l’analyse de Livermore et al. (2016) des Frontier Fields,
suggérant que la fonction de luminosité continue à croître rapide-
ment au-delà de MUV � −13, en bon accord avec les observations
post-réionisation de Alavi et al. (2014) et Weisz et al. (2014). Ces ob-
servations pilotes ouvrent la voie aux futurs grands relevés du James
Webb Space Telescope, en particulier avec les instruments NIRSpec et
NIRCam. La présence de ces galaxies très peu lumineuses pendant
l’époque de la réionisation peut fournir la majorité des photons né-
cessaires à réioniser l’Univers.

7. http://www.stsci.edu/hst/campaigns/frontier-fields/
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1.2.4 Fraction d’échappement fesc

Ces résultats sur la contribution des petites galaxies à la réionisa-
tion présentent une forte dégénérescence avec l’estimation de la frac-
tion d’échappement fesc : en effet, le nombre total de photons ioni-
sants disponibles est le produit entre le nombre de photons émis par
les sources stellaires ρUVξion et la fraction de ces photons qui parvient
à atteindre l’IGM, fesc.

Bien que ce soit l’un des paramètres essentiels dans tous les mo-
dèles de réionisation présentés dans la section 1.2.1, sa mesure s’est
révélée notoirement délicate. La majorité des études approchent le
problème par stacking, c’est-à-dire en additionnant les images de plu-
sieurs galaxies, et l’étude individuelle des galaxies s’avère extrême-
ment difficile. Notamment, il est impossible de mesurer directement
fesc pendant l’époque de la réionisation : par définition, avant que
les bulles ionisées ne se superposent, les photons ionisants sont ab-
sorbés dans l’IGM. Nos connaissances de l’évolution de fesc avec les
propriétés des galaxies doivent donc être obtenues à partir d’ana-
logues à plus bas redshift des galaxies responsables de la réionisation.
Dans l’Univers proche, très peu de galaxies émettrices de photons du
continu de Lyman ont été observées, et à chaque fois, la mesure de
fesc donne des résultats de 1 à 10 % (Bergvall et al., 2006 ; Izotov et
al., 2016a ; Leitet et al., 2013). Très récemment, Izotov et al. (2016b)
ont mesuré fesc pour un échantillon de galaxies compactes formant
activement des étoiles (appelées Green Peas), et ont trouvé des valeurs
entre 6 et 13 %. Pour d’autres candidats, seule des limites supérieures
ont pu être mesurées (Heckman et al., 2001). Récemment, Bortha-
kur et al. (2014) ont observé une galaxie pour laquelle fesc ∼ 20 %.
En tenant compte de l’absorption par la poussière, cette valeur chute
à fesc ∼ 1 %, mais on peut s’attendre à une atténuation plus faible à
grand z, les premières galaxies étant en principe moins riches en mé-
taux et donc moins poussiéreuses (malgré la découverte par Watson
et al. 2015 d’une galaxie vraisemblablement obscurcie par la pous-
sière à z ∼ 7.5). Autour du pic de formation stellaire, à z ∼ 1− 2, la
majorité des tentatives s’est soldée par des échecs ou des limites su-
périeures peu contraignantes (Cowie et al., 2009 ; Deharveng et al.,
2001 ; Giallongo et al., 2002 ; Grimes et al., 2009 ; Grimes et al., 2007 ;
Leitherer et al., 1995 ; Malkan et al., 2003 ; Rutkowski et al., 2016 ;
Sandberg et al., 2015 ; Siana et al., 2007 ; Siana et al., 2010), suggé-
rant toutefois une faible valeur de fesc. À plus haut redshift, l’analyse
des détections individuelles ou des échantillons « stackés » tend à in-
diquer une valeur de fesc plus élevée (Iwata et al., 2009 ; Mostardi
et al., 2013 ; Mostardi et al., 2015 ; Nestor et al., 2013 ; Shapley et al.,
2006 ; Smith et al., 2016 ; Vanzella et al., 2015 ; Vanzella et al., 2010),
dépassant parfois 50 % (Vanzella et al., 2016). Certaines études ont
toutefois trouvé des valeurs bien plus faibles pour fesc (Boutsia et al.,
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2011 ; Grazian et al., 2016) ; ces différences pouvant s’expliquer par
une contamination des échantillons à grand z par des objets d’avant
plan, ainsi que par les larges incertitudes sur les propriétés de la pous-
sières à grand redshift. Siana et al. (2015) suggère ainsi que l’échan-
tillon de Iwata et al. (2009) est fortement contaminé.
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Figure 1.8 – Résumé des contraintes sur fesc, d’après Bergvall et al. (2013).

La figure 1.8 présente un résumé des mesures de fesc jusqu’en 2013,
qui semble augmenter entre z = 0 et z = 4. Cette évolution de fesc

avec le temps est encore mal comprise aujourd’hui : s’agit-il d’une
réelle évolution des propriétés des galaxies (population stellaire, taux
de formation d’étoile, poussière) ou, comme suggéré par Bergvall
et al. (2013) et Siana et al. (2015), d’un effet de sélection ? Autrement
dit, émetteurs de photons ionisants observés à z = 0 et z > 3 ne
tracent peut être pas la même population de galaxies. Les instruments
dans l’infrarouge proche et moyen embarqués sur le JWST devraient
pouvoir permettre d’obtenir des échantillons de galaxies à grand z

avec des méthodes de sélections similaires aux galaxies de l’Univers
proche.

Pour interpréter les observations actuelles et préparer la future gé-
nération de sondages, les simulations numériques de galaxies sont
un outil de choix. La problématique de l’estimation de fesc dans les
simulations a été l’un des principaux enjeux de cette thèse, et sera
présentée dans le chapitre 4.

1.3 les simulations comme expériences “in silico”

Avant de poursuivre, je veux apporter dans cette section quelques
précisions sur le rôle des simulations dans le progrès scientifique, et
en particulier en astronomie et en astrophysique.

Ces deux disciplines voisines ont en effet une place un peu par-
ticulière en sciences. L’astronomie est par nature une science fonda-
mentalement observationnelle, où l’accès aux objets étudié ne peut se
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faire que par la collecte de lumière 8 provenant des objets célestes.
L’étude du système Solaire progresse certes par les missions spatiales
et les sondes envoyées sur des planètes, comètes et astéroïdes, ou par
l’étude d’échantillons ramassés ou ramenés sur Terre ; et il existe une
astrophysique de laboratoire qui emprunte à la chimie ou à la physique
des plasmas. L’essentiel de la recherche en astrophysique est néan-
moins limitée par le constat simple qu’il n’est pas possible d’altérer
l’objet que l’on étudie pour étudier sa réponse. Pour mesurer la masse
d’une exoplanète, il n’est pas possible d’en prendre un morceau pour
le peser directement, et il faut alors trouver une méthode basée sur
l’observation seule, par exemple la mesure de son influence gravita-
tionnelle sur la trajectoire de son étoile. Par comparaison, lorsque
l’on veut mesurer la température d’ébullition d’un fluide, il suffit de
faire varier sa température et d’observer le point d’ébullition (si tant
est qu’il soit atteignable sur Terre) : il s’agit là d’une expérience.

Cette particularité de l’astronomie comme science observationnelle
lui confère un rapport particulier à la méthode scientifique. Tradition-
nellement, la démarche scientifique (simplifiée) est d’établir une théo-
rie (« la lumière se propage dans l’éther »), de concevoir une façon de
tester cette théorie par l’expérience (la mesure interférométrique de
Michelson et Morley), puis en analysant les résultats de la mesure, de
valider ou non la théorie. Si la théorie est validée par l’expérience, elle
n’en est pas « vraie » pour autant, mais elle a au moins le mérite de
prédire correctement le comportement du système. En astronomie, il
est possible de suivre une démarche similaire : la découverte de Nep-
tune par Galle (1846) a suivi les prédictions de Le Verrier (1846), et
on attend les observations de l’hypothétique Planet Nine prédite par
Batygin et Brown (2016).

J’aimerais maintenant argumenter que le travail de simulation nu-
mérique s’apparente en astrophysique à une véritable démarche ex-
périmentale, et qui, si elle ne peut avoir valeur de preuve définitive,
permet tout comme l’expérience en physique de vérifier une théorie.
Les simulations sont souvent intégrées parmi les travaux théoriques,
en partie à cause de la difficulté à différencier un modèle mathéma-
tique complexe résolu numériquement d’une simulation numérique
à proprement parler (voir à ce propos Varenne, 2008, par exemple),
et en partie parce que les acteurs utilisant les simulations numériques
se confondent souvent avec les acteurs de l’astrophysique théorique.
Néanmoins, l’impossibilité de modifier le système étudié pour véri-
fier une loi physique a poussé le développement de modèles plus
complexes et de simulations. En reprenant le vocabulaire utilisé en

8. C’était en tout cas le cas jusqu’au début de l’année 2016 avec la première
découverte directe d’ondes gravitationnelles par la collaboration LIGO (Abbott et al.,
2016). Très ironiquement, cette expérience repose sur l’utilisation d’un interféromètre
de Michelson, un instrument qui fonctionne avec un laser. C’est donc encore une fois
l’optique qui a permis cette découverte souvent présentée comme une nouvelle façon
d’observer l’Univers.
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bioinformatique, on peut alors décrire cette approche comme une ex-
périence in silico.

Historiquement, les premières simulations numériques ont été dé-
veloppées pour étudier le problème de la diffusion de neutrons (Me-
tropolis et Ulam, 1949). L’utilisation de modélisations complexes en
astrophysique remonte toutefois plus loin : pour étudier la collision
de deux systèmes stellaires en s’affranchissant des approximations né-
cessaires à un traitement analytique, Holmberg (1941) a développé
la première simulation analogique (voir figure 1.9) en s’appuyant sur
le fait que, comme la gravité, le flux lumineux reçu décroît comme le
carré inverse de la distance. À l’aide d’un dispositif de 37 ampoules et
diodes, il réalise une véritable expérience d’astrophysique, ouvrant ainsi
la voie à une toute nouvelle discipline (pour une revue générale, voir
par exemple Nelson, 2000) désignée en anglais par le terme de com-
putational astrophysics, qui serait au croisement entre l’astrophysique
observationnelle et théorique.

Figure 1.9 – Résultats de la simulation analogique de Holmberg (1941).

Loin de tenter de reproduire exactement l’Univers, le rôle de la si-
mulation en astrophysique est de pouvoir tester un modèle théorique
dans des conditions que l’observation ne permet pas nécessairement.
Par exemple, les simulations de Kereš et al. (2005) suggèrent que le
modèle de formation des galaxies de White et Rees (1978) est au
mieux incomplet. Mais en cas de désaccord avec les observations,
faut-il nécessairement jeter la théorie ? Il n’est pas possible de recréer
un Univers de poche ou de se rendre dans un Univers parallèle où
les règles seraient différentes. C’est là que les simulations prennent
leur sens : comme expériences numériques. En enregistrant la tempéra-
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ture maximale des particules dans leur simulation, Kereš et al. (2005)
suggèrent l’existence d’un mode « froid » d’accrétion. Évidemment,
ces simulations présentent elles-mêmes des limitations, mais le gain
en complexité par rapport à un modèle analytique peut par exemple
permettre de mieux guider les observations nécessaires à la vérifi-
cation du modèle. En ce sens, les simulations numériques et les ob-
servations forment les outils permettant de falsifier une théorie en
astrophysique.

1.4 structure de la thèse

L’enjeu de cette thèse a été d’étudier la formation des galaxies
à grand redshift dans un contexte cosmologique, en utilisant des
méthodes de simulation numérique couplant le rayonnement à la
matière. Deux objets physiques ont fait l’objet d’une attention par-
ticulière : les premières galaxies et leur contribution à la réionisa-
tion de l’Univers, et les sources étendues (« blobs ») de rayonnement
Lyman-α observées à z ∼ 3 révélant peut-être le début de la structure
filamentaire de la « toile cosmique ». Ce manuscrit est structuré en
deux parties.

Tout d’abord, nous présenterons les différentes techniques numé-
riques utilisées au cours de cette thèse. Le chapitre 2 introduit la
méthode utilisée pour les simulations avec le code Ramses-RT, qui
permet de résoudre simultanément les équations de la gravité, de
l’hydrodynamique et du transfert de rayonnement dans un contexte
cosmologique. Le chapitre 3 décrit les fondements du transfert radia-
tif de la raie Lyman-α de l’hydrogène, et explicite le fonctionnement
du code MCLya, auquel j’ai contribué au début de cette thèse en in-
troduisant le traitement de l’émission diffuse et du transfert polarisé.

La seconde partie du manuscrit aborde les applications et résul-
tats obtenus pendant la thèse. Le chapitre 4 présente les simulations
cosmologiques de galaxies naines à grand redshift qui ont été utili-
sées pour mesurer la fraction d’échappement des photons pendant la
réionisation. L’emphase sera mise sur les processus régulant l’échap-
pement des photons, et on montrera que c’est essentiellement le feed-
back des supernovae qui, en contrôlant les propriétés du milieu inter-
stellaire, permet aux photons de rejoindre le milieu intergalactique.
On étudiera ensuite à l’aide d’un modèle simplifié les propriétés ob-
servables de ces galaxies dans le chapitre 5. Enfin, dans le chapitre 6.3,
on présente les résultats du post-traitement d’une simulation d’hydro-
dynamique radiative modélisant un « blob » Lyman-α, en particulier
les propriétés de polarisation du rayonnement Lyα observé.





Première partie

M É T H O D E S N U M É R I Q U E S

Dans cette première partie, nous allons établir les fonde-
ments méthodologiques nécessaires aux simulations nu-
mériques de formation des galaxies (chapitre 2) en insis-
tant sur le transfert de rayonnement ionisant, puis nous
présenterons les bases du transfert résonant de la raie
Lyman-α.
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Science is what we understand well enough to explain to a computer.
Art is everything else we do.
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Dans ce chapitre, nous allons présenter le code Ramses, avec le- Raffinement
Adaptatif de
Maille
Sans
Effort
Surhumain

quel ont été réalisées les différentes simulations hydrodynamiques
de cette thèse. Ramses est un code à grille adaptative qui a vocation
a être utilisé pour résoudre une large variété de problèmes astrophy-
siques. Initialement développé par Teyssier (2002) pour étudier la
formation des galaxies, il a par la suite été enrichi par une large base
d’utilisateurs. La première version de Ramses permettait de résoudre
les équations de l’hydrodynamique et de la gravité pour suivre l’évo-
lution couplée de la matière noire et du gaz. Depuis cette mouture
initiale, de nombreux modules y ont été incorporés : certains per-
mettent de résoudre de nouvelles équations, comme la modélisation
des champs magnétiques (Fromang et al., 2006 ; Masson et al., 2012)
ou du transfert radiatif (Aubert et Teyssier, 2008 ; Commerçon et
al., 2011 ; Rosdahl et al., 2013) ; tandis que d’autres modélisent des
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processus avec des modèles sous-grille, comme la formation d’étoiles
(Rasera et Teyssier, 2006), le feedback des supernovae (Dubois et
Teyssier, 2008 ; Kimm et al., 2015), ou formation de trous noirs su-
permassifs et leur rétroaction sur le gaz environnant (Dubois et al.,
2010). La large gamme de processus physiques implémentés dans le
code a permis d’en diversifier les applications : outre la formation
des galaxies, Ramses est aujourd’hui utilisé pour étudier leur dyna-
mique (Bournaud et al., 2011 ; Teyssier et al., 2010), les nuages mo-
léculaires (Geen et al., 2015a ; Iffrig et Hennebelle, 2015) et la for-
mation d’étoiles (Hennebelle et al., 2011 ; Hennebelle et Fromang,
2008), et même les disques protoplanétaires (Faure et al., 2014).

Dans une première section 2.1, nous allons introduire le concept
des simulations numériques sur une grille. La section 2.2 présente
ensuite les méthodes de résolution implémentées dans Ramses pour
suivre l’évolution d’un fluide autogravitant, et dans la section 2.3,
les conditions spécifiques aux simulations de galaxies sont spécifiées.
Enfin, on décrit dans la section 2.4 le traitement du transfert radiatif.

Notons avant tout que ce chapitre a pour ambition principale d’in-
troduire les méthodes numériques de Ramses pertinentes pour cette
thèse, et n’a pour but ni de proposer un guide d’utilisation du code 1,
ni de traiter en détail des notions d’analyse numérique qui sont pré-
sentées dans des ouvrages plus spécialisés, comme ceux de Toro
(1999) ou Bodenheimer et al. (2007).

2.1 simulations numériques

La méthode scientifique, depuis le XVIIe siècle et les travaux fon-
dateurs de Newton (1687), se base sur un formalisme mathématique
pour décrire les phénomènes observés. Le rôle d’une simulation étant
de modéliser ces phénomènes physiques à l’aide d’un dispositif numé-
rique, la première étape est la traduction d’un système d’équations
(continue) dans une forme (discrète) qui peut être comprise et résolue
par un ordinateur. Dans cette section, nous allons étudier comment
un problème de dynamique des fluides peut être modélisé numéri-
quement.

2.1.1 Grilles et particules

Il existe essentiellement deux façons de discrétiser les équations, cha-
cune reflétant une vision différente. La première méthode consiste à
discrétiser le volume en cellules formant une grille, et à décrire l’évo-
lution au cours du temps des propriétés du fluide en tout point de
cette grille. C’est un point de vue fondamentalement eulérien. Ces
méthodes en grille sont naturellement issues des techniques de réso-

1. https://bitbucket.org/rteyssie/ramses/wiki/ramses_ug.pdf
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lutions approchées des équations différentielles comme les méthodes
d’Euler ou de Runge-Kutta. Leur précision dépend entre autre de la
taille de la cellule qui détermine la résolution spatiale. Dans des ap-
plications astrophysiques, et plus particulièrement pour l’étude de
la formation des structures en cosmologie, les méthodes eulériennes
se sont très rapidement heurtées au fait qu’une grille régulière n’est
pas adaptée pour décrire un grand contraste de densité. En effet, si
l’on veut décrire la formation des structures, il est nécessaire d’avoir
une résolution suffisante pour suivre l’effondrement du gaz ou dé-
crire correctement les chocs dans le fluide, ce qui devient très rapi-
dement très coûteux. Pour pallier ces limitations, Berger et Oliger
(1984) puis Berger et Colella (1989) ont introduit l’idée d’une grille
adaptative, ou AMR (pour adaptive mesh refinment), permettant d’avoir
une meilleure résolution (en raffinant la grille) dans les régions plus
denses, ou là où le gaz subit des chocs. Il existe aujourd’hui de nom-
breux codes AMR dédiés à la formation des galaxies, parmi lesquels
Art (Kravtsov et al., 1997), Flash (Fryxell et al., 2000), Ramses
(Teyssier, 2002), Enzo (Bryan et al., 2014).

L’autre grande famille de méthodes numériques, introduite simul-
tanément par Lucy (1977) et Gingold et Monaghan (1977) pour
l’étude de la physique stellaire, aborde le problème en suivant des
éléments de fluide sous forme de particules, dans une description
quasi-lagrangienne 2. Les particules suivent naturellement l’évolution
du fluide, de sorte que la densité en tout point est déterminée par
le nombre de particules présentes localement. À chacune des parti-
cules est associée une fonction de lissage, qui correspond à la densité
de probabilité de trouver un élément de fluide autour de la particule.
En raison de ce lissage, on appelle cette famille de méthodes Smoothed
Particle Hydrodynamics, ou SPH. Contrairement aux codes en grilles, la
résolution spatiale n’est pas donnée par une taille intrinsèque de l’élé-
ment de résolution, mais par l’échelle caractéristique de la fonction de
lissage, appelée longueur de lissage. Les principaux représentants des
codes SPH utilisés pour l’étude des galaxies sont Gasoline (Wadsley
et al., 2004) et Gadget (Springel, 2005, pour la version originale).

Il existe également des méthodes intermédiaires, discrétisant le vo-
lume sur une grille déformable se déplaçant avec le fluide et retrou-
vant ainsi une approche quasi-lagrangienne (Gnedin, 1995). En rai-
son de la difficulté de gérer l’évolution de la forme des cellules, ces
techniques ont été rapidement abandonnées pour les simulations cos-
mologiques, même si ces dernières années, elles semblent retrouver
un certain succès, avec le développement de codes comme Arepo
(Springel, 2010) et Gizmo (Hopkins, 2015).

2. À strictement parler, cette méthode n’est pas tout à fait lagrangienne. Il fau-
drait pour cela suivre les éléments de fluide dans l’espace des phases, et non pas
dans l’espace classique.
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Par construction, les codes SPH ont l’avantage de pouvoir suivre
les concentrations de matière, et vont donc permettre, à nombre d’élé-
ments de résolution constant, d’avoir en général une meilleure résolu-
tion spatiale. Inversement, parce qu’ils suivent les propriétés du gaz
en tout point de l’espace, les codes AMR vont permettre d’avoir une
meilleure (ou au moins une moins mauvaise) résolution dans les ré-
gions vides, ce qui peut être crucial pour le transfert de rayonnement,
par exemple. De même, ces codes vont en général être plus adaptés
pour résoudre les chocs dans le fluide. Les codes SPH vont généra-
lement avoir tendance à sous-estimer la diffusion numérique, tandis
que les codes AMR la sur-estiment. Toutes ces méthodes ont leurs
limitations, et de nombreux projets de comparaison de codes ont vu
le jour depuis une quinzaine d’années (Agertz et al., 2007 ; Frenk
et al., 1999 ; Kim et al., 2014 ; Scannapieco et al., 2012) pour étudier
l’impact de ces différences sur les modèles de formation des galaxies.

2.1.2 Simulations à N corps

Dans Ramses, la matière noire et les étoiles sont décrites à l’aide
de particules dites « non collisionnelles », c’est-à-dire que leur dyna-
mique n’est régie que par la gravité. Nous reviendrons dans la sec-
tion 2.3.3 sur les détails de cette modélisation pour les étoiles.

Il est important de remarquer que la description de la matière noire
comme un ensemble de particules n’est en rien liée à la nature phy-
sique de la matière noire. En effet, dans le modèle ΛCDM, sous l’hy-
pothèse que la matière noire est composée de WIMPs d’énergie de
l’ordre de 100 GeV (voir par exemple Gelmini, 2015), la masse de ces
WIMPs correspond à une masse d’environ 2 × 10−22 g. En comparai-
son, la masse du halo de matière noire de la Voie Lactée est de l’ordre
de 1012 M� , et contient donc environ 1067 WIMPs. Il est absolument
inenvisageable de décrire individuellement chacune de ces particules
et leur dynamique. Dans un contexte numérique, on utilisera donc le
terme de particule uniquement pour rappeler que les équations d’évo-
lution de la matière sont implémentées en adoptant une approche
lagrangienne : on suit les trajectoires de ces particules, représentant
une quantité de matière noire dépendant de la résolution de la simu-
lation. Dans une simulation cosmologique, une particule de matière
noire aura une masse variant entre 103 à 107 M� .

Les trajectoires x(t) de ces particules sont alors les solutions de
l’équation du mouvement résultant du principe fondamental de la
dynamique :

d2x

dt2
= −∇Φ (2.1)

où Φ est le potentiel gravitationnel, qui s’exprime comme

Φ(x, t) = −G

∫
ρtotal(x

′, t)
|x − x ′|

d3x ′. (2.2)
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Dans l’expression précédente, on a noté ρtotal le champ de densité
total (matière noire, gaz, étoiles, poussières, . . . ). Dans Ramses, la ré-
solution de l’équation (2.1) est réalisée par un intégrateur numérique
du second ordre utilisant un schéma prédicteur-correcteur (Teyssier,
2002, équations 5 à 7).

2.1.3 Ramses : un code adaptatif

structure de la grille Dans Ramses, la grille est raffinée cel-
lule par cellule (cell-based AMR), et utilise une structure d’arbre ap-
pelée octree hiérarchique. Plus spécifiquement, le code suit le schéma
proposé par Khokhlov (1998) de fully threaded tree, où l’élément fon-
damental de la grille n’est pas une cellule, mais un oct, regroupant
huit 3 cellules. Chaque oct parent va pointer vers ses huit cellules filles,
chacune desquelles sera à son tour divisée en huit, et ainsi de suite.
Dans Ramses, ces liens sont représentés sous forme de listes liées. À
chaque oct au niveau � correspond un pointeur vers sa cellule mère
au niveau �− 1 (father) et un pointeur vers chacune des six cellules
voisines (nbor) également au niveau �− 1. Ces cellules appartiennent
toutes à des octs au niveau �− 1. De plus, pour chacune des huit cel-
lules filles, on a un pointeur vers chacun de les octs correspondants
(son) au niveau �+ 1. Dans le cas où l’une des cellules n’est pas raffi-
née, on parlera de cellule feuille, et dans ce cas, son = 0. La figure 2.1
illustre la structure hiérarchique d’un tel arbre, et des pointeurs cor-
respondants. L’ensemble de la grille est décrite avec cette structure :
la cellule de niveau � = 0 contient en fait toute la boîte de simulation.
Aussi, la résolution initiale de la grille est donnée par le niveau mini-
mum �min, typiquement de l’ordre de �min = 8− 10, correspondant à
entre 2563 et 10243 éléments de résolution.

Ramses permet aisément de spécifier des critères de raffinement lo-
caux, en plus de contraintes géométriques. Le critère local le plus
simple est dit « quasi lagrangien », dans le sens où l’on impose le
raffinement en fonction de la densité locale. En trois dimensions, si
une cellule au niveau � a une taille Δx, on impose le raffinement
si ρ > Mc

Δx3 , où Mc est une masse caractéristique, typiquement cor-
respondant à la masse de 8 particules de matière noire. Avec un tel
critère de raffinement, une grille AMR comme celle de Ramses va
suivre de façon optimale les régions de grande densité. Notons enfin
que dans Ramses, une cellule au niveau � ne peut avoir pour voisines
que de cellules au niveau �− 1, � ou �+ 1, permettant ainsi une tran-
sition lisse entre les zones à haute résolution et le reste de la grille.

Il existe un autre type de structure de grille adaptative, dont le
principe repose sur l’utilisation de blocs (ou patches) de cellules. Au

3. On ne devrait parler d’octree qu’en trois dimensions. En dimension n, l’entité
élémentaire se compose de 2n cellules. En 2D, on devrait par exemple parler de
quadtree.
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�+ 1

son

�

father nbor

�− 1

Figure 2.1 – Structure en octree de Ramses. Un oct pointe vers sa cellule
mère, les cellules voisines de sa cellule mère, et chaque cellule
fille de l’oct pointe vers leur oct.

lieu de subdiviser les cellules à chaque niveau, des codes comme
Enzo (Bryan et al., 2014) ou Flash (Fryxell et al., 2000) vont raffi-
ner des régions entières. Les deux méthodes ont leurs avantages et
leurs inconvénients. La structure d’octree employée dans Ramses a
l’avantage d’être très économe en mémoire, puisqu’elle permet de ne
raffiner que là où c’est nécessaire, alors que les méthodes patch-based
seront plus gourmandes en mémoire. De plus, l’implémentation en
octree permet de réutiliser la même structure d’arbre à la fois pour
l’évaluation du potentiel gravitationnel et pour la résolution des équa-
tions hydrodynamiques. D’un autre côté, l’utilisation de tels patches
permet d’implémenter plus facilement des solveurs d’ordres élevés,
alors que la structure en octree impose de chercher les cellules voi-
sines, opération qui peut être coûteuse en temps.

pas de temps adaptatif En plus d’utiliser une grille adapta-
tive pour la discrétisation spatiale, il est également possible d’utiliser
un pas de temps adaptatif. Dans Ramses, un niveau � fera un pas de
temps quand le niveau �+ 1 en fait deux. Afin de garder les différents
niveaux aussi synchronisés que possible, la fonction amr_step(�) de
Ramses, qui regroupe l’ensemble des opérations nécessaires à faire
avancer la simulation d’un pas de temps au niveau � au suivant, a une
structure récursive ; amr_step(�) appelle amr_step(�+ 1). Lorsque le
niveau �+ 1 a avancé de deux pas de temps, le niveau � est autorisé
à avancer d’un pas de temps, et ainsi de suite. La figure 2.2 présente
cette hiérarchie de pas temps pour le cas d’une grille avec trois ni-
veaux.
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Figure 2.2 – Hiérarchie des pas de temps dans Ramses. L’évolution se fait
du niveau le plus fin vers le niveau le plus bas.

2.2 hydrodynamique numérique

En dehors de la matière noire qui structure l’évolution de la matière
à grande échelle, le gaz est l’ingrédient principal de la formation des
galaxies. Si l’on veut modéliser les processus régissant la naissance et
l’évolution des galaxies, il est nécessaire de suivre la dynamique du
gaz, de l’évolution linéaire à très grande échelle jusqu’aux instabilités
dynamiques menant à la formation d’étoiles. Dans cette section, nous
allons présenter les méthodes implémentées dans Ramses dans ce
but.

2.2.1 Formulation eulérienne de l’hydrodynamique

En adoptant une approche eulérienne de la mécanique des fluides,
les équations gouvernant l’évolution d’un fluide peuvent se réécrire
comme un ensemble de lois de conservation pour les quantités telles on utilisera les

termes « moment »
et « impulsion » de
façon
interchangeable

que la masse, l’impulsion ou l’énergie. Pour un fluide idéal (sans
dissipation thermique ni viscosité) soumis uniquement à un potentiel
gravitationnel Φ(x, t), on peut écrire ces équations de conservation
comme suit :

∂ρ

∂t
+∇ · (ρu) = 0

∂ρu

∂t
+∇ · (ρu ⊗ u + PI) = − ρ∇Φ

∂ρE

∂t
+∇ · ((ρE+ P)u) = − ρu · ∇Φ+ ρ2Λ(ρ, ε)

(2.3)

Dans ces expressions, on a noté la densité comme ρ(x, t), le vecteur
vitesse u(x, t), et l’énergie volumique totale E(x, t) en tout point x et à
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tout instant t, en omettant les arguments (x, t) par souci de lisibilité.
L’énergie totale du fluide E est définie comme

E = ρE = ρ

(
ε+

1

2
u · u

)
, (2.4)

où ε est la densité volumique d’énergie spécifique, et P(x, t) est la
pression du gaz, et Λ(ρ, ε) est la fonction de refroidissement discutée
dans la section 2.3.2, qui décrit les processus de chauffage et de
refroidissement radiatif. On regroupera sous l’appellation équations
d’Euler l’ensemble de ce système d’équations, même si à proprement
parler, l’équation d’Euler n’exprime en fait que la conservation du
moment. Ces équations découlent de la conservation du volume du
fluide dans l’espace des phases ; on retrouvera ces expressions dans
l’appendice A.1. Dans le cas où le fluide est autogravitant (en l’ab-
sence de champ extérieur), on adjoint à ce système l’équation de Pois-
son, qui permet de spécifier le champ gravitationnel généré par une
distribution de masse ρ(x, t) :

ΔΦ = 4πGρ, (2.5)

où Δ = ∇2 est l’opérateur Laplacien et G est la constante de gravita-
tion universelle.

Sous cette forme, le système n’est pas clôt : il manque en effet une
équation d’évolution (ou de conservation) pour la pression P. La fa-
çon la plus simple de fermer ce système d’équations est d’imposer
une relation, appelée équation d’état entre P, ρ, u et E. Dans le contexte
de la formation des galaxies, le modèle du gaz parfait est en général
bien adapté, et l’équation d’état impose

P = (γ− 1)ρε (2.6)

où γ est appelé indice adiabatique, et dépend de la composition du
gaz. Dans le cas d’un gaz parfait monoatomique (un gaz d’hydrogène
neutre, par exemple), γ = 5

3
. On peut alors exprimer la température

d’un gaz parfait comme P = ρkBT
μmH

, où μ est la masse moléculaire
moyenne du gaz, mH la masse d’un atome d’hydrogène, et kB est la
constante de Boltzmann. On peut alors directement relier la densité
d’énergie spécifique à la température :

ε =
kBT

(γ− 1)μmH
. (2.7)

Il est fréquent de réécrire ces équations de conservation sous la
forme générale suivante :

∂U

∂t
+∇ · (F (U)) = S(U). (2.8)
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Le vecteur U contient l’ensemble des variables décrivant le fluide, le
tenseur F(U) est appelé flux hyperbolique, et S est un terme source. Ils
s’expriment en coordonnées cartésiennes comme

U =

⎛
⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

ρ

ρux

ρuy

ρuz

ρE

⎞
⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠

, S(U) =

⎛
⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

0

ρ∂xΦ

ρ∂yΦ

ρ∂zΦ

−ρu · ∇Φ+Λ(ρ, ε)

⎞
⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠

,

F(U) =

⎛
⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

ρux ρuy ρuz

ρu2
x + P ρuxuy ρuxuz

ρuyux ρu2
y + P ρuyuz

ρuzux ρuzuy ρu2
z + P

(ρE+ P)ux (ρE+ P)uy (ρE+ P)uz

⎞
⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠

.

(2.9)

Cette forme générale est caractéristiques des problèmes hyperboliques.
On décrira dans la section suivante 2.2.2 la méthode de Godunov
implémentée dans Ramses pour résoudre ce système d’équations.

Notons enfin que le fait que les équations d’Euler s’écrivent comme
équations de conservation permet de démontrer que lorsque le fluide
traverse une discontinuité, les quantités ρ, ρu et ρE sont conservées.
En partant de l’expression (2.8), on peut déduire les conditions de
Rankine-Hugoniot (Rankine, 1870), qui décrivent l’état du fluide des
deux côtés d’une discontinuité. Dans le référentiel de la discontinuité,
ces conditions s’écrivent

ρ1u1 = ρ2u2

ρ1u1
2 + P1 = ρ2u2

2 + P2

u1(ρ1E1 + P1) = u2(ρ2E2 + P2)

(2.10)

2.2.2 Méthode de Godunov

Dans cette section,
nous suivons la
revue de Teyssier
(2015). On trouvera
dans Toro (1999)
une présentation
bien plus détaillée
des méthodes
numériques
ébauchées ici.

Dans Ramses, les équations d’Euler sont résolues avec une ap-
proche par volumes finis. Dans ce formalisme, la valeur des variables
U dans une cellule i de volume Vi à un instant tn correspondant au
pas de temps n s’exprime comme

Un
i =

1

Vi

∫
Vi

U(x, tn)dV . (2.11)

L’objectif principal du solveur hydrodynamique est de déterminer
l’état du système Un+1

i au pas de temps tn+1 = tn +Δt en connais-
sant les valeurs Un

i en tout point i de la grille à un instant n. En
intégrant la forme conservative des équations d’Euler en l’absence de
terme source, on peut en obtenir une solution formelle de la forme

Un+1
i = Un

i −
Δt

Vi

∫
Si

F · ndS, (2.12)
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où Si décrit la surface de la cellule i et F = 1
Δt

∫tn+1

tn
F(x, t)dt est la va-

leur moyenne du flux hyperbolique en x entre tn et tn+1. Ainsi, tout
l’enjeu de la résolution des équations d’évolution du fluide sur grille
réside dans le calcul de la valeur du flux F aux bords des cellules.

u(x)

x

x0

uL

uR

Figure 2.3 – Problème de Riemann : uL et uR décrivent l’état du système
autour d’une discontinuité en x0.

Cette nouvelle formulation permet de faire apparaître localement
le problème de Riemann. Formellement, il s’agit de décrire l’évolution
d’un système gouverné par une équation d’advection tout en res-
pectant les conditions de Rankine-Hugoniot (2.10), lorsque les condi-
tions initiales sont constantes de part et d’autre d’une discontinuité,
comme illustré sur la figure 2.3. Dans le contexte de la résolution des
équations d’Euler sur une grille, l’analogie avec le problème de Rie-
mann permet de calculer le flux à travers les frontières des cellules.
Il existe une multitude de solveurs de Riemann, et la monographie de
Toro (1999) analyse en détail le problème de Riemann du point de
vue du numéricien. Le choix d’un solveur dépendra du problème
à résoudre ; il faut en général trouver un compromis entre efficacité
(en temps, en mémoire, . . . ) du solveur, diffusivité (à quel point une
discontinuité est « étalée »), stabilité numérique, etc. Dans Ramses,
différents solveurs sont disponibles, et on utilise en général le sol-
veur HLLC (pour Harten, Lax, van Leer - Contact, Toro et al. 1994). Il
reste encore à déterminer l’état du système de part et d’autre de la
discontinuité. Pour cela, il va falloir reconstruire U aux bords d’une
cellule, sachant que la valeur moyenne dans la cellule est donnée par
Un

i . Les schémas du premier ordre font l’hypothèse que dans une cel-
lule, les valeurs sont constantes et valent Un

i . Il existe des méthodes
d’ordres supérieurs, qui interpolent U avec des polynômes d’ordres
de plus en plus élevés ; le schéma du second ordre MUSCL (Monotone
Upstream-centered Scheme for Conservative Laws) employé dans Ramses
utilise par exemple une interpolation linéaire par morceaux (piecewise
linear method).

En présence d’un terme source, on peut en général utiliser une ap-
proche dite d’operator splitting, qui consiste à séparer le problème : on
résout d’abord l’évolution hyperbolique sans source pour déterminer
un état intermédiaire, puis on fait évoluer cet état intermédiaire en
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ne tenant compte que du terme source 4. Si on note Un l’état au pas
de temps n, Ũn+1 l’état intermédiaire et Un+1 l’état au pas de temps
n+ 1, on a schématiquement :

Ũn+1 − Un

Δt
+∇ · F(Un) = 0

Un+1 − Ũn+1

Δt
= S(U)

(2.13)

Jusqu’à présent, nous avons utilisé la notion de pas de temps Δt sans
précaution particulière. Néanmoins, pour assurer la stabilité de la
solution, il est nécessaire de contraindre le pas de temps. Dans un cas
d’advection pure, par exemple, le schéma numérique n’est stable que
si la vitesse de propagation d’une onde ne dépasse pas une cellule
par pas de temps. Cette condition de stabilité, appelée condition de
Courant (ou de Courant–Friedrichs–Lewy) se généralise aux schémas
numériques présentés précédemment, et s’exprime comme

VΔt

Δx
� C, (2.14)

où V est la vitesse de l’onde la plus rapide considérée, et C ∈ [0, 1]

est le nombre de Courant. Dans les simulations présentées dans cette
thèse, on prend C � 0.8. Pour un code avec une grille et un pas de
temps adaptatifs comme Ramses, cette condition s’applique à tous
les niveaux. Néanmoins, la structure en octree de Ramses impose
que (Δt)	 = 2(Δt)	−1, et (Δx)	 = 2(Δx)	−1, donc on peut utiliser un
seul et même nombre de Courant pour tous les niveaux de la grille.

2.2.3 Équation de Poisson

Dans le cas où le terme source des équations d’Euler est lié à la
gravité, il faut résoudre l’équation de Poisson (2.5) pour déterminer
le potentiel gravitationnel Φ en tout point.

L’équation de Poisson est en fait équivalente à l’expression (2.2),
qui nécessite de connaître la densité totale en tout point. Cette den-
sité totale s’exprime comme la somme des densités de gaz, de ma-
tière noire, et éventuellement d’étoiles. On a vu que dans Ramses, les
étoiles et la matière noire sont décrites à l’aide de particules, il est
donc nécessaire d’interpoler sur une grille les densités stellaires et de
matière noire. Ramses utilise pour cela la méthode Cloud In Cell ou
CIC (Hockney et Eastwood, 1981), qui consiste à considérer chaque
particule comme un « nuage » ayant la forme d’une cellule centrée sur
la position de la particule, et d’assigner une fraction de la masse aux

4. Cette approche est valide tant que le problème n’est pas raide, c’est-à-dire tant
que les processus liés aux termes sources sont très lents par rapport aux vitesses de
propagation liées au transport purement hydrodynamique. C’est le cas d’un terme
source lié au potentiel gravitationnel, mais pas lorsque des processus d’évolution
chimique interviennent, par exemple.
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cellules recouvertes par le nuage. La figure 2.4 illustre la méthode
d’assignement CIC en deux dimensions. Le noyau de lissage est une
fonction constante valant 1 dans le nuage, et 0 à l’extérieur. La frac-
tion de masse assignée à chaque cellule correspond alors à la fraction
du volume du nuage dans chaque cellule. Il existe d’autres schémas
d’interpolation, comme le schéma nearest grid point, qui consiste à assi-
gner toute la masse à la cellule la plus proche (le noyau de lissage est
alors une fonction de Dirac), ou triangular shaped cloud, où le noyau de
lissage devient une fonction linéaire décroissante depuis la position
de la particule.

Figure 2.4 – Assignement Cloud In Cell en deux dimensions.

On peut maintenant intégrer l’équation (2.2) pour obtenir le poten-
tiel gravitationnel. Ramses utilise pour cela une méthode par transfor-
mée de Fourier : l’équation (2.2) correspond à un produit de convolu-
tion, qui a l’agréable propriété de s’exprimer comme un simple pro-
duit dans l’espace de Fourier. En notant Φ̂ la transformée de Fourier
de Φ et ρ̂ celle de ρ, on peut montrer que

Φ̂(k) = −
4πG

k2
ρ̂(k), (2.15)

ce qui permet de calculer Φ̂ à moindre coût : il existe des algo-
rithmes extrêmement efficaces pour calculer des transformées de Fou-
rier, comme l’algorithme FFT (Fast Fourier Transform). Il suffit alors
d’effectuer la transformée de Fourier inverse pour obtenir Φ.

Une fois que l’on a calculé le potentiel gravitationnel Φ, il suffit
de différencier ∇Φ sur la grille pour obtenir l’accélération en tout
point. Pour déterminer l’accélération des particules (matière noire et
étoiles), il faut réaliser l’opération inverse de l’interpolation précé-
dente. On peut montrer (Hockney et Eastwood, 1981) qu’il est pour
cela nécessaire d’utiliser exactement le même noyau de lissage que
pour l’interpolation.

Notons toutefois que si ce schéma de résolution est très simple sur
une grille régulière, l’emploi d’une grille AMR complexifie sensible-
ment les choses, à la fois pour le calcul du champ de densité et parce
que les algorithmes de transformée de Fourier ne sont optimisés que
pour une grille régulière.
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2.3 simulations de galaxies

Nous allons maintenant présenter les ingrédients spécifiques aux
simulations de formation de galaxies : comment préparer une telle
simulation (2.3.1), comment déterminer l’évolution thermique du gaz
(2.3.2), et enfin comment modéliser la formation d’étoiles et les super-
novae (2.3.3).

2.3.1 Conditions initiales et zooms

Les simulations de galaxies ont pour objectif de décrire la forma-
tion des structures au-delà du régime linéaire, lorsque les modèles
analytiques ne suffisent plus. Nous avons présenté dans la section 2.2
le système d’équations à résoudre pour suivre l’effondrement du gaz
et de la matière noire sur les galaxies. Toutefois, pour que la théorie
soit complète, il reste encore à imposer un jeu de conditions initiales.

Pour une simulation cosmologique, ces conditions sont connues :
on prend l’état de l’Univers juste à la fin du régime linéaire, dé-
terminé en faisant évoluer une réalisation du spectre de puissance
des perturbations dans le régime linéaire (voir par exemple Peebles,
1980). L’Univers ainsi produit ne correspondra pas au nôtre, dans
le sens où même avec une simulation « exacte », on ne trouvera pas
d’analogue exacte à la Voie Lactée ou au Groupe Local 5. En revanche,
statistiquement, on devrait retrouver le même comportement pour la
simulation et les observations.

L’outil principal pour générer de telles conditions initiales lisibles
par Ramses est le code Music 6 (pour MUlti-Scale Initial Conditions,
Hahn et Abel 2011). À partir des paramètres cosmologiques (les
densités de matière Ωm, d’énergie sombre ΩΛ et de baryons Ωb ;
la constante de Hubble H0, la normalisation du spectre de puissance
σ8, . . . ) et des paramètres pour la simulation (comme la taille de la
boîte, la résolution en matière noire, . . . ), Music va créer une série de
fichiers contenant les positions et vitesses des particules de matière
noire au début de la simulation, et le champ de densité correspondant.
Dans les simulations présentées ici, on adopte un modèle cosmolo-
gique ΛCDM, avec des paramètres issus des résultats des missions
Planck (Planck Collaboration et al., 2014, pour les chapitres 4 et
5) et WMAP (Komatsu et al., 2011, pour le chapitre 6) ; le spectre de
puissance est tiré de Eisenstein et Hu (1998).

Cette démarche a néanmoins des limites lorsque l’on cherche à
étudier une galaxie avec une haute résolution. Les architectures mo-
dernes de calcul peuvent raisonnablement simuler une région d’uni-

5. Il existe quelques tentatives pour simuler la formation du Groupe Local en
utilisant des contraintes cinématiques sur les galaxies proches, comme par exemple
le projet CLUES https://www.clues-project.org/.

6. Disponible sur https://bitbucket.org/ohahn/music.
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vers avec 10243 particules de matière noire et le même nombre de
cellules (au niveau �min = 10 avec la structure AMR de Ramses). En
simulant une région d’Univers de 100 h−1Mpc de côté, chaque cellule
au niveau �min aura une taille Δx � 100 h−1kpc. Si l’on s’intéresse à
des petites galaxies, une résolution de 20 pc est un minimum absolu :
il faut rajouter au moins 12 niveaux à la grille. Si rien n’empêche
Ramses d’atteindre ce niveau de raffinement, une telle résolution
dans toute la région simulée s’avère très coûteux, tant en mémoire
qu’en temps et en espace disque. C’est pour cette raison que la tech-
nique du zoom a été développée. En limitant la zone où le raffinement
adaptatif est enclenché, on peut se permettre de suivre une région
avec une très haute résolution tout en gardant un environnement cos-
mologique correctement décrit. Cette approche s’applique aussi bien
à la grille sur laquelle évolue le gaz qu’aux particules de matière noire.
Music permet facilement d’échantillonner la région d’intérêt avec des
particules de matière noire moins massives (correspondant au niveau
�max, IC), tout en gardant une résolution plus grossière (�min, IC) dans
le reste du volume.

Pour préparer les conditions initiales du zoom, on réalise d’abord
une simulation « pre-flight » (à un niveau �min, IC � � � �max, IC), en
n’utilisant que le solveur à N corps pour la matière noire. Cette simu-
lation permet d’identifier les objets d’intérêt dans la boîte de simu-
lation. En identifiant les particules de matière noire présentes dans
le halo d’intérêt à la fin de cette première étape, on peut détermi-
ner la région dans les conditions initiales correspondant à cet objet.
Music peut alors préparer des conditions initiales multi-échelles, oùD’où le multi-scale

de Music la région raffinée sera au niveau �max, IC, tandis que la région exté-
rieure sera au niveau �min, IC. Ramses impose que deux cellules voi-
sines aient au plus une différence de niveau Δ� = ±1 ; on trouvera
donc une série de zones tampons entre la région du zoom et l’exté-
rieur, permettant une transition douce. Enfin, pour ne pas risquer de
« contaminer » le halo d’intérêt par des particules de matière noire
à basse résolution, la zone de raffinement est généralement élargie
jusqu’à quelques Rvir.

On a une hiérarchie de grilles imbriquées les unes dans les autres ;
combinant ainsi la description à grande échelle des structures cos-
mologiques et une haute résolution à petite échelle. Cette technique
permet de réaliser des simulations de galaxies avec des résolutions
spatiales pouvant atteindre quelques parsecs, et des particules de ma-
tière noire de seulement 1000 M� , nécessaires à résoudre les mini-
halos dans l’Univers encore jeune. Évidemment, par rapport aux si-
mulations modélisant une région d’Univers entière, on perd la possi-
bilité d’obtenir des résultats statistiquement significatifs. Néanmoins,
le gain en résolution permet de s’attaquer à des problèmes jusque là
inaccessibles aux simulations à plus grande échelle.
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Figure 2.5 – Simulation zoom dans une boîte de 10 h−1Mpc de côté. À
gauche : la hiérarchie des niveaux de raffinement dans les condi-
tions initiales. À droite : le résultat de la simulation à z � 6. Le
haut de la figure présente la hiérarchie des niveaux, et le bas
la distribution de matière noire. Dans la région du zoom, les
concentrations de matière noire sont raffinées, mais pas à l’ex-
térieur.

2.3.2 Fonction de refroidissement

L’une des conséquences des équations (2.3) gouvernant l’évolution
d’un gaz soumis à son propre champ de gravité présentées dans la
section 2.2 est que, pour qu’un nuage de gaz puisse s’effondrer et
former des étoiles, il est nécessaire qu’il puisse dissiper son énergie
d’une façon ou d’une autre. En effet, en l’absence de mécanisme de re-
froidissement, la pression thermique du gaz finira par être suffisante
pour s’opposer à la gravité et stoppera l’effondrement. Dans cette
section, nous allons présenter les principaux mécanismes de refroi-
dissement (et de chauffage) radiatifs mis en jeu dans le processus de
formation des galaxies. Le bilan net de ces mécanismes est générale-
ment présenté sous la forme de la fonction de refroidissement Λ(ρ, ε)

présentée précédemment.
On peut regrouper les échanges d’énergies entre rayonnement et

gaz en plusieurs grandes catégories, selon l’état des électrons mis en
jeu (Mo et al., 2010) :

— processus lié-lié (bound-bound, ou bb), correspondant à une tran-
sition électronique au sein d’un atome, et qui peut être causé
soit par une collision avec un électron, soit par l’absorption ou
l’émission d’un photon ;
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— processus lié-libre (bound-free, ou bf), correspondant soit à une
recombinaison d’un électron sur un ion, soit à l’ionisation d’un
atome ou d’un ion (qui peut être une photoionisation ou une
ionisation collisionnelle) ;

— processus libre-libre (free-free, ou ff), généralement appelé brem-
sstrahlung, où un électron libre est accéléré ou décéléré ;

— processus Compton et Compton inverse, où un électron libre
échange de l’énergie avec un photon du milieu.

Certains de ces phénomènes contribuent à chauffer le milieu (c’est le
cas des collisions et de la photoionisation), tandis que d’autres vont
retirer de l’énergie au gaz (comme les recombinaisons, ou le freinage
des électrons entraînant l’émission bremsstrahlung).

Pour résoudre la compétition entre ces différents mécanismes, il est
nécessaire de connaître à la fois l’état du gaz et celui du champ de
rayonnement. En particulier, la température, la densité et la compo-
sition chimique vont être déterminantes dans le calcul de la fonction
de refroidissement. En présence de rayonnement, il faut rajouter à ces
paramètres l’intensité et la distribution spectrale dudit rayonnement.
La fonction de refroidissement est alors obtenue en résolvant un sys-
tème raide d’équations non-linéaires couplées, et des codes dédiés
ont été développés uniquement pour répondre à ce besoin ; les plus
utilisés sont Cloudy (Ferland et al., 2013) et Mappings-III (Suther-
land et al., 2013). Un traitement complet des différents mécanismes
de chauffage et refroidissement du gaz est proposé par exemple dans
les ouvrages de Osterbrock et Ferland (2006) et Tielens (2005).

Il existe un cas particulier important, en l’absence de rayonnement
ionisant. Les phénomènes d’ionisation sont alors uniquement régis
par les collisions, et le gaz relaxe alors vers un état d’équilibre appelé
équilibre d’ionisation collisionnelle, ou CIE (pour collisional ionisation
equilibrium). Dans ce cas, l’état d’ionisation du gaz est fixé par la den-
sité ρ et la température T du gaz. La fonction de refroidissement est
alors fonction de ρ, T , et de la métallicité Z :

Λ = ΛCIE(T, Z) (2.16)

La figure 2.6 (Klessen et Glover, 2016) illustre ΛCIE(T) au delà de
T = 104 K pour du gaz à métallicité solaire, avec une composition
standard. Le pic à ∼ 2 × 104 K correspond au refroidissement radia-
tif par l’émission de photons Lyα, et en l’absence de métaux 7, c’est
le seuil minimum pour un refroidissement efficace. La forme exacte
de la courbe est donnée par la contribution des différentes espèces
chimiques en présence dans le gaz.

7. En réalité, les transitions de l’hydrogène moléculaire H2 permettent également
le refroidissement en deçà de 104 K en l’absence de métaux, ce qui peut être crucial
pour la formation des toutes premières étoiles, dites de population III (Abel et al.,
2002).
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Figure 2.6 – ΛCIE(T) pour Z = Z� = 0.02, basé sur les calculs de Gnat et
Ferland (2012) repris par Klessen et Glover (2016).

Malencontreusement, dans des applications cosmologiques et de
formation des galaxies, l’hypothèse de l’équilibre collisionnel n’est
que rarement vérifié. En présence de sources lumineuses ionisantes
comme des quasars ou des galaxies formant activement des étoiles,
le champ de rayonnement va dramatiquement affecter l’état du gaz.
Dès la fin de la réionisation, tout le milieu intergalactique est baigné
par un fond UV ionisant. Wiersma et al. (2009) étudient en détail
l’effet de la photoionisation sur l’équilibre thermique du gaz. Sur la
figure 2.7, on compare le taux de refroidissement Λ pour un gaz à
l’équilibre collisionnel (en bleu) et pour un gaz complètement photo-
ionisé (en rouge). Pour le gaz photoionisé, le seul processus de refroi-

Figure 2.7 – Λ(T) pour du gaz à l’équilibre collisionnel (en bleu) et com-
plètement photoionisé (en rouge). Les lignes continues corres-
pondent à Z = 0, et les tirets à Z = Z�. Figure tirée de Gnedin
(2016).
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dissement est le bremsstrahlung. Dans un cas plus réaliste où le gaz
n’est pas complètement photoionisé, mais où un équilibre de photo-
ionisation (PIE, pour photoionisation equilibrium), il est plus difficile de
déterminer la fonction de refroidissement.

Les codes comme Cloudy ont justement été construits dans l’op-
tique de pouvoir calculer l’état d’un gaz dans un champ de rayonne-
ment. Malheureusement, l’incorporation de ces codes dans des simu-
lations numériques est bien trop coûteuse pour être réalisable avec
les moyens de calcul actuels. Il a donc été nécessaire de développer
d’autres techniques pour modéliser l’effet du fond UV ionisant sur
le milieu intergalactique. L’approche retenue dans Ramses a été de
tabuler les valeurs de Λ en fonction de la densité de gaz, de la tempé-
rature, de la métallicité du gaz et du redshift (l’intensité du fond UV
évoluant avec z). Nous verrons dans la section suivante que Ramses-
RT, une extension de Ramses, permet de suivre explicitement l’état
d’ionisation de l’hydrogène et de l’hélium. Dans ce cas, leur contribu-
tion à la courbe de refroidissement peut être déterminée exactement
en fonction du champ de rayonnement.

2.3.3 Modèle stellaire sous-grille

Les simulations de galaxies, même à très haute résolution (voir par
exemple Hopkins et al., 2014 ; Renaud et al., 2013), ne résolvent ja-
mais explicitement la formation d’étoiles. La très grande dynamique
d’échelles spatiales en est la première cause : la taille typique d’une
étoile de type solaire (R� � 7 × 105 km) est de l’ordre de 10−13 fois
plus petite qu’une (petite) région cosmologique de 1 Mpc de côté.
Quand bien même cet obstacle serait dépassé, le problème n’en se-
rait pas simplifié pour autant : les processus dominant la formation
des galaxies ne sont pas les mêmes que ceux régissant la formation
d’étoiles. Il faudrait donc suivre une grande quantité de phénomènes
physiques complexes, comme les champs magnétiques, la formation
des poussières et de molécules plus ou moins complexes et leur cou-
plage au rayonnement, etc.

C’est pour cette raison que des modèles sous-grille ont été dévelop-
pés au début des années 1990 (Cen et Ostriker, 1992 ; Katz, 1992),
avec pour ambition de décrire la formation d’étoiles via une approche
phénoménologique. Des particules stellaires, découplées de l’évolution
hydrodynamique du gaz, sont utilisées pour modéliser des groupes
d’étoiles. Les paragraphes suivant décrivent les différents éléments
de ces modèles, de la formation d’étoiles aux explosions des superno-
vae.

2.3.3.1 Formation d’étoiles

Au fondement des modèles sous-grille de formation stellaire est
l’idée que le gaz dense et froid des nuages moléculaires doit pouvoir



2.3 simulations de galaxies 43

continuer à s’effondrer jusqu’à la formation d’étoiles, même si la réso-
lution numérique l’en empêche en pratique. Pour dépasser la limite
de résolution, les modèles découplent une partie du gaz de l’hydro-
dynamique, et enferment cette masse de baryons dans des particules.
Ces particules décrivent alors non pas une unique étoile, mais une
population stellaire, dont la masse dépend de la résolution de la simu-
lation. Entre les divers modèles sous-grille existants, les différences
viennent essentiellement du taux de formation d’étoiles et des condi-
tions à remplir pour autoriser la création de particules stellaires.

Le modèle historique de Ramses 8 pour la formation d’étoile a été
développé par Rasera et Teyssier (2006) et s’inspire de l’effondre-
ment d’un nuage moléculaire sur lui-même. À basse résolution, une
cellule à la densité ρ représente un tel nuage, et le gaz met un temps
t� proportionnel au temps de chute libre tff pour être totalement
converti en étoiles :

t� =
tff

ε�
(2.17)

où le paramètre ε� est appelé efficacité de formation stellaire. Le
temps de chute libre est défini comme

tff =

√
3π

32Gρ
∝ ρ−

1
2 (pour une sphère homogène) (2.18)

Afin de limiter la formation d’étoiles aux « nuages moléculaires », on
ajoute un critère de formation stellaire, en général sous forme de seuil
de densité ρth : si ρ < ρth, alors le taux de formation stellaire sera nul.
Là où le critère est rempli, le taux de formation d’étoiles ρ̇� est alors
déterminé comme

ρ̇� =
ρ

t�
= ε�

ρ

tff
∝ ρ

3
2 si ρ > ρth, (2.19)

en suivant la relation de Kennicutt-Schmidt (Kennicutt, 1998 ; Schmidt,
1959).

La formation d’étoiles est implémenté dans Ramses comme un pro-
cessus stochastique. Pendant un pas de temps Δt, une cellule de taille
Δx et à la densité ρ (et donc de masse mg = ρΔx3) va former N par-
ticules de masses m�, où N est tiré à partir d’une distribution de
Poisson P(N) = λN

N! e
−λ de paramètre λ = 〈N〉 :

λ =
mg

m�

Δt

t�
. (2.20)

La masse de baryons enfermée dans les particules stellaires est alors
retirée au gaz : mg −→ mg −Nm�. Lorsque N > 1, on rassemble les
particules de masse m� en une seule particule de masse M� = Nm�.

L’efficacité de formation stellaire ε� est un paramètre libre, qui doit
être calibré en fonction de la résolution de la simulation. Si l’on peut

8. Des modèles similaires ont été implémentés dans d’autres codes, par exemple
Gadget (Springel et Hernquist, 2003).
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résoudre l’échelle des nuages moléculaires, cette efficacité sera plus
grande que pour une simulation à basse résolution, où une galaxie
n’est décrite que par quelques cellules. En effet, si formellement l’ef-
fondrement d’un nuage de gaz est un problème invariant d’échelle
(le temps de chute libre est donné par une loi de puissance de la den-
sité), ce n’est pas réellement le cas de la formation d’étoiles. Divers
processus de rétroaction vont réduire l’accrétion du gaz, si bien que
l’efficacité de formation stellaire effective va changer en fonction de
la résolution. Les progrès dans la compréhension des mécanismes de
formation stellaire, ainsi que la résolution toujours plus haute des si-
mulations de galaxies ont poussé différentes équipes à améliorer ce
modèle sous-grille.

En s’appuyant sur les travaux de Federrath et Klessen (2012), De-
vriendt et al. ont élaboré une nouvelle formulation de la formation
d’étoiles 9. Au lieu d’utiliser une unique efficacité ε�, la routine de
formation stellaire de Ramses star_formation détermine une effica-
cité locale ε�(ρ, T,u), calibrée à partir de simulations de nuages molé-
culaires formant des étoiles suivant la prescription multi-échelles de
Hennebelle et Chabrier (2011). Dans nos simulations, une cellule
de gaz à la densité ρ0 correspond en fait à un nuage de gaz turbu-
lent avec une distribution de densité p(ρ) log-normale autour de ρ0.
La turbulence va compresser le gaz à certains endroits du nuage, et
au contraire rajouter un support de pression contre l’effondrement à
d’autres. En intégrant la distribution log-normale de densité du gaz
plus dense qu’un seuil scrit = ln

(
ρcrit
ρ0

)
donné par Padoan et Nord-

lund (2011), l’efficacité s’écrit sous la forme

ε� =
εacc

φt
exp

(
3

8
σ2
s

)(
1+ erf

(
σ2
s − s2crit√

2σ2
s

))
, (2.21)

où le facteur εacc � 0.5 représente la fraction de gaz rejetée dans le
milieu interstellaire par le processus de formation stellaire lui-même,
φt est un facteur introduit par Krumholz et McKee (2005) pour noter
l’incertitude sur l’estimation du temps de chute libre du nuage, et σ2

s

correspond à l’échelle typique de fluctuations de densité. Les termes
scrit et σs dépendent directement du rapport entre la dispersion de
vitesse σgas (qui dépend du champ de vitesse local u) et la vitesse
locale du son cs (qui dépend de ρ et T ).

Le critère permettant d’identifier les sites de formation d’étoiles a
lui aussi été modifié pour tenir compte de la turbulence. Le solveur
hydrodynamique de Ramses peut suivre l’effondrement du gaz lors-
qu’un nuage est instable au sens de Jeans (Binney et Tremaine, 1987,
par exemple) jusqu’à la limite de résolution Δx. Si à cette échelle,
le gaz reste instable (Δx � λJ), le modèle sous-grille de formationOn note λJ la

longueur de Jeans. d’étoiles est activé. Pour tenir compte de la turbulence aux échelles

9. Hopkins et al. (2013) ont développé un modèle similaire, mais pour lequel
l’efficacité ε� est fixée.
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inférieures à Δx, le nouveau modèle de formation stellaire de De-
vriendt et al. modifie le critère de stabilité en définissant une longueur
de Jeans turbulente,

λJ,t =
πσ2

gas +
√

36πc2sΔx
2ρ+ π2σ4

gas

6GρΔx
. (2.22)

Si Δx � λJ,t, alors le gaz dans la cellule de taille Δx peut continuer à
s’effondrer jusqu’à ultimement former des étoiles. En raison de l’ajout
d’un terme de turbulence, ce modèle est décrit comme gravoturbulent
ou thermoturbulent.

Figure 2.8 – Comparaison des deux modèles de formations d’étoiles. À
gauche, le modèle classique en densité, et à droite le modèle
gravoturbulent.

La figure 2.8 compare deux simulations de galaxies isolées iden-
tiques en tout point (conditions initiales, feedback des supernovae, re-
froidissement radiatif, . . . ) sauf pour la formation d’étoile. À gauche,
le critère standard de densité a été utilisé, tandis que l’image de droite
correspond au modèle d’effondrement gravoturbulent. Le critère en
densité a tendance à permettre la formation d’étoiles dans des ré-
gions plus étendues et de manière plus uniforme dans le disque, au
contraire du modèle gravoturbulent qui ne permettra de former des
étoiles que dans les nuages gravitationnellement liés.

2.3.3.2 Feedback des supernovae

Les étoiles massives (� 8 M� ) finissent leur vie en explosant en su-
pernovae, relâchant ainsi une grande quantité d’énergie et de masse
dans le milieu environnant. L’accumulation des ondes de choc (blast
waves) produites par les supernovae va pouvoir générer des vents
à l’échelle galactique, participant ainsi à l’enrichissement en métaux
du milieu intergalactique. L’ensemble de l’injection d’énergie, de mo-
ment angulaire, de métaux, etc. est généralement regroupée sous le
terme de feedback des supernovae.
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Depuis plus d’une trentaine d’années, les modèles théoriques pré-
disent que l’injection d’énergie dans le milieu interstellaire puis inter-
galactique a des conséquences dramatiques sur le processus d’assem-
blage de la masse des galaxies (Dekel et Silk, 1986 ; Larson, 1974).
Toutefois, l’implémentation du feedback dans les simulations numé-
riques s’avère délicate. La résolution numérique ne permet générale-
ment pas de résoudre les phases initiales de l’expansion de l’onde de
choc : les étoiles étant généralement dans des environnement denses,
le refroidissement radiatif y est très efficace. Si la résolution est in-
suffisante, l’énergie de la supernova sera dissipée en moins d’un pas
de temps, sans pouvoir générer de vent. L’incorporation d’un méca-
nisme de feedback efficace dans les simulations de galaxies fait donc
l’objet d’un effort considérable depuis une dizaine d’années.

Dans Ramses, différentes formulations du feedback sont implémen-
tées comme modèles sous-grille. Slyz et al. (2005) ont démontré l’im-
portance de prendre en compte le délai entre la formation d’étoiles
et l’explosion des supernovae ; ce délai est considéré comme constant
dans Ramses pour tous les modèles que nous allons présenter, en
général valant tSN = 10 Myr. Dubois et Teyssier (2008) ont proposé
deux méthodes : la première revient à injecter l’énergie de la super-
nova uniquement en chauffant le gaz (l’expression (2.7) reliant l’éner-
gie à la température, on parle alors de feedback thermique), tandis que
la seconde consiste à supposer que la phase initiale d’expansion de
l’onde de choc de la supernova suit la solution de Sedov-Taylor (Se-
dov, 1946 ; Taylor, 1950) et à l’imposer dans une sphère de rayon
rSN fixé autour de la particule stellaire. L’énergie étant injectée sous
forme d’énergie cinétique (ou plus exactement de moment), on parle
de feedback cinétique. Cette méthode est certes plus efficace que l’in-
jection thermique, mais elle reste insuffisante. Récemment, Kimm et
Cen (2014) ont proposé une nouvelle implémentation dans l’esprit
du feedback cinétique, qu’ils appellent feedback mécanique. L’idée est
d’adapter la quantité de moment injectée à la résolution de la simula-
tion, cellule par cellule, de sorte à résoudre les différentes phases de
l’explosion (voir aussi Blondin et al., 1998 ; Chevalier, 1974 ; Thorn-
ton et al., 1998). Kimm et al. (2015) proposent une comparaison de ces
différentes implémentations du feedback dans une simulation cosmo-
logique, et montrent que cette dernière implémentation permet de
réguler plus efficacement la formation d’étoiles.

2.4 hydrodynamique radiative avec ramses-rt

On désigne généralement par transfert radiatif le champ de la phy-
sique décrivant les interactions entre lumière et matière. Dans le cas
où il y a un couplage entre lumière et matière, on parlera d’hydrody-
namique radiative, ou RHD (Radiative Hydrodynamics). Dans cette sec-
tion, nous allons établir les lois du transfert radiatif dans un contexte
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astrophysique (on ne s’intéressera pas, par exemple, à la physique
des lasers). Nous allons ensuite présenter les principales caractéris-
tiques de Ramses-RT, une extension de Ramses permettant de suivre
le transfert de rayonnement ionisant.

2.4.1 Notions de transfert de rayonnement

2.4.1.1 L’équation du transfert radiatif

Il est commun pour des applications astrophysiques de décrire le
champ de rayonnement en utilisant l’intensité spécifique Iν(t; x,n).
L’énergie totale rayonnée dans une direction n (à dΩ près), à travers
une surface élémentaire dA pendant un temps dt est alors exprimée
par Iν dν dΩ dA dt. L’évolution de l’intensité spécifique est régie
par l’équation du transfert radiatif (Mihalas et Mihalas, 1984). Dans
l’appendice A.2, on obtiendra :

1

c

∂Iν

∂t
+ n · ∇Iν = ην − κνIν, (2.23)

où ην(t; x,n) est un terme source, et κν(t; x,n) un coefficient d’ab-
sorption. Le terme ην décrit la densité volumique d’énergie lumi-
neuse déposée dans le milieu par unité de temps et par unité d’angle
solide. De même, le coefficient d’absorption κν décrit quelle fraction
du rayonnement incident va être absorbé par le milieu.

Il est important de noter qu’une telle absorption ne se traduit pas
nécessairement par une perte d’énergie lumineuse : dans le cas où le
milieu est diffusif 10, une partie du rayonnement absorbé sera réémis
immédiatement : on parle alors de transfert résonnant. La prise en
compte de la diffusion dans l’équation du transfert radiatif rend la
résolution exacte de l’équation du transfert radiatif est extrêmement
délicate, et fait l’objet de nombreuses publication, comme la mono-
graphie de Chandrasekhar (1960), Radiative transfer.

Étudions dans un premier temps le problème du transfert radiatif
dans l’état stationnaire (∂Iν

∂t
= 0) à une dimension dans le cas où

le rayonnement se propage dans un milieu homogène de coefficient
κν indépendant du temps, en l’absence de terme source (ην = 0). On
impose la condition aux bords Iν(x = 0) = I0ν. L’équation (2.23) s’écrit
alors

∂Iν

∂x
+ κνIν = 0,

10. Le terme de diffusion en français englobe en fait deux phénomènes distincts
(quoique reliés entre eux). D’une part, il peut caractériser les phénomènes de trans-
port non réversibles, comme la conduction thermique (transport d’énergie interne)
ou la viscosité (transport de moment). D’autre part, on désigne par diffusion ce
qui en anglais correspond à scattering, qui décrit les collisions pouvant affecter le
trajet de la lumière (ou de particules). Ici, c’est cette seconde définition qui sera
sous-entendue par le terme de diffusion.



48 modéliser la formation des galaxies

qui se résout simplement en

Iν(x) = I0νe
−κνx. (2.24)

On définit la profondeur optique τν à la fréquence ν comme τν = κνx,
et l’intensité en un point x > 0 s’écrit

Iν

I0ν
= e−τν . (2.25)

La profondeur optique τν est une mesure de la transparence du mi-
lieu. Si τν � 1, les phénomènes d’absorption seront négligeables, et
un rayon lumineux ne sera pas affecté par son trajet à travers le mi-
lieu : on parle de milieu optiquement fin. En revanche, si τν � 1, le
milieu sera dit optiquement épais, et le milieu sera opaque au rayon-
nement à la fréquence ν. Il faut souligner que la profondeur optique
dépend de la fréquence, et un milieu peut être optiquement épais
pour une gamme de longueurs d’onde et transparent pour une autre.
C’est par exemple le cas du milieu intergalactique à z � 6, qui est
opaque pour λ � 912 Å, mais transparent dans le visible ou l’UV
proche.

2.4.1.2 Difficultés des simulations RHD

Dans le cas général, même en l’absence de transfert résonnant, le
traitement numérique de l’équation du transfert radiatif peut se ré-
véler coûteux. En effet, bien qu’elle porte sur une quantité scalaire,
l’équation (2.23) nécessite une résolution dans un espace à sept di-
mensions : trois dimensions spatiales (x), deux dimensions angulaires
(n), une dimension temporelle (t), et il faut en principe également te-
nir compte de la dépendance en fréquence de Iν. Pour décrire correc-
tement le champ de rayonnement, en supposant que chaque dimen-
sion est discrétisée avec 100 éléments de résolution, il faudrait une
grille à six dimensions ayant de l’ordre de 1012 éléments pour chaque
pas de temps. En comparaison, les équations d’Euler (2.3) décrivent
l’évolution de cinq variables, mais ne nécessitent que trois dimensions
spatiales et une dimension temporelle. En utilisant la même grille que
précédemment, il faudrait donc garder en mémoire 5 × 106 éléments
à chaque pas de temps.

Une seconde difficulté vient du fait que les échelles de temps im-
pliquées dans le transfert radiatif sont bien plus petites que dans le
cas d’une simulation purement hydrodynamique. Si l’on veut suivre
l’évolution du gaz et du rayonnement sur la même grille, le critère
de Courant (2.14) impose que le pas de temps soit déterminé par
la vitesse de l’onde la plus rapide. Puisque la lumière se déplace à
c ∼ 3 × 108 m s−1, c’est cette vitesse qui sera utilisée pour calculer la
durée du pas de temps Δt. Même en considérant que la vitesse du
son cs dans le gaz est de l’ordre de quelques 1000 km s−1, le pas de
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temps radiatif (Δt)R sera plus petit que le pas de temps hydrodyna-
mique (Δt)H d’un facteur c

cs
� 300. Il faudrait donc un bien plus

grand nombre de pas de temps pour une simulation RHD que pour
une simulation hydrodynamique. En plus de ralentir considérable-
ment la simulation, l’accumulation de très courts pas de temps aura
pour effet d’augmenter artificiellement la diffusivité du solveur hy-
drodynamique.

En l’absence des termes d’émission ην et d’absorption κνIν, on
pourrait séparer l’évolution du gaz et celle du rayonnement, et ainsi
pallier le problème de la réduction catastrophique du pas de temps.
Malheureusement, le couplage du rayonnement au gaz se fait (essen-
tiellement 11) par l’intermédiaire de processus affectant la tempéra-
ture et l’état d’ionisation du gaz : les photons absorbés vont contri-
buer à chauffer et ioniser les atomes, et les photons émis vont per-
mettre le refroidissement du gaz. Ce couplage nécessite de résoudre
l’évolution thermochimique du gaz, qui est décrite par un système
d’équations raides.

2.4.1.3 Méthodes de résolution

Il existe plusieurs approches pour résoudre l’équation du transfert
radiatif couplé à l’évolution hydrodynamique du gaz, que l’on peut
regrouper essentiellement en deux catégories.

lancer de rayons La première famille de méthodes consiste à
lancer des rayons depuis les sources (en général stellaires) vers les dif-
férents éléments de résolutions (cellules ou particules), et intégrer la
profondeur optique le long de ces rayons (voir par exemple Abel et
al., 1999). Dans sa version la plus simple (méthodes des caractéristiques
longues), cette solution est très coûteuse numériquement : si Nsources

émettent vers Néléments, il faut lancer de l’ordre de NsourcesNéléments

rayons.
Pour pallier les limitations de cette méthode, des variations ont

été développées, comme la méthode des caractéristiques courtes (Al-
varez et al., 2006 ; Mellema et al., 2006 ; Whalen et Norman, 2006,
. . . ) où la profondeur optique est calculée séquentiellement depuis
les sources vers les cellules plus lointaines. En utilisant le même for-
malisme que les caractéristiques courtes, le lancer de rayon adaptatif
(Razoumov et Cardall, 2005 ; Wise et Abel, 2011, . . . ) permet de li-
miter le nombre de rayons en en tirant seulement un nombre limité et
en les divisant et regroupant au fur et à mesure du transfert. Il existe
encore d’autres variations sur le même thème, comme les méthodes
à base de cônes (Pawlik et Schaye, 2008 ; Petkova et Springel, 2011),

11. On néglige ici le couplage direct par l’intermédiaire du transfert de moment
entre les photons et les atomes se traduisant sous la forme de pression de radia-
tion. Toutefois, Rosdahl et Teyssier (2015) en proposent une implémentation dans
Ramses-RT.
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où au lieu de lancer des rayons, le rayonnement est propagé dans des
cônes.

Une dernière méthode fonctionne sur le principe de l’échantillon-
nage Monte Carlo du champ de rayonnement, qui permet un trai-
tement statistique du transfert. Cette méthode est particulièrement
adaptée au transfert résonnant (comme on l’étudiera au chapitre 3),
mais peut également être utilisée pour le transfert de rayonnement
ionisant (Altay et al., 2008 ; Cantalupo et Porciani, 2011 ; Ciardi
et al., 2001 ; Maselli et al., 2003) ou pour traiter l’émission thermique
des poussières (voir par exemple la revue de Steinacker et al., 2013).

En général, le rayonnement est propagé en supposant que la vi-
tesse de la lumière c → ∞, ce qui est raisonnable dans les régions
denses, où la vitesse de propagation des fronts d’ionisation est bien
inférieure à la vitesse de la lumière. Dans des applications cosmolo-
giques, comme pour suivre la croissance des bulles d’ionisation dans
le milieu intergalactique très peu dense, les fronts d’ionisation se pro-
pagent presque à la vitesse de la lumière, et cette approximation mène
donc à une surestimation de leur taille.

méthode des moments Une seconde approche de l’équation du
transfert radiatif consiste à réduire la dimensionnalité du problème
en retirant la dépendance directionnelle en n. Pour ce faire, on ré-
exprime l’équation (2.23) à l’aide d’une hiérarchie de moments, qui
permettra d’obtenir un système d’équations similaires aux équations
d’Euler (2.3). Sous cette forme, le système d’équations ainsi obtenu
peut être résolu avec des méthodes similaires à celles employées pour
l’évolution purement hydrodynamique.

Cette méthode, bien adaptée au couplage avec un code hydrodyna-
mique en grille, a cependant deux inconvénients principaux. D’une
part, on a vu dans le paragraphe 2.4.1.2 que la vitesse de la lumière
impose un pas de temps très court. D’autre part, par construction, la
méthode des moments ne peut pas décrire précisément la direction-
nalité du champ de rayonnement. En pratique, cela veut dire qu’en
général, les ombres ne seront pas aussi bien marquées qu’avec des
méthodes de lancer de rayons.

Initialement développée par Gnedin et Abel (2001), il existe de
nombreuses implémentations de cette méthode dans des codes de si-
mulations astrophysique (Commerçon et al., 2011 ; Finlator et al.,
2009 ; González et al., 2007 ; González et al., 2015 ; Krumholz et al.,
2007 ; Petkova et Springel, 2009 ; Reynolds et al., 2009). Elle a notam-
ment été employée par Aubert et Teyssier (2008) puis Rosdahl et al.
(2013) pour implémenter dans Ramses un solveur pour le transfert
radiatif.
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2.4.1.4 Moments de l’équation du RT

Nous allons maintenant retrouver le système d’équations de la mé-
thode des moments. On définit les moments de l’intensité spécifique :
la densité d’énergie lumineuse Eν, la densité de flux fν et la pression
de rayonnement (tensorielle) pν :

Eν =
1

c

∮
IνdΩ, (2.26)

fν
c

=
1

c

∮
nIνdΩ, (2.27)

pν =
1

c

∮
n ⊗ nIνdΩ. (2.28)

En calculant les moments d’ordre zéro et un de l’équation du transfert
radiatif (2.23), on peut alors faire apparaître le système d’équations
suivant :

∂Eν

∂t
+∇fν = − κνcEν + Sν

∂fν
∂t

+ c2∇pν = − κνcfν

(2.29)

où Sν est un terme source isotrope de la forme ην
∮
dΩ.

On peut remarquer que comme pour le système d’équations d’Eu-
ler (2.3), le système d’équations (2.29) n’est pas clôt (on a quatre équa-
tions et jusqu’à treize variables), et il faut alors rajouter une équation
analogue à l’équation d’état du gaz parfait (2.6) pour le rayonnement.
La clôture la plus simple est appelée Flux Limited Diffusion ou FLD, et
consiste à ne considérer que le moment d’ordre zéro de l’équation du
transfert radiatif. Le flux est alors fonction uniquement de l’énergie,
de la forme fν ∝ −∇Eν

κν
, et n’a donc aucune dépendance direction-

nelle. Cette approximation est essentiellement valable dans le cas des
milieux très optiquement épais, et a par exemple été employée avec
pour objectif l’étude des nuages moléculaires et la formation d’étoiles
massives (Commerçon et al., 2011 ; Krumholz et al., 2007).

La clôture utilisée dans Ramses-RT est basée sur le formalisme du
tenseur d’Eddington dν, défini comme

pν = dνEν. (2.30)

Dans le cas d’une source de rayonnement isotrope, le tenseur d’Ed-
dington se réduit à dν = 1

3
1 (Mihalas et Mihalas, 1984), où 1 est le

tenseur identité. Il existe différentes clôtures utilisant dν, comme la
méthode OTVET (Optically Thin Variable Eddington Tensor) proposée
par Gnedin et Abel (2001), puis utilisée par Finlator et al. (2009)
et Petkova et Springel (2009). L’inconvénient principal de cette mé-
thode est que le calcul du tenseur d’Eddington dépend de quantités
non-locales ; il est donc nécessaire de faire l’approximation que le
milieu est optiquement fin pour que le coût numérique reste raison-
nable.
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Aubert et Teyssier (2008), González et al. (2007) et Vaytet et
al. (2010) puis Rosdahl et al. (2013) utilisent la clôture M1 initiale-
ment proposée par Dubroca et Feugeas (1999) et Levermore (1984),
qui a l’avantage de ne reposer que sur le calcul de quantités locales,
sans pour autant perdre toute directionnalité comme la méthode FLD.
Dans ce formalisme, le tenseur d’Eddington s’exprime comme

dν =
1− χ

2
1 +

3χ− 1

2
n ⊗ n, (2.31)

où χ(fν) =
3+4f2ν
cEν

est une fonction du flux réduit

fν =
|fν|

cEν
. (2.32)

Le flux réduit fν donne une mesure de l’anisotropie du rayonnement,
avec fν = 0 dans le cas isotrope et fν = 1 dans le cas complètement
directionnel. La relation M1 a entre autres l’avantage de ne dépendre
que des propriétés locales du rayonnement, et permet d’écrire le sys-
tème d’équations (2.29) sous forme d’un système hyperbolique pour
lequel des solveurs sont déjà implémentés dans Ramses.

Notons enfin qu’il est plus aisé de réécrire ce système d’équations à
l’aide de la densité numérique de photons Nν, et de la densité numérique
de flux Fν, respectivement définis comme Nν = Eν

hν
et Fν = fν

hν
. On

définit également Pν =
pν

hν
. Les équations à résoudre s’écrivent alors

∂Nν

∂t
+∇Fν = − κνcNν + Ṅsource

∂Fν

∂t
+ c2∇Pν = − κνcFν,

(2.33)

où Ṅsource regroupe les différents termes sources (comme l’émission
des étoiles massives ou d’un AGN ou les recombinaisons dans le gaz).

Dans un contexte cosmologique, le terme d’absorption κν vient
essentiellement de l’ionisation des atomes d’hydrogène et d’hélium
neutres H i et He i, et de l’ion He ii 12. On peut donc développer le
terme d’absorption comme

κν =
∑
j

njσνj (2.34)

où j ∈ (H i,He i,He ii), nj est la densité numérique de l’élément j et
σνj est la section efficace d’interaction entre un photon à la fréquence
ν et un atome ou ion j.

12. Formellement, les atomes devraient être notés H et He, voire H0, et les ions
H+,He+ et He++. Par abus de notation, on utilise les notations H i, He i, H i, . . . qui
correspondent en fait au spectre des atomes d’hydrogène et d’hélium avec tous leurs
électrons (H i, . . . ), avec un électron en moins (H ii, . . . ), etc.
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2.4.2 Implémentation dans Ramses-RT

Maintenant que nous avons présenté tous les outils théoriques né-
cessaires, nous allons ébaucher la structure de Ramses-RT ; l’implé-
mentation est présentée en détails dans Rosdahl (2012) et Rosdahl
et al. (2013).

2.4.2.1 Transfert radiatif multigroupe

Ramses-RT a été développé pour suivre le transfert du rayonne-
ment où λ � 912 Å. Depuis sa version initiale, le code a évolué :
Rosdahl et Teyssier (2015) puis Rosdahl et al. (2015) ont étendu le
code pour suivre le transfert de rayonnement visible et infrarouge (et
leur interaction avec la poussière). Nous nous concentrerons ici sur le
rayonnement UV ionisant.

Jusqu’ici, nous avons considéré une distribution spectrale continue
en fréquence, représentée par l’indice ν. Afin de résoudre numéri-
quement le système (2.33), on discrétise le système en fréquence, en
définissant des groupes de photons, chaque groupe i correspondant à
la plage de fréquences [νi,0;νi,1]. Dans Ramses-RT, ces groupes cor-
respondent à des photons

(i) ionisants pour H i uniquement ν ∈ [3.29; 5.95]× 1015 Å,

(ii) ionisants pour H i et He i ν ∈ [5.95; 13.2]× 1015 Å,

(iii) ionisants pour H i, He i et He ii ν > 13.2 × 1015 Å.

Chaque quantité ayant une dépendance spectrale (comme Nν, Fν, . . . )
est alors redéfinie pour chacun des groupes de photons :

Ni =

∫νi,1

νi,0

NνdνFi =

∫νi,1

νi,0

Fνdν. (2.35)

De même, le tenseur d’Eddington dν et les quantités n, fν, . . . seront
définis par groupe de photons, et indicés avec i dans la suite de la
thèse. La section efficace d’interaction σνj devient une section efficace
moyenne pour le groupe i :

σ̄ij =

∫νi,1

νi,0
σνjNνdν∫νi,1

νi,0
Nνdν

. (2.36)

Le système d’équations (2.33) se réécrit alors

∂Ni

∂t
+∇Fi = −

∑
j

σ̄ijnjcNi + Ṅrec
i + Ṅ�

i

∂Fi

∂t
+ c2∇Pi = −

∑
j

σ̄ijnjcFi,

(2.37)

où on a séparé le terme source Ṅi en une contribution venant des re-
combinaisons dans le gaz Ṅrec

i , et une contribution venant des sources
stellaires (ou AGN), Ṅ�

i .
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Sous cette forme, on remarque qu’il reste à déterminer l’état d’io-
nisation du système. Dans Ramses-RT, au lieu de suivre les densités
nj, on suit les fractions d’ionisation, définies comme

xH i =
nH i

nH
xHe i =

nHe i

nHe
xHe ii =

nHe ii

nHe
. (2.38)

Dans Ramses-RT, ces quantités sont advectées comme des scalaires
passifs (tout comme la métallicité du gaz Z), et n’interviennent que
dans la détermination des termes d’absorption (2.34) et de la fonction
de refroidissement.

Le découpage du spectre en groupes de photons comme décrit ci-
dessus sous-tend toutefois un certain nombre d’approximations. Par
exemple, pour la définition des sections efficaces moyennes (2.36), on
a implicitement supposé que la forme spectrale est suffisamment si-
milaire en tout point de la simulation pour utiliser une unique expres-
sion σ̄ij. On a également négligé le fait que, pour un élément de gaz
en mouvement, l’effet Doppler va changer la fréquence du rayonne-
ment : il faudrait en principe pouvoir transférer des photons entre les
différents groupes. Cette hypothèse est rendue valide par l’utilisation
d’un petit nombre de groupes de photons, mais limite 13 néanmoins
le nombre de groupes de photons décrits par Ramses-RT.

2.4.2.2 Schéma de résolution

Le système (2.37) est résolu dans Ramses-RT en utilisant une ap-
proche d’operator splitting en trois étapes : d’abord, on ajoute les pho-
tons émis par les sources ponctuelles (typiquement les étoiles ou un
AGN), puis il y a une étape de transport pur sans interaction avec le
gaz, et la dernière étape consiste à faire évoluer l’état thermochimique
du gaz.

Schématiquement, la routine principale de Ramses amr_step est
donc modifiée comme suit :

recursive subroutine amr_step(level)

if (level < levelmax and some cells in level+1) then

call amr_step(level+1)

call amr_step(level+1)

endif

call photon_injection(level)

call hydro_solver(level)

call radiation_transport(level)

call non_eq_thermochemistry(level)

end

Les lignes en bleu indiquent les routines ajoutées pour le transfert de
rayonnement.

13. En pratique, le facteur limitant est que pour M groupes de photons, Ramses-
RT utilise 4×M variables supplémentaires par cellule. Au-delà de quelques groupes,
le coût en mémoire deviendrait très vite prohibitif.
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injection de photons L’injection de nouveaux photons émis
par des sources ponctuelles revient simplement à résoudre l’équation

∂Ni

∂t
= Ṅ�

i ,

où Ṅ�
i représente la somme des taux d’injections des photons depuis

toutes les sources ponctuelles. Dans les simulations présentées dans
cette thèse, ces sources seront exclusivement stellaires.

Dans Ramses, les particules stellaires représentent chacune une po-
pulation d’étoiles de même âge ; leur distribution spectrale d’énergie
(ou SED, Spectral Enery Distribution) est modélisée à partir de librairies
comme Galaxev (Bruzual et Charlot, 2003), qui donne l’évolution
spectrale d’une population stellaire en fonction de son âge et de sa
métallicité. La figure 2.9 illustre l’évolution du spectre Jλ prédite par
Galaxev pour une population stellaire de 1 M� ayant une métalli-
cité Z = 0.2Z� , pour une fonction de masse initiale de Chabrier
(2003).
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Figure 2.9 – Spectres d’une population stellaire de 1 M� à Z = 0.2Z� . Les
trois lignes verticales marquent les longueurs d’ondes limite
d’ionisation pour H i, He i, He ii.

Pour déterminer le taux d’injection d’une particule stellaire d’âge
τ et de métallicité Z pour le groupe de photon i, il suffit d’intégrer le
spectre (en fréquence) comme

Ṅ�
i (τ, Z) =

∫νi,1

νi,0

Jν(τ, Z)

hν
dν.

La figure 2.10 représente les luminosités Ṅ�
i pour différentes métal-

licités et pour chaque groupe de photons. La grille de modèle de
Galaxev donne les luminosités Ṅi pour une série d’âges et de mé-
tallicités ; et Ramses-RT effectue une interpolation de ces tables pour
déterminer la luminosité de chaque particule stellaire.
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Figure 2.10 – Luminosités des groupes de photons ionisant pour H i (à
gauche), He i (au centre) et He ii (à droite) en fonction de l’âge
et de la métallicité des particules stellaires.

transport des photons L’étape de transport des photons se
traduit par le système d’équation homogène hyperbolique

∂URT

∂t
+∇FRT(URT) = 0

pour chacun des groupes de photons, où l’on a défini URT = t(Ni,Fi)

et FRT(URT) = t(Fi, cPi). On peut utiliser exactement la même mé-
thodologie de Godunov que pour le transport hydrodynamique en
section 2.2.2. Pour évaluer le flux à travers les cellules, Ramses-RT
peut utiliser soit la fonction HLL (pour Harten-Lax-van Leer, Harten
et al. 1983), soit la fonction GLF (pour Global Lax-Friedrichs). La fonc-
tion HLL a tendance à être moins diffusive dans certaines directions,
mais l’existence de directions privilégiées la rend moins adaptée aux
applications astrophysiques, où l’on préférera utiliser la fonction GLF.
En effet, lorsque les sources de rayonnement sont essentiellement les
étoiles, il est préférable de favoriser l’isotropie du transport.

L’emploi d’une méthode pseudo-hydrodynamique pour le transfert
de rayonnement implique qu’en un point donné de la grille, le flux
de photons ne peut être multivalué : dans une cellule, le rayonnement
n’a qu’une seule direction par groupe de photons. Notamment, deux
rayons lumineux qui se croisent ne vont pas se traverser sans inter-
agir. À la manière de deux jets d’eau se croisant, une partie du flux
va être redirigée dans la direction perpendiculaire aux rayons. Dans
une situation plus réaliste, comme une distribution d’étoiles dans une
galaxie, on peut s’attendre à ce que cet effet soit amoindri.
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évolution thermochimique Il reste maintenant à opérer le
couplage lumière-matière. Pour cela, le système d’équation (2.37) de-
vient

∂Ni

∂t
= −

∑
j

σ̄ijnjcNi + Ṅrec
i

∂Fi

∂t
= −

∑
j

σ̄ijnjcFi,

et nécessite de déterminer l’état d’ionisation du gaz pour connaître
les nj. Cet état est directement relié à la température du gaz, qui dé-
pend à son tour des taux de chauffage et de refroidissement, notés
respectivement H et Λ. Ces taux dépendent de la température et de Dans la

section 2.3.2, on
avait noté
ΛCIE = (H+Λ)CIE.

l’état d’ionisation du gaz, mais aussi de l’intensité du rayonnement.
Par souci de simplicité, on ne reproduit ici que le système d’équa-
tions pour un gaz d’hydrogène (sans hélium), avec un seul groupe de
photons ; l’ensemble des équations à résoudre pour le cas du transfert
multigroupe se trouve dans Rosdahl et al. (2013) :

∂N

∂t
= −nH icσ̄N+

(
αA

H i(T) −αB
H i(T)

)
nenH ii

∂F

∂t
= −nH icσ̄F

∂E

∂t
= H+Λ+

Z

Z�
ΛZ

nH ii
∂xH ii

∂t
= nH iβH i(T)ne +nH icσ̄N

(
+nH iΓ

hom
H i

)
−nH iiα

A
H i(T)ne

(2.39)
où l’on a noté N et F les densités numériques de photons et densi-
tés numériques de flux, et ε l’énergie interne volumique du gaz. ne

désigne la densité numérique d’électrons présents dans le gaz. Les
coefficients αA et αB correspondent aux taux de recombinaison dans
les cas A et B, prenant en compte les recombinaisons respectivement
sur tous les niveaux ou seulement sur les niveaux n > 1 (voir aussi
la section 3.3.1) ; la différence αA − αB donne donc le taux d’émis-
sion par recombinaison. Dans l’équation sur la fraction d’ionisation
xH ii, on a noté βH i(T) le taux d’ionisation collisionnelle, et le terme
nH iΓ

hom
H i permet de prendre en compte un éventuellement fond UV

ionisant homogène.
Le terme H englobe le chauffage à la fois par le rayonnement suivi

par Ramses-RT et par l’éventuel fond UV homogène supplémentaire.
Le taux Λ correspond au refroidissement du gaz primordial (hydro-
gène et hélium), et est calculé explicitement en prenant en compte les
contributions du bremsstrahlung, des excitations et ionisations collisio-
nelles, des recombinaisons radiatives et diélectriques et des processus
Compton (voir par exemple Cen, 1992). Enfin, le terme ΛZ englobe
les contributions au refroidissement des raies d’émission métalliques,
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en faisant l’hypothèse de l’équilibre de photoionisation avec un fond
UV homogène 14.

L’ensemble de tous les processus pris en compte et de leur implé-
mentation est détaillé dans les appendices de Rosdahl et al. (2013).

2.4.2.3 Approximation de la lumière lente

Nous avons discuté dans la section 2.4.1.2 du fait que, pour une
simulation RHD, le pas de temps doit en principe être réduit pour
respecter le critère de Courant. Néanmoins, forcer les quantités hy-
drodynamiques à évoluer au même rythme que le rayonnement en-
traîne une trop grande diffusivité du solveur de Riemann. Rosdahl
et al. (2013) a montré qu’avec la structure de Ramses, le couplage du
rayonnement au gaz ne permettait pas de sous-cycler le transfert ra-
diatif avec un pas de temps plus court, et qu’il est donc nécessaire
d’opérer l’évolution radiative et hydrodynamique sur le même pas
de temps.

Afin que les simulations restent réalisables, Ramses-RT utilise l’ap-
proximation de la vitesse de la lumière réduite (ou RSLA, pour reduced
speed of light approximation), aussi appelée « lumière lente ». L’idée, in-
troduite initialement par Gnedin et Abel (2001), revient à dire que ce
n’est pas la vitesse de la lumière mais la vitesse des fronts d’ionisation
qui est déterminante pour le transfert radiatif. On peut alors artificiel-
lement réduire la vitesse de la lumière à une valeur quelconque ĉ,
tant qu’elle ne devient pas le facteur limitant pour le pas de temps
(autrement dit, tant que les fronts d’ionisation se propagent à leur
vitesse normale).

Rosdahl et al. (2013) proposent un cadre théorique permettant
de déterminer à partir de quelle vitesse ĉ minimale l’approximation
RSLA est valide selon le phénomène modélisé. L’analyse se base sur
les travaux de Shapiro et al. (2006), qui ont déterminé l’expression
du rayon d’un front d’ionisation en expansion en fonction du temps.
On peut montrer que cette solution est bien décrite par la solution de
Spitzer (1978) (qui fait l’hypothèse que c → ∞) dès que t � tcross,
où l’on a défini tcross comme le temps nécessaire à la lumière pour
parcourir le rayon maximal de la région ionisée rS : tcross = rS/c.
Strömgren (1939) a déterminé que pour une source produisant Ṅ

photons par seconde, dans un milieu homogène à une densité nH et
une température T , ce rayon maximal est

rS =

(
3Ṅ

4παB(T)n2
H

) 1
3

. (2.40)

Avec une vitesse de la lumière réduite valant ĉ, on peut définir t̂cross =

rS/ĉ. La solution de Spitzer décrira bien l’expansion du front d’ioni-

14. Dans Ramses, le terme ΛZ est calculé à partir d’une correction au CIE de la
forme ΛCIE

Z × f(T, nH, z) qui dépend de l’époque cosmologique, implémentée par
Stéphanie Courty.
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sation dès que t � t̂cross. Pour que l’approximation RSLA soit valable
dans une simulation donnée, il faut que toutes les échelles de temps
soient plus longues que t̂cross. Si on note τsim l’échelle de temps la plus
courte dans la simulation, on devra choisir une vitesse de la lumière
réduit ĉ telle que τsim � t̂cross, soit τsim � c

ĉ
tcross. En pratique, on

impose
ĉ

c
≡ fc � fc,min ≡ min

(
1; 10× tcross

τsim

)
. (2.41)

Pour se faire une idée du régime de validité de l’approximation
RSLA, calculons quelques valeurs de fc,min dans des conditions perti-
nentes pour les simulations présentées dans cette thèse. Le tableau 2.1
ces résultats.

nuage de formation stellaire Typiquement, la taille d’un site
de formation d’étoile est de l’ordre de quelques parsecs à une
centaine de parsecs. Dans une simulation de galaxie à haute ré-
solution, un tel nuage sera décrit par quelques cellules, pour
lesquelles la densité moyenne sera de l’ordre de nH ∼ 105 cm−3.
En supposant le nuage complètement ionisé, la température
moyenne sera de l’ordre 104 K. Comme source d’ionisation, on
place au milieu du nuage une étoile de type spectral O ou B,
pour laquelle Ṅ ∼ 1049 s−1 (Vacca et al., 1996). Ces étoiles ont
une durée de vie de l’ordre de 3 Myr, c’est ce que l’on pren-
dra comme échelle caractéristique τsim. Avec ces paramètres,
fc,min � 3 × 10−7.

ism d’une petite galaxie à grand z Dans le chapitre 4, nous
étudierons les propriétés radiatives de petites galaxies ayant
une masse de M� ∼ 107 M� à z ∼ 6. Ces galaxies produisent
de l’ordre de Ṅ � 3 × 1051 s−1, et leur milieu interstellaire a une
densité typique de nH � 5 cm−3. Nous verrons que l’échelle de
temps pertinente pour le rayonnement dans ces galaxies cor-
respond à la durée de vie typique des étoiles massives (qui fi-
nissent leur vie en supernovae), soit environ 10 Myr. On obtient
alors fc,min � 5 × 10−4.

région h ii autour d’une galaixe à z ∼ 8 Dans le contexte de
la réionisation, on peut vouloir déterminer si Ramses-RT est
adapté à décrire la croissance des bulles ionisées autour de ga-
laxies à z � 6. On peut par exemple regarder le cas d’une LBG
(pour Lyman-Break Galaxy) à z ∼ 8 comme EGS-zs8-1 (Oesch
et al., 2015), pour laquelle le taux de formation d’étoile est
de l’ordre de 2 M�/yr, donnant lieu à un taux de production
de photons ionisant Ṅ � 1054 s−1. À cette époque, la densité
moyenne du milieu intergalactique est typiquement de l’ordre
de nH � 10−4 cm−3. Si l’on considère que l’échelle de temps ca-
ractéristique est toujours τsim = 10 Myr, on déduit fc,min = 1.

Il est donc généralement raisonnable d’employer l’approximation de
la lumière lente pour décrire le transfert de rayonnement dans les
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galaxies, mais pas pour suivre la croissance des régions H ii autour
des galaxies pendant l’époque de la réionisation. Avec son implémen-
tation actuelle, Ramses-RT est donc plus adapté aux simulations de
galaxies individuelles qu’à modéliser l’histoire de la réionisation de
l’Univers.

Table 2.1 – Domaine de validité de l’approximation de la lumière lente.

Ṅ§ nH
† tcross

‡ τsim
‡ fc,min

Nuage moléculaire 1049 105 10−7 3 3 × 10−7

ISM d’une galaxie 3 × 1051 5 5 × 10−4 10 5 × 10−4

Bulle ionisée 1054 10−4 4.8 10 1

* en s−1 † en cm−3 ‡ en Myr
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L’observation de la raie Lyman-α permet de sonder l’Univers pro-
fond grâce aux spectres de quasars et de tracer la formation des
galaxies jusqu’à z ∼ 6. Un tel photon est produit par la désexcita-
tion d’un atome d’hydrogène du premier état excité vers le niveau
fondamental. En raison de la nature résonnante de la raie, la résolu-
tion exacte de l’équation du transfert radiatif pour les photons Lyα
s’avère complexe, et nécessite un traitement particulier. Dans ce cha-
pitre, nous allons commencer par décrire la physique de la raie Lyα
(3.1), puis traiter les mécanismes mis en jeu dans la diffusion de pho-
tons Lyα dans un nuage de gaz (3.2), et nous détaillerons le contexte
astrophysique menant à l’émission Lyα (3.3). Dans une dernière par-
tie, nous présenterons MCLya, un code de transfert radiatif Monte
Carlo développé pour l’étude du transfert Lyman-α (3.4) et que j’ai
été amené à modifier pendant ma thèse.
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3.1 physique de la raie Lyman-α

3.1.1 Structure de l’atome d’hydrogène

On commence par décrire la structure atomique de l’atome d’hy-
drogène à partir de l’équation de Schrödinger. La fonction d’onde glo-
bale peut être écrite comme le produit d’une composante temporelle
e−iEt/�h et d’une composante purement spatiale φ(r), où E est l’éner-
gie du système, et �h est la constante de Planck réduite. L’équation de
Schrödinger se réécrit, pour la composante spatiale φ(r) = φ(r, θ,ϕ),
comme [

−
�h2

2μ
Δ+ V(r)

]
φ(r) = Eφ(r), (3.1)

où V(r) est le potentiel du système et μ =
memp

me+mp
� me est la masse

réduite du système, avec me et mp les masses respectives de l’élec-
tron et du proton. Notons que puisqu’on s’intéresse à la structure
de l’atome d’hydrogène, on se limite aux cas où E < 0, correspon-
dant aux états liés du système. Dans le cas de l’atome d’hydrogène
le potentiel s’écrit (au premier ordre) V(r) = −e2

4πε0r
. Comme le po-

tentiel ne dépend que de r, on peut montrer que φ s’écrit comme
φ(r) = R(r)Ym

l (θ,ϕ) où les Ym
l sont les harmoniques sphériques. On

appellera l le nombre quantique orbital et m le nombre quantique ma-
gnétique. Le système se réécrit alors, en posant uk,l(r) = rR(r), avec
k = 1, 2, 3, . . . entier :[

−
�h2

2μ

d2

dr2
+

l(l+ 1)�h2

2μr2
−

e2

4πε0r

]
uk,l(r) = Ek,luk,l(r). (3.2)

On remarque alors qu’à l fixé, l’équation est indépendante de m. Pour
chaque l, m prendra 2l+ 1 valeurs différentes entre −l et l. En posant

EI =
μe4

32π2�h2ε20
� 13.6 eV, (3.3)

on peut montrer que les niveaux d’énergie du système s’écrivent :Bien que fastidieux,
le calcul est direct et

se trouve par
exemple dans

Cohen-Tannoudji
et al. (1973).

Ek,l = −
EI

(k+ l)2
. (3.4)

On peut alors remarquer qu’à k+ l donné, il y aura un nombre fini
d’états de même énergie Ek,l : le système sera dit dégénéré. On ap-
pelle n = k+ l le nombre quantique principal, et on notera les niveaux
d’énergie En. Dans l’état fondamental, n = 1, et E1 = −EI � −13.6 eV :
c’est l’énergie qu’il faut apporter à un atome d’hydrogène dans l’état
fondamental pour l’ioniser complètement. Cela correspond à un pho-
ton de longueur d’onde λion = hc

EI
� 912 Å.

Pour l’état fondamental n = 1, il n’y a qu’un seul état possible,
décrit par les nombres quantiques (n, l,m) = (1, 0, 0). Le premier
état excité, n = 2 peut être atteint soit avec k = 2, l = 0, soit avec
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k = 1, l = 1, ce qui correspond à un total de 4 états possibles : (2, 0, 0)
d’une part, et le triplet [(2, 1,−1), (2, 1, 0), (2, 1, 1)] d’autre part. De fa-
çon générale, on peut montrer que le niveau n correspond à un total
de n2 sous-niveaux. Traditionnellement, on décrit les sous-niveaux
par un nombre correspondant au niveau n et une lettre L correspon-
dant au nombre quantique orbital : l = 0 correspond à S, l = 1 à
P, l = 2 à D, etc. Ainsi, le premier niveau excité de l’hydrogène
sera composé du sous-niveau 2S et des trois sous-niveaux 2P. No-
tons toutefois que dans le calcul précédent, les niveaux 2S et 2P ont
la même énergie. La prise en compte d’effets plus fins (par exemple
le mouvement relativiste de l’électron, ou le couplage entre le spin
de l’électron et son moment orbital) dans l’expression du potentiel V
et le calcul subséquent permet de lever cette dégénérescence et donc
de séparer les niveaux d’énergie. La dégénérescence entre les niveaux
sera également partiellement levée en présence d’un champ magné-
tique (qui rajoutera un terme dans le potentiel V faisant apparaître
le nombre quantique magnétique m) : il s’agit de l’effet Zeeman. Un
phénomène similaire se produit en présence d’un champ électrique :
on parle d’effet Starck. Par ailleurs, même en l’absence de champ exté-
rieur, en tenant compte de cette structure fine de l’atome d’hydrogène,
on peut encore subdiviser les sous-niveaux S, P, etc., par exemple en
fonction du couplage entre le moment orbital du système et le spin
1/2 de l’électron 1. Ces sous-niveaux sont notés nLj, où j = l± 1/2

(avec j > 0). Ainsi, comme illustré sur la figure 3.1, le niveau 1S est
nécessairement 1S1/2, le niveau 2S est en fait 2S1/2, et le niveau 2P

est subdivisé en un état 2P1/2 (correspondant à l = 0) et deux états
2P3/2 (correspondant à l = 1).

E(eV)

1S1/2

2S1/2 2P1/2

2P3/2

3S1/2 3P1/2

3P3/2
3D3/2

3D5/2

E1 = −13.6 eV

E2 = −3.4 eV

E3 = −1.5 eV

E∞ = 0

Figure 3.1 – Structure atomique de l’atome d’hydrogène.

1. Pour chaque sous-niveau, il existe également une structure hyperfine. En ef-
fet, les spins électroniques et nucléaires peuvent être parallèle ou anti-parallèle. Les
interactions entre ces dipôles magnétiques nucléaire et électronique lèvent la dégéné-
rescence de la structure hyperfine ; les transitions entre ces deux états correspondant
à la raie à 21 cm.
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3.1.2 Émission d’un photon Lyman-α

Lorsqu’un atome se trouve dans un état excité (n = ni), il va pou-
voir se désexciter vers un niveau inférieur (n = nf). Cette transition
atomique s’accompagne de l’émission d’un photon d’énergie Ei→f =

Ei − Ef = −EI

(
1
n2

i

− 1
n2

f

)
. On appelle série de Lyman l’ensemble des

transitions n → 1, et on note Lyα, Lyβ, Lyγ pour n = 1, 2, 3. Les règles
de sélection quantiques imposent toutefois certaines restrictions sur
ces transitions : pour un atome à un électron comme l’hydrogène,
seules sont autorisées les transitions telles que Δl = ±1. Ainsi, la tran-
sition 2S → 1S est interdite, et ne se produit donc pas spontanément.
L’émission d’un photon Lyα correspond donc à la transition 2P → 1S.
Lors de cette transition, un photon d’énergie E2 − E1 = 10.2 eV est
émis, soit λ2→1 = 1215.68 Å ≡ λLyα.

Cette transition se produit spontanément, avec une probabilité de
transition Γ2→1 � 6.28 × 108 s−1. Cette probabilité non nulle de tran-
sition peut être interprétée comme une limite à la durée de vie de
l’état 2P : un atome excité dans l’état 2P n’y restera qu’au plus Δt ∼

1/Γ � 1.6 × 10−9 s. Le principe d’incertitude de Heisenberg impose
que ΔEΔt � �h, ce qui a pour conséquence l’élargissement naturel de la
raie Lyα. Une source idéale de photons Lyα ne sera jamais purement
monochromatique, mais aura une distribution spectrale lorentzienne,
donnée par ΦL(ν) (Mihalas, 1978) :

ΦL(ν) =
1

π

Γ
4π

(ν− νLyα)2 +
(

Γ
4π

)2 (3.5)

où νLyα = E2→1/h � 2.466 × 1015 Hz. On caractérise la largeur natu-
relle de la raie par ΔνL = Γ

2π
� 9.936 × 107 Hz.

Contrairement aux autres transitions de la série de Lyman, la raie
Lyα a la propriété particulière d’être résonnante. Lorsqu’un photon
Lyα est absorbé par un atome dans l’état fondamental 1S, il va néces-
sairement l’exciter dans l’état 2P, ce qui mènera à la réémission d’un
nouveau photon Lyα. En principe, l’atome dans l’état 2P pourrait à
son tour être excité soit par l’absorption d’un photon de la série de
Balmer (produit par une transition n → 2), soit par une collision. En
pratique, on a vu que la durée de vie de l’état 2P était de l’ordre de
10−9 s. Dans toutes les conditions que nous considérerons par la suite
(milieu interstellaire et milieu intergalactique), les densités sont telles
qu’on pourra considérer qu’un atome dans l’état n = 2 se désexcite
instantanément.

3.2 transfert résonnant

De par la nature résonnante de la raie Lyman-α, on va pouvoir
considérer l’interaction d’un photon avec un nuage d’hydrogène comme
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un processus de diffusion, que l’on modélisera comme une suite d’ab-
sorptions et de réémissions. Dans cette section, nous allons passer en
revue ces mécanismes.

3.2.1 Absorption par un atome d’hydrogène

3.2.1.1 Profil d’absorption

La section efficace de diffusion σL(ν) est alors proportionnelle à la
probabilité qu’un photon de fréquence ν proche de νLyα (dans le réfé-
rentiel de l’atome) soit absorbé par un atome dans l’état fondamental,
autrement dit le profil ΦL(ν) de la raie :

σL(ν) =
πe2

mec
f12ΦL(ν), (3.6)

où f12 = 0.4162 est la constante d’oscillateur pour la transition n =

1 → 2. Si l’on adopte un point de vue classique où l’atome d’hydro-
gène serait modélisé comme un oscillateur harmonique, la constante
f12 est à relier à la raideur du système. Une approche quantique de la
diffusion d’un photon par un atome d’hydrogène permet de calculer
rigoureusement la section efficace σL(ν).

Pour des applications astrophysiques, on ne peut plus considérer
la diffusion d’un photon sur un atome isolé comme on l’a fait jusqu’à
présent. En effet, dans un gaz à température finie, les atomes ne se-
ront pas au repos et auront un mouvement thermique. Chacune des
composantes vi, (i = x, y, z) de la vitesse des atomes aura une dis-

tribution gaussienne f(vi) ∝ e
−

mvi
2kBT , et on peut alors montrer que la

norme v de la vitesse sera décrite par une distribution maxwellienne
M(v) :

M(v) = 4π

(
mp

2πkBT

)3/2

v2e
−

mpv2

2kBT (3.7)

où T est la température du gaz et kB est la constante de Boltzmann.
Le mode de cette distribution, c’est-à-dire la vitesse la plus probable,
vaut

vth =

√
2kBT

mp
� 12.85

(
T

104 K

)
km s−1. (3.8)

On remarque que l’on peut réécrire f(vi) = 1√
πvth

e−(v/vth)
2
, faisant

ainsi apparaître vth comme la dispersion de vitesse dans le gaz (à
un facteur

√
2 près). Bien que les plasmas astrophysiques que nous

considérerons dans la suite soient très dilués, bien loin des régimes
de densité des gaz sur Terre où on peut aisément faire l’hypothèse
que le gaz est thermalisé, on considérera tout de même que l’on peut
définir une « température » du gaz, qui correspond essentiellement à
l’énergie typique des particules (via l’expression 3.8). Même si dans
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un élément de volume donné, tous les états possibles de la distribu-
tion de vitesse ne sont pas atteints, on pourra tout de même utiliser
l’équation (3.7) pour définir la température.

La diffusion se faisant dans le référentiel de l’atome, un atome
ayant une vitesse v par rapport à l’ensemble du gaz verra un pho-
ton à une fréquence ν ′ �= ν à cause de l’effet Doppler. Si le photon se
propage dans la direction k, on peut écrire au premier ordre (|v| � c) :

ν ′ � ν

(
1−

k · v

c

)
= ν

(
1−

v‖
c

)
, (3.9)

où on définit v‖ = k · v comme la composante de la vitesse de l’atome
parallèle à la direction de propagation du photon. On peut décompo-
ser la vitesse de l’atome en (v‖, v⊥,1, v⊥,2) : la distribution des v‖ est
donc gaussienne,

f(v‖)dv‖ =
1√
πvth

e−(v‖/vth)
2

dv‖. (3.10)

La section efficace totale de diffusion pour un photon traversant un
nuage de gaz à la température T sera donc :

σ(ν) =
πe2

mec
f12

1√
πvth

∫+∞
−∞ ΦL

(
ν
(
1−

v‖
c

))
e
−
( v‖
vth

)2
dv‖. (3.11)

En introduisant ΔνD ≡ vth
c
νLyα le décalage Doppler et les variables

adimensionnées x, y et a avec

x ≡ ν− νLyα

ΔνD

y ≡ ν ′ − ν

ΔνD

et a ≡ ΔνL

2ΔνD

, (3.12)

on peut grandement simplifier cette expression. Physiquement, x = 1

correspond à un décalage en fréquence de

ΔνD � 1.1 × 1011

√
T

104 K
Hz (3.13)

et a compare la largeur intrinsèque de la raie à l’élargissement dû à
l’effet Doppler : si a � 1, alors la largeur de la raie est négligeable
devant l’élargissement Doppler, et le système est dominé par le mou-
vement thermique des atomes. Dans toute la suite de ce chapitre, on
passera fréquemment d’une fréquence exprimée en ν à une fréquence
exprimée en termes de décalage Doppler via x. Notons que dans des
conditions usuelles, a sera très petit :

a(T) � 4.73 × 10−4
(

T

104 K

)− 1
2

(3.14)

On peut alors faire l’approximation que y =
νv‖/c

vthνLyα/c
� v

vth
, et en

réinjectant les expressions (3.12) dans l’équation (3.11), on obtient

σ(x) =
πe2

mec
f12

∫+∞
−∞ ΦL(x− y)f(y)dy,
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avec ΦL(x) =
a
π

1
a2+x2 , soit encore

σ(x) =

√
πe2

mecΔνD

f12
a

π

∫+∞
−∞

1

a2 + (x− y)2
e−y2

dy. (3.15)

On peut alors faire apparaître la fonction de Hjerting H(a, x), définie
par

H(a, x) =
a

π

∫+∞
−∞

e−y2

a2 + (x− y)2
dy. (3.16)

On peut, à l’aide de cette fonction, définir le profil d’absorption de la
raie tel que le verrait un observateur extérieur, qu’on appelle profil
de Voigt, défini par

ΦVoigt(x) =
H(a, x)

ΔνD

√
π

. (3.17)

La section efficace de diffusion s’exprime alors comme

σ(x) =
πe2

mec
f12ΦVoigt(x). (3.18)

En reprenant la définition de x ≡ ν−νLyα
ΔνD

et en notant que

ΦVoigt(x)dx = ΦVoigt(ν)dν,

on peut exprimer le profil de Voigt et la section efficace σ en fonction
de ν :

σLyα(ν) =

√
πe2

mecΔνD

f12 H

(
a,

ν− νLyα

ΔνD

)
. (3.19)

La fonction de Hjerting n’ayant pas d’expression analytique simple,
on doit se contenter d’une solution numérique ou d’étudier le com-
portement asymptotique pour x � 1 (ν � νLyα) et x � 1. Sur la
figure 3.2, on compare le profil de Voigt (en rouge, trait épais) au pro-
fil intrinsèque de la raie (lorentzienne, en orange) et à la distribution
gaussienne des vitesses (en bleu). On observe qu’il existe une valeur
xt marquant une transition entre un régime où le profil de la raie est
bien approximé par une gaussienne (|x| < xt) et un régime où le profil
est globalement lorentzien (|x| > xt). Analytiquement, on peut mon-
trer que si |x| � xt (on parle du cœur de la raie), alors H(a, x) ∼ e−x2

,
et si |x| � xt (dans les ailes de la raie), alors H(a, x) ∼ a√

πx2 . On peut
qualitativement estimer xt comme la valeur où les deux comporte-
ments asymptotiques se rejoignent, soit

a√
πx2t

∼ e−x2
t .

Cette équation se résout numériquement, et on trouve des valeurs
de xt allant de 2.5 pour a � 10−2 (T � 100 K) à 4.0 pour a � 10−6

(T � 108 K), avec une valeur caractéristique à T � 104 K de xt � 3.3.
Pour x = 0, on aura H(a, 0) = 1 et

σ0 ≡ σLyα(νLyα) =

√
πe2

mecΔνD

f12 � 5.92 × 10−14 cm2 (3.20)
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Figure 3.2 – Comparaison du profil de Voigt (trait épais rouge) avec le pro-
fil intrinsèque de Lorentz (en orange) et l’élargissement ther-
mique ayant un profil gaussien (en bleu).

Par souci d’exhaustivité, rappelons que la raie Lyman-α, produite
par la désexcitation 2 → 1, est en fait un doublet : la prise en compte
de la structure fine de l’atome d’hydrogène entraîne une séparation
des niveaux 2P1/2 et 2P3/2, et donc un dédoublement de la raie. À
strictement parler, le profil de la raie d’absorption est décrit par la
somme de deux profils de Voigt. La différence d’énergie entre les
sous-niveaux 2P est de l’ordre de 5 × 10−5 eV (soit Δν ∼ 1010 Hz �
νLyα), c’est plus que la largeur intrinsèque de la raie ΔνL, qui cor-
respond à une différence d’énergie de l’ordre de hΔνL � 4 × 10−7 eV,
et il faudrait donc en tenir compte lors de l’étude de la diffusion ré-
sonnante. Toutefois, dans des plasmas astrophysiques où T ∼ 104 K,
l’élargissement Doppler de la raie correspond à énergie de l’ordre de
hΔνD � 4 × 10−4 eV : la séparation des sous-niveaux 2P est noyée
dans le bruit thermique. Nous reviendrons néanmoins dans la sec-
tion 3.2.2 les conséquences de ce dédoublement lors de la réémission
d’un photon après une absorption.

3.2.1.2 Probabilité d’interaction

Nous avons vu qu’un photon à la fréquence νext dans un référentiel
extérieur et se propageant dans la direction k sera vu à la fréquence
νat par un atome d’hydrogène. La relation (3.9) donne le lien entre
νext et νat, en prenant ν = νat et ν ′ = νext. Si on suppose que le
photon est parfaitement au centre de la raie dans le référentiel de
l’atome (νat = νLyα), cela impose que la composante v‖ de la vitesse
parallèle à la direction de propagation du photon soit déterminée par
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x = u‖ ≡ −
v‖
vth

, avec v‖ = k · v. On a déterminé dans la section 3.2.1
que la probabilité qu’un photon rencontre un atome à v‖ est don-
née par f(v‖)dv‖ (donnée par l’expression 3.10). En réalité, un photon
peut interagir avec un atome même si νat �= νLyα, avec une section
efficace donnée par le profil lorentzien (3.6). En définissant xat corres-
pondant à νat, on peut exprimer la probabilité P(xat, u‖)dxat qu’un
photon entre xat et xat + dxat dans le référentiel de l’atome rencontre
un atome avec une vitesse v‖ = u‖vth dans le référentiel extérieur, et

est proportionnelle à e
−(xat−u2

‖)

a2+x2
at

. En normalisant, on obtient

P(xat, u‖) =
a

πH(a, u‖)
e−(xat−u‖)2

a2 + x2at
. (3.21)

Cette probabilité peut également se lire comme la probabilité qu’un
photon à la fréquence νext dans le référentiel extérieur soit absorbé à
la fréquence νat dans le référentiel de l’atome :

P(xat | x) =
a

πH(a, x)

e−(xat−x)2

a2 + x2at
. (3.22)

Pour un photon à la fréquence x, on peut montrer que x � xat −
v‖
vth

,
ce qui permet d’interpréter l’équation (3.22) comme P(v‖ | x), via

P(v‖ | x) =
a

πH(a, x)

e
−
( v‖
vth

)2

a2 +
(
x+

v‖
vth

)2 . (3.23)

La figure 3.3a illustre P(xat | x) pour quelques valeurs représentatives
de x. Si l’on prend le cas particulier où le photon est à νLyα dans le réfé-
rentiel du gaz, alors x = 0 (en pointillés bleus sur la figure) : le photon
diffusera seulement s’il est localement à la résonance, c’est-à-dire s’il
rencontre un atome à une vitesse nulle. Dans le cas extrême inverse, si En fait, cette

condition impose
seulement que v et k

soit parallèles.

le photon est loin dans les ailes (en tirets verts, pour x = −5), un pho-
ton diffusera préférentiellement s’il est également dans les ailes de la
raie dans le référentiel de l’atome (xat � −5). En effet, la distribution
maxwellienne des vitesses des atomes fait qu’il est très peu probable
pour un photon de rencontrer un atome à v‖ � 5vth (d’un facteur
e−25 � 10−11). Il y aura par contre beaucoup d’atomes à v‖ � 0, et
donc pour lesquels xat � −5. À la transition entre le cœur et les ailes,
pour u‖ � xt (en rouge sur la figure), un photon diffusera soit dans
les ailes (xat � 3.3), soit s’il est exactement à la résonance (xat = 0).
La transition entre diffusion dans le cœur et diffusion dans les ailes
traduit ainsi la compétition entre la probabilité de trouver un atome
ayant la bonne vitesse et la probabilité d’interagir. C’est ce qu’illustre
la figure 3.3b : un photon dans le cœur de la raie trouvera facilement
un atome v‖ = 0, un photon à la transition cœur-raie pourra soit dif-
fuser sur un atome à v‖ = 0, soit à v‖ = xtvth, et un photon dans les
ailes diffusera forcément sur un atome à v‖ � 0.
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Figure 3.3 – Probabilité d’interaction pour un photon à x, pour quelques
valeurs de x.

3.2.1.3 Profondeur optique

On a vu dans la section 2.4.1 que la probabilité pour un photon
à la fréquence ν traverse un nuage de gaz d’épaisseur s sans être
absorbé s’écrit P(s) = e−τν(s), avec τν(s) la profondeur optique à la
fréquence ν correspondant à une épaisseur physique s. Par définition,
τν dépend du milieu, et avec la section efficace d’absorption donnée
par (3.18), on a

τν(s) =

∫s
0

σLyα(ν)nH i(l)dl = σLyα(ν)

∫s
0

nH i(l)dl = σ(ν)NH i,

(3.24)
avec nH i la densité locale d’hydrogène neutre et NH i la densité de
colonne correspondante. Cette expression peut se réécrire en notant
que σ(ν) = σ0H(a, x), ce qui permet de définir la profondeur optique
au centre de la raie τ0 ≡ σ0NH i :

τν(s) = σ0NH iH

(
a,

ν− νLyα

ΔνD

)
≡ τ0H

(
a,

ν− νLyα

ΔνD

)
(3.25)

On peut définir le libre parcours moyen ou mean free path λ
Lyα
mfp (ν)

comme la distance typique que va parcourir un photon entre deux
interactions, c’est-à-dire la distance correspondant à τν(λ

Lyα
mfp ) = 1. Si

le gaz a une densité moyenne 〈nH i〉, on peut exprimer cette distance
comme

λ
Lyα
mfp (ν) �

1

σ(ν)〈nH i〉 . (3.26)

Au centre de la raie (ν � νLyα), pour une densité typique du mi-
lieu interstellaire de 〈nH i〉 � 1 cm−3, un photon parcourra donc en
moyenne λ

Lyα
mfp (νLyα) = 1.7 × 1013 cm = 5.5 × 10−6 pc. Un photon de

fréquence νLyα sera donc très rapidement réabsorbé, et diffusera qua-
siment sur place. À l’aide de l’équation (3.24), on peut donner une



3.2 transfert résonnant 71

condition sur la densité de colonne pour qu’un système soit opaque
à la raie Lyα (τLyα = 1) : un système sera optiquement épais dès que
NH i � 1.7 × 1013 cm−2.

3.2.2 Réémission et redistribution

La diffusion étant un phénomène cohérent (dans le référentiel de
l’atome), lors de la ré-émission, le nouveau photon sera émis à une
fréquence ν ′

at = νat dans le référentiel de l’atome 2.

x

y

z

k

k ′
θ

Figure 3.4 – Diffusion sur un atome en (0,0,0) d’un photon arrivant à k et
réémis dans la direction k ′ dans le référentiel extérieur.

Sa direction de propagation après diffusion k ′ sera modifiée lors
l’interaction (comme illustré sur le schéma 3.4), si bien que pour un
observateur extérieur, la fréquence ν ′

ext du photon sera également mo-
difiée par rapport à νext, et on peut définir la fonction de redistribu-
tion R(y,k ′, x,k). La probabilité qu’un photon de fréquence entre x et
x+ dx (correspondant à une fréquence νext + dνext avec les notations
3.12) se propageant dans une direction k (à un angle solide dω près)
soit réémis à une fréquence entre y et y+dy et dans une direction k ′

(à dω ′ près) est alors donnée par

R(y,k ′, x,k)dx dy
dω

4π

dω ′

4π
. (3.27)

Une propriété de la fonction de redistribution est que si l’on intègre
sur tous les états sortants possibles et sur toutes les directions, on doit
retrouver le profil d’absorption :

φ(x)dx =

∫∫∫
R(y,k ′, x,k)dy

dω

4π

dω ′

4π
.

2. En réalité, lors d’une interaction, il y a un transfert de moment entre le photon
et l’atome, causant un recul de l’atome. Pour conserver l’énergie totale, cela impose
que la fréquence du photon réémis soit légèrement différente. Field (1959) a montré
que ce décalage en fréquence est de l’ordre γrΔνD décalages Doppler, avec γr =

hνat
mpvthc

� hΔνD

mpv
2
th

= hΔνD
2kBT . Pour un gaz à T ∼ 104 K, ce décalage est infime, de

l’ordre de γr � 2.5 × 10−4, et toujours négligeable devant le décalage Doppler dû au
mouvement thermique des atomes.
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Si l’on suppose que

(i) la probabilité qu’un photon arrive à (x,k) ne dépend que de x,

(ii) la probabilité qu’un tel photon soit réémis dans une direction
k ′ ne dépend pas de la fréquence,

alors on peut séparer R en un profil d’absorption, une fonction de
redistribution angulaire W(θ), où θ est l’angle entre les directions k

et k ′, et une fonction de redistribution en fréquence R(y, x). Comme
noté par Dijkstra et Kramer (2012), la fonction de redistribution en
fréquence R(y, x) correspond en fait à une moyenne de R(y, x | θ) sur
tous les angles θ possible.

3.2.2.1 Redistribution angulaire

On appelle en général fonction de phase la partie W(θ) de la fonc-
tion de redistribution qui décrit la probabilité qu’un photon soit ré-
émis dans une direction faisant un angle θ avec la direction d’émis-
sion 3. Un traitement quantique de la diffusion permet de déterminer
l’expression de W(θ) en fonction des transitions étudiées. Dans l’ap-
proximation dipolaire, Hamilton (1940) a montré que la fonction de
phase prenait la forme

W(θ) = 1+
R

Q
cos2 θ, (3.28)

où le rapport R
Q

dépend des changements de moment angulaire lorsPhysiquement, on
reliera R

Q au degré
de polarisation pour
une diffusion à 90◦.

de la série de transitions électroniques mises en jeu pour la diffusion.
On exprimera fréquemment W en fonction de μ ≡ cos θ, et on norma-
lisera W(μ) de sorte à ce que

∫
W(μ)dμ = 1.

Pour une transition 1S1/2 → 2P1/2 → 1S1/2, R
Q

= 0, et la re-
distribution angulaire est donc complètement isotrope. Dijkstra et
Loeb (2008) donnent une explication qualitative qui parlera peut-être
plus au physicien : dans l’état 2S1/2, la partie angulaire de la fonc-
tion d’onde est constante (voir par exemple White 1931). Une fois
un atome d’hydrogène excité dans cet état, il perd toute mémoire
de la direction de propagation du photon qu’il a absorbé, et la di-
rection d’émission sera donc aléatoire avec une distribution isotrope.
Pour une transition 1S1/2 → 2P3/2 → 1S1/2, en revanche, Hamilton

(1940) a calculé que R
Q

=
(j+1)(2j+3)
26j2−15j−1

= 3
7

avec j = 3/2 le moment an-
gulaire total du système. La multiplicité de spin des états nLj valant
2j + 1, il sera est deux fois plus probable d’effectuer une transition
passant par l’état 2P3/2 que par l’état 2P1/2. Pour un photon dans les
ailes de la raie 4, Stenflo (1980) a montré que les deux sous-niveaux

3. Si l’on fait pour l’instant l’approximation que le rayonnement incident n’est
pas polarisé, alors la composante azimutale (selon φ) est isotrope, et on peut ex-
primer W uniquement en fonction de θ. On reviendra sur cette hypothèse dans la
section 3.2.4 suivante.

4. Il n’y a a priori pas de raison pour que les définitions de cœur et ailes de
la raie soient les mêmes ici que dans la section 3.2.1.1, puisqu’ici c’est la séparation
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interféraient entre eux (voir aussi Dijkstra et Loeb 2008), et que le
système se comporte comme un dipôle pour la diffusion. Dans ces
conditions, la fonction de phase est décrite par la fonction de phase
de Rayleigh, qui correspond à R

Q
= 1.

En résumé, on peut distinguer trois cas :

— Redistribution au centre de la raie en passant par le niveau
2P1/2 (1/3 des transitions au centre) :

Wcentre,1/2(μ) =
1

2
(3.29)

— Redistribution au centre de la raie en passant par le niveau
2P3/2 (2/3 des transitions au centre) :

Wcentre,3/2(μ) =
7

16

(
1+

3

7
μ2

)
(3.30)

— Redistribution dans les ailes de la raie :

Wailes(μ) =
3

8

(
1+ μ2

)
(3.31)

On peut regrouper les expressions (3.29) et (3.30) pour obtenir la fonc-
tion de phase dans le centre de la raie :

Wcentre(μ) =
11

24
+

3

24
μ2. (3.32)

Ces quatre fonctions sont représentées sur la figure 3.5. La redistri-
bution d’un photon à θ = 90° (μ = 0) est généralement défavorisée,
mais l’effet est plus marqué si le photon est dans les ailes de la raie.
Comme on le verra dans la section 3.2.4, l’une des conséquences sera
que les photons dans les ailes contribuent beaucoup plus à la polari-
sation que les photons du centre.

3.2.2.2 Redistribution en fréquence

Une seconde conséquence de la séparation entre diffusion dans le
cœur et dans les ailes est que le décalage en fréquence dû à l’effet
Doppler dépendra fortement de la fréquence. En effet, le fait que
la diffusion soit cohérente dans le référentiel de l’atome implique
que la fréquence de réémission y s’exprime comme y = x+

v·(k−k ′)
vth

.
En prenant une base telle que k = (1, 0, 0), on peut décomposer
k ′ = (μ,

√
1− μ2, 0), et v = (v‖, v⊥,1, v⊥,2). Dans ce système de coor-

données, et en posant u =
v‖
vth

et w = v⊥,1

vth
, on obtient (en négligeant

le recul de l’atome)

y = x+ u(1− μ) +w
√

1− μ2. (3.33)

intrinsèque entre les niveaux 2P1/2 et 2P3/2 qui va compter. Dijkstra et Loeb (2008)
suggèrent en s’appuyant sur les travaux de Stenflo (1980) que dès que |x| > xcrit ≡
0.2, on peut considérer qu’on est dans les ailes de la raie. Pour éviter toute confusion,
on parlera du centre de la raie pour |x| � 0.2.
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Figure 3.5 – Fonction de phase dans le centre (en bleu) et dans les ailes (en
rouge) de la raie.

La probabilité qu’un photon soit absorbé à x et réémis à y dépend
donc fortement de μ, et Henyey (1940) puis Dijkstra et Kramer
(2012, appendice C) ont montré que

R(y, x | μ) =
a

π
3
2φ(x)

√
1− μ2

∫+∞
−∞

e−u2

(x− u)2 + a2
e
−

(
x−y+u(μ−1)√

1−μ2

)2

du.

(3.34)
Pour obtenir R(y, x) à partir de R(y, x | μ), il faut donc calculer l’in-
tégrale

∫
R(y, x | μ)W(μ)dμ, qui va dépendre fortement de si la diffu-

sion se fait dans les ailes ou au centre de la raie.
Unno (1952) a calculé analytiquement R(y, x) pour une redistribu-

tion isotrope (W(θ) ∼ 1). Ces calculs ont été étendus par Hummer
(1962) au cas d’une redistribution dipolaire (W(θ) ∼ 1+ cos2 θ). En
suivant ses notations et en posant x et x respectivement pour la plus
petite et la plus grande valeur entre |x| et |y|, on a la formule suivante
pour la redistribution isotrope :

RII−A(y, x) =
1

π
3
2

∫+∞
|x−x|

2

e−u2

(
arctan

(
x+ u

a

)
− arctan

(
x− u

a

))
du

(3.35)
Dans le cas de la redistribution dipolaire, on a :

RII−B(y, x) =
3a

8π
3
2

∫+∞
|x−x|

2

e−u2

∫x+u

x−u

[
3−

(
x− t

u

)2

−

(
y− t

u

)2

+3

(
x− t

u

)2(
y− t

u

)2
]

dt du

t2 + a2
(3.36)
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À l’aide de ces fonctions, on peut exprimer la probabilité P(y | x)

qu’un photon absorbé à x soit réémis à y via le théorème de Bayes
(Lee, 1974), via

P(y | x) =
R(y, x)

φ(x)
,

ce qui revient essentiellement à normaliser R(y, x) de sorte à ce que
P(y | x) dx soit une densité de probabilité.

−6 −4 −2 0 2 4 6
y

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

P
(y
|x
)

x = 0
x = 2
x = 4

(a) PII−A(y | x)

−6 −4 −2 0 2 4 6
y

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

P
(y
|x
)

x = 0
x = 2
x = 4

(b) PII−B(y | x)

Figure 3.6 – Probabilité qu’un photon à une fréquence x soit réémis à une
fréquence y lors d’une diffusion isotrope (à gauche) ou dipo-
laire (à droite).

On représente sur la figure 3.6 PII−A(y | x) et PII−B(y | x) pour
une diffusion au centre de la raie (x = 0, en pointillés bleus), dans
le cœur de la raie (x = 2, en rouge) et dans les ailes (x = 4, en tirets
verts). Pour interpréter ces figures, il faut revenir à la figure 3.3b,
qui représente la probabilité qu’un photon à une fréquence x soit
absorbé par un atome à une vitesse v‖ donnée. À la résonance (pour
x = 0), un photon interagira préférentiellement avec un atome à v‖ =

0 : le référentiel de l’atome correspond au référentiel extérieur, et le
photon sera réémis à la même fréquence. Au cœur de la raie (|x| <
xt), un photon diffusera préférentiellement sur un atome ayant une
vitesse v‖ � xvth, et sera réémis à une fréquence y déterminée par
l’expression (3.33). La condition sur les vitesses donne que −x � y �
x, et pour une diffusion isotrope (comme sur la figure 3.6a), toutes
les valeurs de μ = cos θ sont équiprobables, donc PII−A(y | x) est
constante entre −x et x. Pour une diffusion dipolaire (figure 3.6b), on
retrouve la forme de la fonction de phase entre −x et x. Enfin, pour
une diffusion dans les ailes (|x| > xt), le photon interagira surtout
avec des atomes à |v‖| � |x|vth, et sera donc réémis à ∼ x.

La redistribution en fréquence est déterminante pour le transfert :
la profondeur optique diminue rapidement avec x, et après quelques
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diffusions un photon est progressivement décalé en fréquence vers
les ailes et voit donc une profondeur optique plus faible.

3.2.2.3 Approches analytiques

Bien que le problème du transfert résonnant soit impossible à ré-
soudre analytiquement pour une géométrie quelconque, la résolution
de l’équation du transfert radiatif (2.23) pour une raie résonnante
dans des cas idéalisés permet une première approche du problème.
On va ici s’intéresser au cas particulier d’une tranche (slab) de gaz
homogène à une densité nH i, infinie dans deux directions et d’épais-
seur 2L finie, où la source (c’est-à-dire l’ensemble des points à τ = 0)
est dans le plan médian. Les photons verront initialement une pro-
fondeur optique de τ0 = nH iσ0L au centre de la raie, et on suppo-
ser τ0 � 1. En s’inspirant des travaux de Unno (1955) traitant du
transfert de la raie Lyα de l’hélium, Harrington (1973) a donné une
première solution. Neufeld (1990) a ensuite généralisé ces résultats
aux cas où la source n’est pas centrée par rapport au milieu diffu-
sif et où les photons sont émis avec une fréquence xi �= 0. Pour une
source monochromatique dans le plan médian du système, la solu-
tion de Neufeld pour l’intensité émergente à ±L (autrement dit à
±τ0) moyennée sur toutes les directions revient à celle de Harring-
ton et s’exprime comme :On prend ici les

mêmes notations que
Dijkstra et al.

(2006)
J(x, τ0) =

√
6

24
√
πaτ0

x2

cosh
(√

π3/54
(

x3

aτ0

)) . (3.37)

Dijkstra et al. (2006) a plus tard proposé une solution pour le pro-
blème d’une source au centre d’une sphère homogène d’épaisseur
optique τ0 :

J(x, τ0) =

√
π

24aτ0

x2

1+ cosh
(√

2π3/27
(

x3

aτ0

)) , (3.38)

et on peut montrer que J(x, τ0) a un maximum en x� � ±1.06(aτ0)
1
3

pour la tranche homogène et en x� � 0.92(aτ0)1/3 pour le cas sphé-
rique. La figure 3.7 présente spectre J(x, τ0) émergent d’une sphère
pour τ = 104, 105 et 106. On voit bien que le pic de J(x, τ0) se dé-
place vers les grandes valeurs de x� lorsque l’épaisseur optique du
milieu augmente. Dans les expressions précédentes, on fait l’hypo-
thèse que les photons sont émis à x = 0, soit νLyα exactement : on
peut interpréter la figure 3.7 comme la redistribution en fréquence
subie par une raie monochromatique lors du transfert à travers un
nuage de gaz d’épaisseur optique τ0. Les photons seront décalés
en fréquences jusqu’à ce qu’ils puissent sortir du cœur de la raie.
Quand les photons arrivent à x�, la probabilité d’interagir n’est plus
que de τ0H

(
a, (aτ0)

1
3

)
, et si τ0 � 1, on aura H(a, x�) � 1 et donc

τ(x�) � τ0.



3.2 transfert résonnant 77

−20 −15 −10 −5 0 5 10 15 20
x

0.000

0.005

0.010

0.015

0.020

0.025

0.030

J(
x
)

τ0 = 104

τ0 = 105

τ0 = 105

Figure 3.7 – Spectre émergent d’une sphère d’épaisseur optique τ0 pour
quelques valeurs de τ0.

Osterbrock (1962) suggère que la diffusion résonnante est équiva-
lente à une marche aléatoire dans l’espace, où à chaque interaction,
un photon ne peut se déplacer que d’environ λmfp, ce qui impose
qu’il faut 〈N〉 ∝ τ20 pour s’échapper (Rybicki et Lightman, 1979). En
réalité, la diffusion se comporte plutôt comme une marche aléatoire
à la fois dans l’espace et en fréquence, ce qui a pour conséquence
qu’après une interaction, un photon soit suffisamment décalé en fré-
quence pour pouvoir s’échapper. Il y a donc une compétition entre
une série de petites excursions en fréquences accompagnées de pe-
tits trajets dans l’espace, et une grande excursion en fréquence (qui
amène le photon à ∼ x�) permettant au photon de s’échapper lors
de sa plus grande excursion. Dans ce dernier cas, on peut montrer que
〈N〉 ∝ τ0. Les résultats numériques de Adams (1972) suggèrent que
c’est cette dernière possibilité qui est dominante. Harrington (1973)
l’a confirmé en montrant qu’un photon diffusera 〈N〉 � 0.91τ0 fois
avant de s’échapper.

C’est la nécessité de prendre en compte l’intrication entre le dépla-
cement spatial et en fréquence des photons qui rend le transfert Lyα à
la fois si riche et si complexe. La redistribution en fréquence implique
que la cinématique du gaz dans lequel se propage les photons va être
déterminante pour déterminer le spectre émergent. Réciproquement,
l’étude du spectre de la raie Lyα peut en principe permettre d’accéder
à des informations sur la cinématique du gaz. Néanmoins, en dehors
de cas très simples comme ceux évoqués jusqu’ici rendent les outils
analytiques inopérants, et il est alors nécessaire de passer par une ap-
proche numérique. Nous décrirons le fonctionnement d’un code pour
le transfert radiatif Lyα dans la section 3.4.
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3.2.3 Interaction avec la poussière

Les grains de poussière produits dans les atmosphères des géantes
rouges en fin de vie et présents dans le milieu interstellaire des ga-
laxies en affectent considérablement le spectre, puisqu’ils jouent le
rôle d’écran qui va absorber une partie de la lumière pour la ré-
émettre dans l’infrarouge thermique. Les photons Lyα pourront donc,
au cours de leur trajet dans une galaxie, rencontrer des grains de
poussière. Une partie des photons sera alors absorbée par la pous-
sière (et contribueront à la chauffer, avant d’être réémis dans l’infra-
rouge), tandis qu’une autre partie sera réfléchie (c’est-à-dire diffusée)
et continuera sa route jusqu’à la prochaine interaction. L’équilibre
entre ces deux phénomènes est régi par l’albédo, qui correspond rap-
port entre les sections efficaces de diffusion σs et d’absorption σd.
Formellement, l’albédo est défini comme

A =
σs

σs + σa
=

σs

σd

. (3.39)

L’albédo est une fonction de la longueur d’onde et de la composition
de la poussière, qui est mal connue. Dans l’UV, autour de λLyα, A
varie entre 0.3 et 0.4 (Draine, 2003 ; Li et Draine, 2001) dans les
conditions observées dans les galaxies de l’Univers Local.

La diffusion sur la poussière n’est pas isotrope, et tout comme on a
défini une fonction de phase pour la diffusion sur un atome d’hydro-
gène, on peut définir une fonction analogue pour la poussière. Cette
tâche est cependant ardue en raison des faibles contraintes sur la com-
position de la poussière. Henyey et Greenstein (1941) ont proposé
une fonction de phase sous la forme

PHG(μ) =
1

4π

1− g2

(1+ g2 − 2gμ)
3
2

(3.40)

où g = 〈μ〉 est un paramètre décrivant l’asymétrie de la diffusion. Si
g = 0, on retrouve une diffusion isotrope, et si g = 1, tous les pho-
tons sont diffusés avec μ = 1, c’est-à-dire vers l’avant. Dans l’Univers
Local, Li et Draine (2001) ont déterminé g � 0.73.

La section efficace d’interaction avec la poussière est très faible (de
l’ordre de σd � 10−21 cm2, Li et Draine 2001), et la probabilité d’in-
teragir avec un grain de poussière est donc minime. Néanmoins, la
nature résonnante de la raie Lyα fait qu’un photon émis dans une
galaxie diffusera de nombreuses fois avant de pouvoir en sortir et
aura ainsi un trajet beaucoup plus long qu’un photon du continu, au
point que l’effet de la poussière soit important à prendre en compte,
puisque c’est le seul mécanisme capable de faire disparaître des pho-
tons Lyα.
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3.2.4 Transfert radiatif polarisé

Nous n’avons pour l’instant considéré que le caractère corpuscu-
laire de la lumière. En réalité, on peut décrire la propagation de la
lumière comme celle d’une onde, pour laquelle il faut tenir compte
de la polarisation 5. Dès le milieu du XIXe siècle, Stokes (1851) avait
entrepris de d’étudier la propagation d’une onde lumineuse polarisée
dans « On the Composition and Resolution of Streams of Polarized
Light from different Sources », mais c’est véritablement Chandrase-
khar (1960) qui en établira le formalisme moderne.

On notera k la direction de propagation, E0 est l’amplitude de
l’onde, et e la direction de polarisation de l’onde, avec la contrainte que
k ⊥ e qui impose que le plan de polarisation soit perpendiculaire à la
direction de propagation. On peut sans perdre de généralité suppo-
ser que la propagation se fait dans la direction z. Une onde lumineuse
polarisée elliptiquement dans le plan Oxy est alors décrite par (Chan-
drasekhar, 1960, §15.1, eq. 142-143) :

E = E0

⎛
⎜⎜⎝
√

cos2 β cos2 χ+ sin2 β sin2 χ sin(ωt−ϕx)√
cos2 β sin2 χ+ sin2 β cos2 χ sin(ωt−ϕy)

0

⎞
⎟⎟⎠ , (3.41)

où ω = 2πν est la pulsation de l’onde, χ est défini par l’angle entre
le grand axe de l’ellipse et la direction x. On définit l’ellipticité de
l’onde βde sorte à ce que pour une onde linéairement polarisée β = 0

et pour une onde de polarisation circulaire droite (gauche) on aura
β = π

2
(−π

2
). Dans l’équation (3.41), on a défini tanϕx = tanβ tanχ et

tanϕy = − tanβ
tanχ

. La figure 3.8 illustre l’ellipse de polarisation, qui décrit
l’ensemble des états de polarisations possibles pour le vecteur E. En
suivant Chandrasekhar (1960), on introduit les paramètres de Stokes :

I = E0x
2 + E0y

2 = I

Q = E0x
2 − E0y

2 = I cos 2β cos 2χ

U = 2E0xE0y cos (ϕx −ϕy) = I cos 2β sin 2χ

V = 2E0xE0y sin (ϕx −ϕy) = I sin 2β,

(3.42)

définissant ainsi le vecteur de Stokes I = (I,Q,U, V).
On peut alors remarquer que

I2 = Q2 +U2 + V2. (3.43)

5. En fait, on peut aussi faire définir la polarisation de la lumière sans faire in-
tervenir de formalisme ondulatoire. Le photon étant un boson de spin 1 et de masse
nulle, la projection de son spin ne peut prendre que les valeurs −1 et +1, définis-
sant deux états propres de polarisation. On peut montrer que ces deux états corres-
pondent respectivement à une polarisation circulaire gauche et droite. L’état d’un
photon sera décrit comme une superposition de ces deux états propres, permettant
ainsi de décrire n’importe quel état de polarisation.
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Figure 3.8 – Ellipse de polarisation indiquant l’ellipticité β et l’angle de po-
larisation χ.

Dans le cas d’une onde polarisée linéairement, β = 0 implique que
V = 0. On peut remonter à la direction de polarisation χ et à l’ellipti-
cité via

tan 2χ =
U

Q
(3.44)

et
tan 2β =

V√
Q2 +U2 + V2

. (3.45)

À l’aide de ce formalisme, on peut décrire l’état d’une onde partiel-
lement polarisée comme une somme d’ondes totalement polarisées
(Chandrasekhar, 1960, §15, eq. 164) :

I =
∑
n

I(n)

Q =
∑
n

Q(n) =
∑
n

I(n) cos 2βn cos 2χn

U =
∑
n

U(n) =
∑
n

I(n) cos 2βn sin 2χn

V =
∑
n

V(n) =
∑
n

I(n) sin 2βn

(3.46)

où les I(n), χn et βn décrivent les intensités, directions de polarisa-
tions et ellipticités des différentes ondes. Pour un tel mélange d’ondes,
les directions de polarisation peuvent être toutes différentes, de sorte
que l’équation (3.43) devient une inégalité :

I2 � Q2 +U2 + V2. (3.47)

On définit alors le degré de polarisation P comme

P =

√
Q2 +U2 + V2

I
, (3.48)
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de sorte à ce que pour une onde complètement polarisée, P = 1. On
peut alors décomposer tout rayon lumineux comme la superposition
de deux ondes, l’une totalement polarisée et l’autre complètement
dépolarisée : ⎛

⎜⎜⎜⎜⎝
I

Q

U

V

⎞
⎟⎟⎟⎟⎠ =

⎛
⎜⎜⎜⎜⎝
(1−P)I

0

0

0

⎞
⎟⎟⎟⎟⎠+

⎛
⎜⎜⎜⎜⎝
PI

Q

U

V

⎞
⎟⎟⎟⎟⎠ . (3.49)

À l’aide de ce formalisme, on peut décrire la transformation du
vecteur de Stokes lors d’une diffusion comme une transformation sur
ce vecteur, et l’intensité diffusée dans un angle solide dω ′ la direction
k ′ sera donnée proportionnelle à R(θ)Ĩdω ′ (Chandrasekhar, 1960,
§15, eq. 208), où θ est l’angle entre k et k ′. On appelle matrice de phase
la matrice R(θ), qui dépend du type de diffusion. Chandrasekhar
donne une expression de R permettant de calculer la transformation
des composantes I‖ = E‖2 et I⊥ = E⊥2, que l’on relie aux paramètres
de Stokes via I = I‖ + I⊥ et Q = I‖ − I⊥. Dans le cas d’une diffusion
isotrope, on a

Risotrope =

⎛
⎜⎜⎜⎜⎝
1 0 0 0

0 0 0 0

0 0 0 0

0 0 0 1

⎞
⎟⎟⎟⎟⎠ , (3.50)

alors que dans le cas de la diffusion Rayleigh (dipolaire), la matrice
de phase s’exprime comme

Rdipolaire =
1

2

⎛
⎜⎜⎜⎜⎝
1+ cos2 θ cos2 θ− 1 0 0

cos2 θ− 1 1+ cos2 θ 0 0

0 0 2 cos θ 0

0 0 0 2 cos θ

⎞
⎟⎟⎟⎟⎠ . (3.51)

On peut alors montrer (Chandrasekhar, 1960 ; Hamilton, 1947)
que l’on peut décomposer une diffusion résonnante comme une su-
perposition de diffusions isotrope et dipolaire. Lors d’une telle dif-
fusion, le paramètre de Stokes V est transformé via V ′ = 3

2
E3 cos θV .

En notant R̃isotrope et R̃dipolaire les matrices Risotrope et Rdipolaire dont on
aurait ôté la quatrième ligne et la quatrième colonne, on peut écrire⎛

⎜⎜⎝
I ′

Q ′

U ′

⎞
⎟⎟⎠ =

(
3

2
E1R̃dipolaire + E2R̃isotrope

)⎛⎜⎜⎝
I

Q

U

⎞
⎟⎟⎠ . (3.52)

Les paramètres E1, E2 et E3 sont définis suivant les notations de
Chandrasekhar (1960). Lors d’une diffusion, si on suppose le rayon-
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nement incident non polarisé, alors Q = U = 0 et on peut définir la
fonction de phase comme

W(θ) =
I ′

I
= E2 +

3

4
E1 +

3

4
E1 cos2 θ,

que l’on peut mettre sous la forme 1+ R
Q

cos2 θ (eq. 3.28) avec

R

Q
=

E1

E1 +
4
3
E2

.

À partir de ces expressions, on montre que ce rapport correspond
au degré de polarisation maximal acquis après une diffusion, soit
P(θ = 90◦).

Pour le cas du transfert Lyα polarisé, on a vu dans la section 3.2.2
que la diffusion dans les ailes de la raie était équivalente à une diffu-
sion Rayleigh pure, l’expression (3.51) est donc bien adaptée à ce cas.
On a alors E1 = 1 et E2 = 0, et donc P(90◦) = 1. Hamilton (1947)Par analogie avec les

raies du calcium,
Hamilton (1947)

puis Dijkstra et
Loeb (2008)

appellent
respectivement H et

K les transitions
passant par les

niveaux 2P 3
2

et 2P 1
2

.

a montré que, pour une diffusion dans le cœur de la raie en passant
par le niveau 2P3/2, on a (E1, E2) 3

2
=
(
1
2
, 1
2

)
et (E1, E2) 1

2
= (0, 1) pour

le cas d’une diffusion passant par le niveau 2P1/2. On aura alors res-
pectivement P(90◦) 3

2
= 3

7
et P(90◦) 1

2
= 0.

3.3 émission de photons Lyman-α

Nous allons maintenant établir les différents mécanismes menant à
la production de photons Lyman-α et établir les contextes astrophy-
siques dans lesquels on les retrouve.

3.3.1 Production d’un photon

On a vu que l’émission d’un photon Lyα résulte de la désexcita-
tion radiative d’un atome d’hydrogène de l’état 2 → 1. En dehors
du cas du transfert résonnant étudié dans la section 3.2 où un pho-
ton est absorbé puis réémis, l’émission Lyα n’est en général que la
dernière étape d’une cascade radiative, qui se produit lorsqu’un atome
d’hydrogène dans un état n > 2 se désexcite vers l’état 2P, et enfin
revient dans l’état fondamental via l’émission d’un photon Lyα. Il
faut toutefois noter que toutes les excitations dans un état n > 2 ne
mèneront pas nécessairement à la production d’un photon Lyα : si laDans un plasma

suffisamment dense,
il faudrait en

principe aussi tenir
compte des

désexcitations
collisionnelles.

cascade radiative aboutit dans l’état 2S, la seule voie de désexcitation
autorisée est l’émission de deux photons du continu.

La figure 3.9 illustre quelles transitions électroniques pourront me-
ner à l’émission d’un photon Lyα, à partir du niveau n = 5. On a
représenté en bleu les transitions menant forcément à l’émission Lyα,
en rouge celles qui n’y mènent jamais. À partir du niveau n = 4, une
transition à partir d’un même sous-niveau peut ou non mener à peu-
pler le niveau 2P. Par exemple, un atome dans l’état 4S pourra suivre
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n = 1

n = 2

n = 3

n = 4
n = 5

S P D F G

Lyα

Figure 3.9 – Illustration de quelques cascades radiatives pour l’hydrogène
excité dans un état n � 5. En bleu, les transitions menant à
l’émission Lyα, en rouge celles qui n’y mènent pas, et en vert,
celles qui peuvent y mener.

une cascade radiative menant à l’émission Lyα via 4S → 2P, ou au
contraire peupler le niveau 2S par la série de transitions 4S → 3P →
2S. Sur la figure 3.9, les transitions vers de tels niveaux sont illustrées
en vert.

Pour apporter à un atome l’énergie suffisante à l’amener dans un
état n > 2, il y a essentiellement deux possibilités : soit l’énergie
provient de la collision avec un électron libre dans le gaz, soit c’est le
résultat de la recombinaison d’un électron libre sur un proton.

collisions La collision d’un électron libre avec un atome d’hy-
drogène va, si l’énergie cinétique de l’électron est suffisante, l’exciter
dans un état n > 1 6. La cascade de désexcitation qui en suit pourra
se terminer par l’émission d’un photon Lyα. L’étude théorique de la
diffusion d’un électron sur un atome d’hydrogène a fait l’objet de
nombreux travaux analytiques puis numériques (par exemple Burke
et al., 1969 ; Callaway et al., 1987 ; Scholz et al., 1990) et dépasse de
loin le cadre de cette thèse. Dans une revue de 2014 sur la physique de
la raie Lyman-α, Dijkstra en présente les principaux résultats. Parmi
ceux-ci, on trouve l’expression du taux de collisions entre un atome
d’hydrogène et un électron menant l’atome dans l’état 2P. Ce taux
est proportionnel à la densité d’électrons libres dans le milieu ne, et
au coefficient q1S→2P(T) qui décrit la probabilité que l’atome se re-
trouve effectivement dans l’état 2P suite à la collision. Ce coefficient

6. On considère que tous les atomes sont dans leur état fondamental ; cette ap-
proximation est bien justifiée par le très court temps de vie des états excités.
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dépend de l’énergie cinétique de l’électron, et donc (dans un milieu
thermalisé) de la température du gaz. Son expression est donnée par
Callaway et al. (1987) et Scholz et al. (1990) :

q1S→2P(T) � 8.63 × 10−6 γ12

2
√
T
e
−

hνLyα
kBT cm3 s−1, (3.53)

où γ12 est un terme qui décrit l’efficacité effective moyenne des col-
lisions et qui dépend peu de la température (valant entre 0.4 et 2
pour T entre 6000 K et 150 000 K). Le nombre total de collisions par
unité de volume menant à la production d’un photon Lyα s’écrit donc
nH ineq1S→2P(T), et l’émissivité collisionnelle est donnée par :

εcoll = nH ineq1S→2P(T)hνLyα. (3.54)

recombinaisons L’atome résultant de la recombinaison d’un élec-
tron sur un proton peut se retrouver dans n’importe niveau (n, l),
selon l’énergie cinétique apportée par l’électron lors de sa collision
avec le proton. Cette énergie dépend de la différence de vitesse entre
les deux particules, qui va à son tour dépendre des distributions des
vitesses des électrons et des protons, chacune décrite par une distri-
bution maxwellienne f(v). Dans un plasma d’hydrogène, on devrait
en principe définir deux températures différentes, Te pour les élec-
trons, et Tp pour les protons. Cependant, si le gaz est thermalisé, on a
Te � Tp ≡ T , ce qui revient à dire qu’un proton et un électron auront
typiquement la même énergie cinétique . Le rapport de masse entre le
proton et l’électron est de l’ordre de 1800, ce qui a pour conséquence
que la vitesse typique d’un électron sera bien supérieure (d’un facteur
� 40) à la vitesse d’un proton, et on pourra faire l’approximation que,
lors d’une recombinaison, la différence de vitesse entre un proton et
un électron est donnée par la vitesse de l’électron.

La probabilité qu’un électron à la vitesse v se recombine sur un
proton pour donner un atome dans l’état (n, l) entre t et t+ dt est
proportionnelle au nombre de protons que l’électron pourra rencon-
trer pendant dt, et qui vaut nH iidV , où dV = σn,lvdt. En intégrant
sur la population complète d’électrons, on peut définir le taux de re-
combinaison donnant un atome dans l’état (n, l) par unité de volume
comme

Ṙn,l =

∫+∞
−∞ nenH iiσn,lvf(v)dv ≡ nenH iiαn,l(T) (3.55)

où on a défini αn,l(T) comme le coefficient de recombinaison vers le
niveau (n, l). On note Pn,l

Lyα ≡ P(n, l → Lyα) la probabilité que la
cascade radiative à partir de cet état (n, l) donne un photon Lyα.
On peut calculer cette probabilité récursivement (Dijkstra, 2014), en
notant que

P(n, l → Lyα) =
∑

n ′>n,l ′
P(n, l → n, l)P(n ′, l ′ → Lyα).
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Autrement dit, si on connaît la probabilité P(n ′, l ′ → Lyα) pour tous
les états (n ′, l ′) plus bas en énergie que le niveau (n, l), on pourra
calculer P(n, l → Lyα) en calculant seulement la probabilité de transi-
tion vers les différents niveaux (n ′, l ′). Cette probabilité de transition
s’exprime à l’aide des coefficients d’Einstein An ′,l ′,n ′′,l ′′ pour la tran-
sition (n ′, l ′) → (n ′′, l ′′). Le taux de recombinaison vers un état (n, l)
menant à l’émission d’un photon Lyα est alors donné par Ṙn,lPn,l

Lyα,
et en sommant sur tous les états possibles, on obtient que le taux
d’émission Lyα par unité de volume s’exprime comme

Ṅrec
Lyα = nenH ii

∑
n,l

Pn,l
Lyααn,l(T). (3.56)

En posant αnmin(T) =
∑

n>nmin,l
αn,l(T), on peut définir la probabi-

lité totale qu’une recombinaison mène à l’émission d’un photon Lyα
comme

Pnmin(Lyα) =

∑
n>nmin,l

Pn,l
Lyααn,l(T)

αnmin(T)
. (3.57)

Nous allons maintenant explorer la signification physique du nmin.
En principe, une recombinaison vers un niveau n quelconque peut
donner lieu immédiatement à une transition n → 1 en émettant un
photon de série de Lyman. Cependant, dans l’essentiel des plasmas
astrophysiques considérés, la densité d’hydrogène neutre est suffi-
samment importante pour le gaz soit opaque à ces photons, qui se- on fait l’hypothèse

que tous les atomes
sont dans l’état
n = 1.

ront immédiatement absorbés localement (on parle de l’approxima-
tion on the spot). Par exemple, une recombinaison dans l’état 4P pour-
rait donner lieu à l’émission d’un photon Lyγ, qui sera immédiate-
ment réabsorbé pour repeupler le niveau 4p. Dans cette approxima-
tion, appelée cas B en suivant la notation de Baker et Menzel (1938),
toutes les recombinaisons vers les états n > 2 se désexciteront vers
n = 2, pour ultimement donner un photon Lyα ou deux photons du
continu 7. On prendra donc nmin = 2 dans l’équation (3.57). On notera
PB(T) ≡ P2(T), et le coefficient de recombinaison devient αB. Il arrive
toutefois que l’on s’intéresse à un plasma astrophysique complète-
ment ionisé, qui sera transparent aux photons de la série de Lyman.
Les transitions n → 1 seront alors autorisées, et on prendra nmin = 1.
On parle alors du cas A, et on notera la probabilité d’émission Lyα
PA et le coefficient de recombinaison αA. Par analogie, on peut définir Hui et Gnedin

(1997) donnent des
expressions
analytiques pour αA

et αB.

les cas C, D, . . . dans les cas où les niveaux n = 2, 3, . . . sont peuplés
par des collisions et seront donc opaques aux photons des raies de
Balmer, Paschen, . . ., et on devra alors prendre nmin = 3, 4, . . . . En
pratique, dans le contexte de cette thèse, on ne rencontrera pas de
plasma assez dense pour que ces hypothèses soient nécessaires, et on

7. En fait, le cas B implique que le milieu est opaque à tous les photons de la série
de Lyman, dont les photons Lyman-α. Mais comme la raie Lyman-α est résonnante,
les photons absorbés sont réémis (diffusés), et pourront finalement s’échapper du
milieu.



86 transfert radiatif lyman-α

fera toujours l’approximation du cas B (et exceptionnellement du cas
A, pour des plasmas ionisés).

Cantalupo et al. (2008) puis Dijkstra (2014) donnent les expres-
sions analytiques suivantes pour les coefficients PA et PB (illustrées
en figure 3.10) en ajustant des données tabulées, valides entre 102 K
et 105 K :

PA(Lyα) = 0.41− 0.165 log
(

T

104 K

)
− 0.015

(
T

104 K

)−0.44

(3.58)

PB(Lyα) = 0.686− 0.106 log
(

T

104 K

)
− 0.009

(
T

104 K

)−0.44

(3.59)

On retrouve ainsi la valeur de PB(Lyα) � 0.68 souvent citée dans le
cas B. En réalité PB(Lyα) varie entre 0.90 et 0.56 entre 102 K et 105 K.

102 103 104 105
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0.4

0.6
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Figure 3.10 – Probabilité qu’une recombinaison mène à l’émission d’un pho-
ton Lyα dans les cas A (en bleu) et B (en rouge).

On peut enfin exprimer l’émissivité Lyα due aux recombinaisons
comme Ṅrec

LyαhνLyα, ou encore

εrec = PB(Lyα)nH iineαB(T)hνLyα. (3.60)

Il existe plusieurs mécanismes pouvant causer l’ionisation du gaz :
un électron peut être arraché lors d’une collision (ionisation collision-
nelle), typiquement dans du gaz à haute température, ou lors de l’ab-
sorption d’un photon ionisant (ν >

13.6 eV
h

, pour un atome d’hydro-
gène dans l’état fondamental), et on parle alors de photoionisation.
Dans la littérature, on parle d’émission fluorescente Lyα lorsque la
source principale d’ionisation est la photoionisation.
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3.3.2 Sources de photons Lyman-α

Maintenant que les différents mécanismes microscopiques menant
à l’émission d’un photon Lyman-α ont été établi, nous allons nous at-
tacher à présenter les différents environnements astrophysiques dans
lesquels ces processus sont mis en jeu.

3.3.2.1 Régions H ii autour d’étoiles massives

Les étoiles massives, de type spectral O ou B, ont des atmosphères
très chaudes et émettent ainsi une importante quantité de photons
ionisants pour l’hydrogène, créant ainsi des régions ionisées dites ré-
gions H ii dans le milieu interstellaire des galaxies. À l’intérieur de
ces bulles, un équilibre s’établit alors entre photoionisation et recom-
binaisons, et une fraction de ces recombinaisons mènera à l’émission
de photons Lyα. Cet équilibre impose que le taux de photoionisa-
tion soit égal au taux de recombinaison donné par l’expression (3.56).
Si tous les photons ionisants sont consommés dans la la région H ii,
alors on peut directement relier le taux de recombinaison (et donc
la production de photons Lyα) au taux de production de photons
ionisants. Notons que dans ces conditions, on sera toujours dans le
cas B : si le milieu est opaque aux photons de la série de Lyman, il
sera a fortiori opaque aux photons ionisants (du continuum de Lyman).
Très généralement, si on note Ṅion le taux de production de photons
ionisants pour une source quelconque, on aura

ṄLyα = PB(Lyα)Ṅion � 0.68Ṅion. (3.61)

On obtient alors l’émissivité Lyα en multipliant l’expression précé-
dente par l’énergie d’un photon Lyα, hνLyα. En réalité, il peut arriver
qu’une partie des photons ionisants puissent s’échapper (c’est l’un
des principaux enjeux de cette thèse, qui sera traité aux chapitres 4
et 5), auquel cas il faut tenir compte de la fraction d’échappement des
photons ionisants, fesc :

LLyα ≡ ṄLyα = PB(Lyα) (1− fesc) Ṅion. (3.62)

Dans les régions H ii galactiques, les sources de ces photons ioni-
sants sont les étoiles massives, ayant une courte durée de vie. Leur
taux de production de photons ionisant est donné par des modèles
d’évolution spectrale identiques à ceux utilisés dans la section 2.4.2,
comme Galaxev (Bruzual et Charlot, 2003). Ces modèles prédisent
l’évolution de la luminosité Lν = Ṅν(t)hν de populations stellaires,
et permettent de calculer le taux de production de photons ionisants
en intégrant cette luminosité sur tout le spectre à partir de la fré-
quence νLyC correspondant à la limite de Lyman, soit hν = 13.6 eV :

Ṅion(t) =

∫+∞
νLyC

Lν(t)

hν
dν
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Comme les étoiles massives (ayant un spectre UV très dur et pro-
duisant donc beaucoup de photons ionisant) ont un temps de vie
sur la séquence principale beaucoup plus court que les étoiles de
plus faibles masses, Ṅion décroît très vite avec l’âge des populations
stellaires. Incidemment, la production de photons Lyα va diminuer
très vite si la formation de nouvelles étoiles ne contrebalance pas le
vieillissement des populations stellaires. Réciproquement, l’observa-
tion d’un flux Lyα important dans une galaxie indique que celle-ci
forme activement des étoiles, et on peut donc relier la luminosité Lyα
au taux de formation stellaire. Kennicutt (1998) propose une rela-
tion empirique entre la luminosité de la raie Hα (3 → 2) et le taux
de formation stellaire SFR, en faisant l’hypothèse d’une fonction de
masse initiale de Salpeter (1955) :

SFR =

(
L(Hα)

1.26 × 1041 erg s−1

)
M�/yr (3.63)

En utilisant le taux de conversion LLyα
LHα

� 8.7 de Dopita et Suther-
land (2003) 8, on peut alors exprimer le taux de formation stellaire à
l’aide de la luminosité Lyα :

SFR �
(

L(Lyα)
1.1 × 1042 erg s−1

)
M�/yr. (3.64)

L’idée d’étudier les galaxies « jeunes » (dans le sens qu’elles sont
en train de former des étoiles, et qu’elles ont donc une population
stellaire jeune) date au moins des années 1960. Dès 1967, Partridge
et Peebles (1967) suggèrent la raie Lyman-α comme outil potentiel
d’étude des galaxies lointaines. La quête de ces émetteurs Lyman-α (ou
LAE, pour Lyman-α emitters) a longtemps été largement infructueuse,
comme le montrent les revues de Djorgovski et Thompson (1992) ou
Pritchet (1994). Avec l’arrivée des télescopes de 8 à 10 m, des relevés
plus profonds ont grandement facilité la détection de LAE (Cowie et
Hu, 1998). Ces campagnes d’observations ont très rapidement eu des
résultats remarquables, menant à la détection de centaines de LAE
jusqu’à z � 7 (voir par exemple les résultats de Ajiki et al., 2003 ;
Hu et al., 2004 ; Malhotra et Rhoads, 2002 ; Ouchi et al., 2008 ; Ou-
chi et al., 2003 ; Ouchi et al., 2010 ; Shibuya et al., 2012), si bien la
raie Lyα est devenue un outil de détection de galaxies à grand red-
shift. L’instrument MUSE (Multi-Unit Spectroscopic Explorer), installé
au VLT (Very Large Telescope) en 2014, a parmi ses objectifs principaux
l’observation et la caractérisation de galaxies à grand redshift, notam-
ment par l’observation de leur raie Lyα (Bacon et al., 2015).

8. Henry et al. (2015) insistent sur le fait que la valeur de 8.7 n’est pas une va-
leur absolue : le rapport Lyα/Hα varie selon la température et la densité du milieu ;
Dopita et Sutherland (2003) tabulent les rapports Lyα/Hβ et Hα/Hβ pour diffé-
rentes conditions, résultant en un rapport Lyα/Hα variant entre � 6 et � 13.
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La caractérisation physique de ces galaxies est devenue un enjeu
majeur pour l’étude de la formation des galaxies, et a motivé de nom-
breux travaux théoriques, d’une pour décrire statistiquement des po-
pulations de LAE (par exemple Garel et al., 2012 ; Garel et al., 2016 ;
Kobayashi et al., 2007 ; Orsi et al., 2012), et d’autre part en utilisant
des codes de transfert radiatif (voir par exemple Dijkstra et al., 2006 ;
Dijkstra et Kramer, 2012 ; Laursen et Sommer-Larsen, 2007 ; Ve-
rhamme et al., 2012 ; Verhamme et al., 2006, ainsi que la section 3.4
de cette thèse) pour étudier les propriétés spectrales résultant de la
nature résonnante de la raie Lyα.

3.3.2.2 Régions ionisées autour des quasars

De la même manière que les étoiles massives créent des bulles ioni-
sées autour d’elles, les quasars sont de puissantes sources de photons
UV ionisants qui créent des régions H ii géantes dans et autour de
leur galaxies hôtes, résultant en une émission Lyα très marquée (voir
par exemple McCarthy, 1993). Le mécanisme principal de produc-
tion de photons Lyα est la recombinaison d’électrons sur des protons.
Contrairement aux émetteurs Lyman-α précédemment discutés, tou-
tefois, la source d’ionisation principale n’est pas stellaire dans ces ob-
jets : le disque d’accrétion autour du trou noir supermassif au centre
de quasars qui génère une grande quantité de photons ionisants (voir
par exemple Laor et Netzer, 1989 ; Ross et al., 1992). Haiman et
Rees (2001) ont montré que non seulement qu’un quasar central peut
augmenter la luminosité Lyα de sa galaxie hôte, mais peut également
créer une émission Lyα diffuse tout autour de la galaxie.

Très lumineux, les quasars ont été parmi les premiers objets ob-
servés à grand z (Schmidt, 1965), et ont joué un rôle majeur dans
l’étude de l’époque de la réionisation (son étude fera l’objet de la sec-
tion 4). Toutefois, les quasars sont des objets rares, et la proportion de
quasars parmi les émetteurs Lyman-α est très faible (Gawiser et al.,
2006). Les observations de Ouchi et al. (2008) suggèrent que les qua-
sars résident préférentiellement au cœur des émetteurs Lyα les plus
brillants.

3.3.2.3 Fluorescence du fond UV

Bien que le milieu intergalactique soit complètement ionisé à z < 6,
l’analyse des spectres d’absorption des quasars a montré depuis les
années 1980 (Sargent et al., 1980) qu’il existe toute une population de
nuages d’hydrogène neutre souvent observés en absorption. À partir
d’une densité de colonne d’hydrogène neutre de NH i � 1017.2 cm2,
l’épaisseur optique (pour les photons ionisant) sera de l’ordre de
l’unité, si bien que ces systèmes seront opaques au fond UV, et que
leur cœur restera neutre. Ils sont typiquement associés aux systèmes
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Lyman-limit (LLS, pour lesquels 1017.2 cm2 � NH i < 1020.3 cm2) ou aux
Damped Lyman Absorbers (DLAs, pour lesquels NH i � 1020.3 cm2).

Hogan et Weymann (1987), puis Gould et Weinberg (1996) ont
proposé que ces nuages pourraient en principe être observés en émis-
sion. La présence d’un fond UV ionisant, généré par les jeunes ga-
laxies ou les quasars (voir section 4), va en effet partiellement ioniser
la surface de ces nuages neutres, où un équilibre entre photoionisa-
tion et recombinaison va s’établir, menant à l’émission de photons
Lyα.

Les résultats des études numériques de Cantalupo et al. (2005)
et Kollmeier et al. (2010) semblent néanmoins indiquer que l’émis-
sion fluorescente Lyα due au fond UV est vraisemblablement sous-
dominante, et nécessiterait des relevés très profonds.

3.3.2.4 Refroidissement radiatif dans les filaments

En parallèle des sources d’émissions Lyα reliées à la photoionisa-
tion d’hydrogène neutre dans et autour des galaxies, Haiman et al.
(2000) et Fardal et al. (2001) ont concomitamment proposé que la
dissipation d’énergie lors de l’effondrement gravitationnel du gaz de-
vrait produire une grande quantité de rayonnement Lyα.

À haut redshift, l’essentiel de l’accrétion sur les galaxies se fait dans
le mode d’accrétion froide (Kereš et al., 2005) : une partie du gaz dans
les halos massifs n’atteint jamais la température du viriel, dissipant
son énergie gravitationnelle par radiativement. En l’absence de mé-
taux et d’hydrogène moléculaire, la courbe de refroidissement pique
autour de 104 K, et diminue très rapidement à plus basses tempéra-
tures, imposant ainsi la température à laquelle les filaments peuvent
se refroidir (voir section 2.3.2). Au cours de son effondrement, le gaz
dans ces filaments va être de plus en plus dense, favorisant ainsi les
collisions. Ces excitations collisionnelles vont mener à l’émission de
photons Lyα.

Fardal et al. (2001) suggère que l’accrétion sur des galaxies de
1010 à 1011 M� peuvent produire des luminosités Lyα de l’ordre de
LLyα ∼ 1041à1043 erg s−1, uniquement par refroidissement radiatif, si
bien que ce mécanisme d’émission Lyα a été très vite proposé pour
expliquer les observations de sources Lyα étendues par exemple de
Steidel et al. (2000), appelées blobs Lyman-α (ou LAB, pour Lyman-α
Blobs). L’étude détaillée de ce modèle fera l’objet du chapitre 6 de
cette thèse.

3.4 le code mclya

À l’exception des situations idéalisées décrites de la section 3.2.2.3,
le problème du transfert radiatif de raies résonnantes comme Lyman-α
n’est pas soluble analytiquement, et nécessite un traitement numé-
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rique. À la fin des années 1960, Avery et House (1968) et Auer (1968)
introduisent la technique Monte Carlo comme nouvel outil d’étude.

L’idée fondamentale de la méthode Monte Carlo est d’approcher
statistiquement un résultat en procédant à une suite de tirages aléa-
toire. Si l’idée remonte au XVIIIe siècle, lorsque Georges-Louis Le-
clerc, comte de Buffon, propose une technique pour calculer π, c’est
au XXe siècle que la méthode de Monte Carlo a véritablement été in-
ventée. Développée initialement par Enrico Fermi (Metropolis, 1985)
dans les années 1930, c’est après la seconde guerre mondiale que Me-
tropolis et Ulam (1949) introduisent la méthode de Monte Carlo,
nommée ainsi en l’honneur du casino éponyme à Monaco.

Appliquée au cas du transfert radiatif Lyα, la méthode Monte Carlo
permet de suivre l’émission, la propagation et la diffusion d’une sé-
rie de photons dans un plasma astrophysique. Si d’autres solutions
numériques ont été développées (voir par exemple Feautrier, 1964 ;
Meinköhn et Richling, 2002), c’est la méthode Monte Carlo qui reste
aujourd’hui le plus employée pour étudier la propagation de photons
Lyα dans un contexte astrophysique.

Les premiers codes Monte Carlo seront suivis au début des an-
nées 1970 par les travaux de Adams (1972), puis Harrington (1973),
essentiellement dédiés à l’étude de cas idéalisés (voir aussi les tra-
vaux plus récents de Ahn et al., 2000). C’est seulement au début
des années 2000 avec l’augmentation considérable de la puissance
de calcul que l’utilisation de codes Monte Carlo pour le transfert Lyα
prend son essor. De nombreux groupes développent leurs propres
codes, dédiés à des applications très différentes : Cantalupo et al.
(2005) et Semelin et al. (2007) étudient le transfert radiatif dans le mi-
lieu intergalactique, Hansen et Oh (2006) s’intéressent à la diffusion
résonnante dans le milieu interstellaire, Dijkstra et al. (2006) pro-
pose un modèle pour l’émission Lyα provenant de protogalaxies en
formation, tandis que Zheng et Miralda-Escudé (2002), puis Tasit-
siomi (2006), Verhamme et al. (2006) et Laursen et Sommer-Larsen
(2007) essaient de modéliser des DLA et LAE à grand redshift. La
variété des objectifs de ces codes mène à différentes approximations,
par exemple négliger l’absorption par la poussière, ou la redistribu-
tion en fréquence dans le centre de la raie. Certains de ces codes,
comme MoCaLaTa (Laursen et Sommer-Larsen, 2007) ou MCLya
(Verhamme et al., 2006) permettent de post-traiter une simulation hy-
drodynamique, pour étudier la diffusion Lyα avec une géométrie arbi-
traire. En particulier, Verhamme et al. (2012) décrit les modifications
apportées à MCLya pour pouvoir post-traiter les résultats des simu-
lations hydrodynamiques réalisées avec Ramses (et Ramses-RT).

Dans la suite de cette section, nous allons décrire le code MCLya
en détails dans sa version couplée à Ramses-RT, en présentant les
améliorations que j’ai développées au cours de cette thèse.
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3.4.1 Transfert radiatif Lyman-α Monte Carlo

On peut généralement considérer que l’évolution hydrodynamique
du gaz dans lequel se propagent les photons Lyα n’est pas affectée
par le transfert radiatif (Lyman-α) et se déroule sur des échelles de
temps beaucoup plus longues que le temps de traversée du milieu par
un photon. En pratique, cela revient à dire que l’on peut traiter indé-
pendamment le transfert résonnant de la raie Lyα du reste de l’évo-
lution du système. Un photon émis au centre d’un nuage de ∼ 10 kpc
avec une densité de ∼ 3 cm−3 (τ0 ∼ 5 × 109) s’échappera après environ
5 × 109 diffusions. Le photon s’échappera au cours d’une unique plus
grande excursion (comme détaillé en section 3.2.2.3), et fera le reste
de ses diffusions très localement, en parcourant seulement un libre
parcours moyen au cœur de la raie, soit environ ∼ 5 × 10−6 pc. Au to-
tal, le temps de parcours sera donc de l’ordre de 105 yr. On pourra
donc faire l’approximation que le transfert Lyman-α est instantané si
le milieu évolue sur des échelles de temps plus longues que 100 kyr.

Dans ce cas, on pourra alors considérer chaque photon indépen-
damment. On décompose le traitement d’un photon en plusieurs
étapes :

(i) émission d’un photon (3.4.2),

(ii) on détermine la distance à parcourir avant la prochaine interac-
tion (3.4.3),

(iii) l’interaction à proprement parler (3.4.4)

(iv) les étapes (ii) et (iii) sont répétées jusqu’à ce que le photon soit
absorbé, ou s’échappe du domaine de calcul.

Nous allons maintenant expliciter chacun de ces processus et leur im-
plémentation dans MCLya en suivant les pérégrinations d’un photonBien que présent

dans MCLya, nous
ne détaillerons ni
l’effet du recul de

l’atome ou de la
présence de

deutérium, ni la
prise en compte de la

turbulence du gaz.

au cours de son parcours dans un nuage. L’implémentation a initia-
lement été décrite dans Verhamme et al. (2006) puis Verhamme et
al. (2012), et Trebitsch et al. (2016) pour la polarisation et l’émission
diffuse.

Dans toute la suite du chapitre, on dénotera une grandeur X dans
le référentiel de l’atome par Xat, Xcell dans le référentiel d’une cellule
de gaz, et Xext dans le référentiel (extérieur) du nuage. On notera
Ri un nombre aléatoire uniformément réparti entre 0 et 1, que l’on
reliera à une quantité physique i. En pratique, on utilise la routine
ran3 (Press et al., 1992) comme générateur (pseudo)aléatoire 9 pour
obtenir les Ri.

9. ran3 est l’un des multiples générateurs de nombres pseudo-aléatoires propo-
sés par les Numerical recipes in FORTRAN. The art of scientific computing, qui per-
met d’avoir un bon équilibre entre temps d’exécution et qualité de l’aléatoire. Pour
une simulation Monte Carlo, un générateur réellement aléatoire n’est pas néces-
saire, tant que la longueur de la séquence aléatoire est suffisamment longue et ne
biaise pas les résultats. En pratique, il est même souhaitable d’avoir un générateur
pseudo-aléatoire, de sorte à pouvoir réaliser plusieurs simulations avec exactement
les mêmes conditions initiales (dans le but, par exemple, de débugger. . . ).
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3.4.2 Émission d’un photon

direction d’émission Indépendamment du type de source (ré-
gion H ii stellaire, rayonnement dû au refroidissement radiatif, . . . ),
on va considérer que la direction d’émission des photons est isotrope.
La position initiale du photon correspond à celle de la source. La di-
rection d’émission k est alors décrite par θ et φ, que l’on obtient en
tirant deux nombres aléatoires Rθ et Rφ.

φ = 2πRφθ = arccos (1− 2Rθ) . (3.65)

fréquence d’émission La fréquence d’émission du photon (no-
tée νat dans le référentiel de l’atome émetteur), elle, peut dépendre
de la source. Dans MCLya, différents modèles sont implémentés, et
on peut avoir

— νat = νLyα (émission monochromatique),

— νat = νmin +R (νmax − νmin) (continuum entre νmin et νmax),

— émission d’une gaussienne en fréquence, centrée sur νat = νLyα,

— une combinaison des cas précédents.

On procède ensuite à une transformation de Lorentz pour déterminer
la fréquence νext dans le référentiel du gaz.

polarisation Une fois la direction et la fréquence d’émission
calculées, il reste à déterminer la direction initiale de polarisation
e. En l’absence de champ magnétique, il n’y a pas de direction de
polarisation privilégiée, la seule contrainte étant k ⊥ e. Puisque la
direction de propagation k est connue, il suffit de tirer aléatoirement
une direction dans le plan orthogonal à k. Si on note χ = 2πRχ et que
k �= (0, 0, 1), on peut alors montrer que⎛

⎜⎜⎝
ex

ey

ez

⎞
⎟⎟⎠ =

1√
kx

2 + ky
2

⎛
⎜⎜⎝

ky cosχ− kxkz sinχ

−(kx cosχ− kykz sinχ)(
kx

2 + ky
2
)

sinχ

⎞
⎟⎟⎠ . (3.66)

échantillonage des sources Initialement, Verhamme et al.
(2006) ont implémenté dans MCLya deux types de sources : soit une
source ponctuelle quelque part dans le gaz, soit l’émission depuis
les régions H ii autour des étoiles jeunes. En général, les simulations
hydrodynamiques n’ont pas la résolution pour décrire explicitement
ces régions H ii, et MCLya va utiliser les « particules stellaires » de
Ramses (voir section 2.3.3) comme modèle de ces régions H ii. En
utilisant l’expression (3.64), on peut directement exprimer la lumino-
sité de chacune de ces particules stellaires : si on se limite aux étoiles
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jeunes (t < 10 Myr), alors une particule stellaire de masse Mi
� aura

une luminosité

LLyα = 1.1 × 1042 erg s−1 ×
(

Mi
�

10 Myr

)
. (3.67)

Dans le cadre de cette thèse, l’un des enjeux a été la modélisation
des blobs Lyα (comme on le verra au chapitre 6). Pour ces objets, il
est essentiel de prendre en compte l’émission diffuse due au refroi-
dissement radiatif dans les filaments de gaz. Il a donc été nécessaire
d’implémenter un nouveau type de source, directement à partir des
cellules de la simulation hydrodynamique. L’émissivité des cellules
de gaz est calculée à partir des expressions (3.54) et (3.60), aussi il
devrait en principe être aisé d’adapter MCLya au cas de l’émission
diffuse. Néanmoins, selon les conditions de densité, de température
et d’ionisation, l’émissivité d’une cellule peut varier sur une dizaine
d’ordres de grandeur. Typiquement, une simulation hydrodynamique
comptera au moins 2563 � 1.7 × 107 cellules. Tous les photons de
la simulation Monte Carlo ne pourront donc clairement pas avoir le
même poids, sinon il faudrait en tirer ∼ 1010 fois plus de la cellule
la plus lumineuse que de la cellule la moins lumineuse. Si l’on ra-
joute la contrainte que l’on veut émettre au moins ∼ 100 photons
par cellule, pour échantillonner correctement le spectre d’émission,
la position initiale du photon dans la cellule et les directions initiales
de propagation et de polarisation, il devient complètement déraison-
nable d’essayer un échantillonnage linéaire. À la place, nous avons
choisi d’émettre le même nombre de photons Ncell par cellule, et de
leur attribuer un poids différent, correspondant à une fraction 1

Ncell
de l’émissivité de la cellule.

3.4.3 Propagation jusqu’à la prochaine interaction

La probabilité qu’un photon parcourt une distance r sans interac-
tion est e−τ(r), comme on l’a discuté dans la section 3.2.1.3, où τ est
la profondeur optique. Inversement, un photon aura donc une pro-
babilité 1 − e−τ de diffuser après avoir parcouru τ. Dans MCLya,
on va donc tirer un nombre aléatoire Rτ, et faire se propager le
photon en calculant la profondeur optique effective intégrée jusqu’à
τint = − ln (1− Rτ).

Le photon va être propagé de cellule en cellule, en mesurant l’épais-
seur optique effective de chaque cellule tauc dans la direction de pro-
pagation avec l’expression (3.25). Dans chaque cellule, les conditions
physiques du gaz (densité, vitesse, température, . . . ) sont différentes,
et un photon sera vu à une fréquence νcell par le gaz. De même, le
paramètre a(T) = ΔνL

2ΔνD(T) varie avec la température.
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Il faut en principe également tenir compte de la présence de pous-
sière dans le gaz, qui aura une profondeur optique τdust, et la profon-
deur optique totale s’exprime alors simplement comme

τ = τH + τdust.

En traversant chaque cellule, le code décrémente la profondeur op-
tique jusqu’à la prochaine interaction τint, et si τint est plus petite que
la profondeur optique τc, alors l’interaction a lieu dans la cellule.

3.4.4 Diffusion

Lorsqu’une interaction a lieu, la première chose à établir est si l’on
aura une diffusion sur un atome d’hydrogène ou sur un grain de
poussière. La probabilité d’interagir avec un atome d’hydrogène s’ex-
prime comme

PH =
τH

τH + τdust
=

nH iσLyα(νcell)

nH iσLyα(νcell) +ndustσdust
, (3.68)

où nH i et ndust sont les densités respectivement d’hydrogène neutre
et de poussière dans la cellule. Dans MCLya, ndust est proportionnelle
à la densité de gaz et à la métallicité dans la cellule. Pour déterminer
le type d’interaction, on tire un nombre aléatoire Rint, et si Rint < PH,
alors on aura une interaction avec un atome d’hydrogène.

3.4.4.1 Interaction sur un atome d’hydrogène

Dans ce cas, on traite la diffusion comme présenté dans la sec-
tion 3.2. La diffusion étant cohérente dans le référentiel de l’atome,
on commence par effectuer une transformation de Lorentz pour pas-
ser de νcell à νat.

redistribution en fréquence On va ainsi pouvoir calculer la
fréquence ν ′

at à laquelle un photon est réémis après diffusion dans
le référentiel de la cellule. Il faut pour cela déterminer la vitesse v

de l’atome sur lequel le photon diffuse. En notant v‖ la composante
de la vitesse parallèle à la direction de propagation, la relation (3.23)
exprime la distribution de probabilité des v‖ pour un photon à une
fréquence νcell (ou x, de façon équivalente) dans le référentiel local
du gaz 10. On doit ensuite calculer la composante v⊥ de la vitesse de
l’atome perpendiculaire à la direction de propagation, afin de déter-
miner la fréquence du photon ν ′

cell après diffusion. La composante
v⊥ va être alors être tirée à partir d’une distribution gaussienne. La

10. En pratique, la distribution P(v‖ | x) varie très vite. Dans MCLya, à l’initialisa-
tion, on tabule les valeurs de P(v‖ | x) pour différentes températures et fréquences.
On tire ensuite un nombre aléatoire Rv‖ pour aller chercher la valeur v‖ correspon-
dante dans la table.
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fréquence du photon après diffusion dans le référentiel de la cellule
est alors donné par l’équation (3.33) :

x ′ = x+
v‖
vth

(1− μ) +
v⊥
vth

√
1− μ2,

où μ = cos θ = cos (k · k ′). Il faut encore déterminer la direction de
propagation k ′.

redistribution angulaire Dans le cas d’une redistribution
angulaire isotrope, la nouvelle direction de propagation est tirée au
hasard sur une sphère en suivant la même méthode que pour l’émis-
sion d’un photon (3.4.2). La nouvelle direction de polarisation e ′ sera
elle aussi indépendante de l’état précédent du photon, avec la seule
condition que k ′ ⊥ e ′.

Dans le cas d’une redistribution angulaire dipolaire, on va échan-
tillonner la fonction de phase (3.31) en utilisant une méthode de rejet.
Si l’on ne tient pas compte de la polarisation, une fonction de phase
s’exprime sous la forme générale W(μ) ∝ 1+ R

Q
μ2 (3.28). Pour échan-

tillonner W, on va tirer un angle μ = 2Rμ − 1 avec Rμ entre 0 et 1. On
va ensuite tirer un second nombre aléatoire RW , et si

RW > W(μ), (3.69)

alors on va rejeter les nombres Rμ et RW , et recommencer le tirage. On
peut montrer que cette méthode converge, et permet d’échantillonner
la fonction de phase.

Au cours de cette thèse, il a été nécessaire d’implémenter une mé-
thode équivalente pour tenir compte de la polarisation, et en particu-
lier de la contrainte k ′ ⊥ e ′. Rybicki et Loeb (1999), puis Dijkstra
et Loeb (2008, appendice A.3) ont montré qu’on pouvait appliquer
une méthode de rejet similaire. Notons β l’angle entre la direction de
polarisation e et le plan de propagation défini par les vecteurs k et k ′.
La fonction de phase de Rayleigh peut alors se réécrire

W(θ;β) ∝ sin2 β+ cos2 β cos2 θ. (3.70)

En notant Ψ l’angle entre k ′ et e, on peut montrer que cosΨ ≡ k ′ · e =

cosβ sin θ. La fonction de phase se réécrit alors

W(Ψ) ∝ sin2 Ψ = 1−
(
k ′ · e

)
. (3.71)

Pour déterminer k ′ dans MCLya, on tire au hasard une telle direction
sur une sphère et RW entre 0 et 1, et on rejette le tirage si

RW > 1−
(
k ′ · e

)
. (3.72)

En suivant Rybicki et Loeb (1999), la direction de polarisation après
diffusion est donnée par la projection de e dans le plan orthogonal à
k ′ :

e ′ =
e − (e · k ′)k ′

‖e − (e · k ′)k ′‖ . (3.73)
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Si le photon diffuse hors du centre de la raie, on détermine la direc-
tion de propagation après diffusion avec la méthode précédente. Si au
contraire le photon diffuse au centre de la raie, alors il faut séparer les
transitions passant par le niveau 2P1/2 et 2P3/2. D’après les résultats
de la section 3.2.4, une transition passant par le niveau 2P3/2 (soit
2/3 des transitions dans le centre de la raie) peut être décomposée
comme la superposition d’une transition dipolaire et d’une transition
isotrope. En sommant toutes les possibilités, on arrive à décomposer
les transitions dans le centre de la raie comme 2/3 de transitions iso-
tropes et 1/3 de transitions dipolaires. Dans MCLya, si un photon
diffuse dans le centre de la raie, on tire Riso, et si Riso � 2

3
, alors on

effectue une diffusion isotrope. Dans le cas contraire, on effectue une
diffusion dipolaire comme détaillé précédemment.

3.4.4.2 Interaction avec la poussière

Dans le cas où le photon interagit avec un grain de poussière, c’est
l’albédo qui va déterminer si le photon est absorbé ou diffusé. On tire
un nombre RA, que l’on va comparer à l’albédo A de la poussière, et
si

RA > A, (3.74)

alors le photon est absorbé, et MCLya passe au photon suivant.
Si le photon est diffusé, on utilise la fonction de phase (3.40) de

Henyey et Greenstein (1941) pour déterminer la nouvelle direction
de propagation. En fonction de μ = cos θ, la fonction de phase s’écrit :

PHG(μ)dμ =
1

2

1− g2

(1+ g2 − 2gμ)
3
2

.

Dans MCLya, au lieu d’utiliser la méthode du rejet, on va utiliser
échantillonner la probabilité cumulative que le photon soit réémis
avec la direction μ. Spécifiquement, on tire un nombre Rμ, et on en
déduit la direction μ telle que

PHG(< μ) = Rμ. (3.75)

La probabilité cumulative PHG(< μ) s’exprime en intégrant PHG entre
−1 et μ :

Rμ =

∫μ
−1

PHG(μ
′)dμ ′ =

1− g2

2g

(
1√

1+ g2 − 2gμ
−

1

1+ g

)
.

On peut exprimer μ en fonction de Rμ en inversant la relation

μ =
1

2g

(
1+ g2 −

(
1− g2

1− g+ 2gRμ

)2
)

. (3.76)

On en déduit θ = arccosμ, et on détermine φ = 2πRφ aléatoirement.
Enfin, la nouvelle direction de polarisation est également détermi-

née aléatoirement dans le plan orthogonal à k ′.
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3.4.5 Tests de la polarisation

Afin de tester l’implémentation du transfert radiatif polarisé, j’ai
réalisé deux expériences numériques idéalisées. La première, dont
les résultats sont présentés sur la figure 3.11, consiste à émettre des
photons dans un milieu homogène, et à arrêter le code après une
diffusion. En mesurant l’angle θ entre la direction d’émission et la
direction d’observation, on a alors directement accès à la fonction
de phase intégrée sur tous les états de polarisation. L’expérience a
été réalisée en imposant une diffusion purement dans les ailes de la
raie (figure 3.11a), et purement au centre de la raie (figure 3.11b). Les
résultats indiquent un excellent accord entre notre implémentation et
la fonction de phase théorique.

(a) Diffusion dans le centre de la raie (b) Diffusion dans les ailes de la raie

Figure 3.11 – Comparaison des fonctions de phases théoriques (en rouge)
et retrouvées à partir de MCLya (en bleu).

Le second test s’inspire des résultats de Dijkstra et Loeb (2008).
Le premier exemple considéré par les auteurs décrit la diffusion de
photons Lyα dans les vents autour d’une galaxie formant activement
des étoiles, en modélisant le problème comme une source ponctuelle
entourée d’une coquille sphérique en expansion. Dans leur article,
Dijkstra et Loeb présentent le cas de deux coquilles, en expansion
à vexp = 200 km s−1, et de densité de colonne d’hydrogène NH i =

1019 cm−2 et NH i = 1020 cm−2. Pour reproduire cette expérience, il a
été nécessaire de commencer par préparer une grille AMR représen-
tant de telles coquilles. On présente en figure 3.12 le degré de pola-
risation P en fonction du rayon résultant du transfert polarisé avec
MCLya. Les courbes noires de la figure correspondent aux modèles
de Dijkstra et Loeb (2008), et les courbes rouges représentent les ré-
sultats de notre expérience numérique. Encore une fois, il y a un très
bon accord entre les résultats de MCLya et ceux de Dijkstra et Loeb
(2008).
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Figure 3.12 – Profil de polarisation pour une coquille en expansion comparé
aux modèles de Dijkstra et Loeb (2008).

De ces expériences, on peut conclure que cette nouvelle implémen-
tation de la polarisation dans Lyα est à la fois correcte et cohérente
avec les résultats d’autres groupes. Dans le chapitre 6, nous présente-
rons une application du transfert polarisé au cas des blobs Lyman-α.





Deuxième partie

T R A N S F E RT R A D I AT I F D A N S L E S
P R O T O G A L A X I E S

Dans cette seconde partie, nous allons appliquer les mé-
thodes numériques présentées dans la partie précédente.
Le chapitre 4 présente l’étude que j’ai menée sur la contri-
bution des petites galaxies à la réionisation, puis le cha-
pitre 5 apporte quelques premiers résultats sur les pro-
priétés observables de ces galaxies. Enfin, le chapitre 6 se
concentre sur une seconde application, le transfert réso-
nant dans les blobs Lyman-α.
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4.5 Résumé de ce chapitre 137

Dans le chapitre 1.2, nous avons présenté le scénario de réionisa-
tion par les premières étoiles et galaxies : aux alentours de z ∼ 20, les
premières structures se forment, et les premières étoiles s’allument.
Peu ou pas enrichies en éléments lourds, elles sont très chaudes et
produisent une grande quantité de photons UV qui vont ioniser leur
environnement et créer des régions H ii. Ces bulles vont grossir jus-
qu’à ce que vers z ∼ 6, l’Univers tout entier baigne dans un fond
UV ionisant. Pour construire un modèle théorique de la réionisation,
nous avons vu que l’un des paramètres principaux et les plus mal
contraints est fesc, la fraction des photons ionisants qui parviennent à
s’échapper des galaxies pour réioniser l’Univers.

De nombreux travaux théoriques et numériques ont été dévelop-
pés ces vingt dernières années dans le but de déterminer la fraction
d’échappement des galaxies. En s’appuyant sur des modèles idéali-
sés, Dove et Shull (1994) et Wood et Loeb (2000) ont trouvé des
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valeurs de fesc faible dans les disques galactiques. Ces premières es-
timations ont ensuite été raffinées par Ciardi et al. (2002), qui ont
modélisé différentes distributions du gaz dans le milieu interstellaire
et ont étudié leur effet sur le transfert de rayonnement, puis par les
travaux de Clarke et Oey (2002), Dove et al. (2000) et Fujita et al.
(2003) qui ont souligné l’importance de l’existence de bulles ionisées
pour permettre aux photons de sortir du disque. À l’aide d’un mo-
dèle idéalisé de disque, Fernandez et Shull (2011) proposent enfin
une étude systématique de l’effet de différents paramètres décrivant
la structure de la galaxie (distribution de nuages denses dans l’ISM,
efficacité de formation stellaire), et montrent que selon les valeurs
prises par ces paramètres, fesc peut varier de 0 à 100 %.

En parallèle, des simulations de galaxies à la fois isolées et dans un
contexte cosmologique ont vu le jour, donnant de précieuses informa-
tions sur le transfert de rayonnement dans un environnement plus
réaliste (Gnedin et al., 2008 ; Kim et al., 2013 ; Kimm et Cen, 2014 ; Ma
et al., 2015 ; Paardekooper et al., 2013 ; Paardekooper et al., 2015 ;
Razoumov et Sommer-Larsen, 2006 ; Razoumov et Sommer-Larsen,
2007 ; Razoumov et Sommer-Larsen, 2010 ; Wise et Cen, 2009 ; Wise
et al., 2014 ; Xu et al., 2016 ; Yajima et al., 2014). Étonnamment, ces
différentes études ne convergent généralement pas et présentent des
résultats très différents les unes des autres, comme illustré sur la fi-
gure 4.1. Par exemple, Gnedin et al. (2008) et Wise et Cen (2009)
trouvent que fesc augmente avec la masse du halo, Kimm et Cen
(2014), Paardekooper et al. (2015), Razoumov et Sommer-Larsen
(2010) et Wise et al. (2014) trouvent la tendance opposée, et les résul-
tats Ma et al. (2015) n’indiquent aucune dépendance. En réalité, il est
très difficile de comparer toutes ces simulations entre elles. Les ha-
los étudiés ont des masses qui varient sur six ordres de grandeur, de
106 à 1012 M� ; les méthodes numériques employées sont incroyable-
ment différentes : les codes utilisent des grilles ou des particules, la
résolution varie de plus d’un facteur 100, le transfert de rayonnement
est parfois couplé et parfois en post-traitement, etc. Peut-être plus
important encore, aucune de ces simulations n’a la résolution pour
résoudre directement la formation d’étoiles et toutes doivent donc
reposer sur des modèles sous-grille. Évidemment, toutes ces études
emploient des modèles différents : la structure du milieu interstellaire
en sera alors radicalement changée (voir par exemple Hopkins et al.,
2013 ; Kimm et al., 2015), entraînant nécessairement des variations sur
la fraction d’échappement. Pour une même simulation, on observe
une forte dispersions des valeurs de fesc à une masse de halo donnée
(voir par exemple les résultats de Kimm et Cen 2014 présentés sur la
figure 4.1b). Paardekooper et al. (2015) ont montré que la valeur de
fesc dépend d’une grande variété de paramètres décrivant la galaxie,
et pas seulement la masse du halo.
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Figure 4.1 – Distribution des fesc en fonction de la masse du halo obtenues
par différentes études.

S’il est un point sur lequel toutes ces études concordent, c’est donc
bien sur le fait qu’une population de galaxies ayant des propriétés si-
milaires sera caractérisée par une grande dispersions des valeurs de
fesc. L’un des enjeux de cette thèse a été de construire un ensemble de
simulations numériques permettant d’étudier l’origine de cette dis-
persion, et par la même occasion estimer la fraction d’échappement
des petites galaxies durant l’époque de la réionisation.

Nous décrirons dans une première section les simulations de ga-
laxies et leurs propriétés. Dans la section suivante, nous étudierons
leur contribution au budget ionisant de la réionisation ; enfin, nous
détaillerons le lien entre l’environnement local des sites de formation
stellaires et l’échappement des photons ionisants.

4.1 formation des galaxies de faible masse

Dans cette thèse, je me suis essentiellement intéressé à la formation
des galaxies résidant dans des halos de matière noire de faible masse,
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aux alentours de 107 à 109 M� . Pour étudier les effets de transfert
radiatifs dans ces galaxies, j’ai utilisé le code Ramses-RT (Rosdahl
et al., 2013 ; Rosdahl et Teyssier, 2015) présenté au chapitre 2 : nous
allons résumer dans cette section les principaux paramètres de ces
simulations. Sera également présenté l’histoire de formation de ces
galaxies, et l’état global du milieu circumgalactique.

4.1.1 Préparation des simulations

La méthodologie générale pour réaliser des zooms dans une simu-
lation cosmologique a été présentée dans la section 2.3 ; nous allons
maintenant détailler la construction de l’échantillon des trois halos
faisant l’objet de notre étude. Les halos ont principalement été choi-
sis pour leur masse à z = 5.7 et pour leur histoire de formation rela-
tivement calme. Ce critère permet de limiter le volume de la région
à haute résolution, limitant ainsi le coût de la simulation (qui, nous
le verrons, est élevé en raison de la résolution requise et du transfert
radiatif couplé). Dans la suite, nous décrirons ces trois halos par les
adjectifs « gros », « moyen » et « petit », tout en gardant en mémoire
que le plus gros halo fait à peine plus de 109 M� .

La première étape a été de réaliser une simulation « pre-flight » sui-
vant uniquement la matière noire jusqu’au redshift cible (z = 5.7, soit
une évolution pendant 1 Gyr) et dans laquelle j’ai sélectionné trois ha-
los. Pour cette simulation, les conditions initiales ont été réalisées à
z = 100 avec Music, en utilisant une cosmologie ΛCDM et les para-
mètres issus des résultats de Planck (ΩΛ = 0.6825,Ωm = 0.3175, h =

0.6711 and Ωb = 0.049, Planck Collaboration et al., 2014). Le vo-
lume simulé fait 10 Mpc/h, et la résolution initiale en matière noire
est de 5123 particules, soit mIC

DM = 6.6 × 105 M� , correspondant à
une grille de niveau �IC = 9. Les halos ont été sélectionnés avec Ha-
loMaker (Tweed et al., 2009), tous isolés (il n’y a aucun halo fai-
sant plus de la moitié de leur masse à plus de dix rayons du viriel)
et avec des histoires de fusions essentiellement vides. La figure 4.2
illustre l’histoire du gros halo. Les trois premières vignettes montrent
l’environnement du halo au cours du temps : les cercles colorés cor-
respondent au halo cible et les autres aux halos voisins, le rayon du
cercle représentant la masse du halo et la couleur correspond au red-
shift. La dernière vignette représente l’histoire de fusion du halo : à
part une fusion avec un rapport de masse 4 : 1 à t = 500 Gyr, il n’y a
pas d’autre interaction notable jusqu’à z = 5.7.

Les halos ont ensuite tous les trois été redémarrés entre z = 100 et
z = 5.7 pour réaliser les simulations RHD. Encore une fois, Music a
été utilisé pour les conditions initiales. Dans la région du zoom, les
particules de matière noire ont une masse de mHR

DM = 1.9 × 103 M� ,
soit une grille au niveau �HR = 12, une résolution équivalente à 40963

particules. Le niveau maximum est fixé ) �max = 21 dans la zone d’in-
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Figure 4.2 – Conditions initiales pour le halo le plus massif de l’échantillon.

térêt, les cellules raffinées ayant alors une taille de Δx = 10
221 Mpc/h �

7.1 pc. À cette résolution, on fixe la masse des particules stellaires à
135 M� . Dans le reste de la boîte, on utilise les conditions initiales
équivalentes à une simulation 2563, soit �min = 8, suffisante pour dé-
crire l’influence gravitationnelle des structures à grande échelle 1.

Pour la simulation RHD, les modèles sous-grille pour les particules
stellaires décrits dans la section 2.3.3 sont utilisés. Le modèle de for-
mation stellaire gravoturbulent de Devriendt et al. permet de rendre
compte de la turbulence du milieu interstellaire, particulièrement im-
portante pour les galaxies naines à grand z, très riches en gaz. L’implé-
mentation du feedback mécanique Kimm et Cen (2014) permet pour
sa part de réguler efficacement le cycle des baryons dans les halos,
comme on va le voir dans la section suivante. Ramses-RT propage le
rayonnement depuis les étoiles en utilisant trois groupes de photons
en utilisant la méthode des moments et une clôture des équations M1
(voir section 2.4). Pour ces simulations, on a utilisé une vitesse de la

1. Music permet de réaliser des conditions initiales cohérentes aux niveau � = 8

et 9 pourvu que les graines aléatoires utilisées pour les différentes réalisations soit
identiques.
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lumière réduite de c̃ = 0.01c, estimant ainsi correctement la vitesse
des fronts d’ionisation dans halo de ces petites galaxies. La produc-
tion de photons ionisants est déterminée par le modèle Galaxev de
Bruzual et Charlot (2003) avec une fonction de masse initiale de
Chabrier (2003). Même si elles deviennent beaucoup moins lumi-
neuses, les particules stellaires continuent à émettre des photons au
delà de la durée de vie de ∼ 5 Myr, typique des étoiles les plus mas-
sives. Les simulations utilisent également l’approximation on-the-spot :
tous les photons issus d’une recombinaison sont absorbés immédiate-
ment et localement.

L’évolution thermodynamique est calculée en utilisant la fonction
de refroidissement hors équilibre de Ramses-RT pour l’hydrogène et
l’hélium, en suivant explicitement les abondances de leurs états d’io-
nisations (H, H+, He, He+, He++). Le taux de refroidissement pri-
mordial est directement calculé à partir de ces abondances et à l’aide
des expressions données dans l’appendice E de Rosdahl et al. (2013).
Les métaux contribuent également au refroidissement : au-delà de
104 K, Ramses utilise des taux de refroidissement pré-tabulés avec
Cloudy (dernière description dans Ferland et al., 2013). Aux plus
basses températures, on utilise la prescription de Rosen et Bregman
(1995) pour les pertes d’énergies radiatives. Le traitement correct de
l’hydrogène moléculaire n’étant pas implémenté dans Ramses, nous
ne suivons pas la formation des étoiles de population III et de l’enri-
chissement en métaux dû par les premières galaxies. Pour permettre
le refroidissement du gaz en deçà de 104 K, on impose une métallicité
initiale de Z = 10−3 Z� = 2 × 10−5 dans toute la simulation, en ac-
cord avec l’enrichissement primordial par les minihalos (Whalen et
al., 2008). La contribution des métaux au refroidissement a été calcu-
lée pour Z = Z�, et on ajuste cette contribution proportionnellement
à la métallicité Z du gaz dans chaque cellule. Notons enfin que ce
terme supplémentaire de refroidissement ne tient pas compte du flux
ionisant local. Plus généralement, les simulations présentées ici ne
modélisent pas de fond UV métagalactique, et le seul terme de chauf-
fage provient donc du chauffage photoélectrique dû au rayonnement
local. À la fin de la réionisation, ce traitement devient approxima-
tif, mais reste valable tant que les galaxies résident dans des bulles
ionisées isolées. Notamment, les galaxies ciblées sont suffisamment
isolées pour se réioniser elles-mêmes, et la contribution du fond UV
ne devient donc importante qu’après la fin de la réionisation.

Chacune de ces simulations est coûteuse en temps de calcul ainsi
qu’en mémoire. Le fait de suivre le transfert radiatif couplé entraîne
une réduction du pas de temps, et donc un ralentissement global
des simulations par rapport aux simulations hydrodynamiques pures.
Par exemple, la simulation du plus gros halo, qui a été réalisée sur
320 cœurs, a nécessité un temps scalaire total de 478 000 h. Par com-
paraison, la même simulation sans transfert de rayonnement a coûté
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un total de 138 000 h, plus de trois fois plus rapide. Pour cette raison,
nous avons préféré commencer par établir un échantillon robuste de
trois galaxies avec une haute résolution et une série de simulations
alternatives, avec comme objectif à plus long terme d’élargir le-dit
échantillon pour vérifier la portée statistique de nos analyses. Nous
avons toutefois réalisé une série de simulations permettant de vérifier
la robustesse de nos résultats :

— tests de résolution pour vérifier la convergence ;

— impact du transfert de rayonnement ;

— impact du fond UV ;

— impact du feedback ;

— impact de la durée de vie des étoiles massives

Nous reviendrons par la suite sur certaines de ces simulations alter-
natives, qui ont pour l’essentiel été réalisées sur le halo intermédiaire,
permettant un compromis correct entre son histoire de formation stel-
laire plus riche que le petit halo et un coût numérique plus faible que
celui du gros halo.

Nous allons maintenant pouvoir passer à une description des pro-
priétés (baryoniques) des galaxies ainsi modélisées.

4.1.2 Assemblage de la masse stellaire

Figure 4.3 – Cartes de la densité de gaz (en haut) et de la densité stellaire
surfacique (en bas) pour les trois galaxies à la fin de la simula-
tion, par ordre décroissant de masse de droite à gauche.

La figure 4.3 illustre les trois halos à la fin de la simulation, à z ∼ 6,
avec à gauche le halo le plus massif à gauche et le moins massif
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à droite. La densité projetée de gaz est représentée sur la première
ligne, et la densité surfacique stellaire sur ligne suivante. Les trois ha-
los semblent être approvisionnés en gaz par des filaments à grande
échelle ; la distribution du gaz dans le halo étant bien plus perturbée.
Comme nous allons le voir, cette morphologie est causée par l’interac-
tion entre l’accrétion du gaz dans les filaments et les vents galactiques
générés par les supernovae. La carte de densité stellaire correspond
à un zoom sur chacune des galaxies, et les étoiles sont agglomérées
en clumps (notamment à cause du modèle de formation stellaire em-
ployé, voir 2.3.3).

La figure 4.4 illustre l’histoire de croissance des trois halos formant
l’échantillon principal, en présentant l’évolution de la masse stellaire
M� en fonction soit de la masse du halo Mvir (à gauche), soit de la
masse de gaz Mg disponible dans le halo. Les trois halos sont repré-

(a) Mvir vs M� (b) Mg vs M�

Figure 4.4 – Assemblage de la masse stellaire des galaxies.

sentés par des symboles différents (ronds pour le halo le plus massif,
carrés pour le halo intermédiaire, et triangles pour le plus petit), et
le code couleur indique l’évolution temporelle avec le redshift. Sur
la figure 4.4a, les lignes diagonales indiquent de haut en bas 10, 1 et
0.1 % de la fraction baryonique moyenne dans l’Univers.

Avant de détailler l’évolution de ces quantités, on peut noter que
les galaxies de l’échantillon convertissent en moyenne de 1 à 10 % des
baryons en étoiles à tout instant, sauf aux très faibles masses. Cette
valeur est légèrement supérieure à ce que les extrapolations des mo-
dèles de Behroozi et al. (2013) ou Moster et al. (2013) prédisent.
Notons toutefois que ces modèles sont calibrés sur des observations
à plus bas redshift, et visent à étudier les halos plus massifs que
1010 M� : il n’y a quasiment pas de contraintes observationnelles
sur les galaxies de petites masses à z � 6. Du coté des simulations,
la situation n’est guère plus encourageante : certaines études (par
exemple Hopkins et al., 2014) semblent former des galaxies moins
massives, tandis que d’autres (par exemple le modèle seminumérique
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Dragons de Mutch et al. 2015) indiquent une dispersion dans la rela-
tion entre M� et Mvir de plusieurs dex pour des halos moins massifs
que 109 M� . Sur le plan des observations Miller et al. (2014, Fig. 6)
trouvent qu’à bas z, les galaxies de faibles masses ont un rapport
M�/Mvir plus grand que prévu par les modèles d’abundance matching.
Bien que ces galaxies ne soient pas les analogues exacts des galaxies
à grand z, ces observations sont en accord avec nos résultats. Les dif-
férences entre nos simulations et les autres résultats numériques sont
donc relativement mineures en regard des incertitudes mises en jeu.

Sur la figure 4.4, on peut noter deux particularités remarquables.
D’une part, pour les trois halos, le premier épisode de formation stel-
laire apparaît à Mvir ∼ 108 M� (ou Mg ∼ 2 × 107 M� ), indépendam-
ment du redshift. Cette masse correspond à la limite caractéristique
du refroidissement atomique (c’est-à-dire par l’émission Lyman-α). Tant
qu’il n’a pas atteint cette masse, en l’absence de métaux ou d’hydro-
gène moléculaire, un halo ne peut pas continuer à s’effondrer pour
former des étoiles. D’autre part, on remarque que la masse stellaire
augmente par à-coups, en particulier lorsque les halos sont particu-
lièrement peu massifs. Concentrons-nous un temps sur le halo de
masse intermédiaire. Vers z ∼ 8.5, un vigoureux épisode de formation
stellaire se produit (jusqu’à M� � 6 × 105 M� ), suivi par un long
plateau pendant lequel la formation d’étoile est stoppée. Pendant en-
viron 200 Myr, le halo va continuer d’accréter de la matière, jusqu’à
ce que vers z ∼ 6.5, une nouvelle bouffée de formation stellaire se
produise. Comme nous allons le voir dans la section suivante, ce com-
portement très intermittent est directement causé par le feedback : les
supernovae vont fortement réduire la formation stellaire pendant un
temps en chauffant et expulsant le gaz, jusqu’à ce que le réservoir de
gaz froid de la galaxie se remplisse à nouveau, et permette de redé-
marrer un nouvel épisode. Entre temps, le halo continue d’accréter de
la matière, si bien que Mvir et Mg continuent à croître régulièrement.

4.1.3 Un feedback des supernovae très efficace

L’intermittence de la formation d’étoiles est à nouveau illustrée sur
la figure 4.5, qui présente l’histoire de formation stellaire du halo le
plus massif en bleu ( ). Dans la simulation, ce taux est mesuré
comme la masse d’étoiles formées pendant les derniers 10 Myr divi-
sée par cette durée :

SFR = SFR10 ≡ M�(t� < 10 Myr)
10 Myr

. (4.1)

Sont représentés sur la même figure les flux de gaz sortant ( )
et entrant ( ), correspondant respectivement aux vents galactiques
propulsés par les supernovae et à l’accrétion de matière sur le halo.
Pendant une bouffée de formation stellaire donné, le SFR peut at-
teindre jusqu’à 1 M�/yr, et plus typiquement des valeurs de l’ordre
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Figure 4.5 – Évolution des baryons dans le halo le plus massif : taux de
formation stellaire (bleu), flux de gaz net sortant (jaune) et
entrant (vert). Chaque épisode de formation stellaire est suivi
d’un large vent galactique.

de 0.2 M�/yr, chacun des épisodes durant 20 à 50 Myr. Cette inter-
mittence, déjà observée dans d’autres simulations (par exemple Wise
et Cen 2009, Kimm et Cen 2014 ou Shen et al. 2014), est régulé par les
explosions des supernovae, qui vont chauffer le gaz dans le halo et
ainsi retarder la formation de nouveaux nuages suffisamment denses
pour déclencher la formation stellaire. On voit en effet sur la figure
qu’environ 10 Myr après le début d’un épisode de formation stellaire,
un vent galactique se développe et le flux de gaz sortant atteint un
taux de 2 à 4 M�/yr, jusqu’à dix fois plus que la quantité de gaz
convertie en étoile dans le même temps. L’évolution de ce taux de flux
sortant suit celle du SFR : lorsque la formation stellaire s’arrête, toutes
les étoiles massives auront explosé en supernovae au bout d’une di-
zaine de Myr. En l’absence de source, les vents galactiques vont peu
à peu faiblir voire disparaître.

Ces vents sont responsables de la présence des plateaux de la fi-
gure 4.4 en coupant la formation stellaire pendant un certain temps,
tandis que du gaz et de la matière noire continuent à grossir le halo.
Pour le halo de masse intermédiaire, cette interruption dure environ
200 Myr, alors que pour le halo le plus gros, le plateau dure seule-
ment 100 Myr. On pourrait tenter d’expliquer cette différence par le
fait que dans un halo plus massif, le gaz met moins de temps à refroi-
dir, mais le fait que les plateaux se produisent lorsque les halos ont
des masses similaires (voir figure 4.4) permet d’exclure cette hypo-
thèse. En revanche, dans le halo massif, le flux de gaz entrant est plus
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important d’un facteur 2 à 3. Cette remarque suggère que le temps
nécessaire à re-remplir le réservoir de gaz du halo le plus massif sera
nettement plus court que dans le halo intermédiaire, permettant ainsi
à la formation stellaire de redémarrer plus tôt.
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Figure 4.6 – Comparaison des histoires de formation stellaire du halo inter-
médiaire pour différentes simulations.

Afin de confirmer l’influence principale du feedback sur l’intermit-
tence de la formation stellaire, le halo intermédiaire a été re-simulé
un total de cinq fois en changeant la physique prise en compte : avec
et sans fond UV, avec et sans transfert radiatif couplé, et une version
sans feedback des supernovae pour vérifier l’impact sur l’histoire de
formation d’étoiles. Les différentes simulations sont résumées dans
le tableau 4.1, et la figure 4.6 illustre l’histoire de formation stellaire
correspondant à chacune de ces simulations. Une première remarque
sur cette figure est que toutes les simulations avec feedback des super-
novae convergent vers la même valeur M� � 2 × 106 M� après 1 Gyr,
alors que la simulation sans supernovae donne dix fois plus d’étoiles,
soit M� � 2 × 107 M� : le feedback des supernovae permet donc de
réguler efficacement la formation d’étoiles dans les galaxies peu mas-
sives. On peut également noter que les différences entre les quatre
autres histoires de formation stellaire semblent réduites lorsque la
masse de la galaxie augmente : la stochasticité de la formation stel-
laire semble s’atténuer. Pour sa part, le feedback radiatif des étoiles
dans les simulations RHD semble être peu efficace pour contrôler la
croissance en masse des galaxies. Enfin, il semble que l’inclusion d’un
fond UV ionisant n’a quasiment aucun effet.
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simulation rhd uv sn

� × �
� � �

× × �
× � �

� × ×

Table 4.1 – Résumé des variantes de la simulation du halo intermédiaire.

4.2 contribution à la réionisation

Nous allons maintenant discuter des propriétés radiatives des trois
galaxies de notre échantillon, en nous attardant particulièrement sur
le lien entre l’intermittence de la formation stellaire, le feedback des
supernovae, et l’échappement des photons ionisants dans le milieu
intergalactique.

Les simulations RHD suivent en tout point et à tout instant le flux
de photons, ce qui permet de calculer la fraction d’échappement fesc

autour de chaque halo 2. En principe, la fraction d’échappement peut
être calculée comme le flux total ionisant traversant une surface fer-
mée divisé par la luminosité intrinsèque des sources. La vitesse de la
lumière étant toutefois finie, les photons mettent un certain temps à se
propager entre les sources et la limite du halo. Pour une source conti-
nue, dans un halo à l’évolution lente, ce délai n’aurait aucun impact,
toutefois nous avons vu dans la section précédente que les galaxies
massives ont une vie très mouvementée, formant des étoiles par bouf-
fée. La conséquence attendue de cette intermittence de la formation
stellaire est que les galaxies vont clignoter. Un photon parcourt 10 kpc
à la vitesse de la lumière en environ 30 kyr ; à la vitesse de la lumière
réduite c̃ ce temps sera multiplié par 100. Dans nos simulations, un
photon émis au centre d’un halo de Rvir ∼ 10 kpc n’atteindra le rayon
du viriel qu’après 3 Myr, un temps comparable à la durée de vie ty-
pique des étoiles massives, et seulement ∼ 10 fois plus court que la
durée des bouffées de formation stellaires. Il faut donc prendre ce
délai en compte dans le calcul de la fraction d’échappement.

La fraction d’échappement fesc à une distance r du centre du halo
et intégrée sur toutes les directions s’exprime à un instant t comme

fesc(r, t) =

∫
Fout(t) · r̂ dΩ∑

im
i
�ṅ

i
ion(t− r/c̃)

, (4.2)

où Fout est le flux de photons sortant, r̂ est la direction radiale, mi
�

est la masse de la i-ème particule stellaire, et ṅi
ion(t) est le taux de

2. De façon générale, lorsque l’on parlera de fraction d’échappement sans plus
de précision, il s’agira de la fraction d’échappement au rayon du viriel du halo.
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productions de photons ionisants (luminosité) par masse solaire pour
une population stellaire d’âge t, telle que donnée par Galaxev. Pour
le flux, on prend Fout = Fion si le flux est sortant, et Fout = 0 si-
non, afin de ne pas tenir compte des contributions négatives à fesc

provenant par exemple de satellites. L’expression précédente fait l’hy-
pothèse que toutes les étoiles sont au centre du halo (à travers l’uti-
lisation d’un unique délai r/c̃), ce qui est généralement une bonne
approximation pour nos galaxies très isolées.

Une autre possibilité pour estimer fesc utilise une méthode de lan-
cer de rayons. À l’aide de HEALPix (Hierarchical Equal Area iso-
Latitude Pixelation, Górski et al., 2005), on génère N = 12× 4	 di-
rections (avec � un entier), décomposant ainsi la sphère en N pixels
tous de même surface. Dans direction j, on peut intégrer la profon-
deur optique τ

i,j
H i = σH iN

i,j
H i(r) sur une distance r à partir de chaque

particule stellaire i. La fraction d’échappement intégrée sur toutes les
directions et pondérée par la luminosité Liion de chaque particule peut
alors être calculée comme

fesc =

∑
i L

i
ionT̄i∑

i L
i
ion

, (4.3)

où T̄i = 〈e−τ
i,j
HI 〉j donne l’atténuation moyenne du rayonnement au-

tour de la i-ème particule. Contrairement à la précédente, cette mé-
thode ne prend pas du tout en compte le temps de traversée du halo.
En revanche, elle est relativement agnostique vis-à-vis du modèle de
population stellaire et ne nécessite pas de supposer que toutes les
sources sont au centre du halo. Plus important encore, elle permet
d’une part d’estimer la fraction d’échappement individuelle de chaque
particule stellaire (que nous discuterons dans la section 4.3), et d’autre
part d’étudier l’existence ou non de directions d’échappement privi-
légiées, comme suggéré par les simulations idéalisées de Kim et al.
(2013). Nous verrons que ces deux méthodes donnent des résultats
identiques.

4.2.1 Évolution de fesc(t)

L’évolution de la fraction d’échappement intégrée est représentée
sur la figure 4.7 pour les trois halos, présentant une fois encore un
comportement très intermittent. Le halo massif (représenté en rouge)
traverse une dizaine d’épisodes où fesc > 10 %, chacun d’entre eux
durant entre 10 et 50 Myr. Ces bouffées d’émissions de photons sont
suivies par des périodes beaucoup plus calmes, où fesc atteint à peine
10−4 à 10−3. L’émission du halo intermédiaire suit une histoire assez
similaire, avec fesc qui peut atteindre plus de 50 % pendant de longues
durées. Le plus petit halo, en revanche, ne forme des étoiles que pen-
dant un seul épisode, ce qui se traduit en terme de fraction d’échap-
pement que par un unique pic autour de z ∼ 6.1.
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Figure 4.7 – Évolution de fesc en fonction du temps pour les trois halos, en
échelle linéaire (en haut) et logarithmique (en bas). pour les
deux halos les plus massifs, fesc varie par intermittence, pas-
sant de 0 % à plus de 60 % très rapidement. Le plus petit halo at-
teint à peine fesc � 1 % pendant un court épisode à t � 900 Myr
et n’est donc pas visible sur la partie haute de la figure.

En dehors du petit halo, ces résultats sont globalement cohérent
avec les simulations précédentes, comme elles de Kimm et Cen (2014)
ou Paardekooper et al. (2015), qui trouvent que pour des halos de
Mvir ∼ 108 à 109 M� , fesc est de l’ordre de 0.1 à 2 %, mais peut parfois
dépasser les dizaines de pourcents. Les valeurs citées par ces études
sont toutefois moyennées sur un grand nombre de galaxies, et il est
donc difficile de les comparer à une valeur moyennée sur le temps
comme on peut le faire pour les simulations présentées ici.

Les variations rapides de la fraction d’échappement traduisent en
fait l’intermittence de la formation d’étoiles que nous avons discutée
dans la section 4.1. Cette corrélation apparaît immédiatement lorsque
l’on trace sur la figure 4.8 la fraction d’échappement ( ), le taux
de formation stellaire ( ) et le flux de masse sortant ( ) du halo
massif. En lien avec les épisodes de formation stellaire, on voit que
fesc croît très vite jusqu’à sa valeur maximale dès que les vents ga-
lactiques commencent à se développer. Cette transition brutale s’in-
terprète comme un signe que le rayonnement ionisant va pouvoir
s’échapper dès qu’un canal transparent apparaît dans milieu inter-
stellaire. Ceci se produit en général environ 10 Myr après le début
d’un épisode, ce qui correspond à la durée après laquelle les parti-
cules stellaires explosent en supernovae dans nos simulations (voir la
section 2.3.3). On peut enfin noter que fesc atteint sa valeur maximale
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Figure 4.8 – Évolution du taux de formation stellaire (en bleu), du flux de
masse sortant (en jaune) et de la fraction d’échappement (en
rouge) pour le halo le plus massif. La fraction d’échappement
commence à augmenter en même temps que le flux de masse,
et environ 10 Myr après le début d’une bouffée de formation
d’étoiles.

bien avant le flux de masse : si ces deux quantités sont calculées au
rayon du viriel, le rayonnement ionisant se propage bien plus vite
que gaz dans les vents galactiques.

Les variations rapides de fesc en très peu de temps tendent à suggé-
rer l’interprétation suivante pour la dispersion des valeurs de fesc ob-
servées dans d’autres études (par exemple Gnedin et al., 2008 ; Kimm
et Cen, 2014 ; Paardekooper et al., 2015 ; Razoumov et Sommer-
Larsen, 2010 ; Wise et al., 2014) : à une même masse de halo ou
masse stellaire, une galaxie peut avoir une fraction d’échappement
instantanée variant essentiellement entre 0 % et près de 100 %. Sur un
large échantillon, les galaxies seront vraisemblablement toutes dans
des phases différentes, entraînant une grande dispersion des valeurs
de fesc.

4.2.2 Directions d’échappement

L’évolution simultanée de fesc, du flux de masse sortant et du taux
de formation stellaire semble indiquer une origine commune : en
chauffant le gaz et en générant des vents galactiques, l’apport d’éner-
gie par les explosions de supernovae peut à la fois contrôler la for-
mation stellaire et permettre aux photons de sortir du halo. Ces ex-
plosions sont ainsi responsables de l’intermittence de l’émission de
photons ionisants dans les petites galaxies. On a pu voir sur la fi-
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gure 4.3 que la morphologie du gaz dans le halo était complètement
perturbée ; la combinaison des éjections de gaz et au chauffage par les
supernovae va alors nettoyer l’essentiel des lignes de visée autour des
galaxies et permettre au rayonnement ionisant de rejoindre le milieu
intergalactique sans obstruction.

Figure 4.9 – Projection de Mollweide du flux de masse (en haut) et de la
fraction d’échappement (en bas) pour le halo massif à z ∼ 9.6,
alors que fesc � 20 %. Les photons sortent préférentiellement
selon les directions nettoyées par les vents galactiques.

La vignette supérieure de la figure 4.9 représente une projection
de Mollweide des vents galactiques atteignant le rayon du viriel du
halo massif pour un pas de temps de la simulation à z ∼ 9.6, lorsque
fesc est de l’ordre de 20 %. Sur la figure, on a fixé à 0 la valeur du
flux dans les directions dominées par de l’accrétion. Le vent semble
se développer suivant trois directions 3, et une grande partie du ciel
est bloquée par du gaz accrété sur le halo (en blanc sur la figure). On
observe sur la vignette du bas la contrepartie « lumineuse » de cette

3. À cause de la projection de la sphère sur un plan, les régions de droite et
de gauche semblent déconnectées, alors qu’elles forment en fait une seule et même
direction d’échappement de masse.
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projection : en bleu, fesc est très bas, tandis qu’en jaune fesc vaut jus-
qu’à près de 100 %. Il apparaît clairement que les directions dominées
par les éjections de matière correspondent aux voies par lesquelles le
rayonnement ionisant s’échappe du halo.

L’importance de ces canaux transparents au rayonnement a déjà
été mise en avant par exemple par Fujita et al. (2003), qui ont mon-
tré que la formation de vents galactique est une condition nécessaire
pour l’échappement de photons. Plus récemment, les études numé-
riques de Gnedin et al. (2008), Kim et al. (2013), Paardekooper et
al. (2015) et Wise et Cen (2009) ont confirmé que le rayonnement
ionisant sort des galaxies de façon anisotrope, et préférentiellement
par des chemins à basse densité de colonne créés par ces vents. No-
tons néanmoins que d’autres mécanismes que les vents peuvent en
principe créer des directions à basse densité de colonne et favoriser
l’échappement de photons ionisants.

4.2.3 Feedback des supernovae

Nous avons jusqu’à présent démontré une corrélation forte entre
l’échappement de photons et les vents galactiques. Néanmoins, corré-
lation n’est pas causalité, et on a seulement observé que la formation
stellaire (qui entraînent les vents galactiques lorsque les simulations
modélisent le feedback des supernovae) précède l’émission de pho-
tons ionisants. Afin de vérifier que c’est bien l’apparition de vents
qui permet de trouver de grandes valeurs de fesc, on a repris la simu-
lation du halo intermédiaire en retirant le feedback des supernovae.
À cette simulation, on a adjoint une seconde variation, où le délai tSN

entre la formation d’étoiles et l’explosion de la particule stellaire en
supernova a été réduite à 3 Myr (au lieu de 10 Myr). Cette réduction
de la durée de vie des étoiles les plus massives ne devrait pas affecter
la luminosité intrinsèque de la galaxie, en effet nous avons vu dans la
section 2.4.2 (en particulier sur la figure 2.10) qu’à partir de 3 Myr, la
luminosité d’une population stellaire simple décline très rapidement.

La figure 4.10 présente le résultat de ces simulations, avec fesc en
fonction du temps pour la simulation de production ( ), pour la si-
mulation sans feedback ( ) et pour la simulation avec tSN = 3 Myr
( ). Il n’y a pas de différence qualitative entre les deux simulations
avec feedback : fesc atteint des valeurs similaires, et si la durée des épi-
sodes avec fesc élevée semble en général plus courte pour le modèle
avec tSN = 3 Myr, il est difficile d’y accorder un sens statistique. En
revanche, il apparaît clairement que la simulation sans feedback, bien
que formant plus d’étoiles, laisse s’échapper bien moins de photons,
atteignant à peine fesc ∼ 0.5 % vers t ∼ 900 Myr. L’absence d’énergie
injectée par les supernovae va permettre au gaz de rester dans le halo
sans être jamais perturbé à part par les rares interactions avec des pe-
tits clumps de matière noire accrétés par le halo. Le feedback radiatif
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Figure 4.10 – Comparaison de fesc(t) pour le halo intermédiaire avec feed-
back (en bleu), sans feedback (en jaune), et en réduisant la
durée de vie des étoiles massives (en rouge).

est insuffisant pour creuser des voies à basse densité de colonne dans
le gaz (voir à ce propos la section 4.3 suivante), et le rayonnement
reste enfermé dans la galaxie. Il y a donc bien un lien de causalité
entre les épisodes de feedback et l’échappement des photons ioni-
sants.

Nous poursuivons cette analyse sur la figure 4.11, qui met en avant
la corrélation temporelle entre taux de formation stellaire, flux de
masse sortant et fraction d’échappement pour la simulation standard
(4.11a) et la simulation avec un plus court délai pour les superno-
vae (4.11b). Indépendamment du temps de vie des étoiles massives,
le taux de formation stellaire et la fraction d’échappement prennent
des valeurs similaires. Par contre, les vents galactiques sont beaucoup
plus prononcés lorsque tSN = 10 Myr : bien plus de gaz est éjecté, et
la formation d’étoiles est stoppée pendant un temps plus long (de
l’ordre de 250 Myr contre 100 Myr pour tSN = 3 Myr). La seule dif-
férence entre ces deux simulations est que pour la seconde, les pre-
mières supernovae exploseront 7 Myr plus tôt, et arrêteront par consé-
quent la formation stellaire plus tôt. Ainsi, lors d’une bouffée de for-
mation stellaire, à même SFR, la seconde simulation formera moins
d’étoiles. Par exemple, le premier épisode autour de z = 8.4 dure de
l’ordre de 50 Myr sur la figure 4.11a contre seulement 20 Myr sur la
figure 4.11b. En formant plus d’étoiles, plus d’énergie sera injectée
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(a) tSN = 10 Myr

(b) tSN = 3 Myr

Figure 4.11 – Comparaison de l’évolution du SFR et des flux de masse et de
photons selon le feedback : en haut, tSN = 10 Myr, et en bas
tSN = 3 Myr.

dans la première galaxie, produisant ainsi des vents plus puissants,
et donc moins fréquents. Le destin des photons ionisants est toutefois
peu affecté par ces différences : à chaque épisode, les deux galaxies
atteignent des valeurs de fesc similaires, typiquement au delà de 30 %.
On note néanmoins que le délai entre le début de la bouffée de for-
mation de formation stellaire et le pic de fesc est plus court lorsque
tSN = 3 Myr que quand tSN = 10 Myr, indiquant bien que dès qu’une
voie d’échappement apparaît dans l’ISM, les photons ionisants s’y en-
gouffrent. Dans la section 4.3, nous détaillerons cette interprétation
en étudiant l’échappement local des photons.

4.2.4 Production de photons ionisants

Nous avons jusqu’à présent discuté de la fraction d’échappement,
c’est-à-dire du nombre de photons sortant du halo relativement à ceux
produits. Si dans le contexte de la modélisation de la réionisation à
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grande échelle, c’est une quantité pertinente, on déduit de la pre-
mière partie de cette section qu’elle ne renseigne pas réellement sur
la contribution des galaxies à la réionisation au cours du temps. En ef-
fet, une galaxie peut avoir une fraction fesc élevée tout en produisant
en fait peu de photons, avec un taux de formation stellaire très bas :
elle ne contribuera que peu à l’ionisation du milieu intergalactique.

Figure 4.12 – Luminosité intrinsèque (en rouge) du halo le plus massif, com-
parée au rayonnement qui s’échappe dans le milieu intergalac-
tique (en bleu). Ṅescaped suit les variations de Ṅemitted, mais
chute sensiblement plus bas. Tous les pics de Ṅemitted ne cor-
respondent pas à des pics Ṅescaped, suggérant que toutes les
bouffées de formation stellaire ne contribuent pas à la réioni-
sation.

La figure 4.12 présente l’évolution de la luminosité intrinsèque ins-
tantanée du halo le plus massif ( ), qui révèle un comportement
intermittent similaire au taux de formation stellaire ou à fesc. La lu-
minosité après transfert radiatif dans le halo ( ) suit la même ten-
dance, variant rapidement sur plusieurs ordres de grandeur. Néan-
moins, on peut constater que les épisodes où Ṅescaped ∼ Ṅemitted (soit
fesc élevée) ne correspondent pas nécessairement à des pics de lumi-
nosité. Par exemple, à la fin de la simulation, très peu de photons sont
émis alors que fesc ∼ 10 %. De même, autour de 800 et 850 Myr, la frac-
tion d’échappement est la même (de l’ordre de fesc ∼ 2 %, alors que
la luminosité varie d’un facteur 200 : Ṅescaped(800 Myr) � 4 × 1048 s−1

et Ṅescaped(850 Myr) � 1051 s−1. L’injection maximale de photons io-
nisants dans le milieu intergalactique ne correspond pas nécessaire-
ment exactement au pic de formation stellaire (et donc de luminosité
intrinsèque). Une galaxie en pleine bouffée de formation stellaire ne
contribuera pas forcément au budget de photons de la réionisation
de façon significative.
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S’il est difficile de quantifier statistiquement la contribution des ga-
laxies de faibles masses à la réionisation avec notre échantillon, nous
pouvons tout de même chercher à progresser dans ce sens en me-
surant le « rendement radiatif » (duty cycle) pour les galaxies. On le
définit comme la fraction de temps que les galaxies de masse Mi

�

passent à émettre plus de Ṅescaped � 1050 s−1 :

τṄ50
(Mi

�) =

∑
galaxy Δt

(
M = Mi

�

∣∣Ṅescaped � 1050 s−1
)

∑
galaxy Δt (M = Mi

�)
, (4.4)

où Δt
(
M = Mi

�

)
est le temps total que la galaxie passe dans le bin de

masse Mi
�, et Δt

(
M = Mi

�

∣∣Ṅescaped � 1050 s−1
)

est le temps passé à
cette même masse en émettant Ṅescaped � 1050 s−1. On peut de même
définir τṄ48

.

Figure 4.13 – Rendement radiatif du halo le plus massif. La courbe bleue
(rouge) dénote la fraction de temps passée par une galaxie de
masse donnée à émettre Ṅescaped supérieur à 1050 s−1 (1048 s−1).
En moyenne, une galaxie plus massive passe plus de temps à
émettre des photons ionisants.

La figure 4.13 expose ces quantités pour quatre bins de masse, es-
pacés régulièrement en échelle logarithmique et centrés sur M� =

104.5, 105.5, 106.5 et 107.5 M� , avec τṄ48
en rouge et τṄ50

en bleu. Il
apparaît ostensiblement que les galaxies contribuent plus de photons
du continu de Lyman lorsqu’elles sont plus massives. Aux très faibles
masses, le rendement chute à zéro : c’est la marque du premier épi-
sode de formation d’étoiles, qui forme une seule population stellaire.
Étant toutes formées simultanément, les premières étoiles massives
vont toutes exploser en supernovae au même moment. Ainsi, bien
qu’elles créent des directions à faible densité de colonne pour rayon-
nement, leur contribution effective à la réionisation va être très faible :
lorsque ces voies sont ouvertes, les étoiles massives qui produisent
l’essentiel des photons ionisant auront disparu. Avant l’apparition
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des supernovae, le halo va être complètement opaque au rayonne-
ment et la quantité de photons atteignant le milieu intergalactique
va là encore être très faible. Inversement, lorsque la galaxie atteint
M� � 106 M� , le rendement semble stagner autour de τṄ50

� 40 %
ou τṄ48

� 70 %. Cette saturation traduit l’apparition d’un régime plus
stable, où la formation d’étoile est régulée mais jamais complètement
arrêtée par le feedback des supernovae. Le gaz dans la galaxie et le
halo n’aura alors jamais le temps de complètement de se stabiliser
entre deux bouffées de formation d’étoiles. Il y aura donc plus sou-
vent des directions par lesquelles le rayonnement pourra s’échapper,
et en moyenne la galaxie contribuera plus de photons ionisants. No-
tons toutefois que ce résultat resterait à vérifier sur un plus grand
échantillon, puisque les galaxies passent l’essentiel de leur temps
dans les deux derniers bins de masse.

De ces résultat, on retiendra surtout que les petites galaxies « cli-
gnotent », émettant par intermittence du rayonnement ionisant. Leur
contribution à la réionisation est approximativement indépendant de
la masse de la galaxie, à condition qu’elle soit suffisamment massive
pour former régulièrement des étoiles.

4.2.5 Comparaison des estimateurs de fesc

Dans l’introduction de cette section, nous avons présenté deux mé-
thodes différentes pour mesurer la fraction d’échappement. La fi-
gure 4.14 compare l’estimateur (4.2) basé sur le flux de Ramses-RT
( ) à la technique (4.3) basée sur le lancer de rayons ( ), à
la fois en échelle linéaire (en haut) et logarithmique (en bas) pour
bien faire apparaître l’amplitude des variations. Les deux méthodes
sont en excellent accord quantitatif. Les quelques différences qui per-
sistent peuvent s’expliquer par deux facteurs : d’une part l’hypothèse
que les étoiles sont toutes au centre des galaxies, et d’autre part l’es-
timation du flux. En effet, les deux techniques ont une différence fon-
damentale : contrairement à la méthode des moments, en utilisant
des rayons, on s’autorise à avoir des ombres marquées alors que la
méthode des moments a des « fuites ». Autrement dit, dans certaines
directions, le lancer de rayon donnera une épaisseur optique plus im-
portante, et donc une fraction d’échappement plus faible. Un dernier
facteur provient de la discrétisation de la sphère elle-même : pour la
figure 4.14, on a utilisé une décomposition de la sphère de niveau
� = 2 avec HEALPix, soit N = 192 directions par particule stellaire. Si
le résultat est globalement peu sensible (l’échelle typique des varia-
tions de fesc de ligne de visée à ligne de visée est bien plus grande,
comme on peut le voir sur la figure 4.9), on peut avoir quantitative-
ment une légère différence avec la résolution.

Néanmoins, cette étude confirme que l’utilisation des deux mé-
thodes est équivalente pour estimer fesc autour des galaxies. Nous
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Figure 4.14 – Comparaison des deux méthodes de calcul de fesc : en noir
directement avec le flux de Ramses-RT, et en rouge par lancer
de rayons.

allons dans la section qui suit pouvoir tirer profit de la technique à
base de rayon pour sonder plus en profondeur les mécanismes régu-
lant l’échappement des photons ionisants autour de chaque site de
formation stellaire.

4.3 échappement local des photons

Nous avons montré dans la section 4.3 que l’interaction entre le
feedback des supernovae et la formation d’étoile en clumps est le prin-
cipal élément régulant la variabilité de la fraction d’échappement. Ul-
timement, ces processus trouvent leur origine dans les propriétés du
milieu interstellaire : nous allons maintenant nous concentrer sur les
mécanismes internes au halo gouvernant l’échappement des photons
du continu de Lyman. Nous limiterons notre étude à la galaxie la plus
massive de l’échantillon.

4.3.1 Sites de formation stellaire

Avant de pouvoir atteindre le milieu intergalactique, les photons
ionisants doivent commencer par traverser le gaz présent au sein et
autour de la galaxie. Kimm et Cen (2014), Ma et al. (2015) et Paar-
dekooper et al. (2015) ont montré que lorsque la fraction d’échappe-
ment est basse, la majorité des photons sont en fait absorbés très loca-
lement, à moins de 100 pc de leur source. Il est donc crucial que les si-
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mulations numériques résolvent suffisamment bien la distribution de
gaz dans le milieu interstellaire et le transfert de rayonnement dans
l’environnement de sites de formation stellaire. Nous allons voir que
nos simulations corroborent les résultats de ces précédentes études,
ce qui nous pousse à proposer que le couplage entre l’évolution de
fesc et les explosions de supernovae s’opère dès l’échelle du nuage de
formation stellaire.

S’il est tentant de proposer que c’est le feedback radiatif des étoiles
jeunes qui favorise l’apparition de directions d’échappement pour les
photons en ionisant les sites de formation stellaire, Geen et al. (2015a)
ont montré que, selon la structure interne du nuage et l’intensité de
la source lumineuse, la région H ii autour des étoiles jeunes peut res-
ter confinée à l’intérieur du nuage. Nos simulations, quoiqu’à haute
résolution pour un contexte cosmologique, ne permettent pas de ré-
soudre la structure de ces régions H ii et leur croissance. Cependant,
on peut utiliser le formalisme de Strömgren (1939) 4 pour se faire
une première idée de l’environnement des étoiles jeunes. On compare
la taille des cellules de la simulation, soit environ Δx ∼ 7 pc au rayon
de Strömgren rS des étoiles massives, défini par l’expression (2.40). Si
rS � Δx, alors les photons pourront s’échapper du site de formation
stellaire. Une particule stellaire jeune (avant 3 à 4 Myr) de 135 M�
a une luminosité d’environ 4 × 1048 s−1. Dans le milieu interstellaire
diffus, à une densité de l’ordre de 1 cm−3, le rayon de Strömgren cor-
respondant est de l’ordre de rS ∼ 50 pc, soit bien plus que la taille
de la cellule. En revanche, en prenant la même étoile mais dans un
nuage de formation stellaire, où la densité peut dépasser 1000 cm−3,
le rayon de Strömgren atteint seulement 0.5 pc : le rayonnement reste
piégé dans la cellule d’émission.

Cette analyse fait complètement abstraction de la structure interne
du nuage, mais nous renseigne tout de même sur le fait qu’on ne
devrait pas observer d’épisode où fesc est grande pour l’essentiel des
sites de formation stellaire (très denses). Il faut en effet qu’une étoile
se trouve dans une région moins dense pour que le rayonnement
puisse se propager efficacement : malheureusement, avant que les
premières supernovae apparaissent, les particules stellaires se situent
en principe dans des nuages denses. Pour dissiper ce paradoxe ap-
parent, on propose le scénario suivant : les photons ionisants peuvent
s’échapper si le nuage dense a été nettoyé par l’explosion d’une supernova
dans le voisinage du site de formation stellaire. Dans ce cas, des particules
stellaires jeunes (et donc lumineuses) se trouveront dans des environ-
nements peu denses, et le rayonnement pourra s’échapper avant la
fin des 10 Myr de la durée de vie des étoiles massives.

4. L’analyse de Strömgren fait l’hypothèse que le milieu est infini, homogène et
isotrope, avec une source continue de photons et sans rétroaction du rayonnement
sur la matière. Nos simulations RHD ne respectent aucune de ces conditions. Néan-
moins, ce formalisme permet de donner une limite inférieure du rayon du front
d’ionisation.
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Figure 4.15 – En haut : cartes de température du halo massif avant (à
gauche), au début (au milieu) et quelques Myr après le démar-
rage d’un puissant vent galactique. En bas : distribution des
rayons de Strömgren de chaque particule stellaire en fonction
de leur âge et pondérée par la luminosité des étoiles. La ligne
horizontale indique la taille des cellules les plus fines, 7 pc : en
dessous, les photons sont piégés dans la cellule d’émission.

La figure 4.15 illustre trois pas de temps successifs tirés de la simu-
lation : juste avant un violent épisode de feedback, juste après l’explo-
sion des supernovae, et lorsque le vent galactique atteint le rayon du
viriel. En haut, les cartes de température du halo à ces trois instants
tracent l’expansion du gaz chaud (en rouge sombre) poussé par les
vents. Les trois vignettes du bas présentent la distribution des rayons
de Strömgren des particules stellaires en fonction de leur âge comme
un histogramme à deux dimensions pondéré par la luminosité des
étoiles, la ligne noire horizontale indiquant la taille de la cellule la
plus raffinée. Avant l’explosion des supernovae, l’essentiel du rayon-
nement est émis par des étoiles dans des cellules denses (en bas à
gauche de la première vignette), pour lesquelles rS � Δx. Très vite
après les supernovae, la luminosité devient dominée par des étoiles
jeunes (M� � 10 Myr) pour lesquelles rS � 103Δx (la région rouge
vif vers 5 Myr et rS ∼ 104 pc sur la vignette du milieu) : le rayon-
nement s’échappe très facilement de l’environnement immédiat des
étoiles, voire de la galaxie. Enfin, la dernière colonne correspond à
la phase d’expansion du gaz chaud dans le halo : les populations
stellaires vieillissent, et même si les photons continuent de sortir du
halo (avec une fesc élevée), la contribution totale à la réionisation sera
minime. Cette séquence correspond bien à l’analyse que nous avons
tiré des figures 4.8 et 4.12 : aux alentours de 850 Myr, il y a une forte
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poussée de formation stellaire, suivi par le développement d’un puis-
sant vent galactique. Initialement, la luminosité intrinsèque est élevée,
mais fesc est faible. Puis, lorsque le gaz commence à être éjecté hors
de la galaxie, de plus en plus de photons parviennent à sortir, et fesc

augmente jusque vers 60 %. Par la suite, la formation stellaire dimi-
nue, il n’y a donc plus d’étoiles massives, mais le gaz reste un temps
chaud et ionisé, de sorte à ce que la luminosité intrinsèque et sortante
chutent toutes les deux : fesc reste haute pendant un moment, avant
de finalement diminuer lorsque le gaz redevient opaque.

Figure 4.16 – Luminosité émise par les étoiles dans un environnement peu
dense (surface verte) comparée à la luminosité totale intrin-
sèque des étoiles (en bleu). Par comparaison, on indique en
rouge la luminosité ionisante au rayon du viriel.

Que peut-on tirer de l’expérience précédente ? L’analyse semble
principalement indiquer que c’est l’environnement local des étoiles
qui permet de déterminer si oui ou non les photons vont pouvoir
sortir du nuage où ils ont été émis, et donc au bout du compte at-
teindre le milieu intergalactique. Les explosions de supernovae sont
bien nécessaire à nettoyer les sites de formation stellaire. La taille ty-
pique d’un nuage moléculaire est de l’ordre de la dizaine de pc, et
la résolution de nos simulation d’environ 7 pc. Aussi, on considérera
qu’une particule stellaire est dans un environnement nettoyé par les
supernovae lorsque rS � 5Δx � 35 pc. La figure 4.16 quantifie la
contribution des étoiles dans un tel environnement ( ) au budget
total de photons ionisant ( ). La surface bleue correspond à l’ap-
port des étoiles jeunes (généralement dominante), et la surface verte
aux étoiles vieilles. Par comparaison, on a indiqué la luminosité io-
nisante s’échappant au rayon du viriel ( ). Deux caractéristiques
apparaissent alors : d’une part, les épisodes où fesc est élevée cor-
respondent aux phases où la luminosité est dominée par les étoiles
dans un environnement vide (lorsque la courbe bleu est proche de la
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surface verte). D’autre part et peut être plus significatif encore, l’évo-
lution de la luminosité de ces étoiles suit de près l’évolution de la
luminosité qui parvient à sortir du halo. Cette dernière remarque ren-
force considérablement l’interprétation selon laquelle l’échappement
de photons ionisants est régulée à l’échelle du nuage de formation
stellaire.

On poursuit cette analyse sur la figure 4.17, qui compare la fraction
d’échappement au voisinage des étoiles (en trait fin) et au rayon du
viriel (en trait épais), pour deux pas de temps. La figure du haut cor-
respond à une phase où la galaxie est complètement opaque au rayon-
nement et celle du bas à un pas de temps où la galaxie laisse échapper
des photons. Ici, fesc a été calculée en utilisant la méthode 4.3 basée
sur des rayons, et les histogrammes représentés exposent en fait la
distribution des T̄i = 〈e−τ

i,j
H i〉j intégrés soit sur 100 pc soit sur 1Rvir .

La partie supérieure de la figure illustre bien que lorsque le halo est

Figure 4.17 – Distribution des fractions d’échappement individuelles des
étoiles pondérée par leur luminosité pour un pas de temps où
fesc est faible (en haut) ou haute (en bas). La fraction d’échap-
pement au rayon du viriel est représentée par un trait épais,
et le trait fin marque la fraction d’échappement à 100 pc.

opaque au rayonnement ionisant, c’est parce que tous les photons
sont absorbés localement, à moins de 100 pc de leur lieu d’origine.
Réciproquement, lorsque les nuages denses ont été détruits et que les
photons peuvent s’échapper de leur environnement immédiat, une
partie importante d’entre eux pourra atteindre le milieu intergalac-
tique. Néanmoins, une petite fraction de ces photons sera absorbée
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en chemin. Deux raisons peuvent être invoquées : soit il existe une
population de nuages denses dans le halo qui couvrent une partie
des lignes de visée, soit le halo n’est pas complètement neutre. Dans
le cas du pas de temps représenté sur la figure du bas, le gaz ayant
une fraction neutre de plus de xH i � 75 % remplit à peine 2 % du
volume du halo, mais près de 25 % de sa masse. On trouve dans le
halo des régions suffisamment denses pour résister à la fois à la pho-
toionisation et au chauffage par les supernovae, et qui restent neutres,
absorbant alors une partie des photons.

4.3.2 Absorption dans le milieu circumgalactique

L’une des motivations des simulations zoom comme celles qui de
ce chapitre est de les utiliser pour calibrer les simulations ou les mo-
dèles analytiques de réionisation à grande échelle. Ces formalismes
reposent entre autres sur la fraction d’échappement intégrée sur tout
le halo, qui quantifie combien de photons un halo ou une galaxie va
pouvoir fournir pour réioniser l’Univers. Ce point de vue correspond
est par exemple celui adopté dans les modèles semi-analytiques, qui
visent à « peindre » l’histoire des baryons de l’Univers sur des ha-
los de matière noire. Cette approche contraste avec les résultats de
la section précédente, où nous avons montré que l’échappement des
photons ionisants est principalement régulée à l’échelle locale par les
différents processus de feedback : les bouffées d’émission de photons
ionisants correspondent à l’apparition de vigoureux vents galactiques
qui vont perturber la distribution du gaz aux alentours de la galaxie,
et en particulier pour les galaxies de faible masses, très sensibles au
feedback (voir par exemple Teyssier et al., 2013). Ces vents entraînent
du gaz à des distances pouvant atteindre plusieurs fois le rayon du
viriel, ce qui semble en conflit avec l’hypothèse implicite des modèles
semi-analytiques où le halo serait une sorte de boîte noire, dont l’effi-
cacité à laisser sortir les photons peut être décrite uniquement à l’aide
du paramètre fesc.

Si l’on se place du point de vue des sources, il est plus intéres-
sant d’essayer de déterminer quelle distance les photons ionisants
peuvent parcourir avant d’être absorbés. Pour cela, on peut utiliser
une méthode similaire à l’estimation de fesc par lancer de rayon, sauf
qu’au lieu de calculer la profondeur optique τ jusqu’à une distance
r, on calcule la distance rτ=1 à laquelle la profondeur optique vaut
τ = 1. Cette distance est calculée en utilisant 192 rayons par parti-
cule stellaire, et on en déduit une valeur moyenne pondérée par la
luminosité des sources, 〈rτ=1〉. La figure 4.18 illustre l’évolution de
〈rτ=1〉 ( ) et celle de Rvir ( ) sur le même graphique. La distance
typique d’absorption suit la même évolution intermittente que la lu-
minosité ou la fraction d’échappement : lorsque la distance 〈rτ=1〉 est
grande, la galaxie va produire beaucoup de photons. Les périodes où
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Figure 4.18 – Évolution de la distance d’absorption typique 〈rτ=1〉 (en
rouge) et du rayon du viriel (en bleu). Lorsque 〈rτ=1〉 � Rvir,
la majorité des photons peut s’échapper du halo et atteindre
le milieu intergalactique.

〈rτ=1〉 � Rvir correspondent alors aux moments où le rayonnement
peut s’échapper du halo et où fesc est grande.

Les deux histogrammes de la figure 4.19 présentent des instantanés
de la distribution des rτ=1, pour les mêmes pas de temps que pour
la figure 4.17. Chaque valeur de rτ=1 correspond à une valeur par
particule stellaire moyennée sur toutes les directions. Pour réaliser
cette figure, on a lancé 3027 rayons par particules, correspondant à
une décomposition HEALPix de niveau � = 4. Pour le pas de temps
à t � 850 Myr ( ), fesc vaut environ 75 %, et les photons émis par
à peu près toutes les étoiles parcourent plus de 10Rvir avant d’être
absorbés. À l’inverse, pour l’épisode où fesc est quasiment nulle, à
t � 815 Myr ( ), la lumière est absorbée après à peine 0.02 pc, bien
avant de sortir de la cellule d’émission. Si l’on revient à la figure 4.18,
on peut remarquer que pour l’essentiel, les photons atteignent en
moyenne 10 à 1000 pc, soit presque toujours moins que Rvir, et ce
même lorsque fesc est non nulle. La figure 4.19 permet de mieux com-
prendre ce résultat : lorsque fesc �= 0, il y a des lignes de visées sans
absorption creusées par les explosions de supernovae et permettant
aux photons de sortir. En moyenne, toutefois, il y aura toujours un
petit peu d’absorption dans le halo, sauf lorsque le feedback est si
violent qu’il déstructure complètement le milieu circumgalactique.

4.4 discussion

Nous avons donc établi au cours de cette étude un scénario pour
l’évolution de l’émissivité ionisante des petites galaxies ; la dispersion
des valeurs de fesc s’expliquer par l’intermittence du cycle formation



132 contribution des galaxies primordiales à la réionisation

Figure 4.19 – Distribution de rτ=1 pour deux pas de temps, le premier (en
bleu) à 815 Myr lorsque fesc est faible, et le second (en rouge)
à 850 Myr lorsque fesc est gande.

stellaire - feedback des supernovae. Cette boucle de rétroaction va
profondément impacter l’échappement des photons en créant et sup-
primant des lignes de visées sans absorbeur par lesquelles le rayon-
nement pourra atteindre le milieu intergalactique.

4.4.1 Nécessité de résoudre le milieu interstellaire

Parmi les résultats principaux de ce chapitre, il est apparu que la
régulation du feedback sur l’échappement de photons se fait de façon
critique à l’échelle locale, au niveau des sites de formation stellaire.
Ces résultats sont en bon accord avec l’étude de Kimm et Cen (2014)
qui utilise une méthode similaire, mais un modèle de formation stel-
laire différent, et les simulations de Paardekooper et al. (2015) qui
reposent sur des méthodes numériques entièrement différentes (si-
mulation SPH où le transfert de rayonnement est réalisé en post-
traitement). Tous deux suggèrent que la valeur de fesc est déterminée
par les 100 pc autour des nuages de formation stellaire. De même, Ma
et al. (2015) trouvent un résultat très similaire au nôtre : c’est l’évolu-
tion temporelle de la structure multiphase de l’ISM au voisinage des
étoiles entraîne les variations de fesc. Tous ces travaux sont en bon ac-
cord avec les premières études de l’effet des inhomogénéités de l’ISM
sur fesc (Ciardi et al., 2002 ; Clarke et Oey, 2002).

4.4.1.1 Résolution numérique

Commençons par discuter l’issue cruciale qu’est la résolution spa-
tiale des simulations présentées plus haut. La formation d’étoiles est
un processus multi-échelles qui nécessite une résolution bien en des-



4.4 discussion 133

sous du parsec pour la formation des cœurs protostellaires. Même
si certaines études (voir par exemple la revue de Bromm, 2013) ré-
solvent explicitement la formation des premières protoétoiles, il est
impossible d’atteindre une telle résolution dans une simulation de ga-
laxies dans un contexte cosmologique. Même avec l’augmentation de
la puissance de calcul disponible, les simulations actuelles restent li-
mitées en résolution. Mais alors, quelle résolution peut être suffisante
(avec des modèles sous-grilles adaptés) pour décrire correctement la
structure de l’ISM ?

Figure 4.20 – Test de convergence de fesc sur le halo le plus massif. En
rouge, � = 21, et en vert, � = 20.

Sur la figure 4.20, on compare l’évolution de fesc pour le halo le
plus massif pour la simulation standard ( ) et pour une simulation
avec un niveau de raffinement de moins ( ), soit une résolution
maximale de 14 pc. Il apparaît que le comportement de la simulation
plus basse résolution est similaire : il y a le même nombre d’épisodes
où fesc � 10 %, et la valeur maximale atteinte est similaire, autour de
70 %. La principale différence est que, pour ce halo, l’échappement
commence un peu plus tard pour la simulation à plus basse résolu-
tion. La figure 4.21 permet de mieux comprendre cette différence : le
premier épisode de formation stellaire est plus vigoureux pour la si-
mulation à plus haute résolution, en conséquence de quoi le premier
épisode de feedback générera également des vents plus puissants, ca-
pables de percer le halo de gaz encore dense autour de la galaxie. La
simulation à basse résolution produit une bouffée de formation stel-
laire où elle multiplie sa masse stellaire vers 480 Myr par un facteur
200, ce qui se traduit par un épisode de fesc élevé, vers 70 %. Par la
suite, le comportement semble être plus régulier pour les deux ga-
laxies.
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Figure 4.21 – Test de convergence de M� sur le halo le plus massif. En
rouge, � = 21, et en vert, � = 20.

Nous avons réalisé une expérience similaire pour le plus petit halo,
en augmentant la résolution jusqu’à � = 25, atteignant une résolu-
tion de 0.5 pc, sans toutefois de transfert de rayonnement. Ce halo
étant juste à la limite de refroidissement atomique, il n’est que mar-
ginalement résolu dans notre simulation, si bien que la réalisation à
� = 20 ne forme absolument pas d’étoiles, et que les simulations ne
convergent pas pour M� : la simulation de production (� = 21) pro-
duit environ 5 × 104 M� d’étoiles, contre dix fois plus pour la simu-
lation à très haute résolution. Toutefois, quelle que soit la résolution,
cette galaxie ne subit qu’une seule bouffée de formation stellaire.

Il faut en principe pouvoir résoudre au moins l’échelle à laquelle
l’énergie cinétique du gaz est dissipée et transformée en énergie ther-
mique, Joung et Mac Low (2006) suggère que cette échelle de dissi-
pation turbulente peut être de l’ordre de quelques 20 pc. D’un autre
côté, Wise et Cen (2009) suggèrent qu’il est nécessaire de résoudre
les phases initiales de l’expansion rapide des fronts d’ionisation, avec
une résolution de l’ordre de 0.1 pc, mais le modèle sous-grille de for-
mation stellaire doit alors être modifié. Malheureusement, Rosdahl
et al. (2015) concluent de leur étude, qu’il n’y a de toute façon aucun
moyen de résoudre effectivement les régions H ii à moins de changer
radicalement le modèle de formation stellaire. Pour ces raisons, nous
avons choisi une résolution de Δx � 7 pc pour les simulations de
production, en dessous de l’échelle de dissipation turbulente. Nous
pouvons ainsi résoudre la structure interne de nos galaxies, ce qui est
crucial pour décrire les sites où le rayonnement est absorbé.

4.4.1.2 Structure des nuages moléculaires

En utilisant des simulations à haute résolution de nuages molécu-
laires incluant le feedback radiatif des étoiles, Dale et al. (2012) ont
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trouvé que la fraction des photons ionisants qui parviennent à sor-
tir du nuage où ils ont été émis varie fortement en fonction de la
structure interne du nuage, de 7 à 90 %. Geen et al. (2015a) étendent
cette analyse en étudiant l’expansion du front d’ionisation dans un
nuage autogravitant, turbulent et magnétisé. Leur modèle représente
un nuage de 104 M� dans une boîte de 27 kpc, avec une résolution
de 0.03 pc, et en accord avec les résultats précédents, ils trouvent que
selon la structure du nuage et le taux d’accrétion, le rayonnement
peut être complètement piégé et ne jamais sortir du nuage pendant
la durée de vie de la source.

Les simulations présentées dans ce chapitre ne résolvent pas ces
structures internes (le volume total simulé par Geen et al. 2015a tient
dans quelques cellules, à notre résolution nominale), aussi sommes-
nous en droit de nous demander si nos conclusions ne sont pas af-
fectées par le fait que notre ISM simulé est bien trop lisse. Geen
et al. (2015a) fournit un cadre théorique analytique pour estimer la
taille maximale d’une région H ii dans un nuage (en particulier leur
équation 15). Ce formalisme ne repose que sur quelques paramètres
qui décrivent le profil de densité du nuage, qui peuvent en principe
être calibrés sur des simulations de galaxies à haute résolution (par
exemple Renaud et al., 2013). Il devrait alors être possible d’utiliser
ce cadre pour développer un modèle sous-grille qui donnerait une
description plus réaliste de l’échappement des photons des sites de
formation stellaire. Dans les simulations de Geen et al. (2015a), le
rayonnement parvient à s’échapper avant la fin de la durée de vie
sur la séquence principale des étoiles les plus massives. D’après les
résultats de ce chapitre, on pourrait alors s’attendre à ce que la valeur
instantanée de fesc augmente, et que le délai entre les pics de SFR et
de fesc soit réduit.

4.4.2 Modélisation des étoiles

La modélisation des étoiles est sans aucun doute l’un des points les
plus délicats des simulations de galaxies, puisqu’il est quasiment im-
possible de se passer d’une implémentation sous-grille. Et le dévelop-
pement de ces « recettes » impose nécessairement des simplifications,
que nous allons explorer ici.

D’autres sources de feedback que celles que nous incluons dans les
simulations de ce chapitre (supernovae et chauffage par le rayonne-
ment des étoiles) ont été suggérées par le passé, comme l’effet méca-
nique de vents stellaires, ou la pression de rayonnement. Il est toute-
fois raisonnable de penser qu’elles n’auraient qu’un impact mineur
sur l’évolution de fesc. Par exemple, Geen et al. (2015b) ont montré
via des simulations idéalisées que l’expansion de la bulle de gaz io-
nisé entourant les étoiles massives est majoritairement dominée par le
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chauffage radiatif de l’étoile, et que les vents stellaires ont un impact
négligeable.

Par ailleurs, nous avons fait l’hypothèse que toutes les supernovae
explosent après un délai fixe de 10 Myr, et nous avons retrouvé ce
délai entre le début d’une bouffée de formation stellaire et le début
d’un épisode où la galaxie laisse passer des photons ionisants. C’est
la durée de vie d’une étoile de 20 M� , qui est le progéniteur typique
d’une SNii. Il faudrait néanmoins en théorie échantillonner la durée
de vie des étoiles correctement, ou au minimum utiliser un délai va-
riable entre la formation d’une particule stellaire et la libération de
l’énergie des supernovae. En effet, en fonction de la masse de l’étoile,
une supernova peut arriver de 3 à 40 Myr. Certains modèles comme
l’implémentation ’MFBm’ de Kimm et al. (2015) tentent de reproduire
la nature discrète des explosions de supernovae dans un nuage, et il
semble que l’incorporation de plusieurs explosions altère légèrement
la structure du milieu interstellaire : les étoiles se forment et finissent
leur vie dans des milieux un peu moins denses.

La prise en compte de la stochasticité de la formation d’étoile (et
donc des supernovae qui en découlent) peut en revanche s’avérer
importante pour l’estimation des propriétés radiatives des petites ga-
laxies. Nous avons utilisé des particules stellaires de masse de l’ordre
de � 150 M� , et à ces échelles, la fonction de masse initiale n’est pas
complètement échantillonnée. Par exemple, Howard et al. (2014) ont
montré que selon le taux d’accrétion et la masse du nuage, le nombre
d’étoiles massives de type O varie sur plusieurs ordres de grandeurs.
De même, Crowther et al. (2010) ont trouvé que l’amas R136 de
la Voie Lactée contient plusieurs étoiles avec des masses � 150 M� .
Nous ne pouvons évidemment pas modéliser ces étoiles avec notre si-
mulation. Pour prendre en compte ces effets d’échantillonnage, il fau-
drait en principe échantillonner la fonction de masse initiale. Autre-
ment dit, c’est tout notre modèle de population stellaire qu’il faudrait
revoir : rayonnement, supernovae, etc. Néanmoins, on peut se rassu-
rer en notant que le modèle de formation stellaire et de feedback que
nous avons employé pour les simulations présentées ici a pour consé-
quence que les particules stellaires présentent une distribution gra-
nulaire, et se forment par groupes. Aussi, au lieu de considérer une
seule particule stellaire comme un amas d’étoiles, c’est l’ensemble des
particules du groupe qui représentent ces amas.

Le dernier point que l’on peut soulever concernant la modélisa-
tion des étoiles concerne le modèle d’évolution stellaire lui-même.
Par exemple, Topping et Shull (2015) ont montré que la rotation des
étoiles peut doubler la production totale de photons ionisants. Stan-
way et al. (2016) ont proposé que les interactions entre les étoiles
formant une binaire peuvent produire une augmentation de la lumi-
nosité ionisante du même ordre de grandeur. Récemment, Ma et al.
(2016) ont testé l’effet de cette binarité en post-traitement dans leurs
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simulations, et ont trouvé des fractions d’échappement significative-
ment plus élevées. Enfin, les étoiles fuyantes (runaway) peuvent sortir
des nuages denses avant la fin de leur vie sur la séquence principale ;
Conroy et Kratter (2012) ont proposé ce mécanisme pour augmen-
ter la production de photons par les galaxies à haut redshift. Néan-
moins, Kimm et Cen (2014) et Ma et al. (2015) ont montré que cet
effet était négligeable.

4.5 résumé de ce chapitre

Les contraintes sur les galaxies à grand redshift semblent indi-
quer qu’il existe une population de petites galaxies qui pourraient
contribuer significativement à la réionisation de l’Univers avant z ∼ 6.
La fraction des photons ionisant qui s’en échappent est néanmoins
mal contraintes. Dans ce contexte, j’ai réalisé et analysé au cours
de ma thèse une série de simulations RHD à haute résolution avec
Ramses-RT en zoomant sur des petites galaxies dans un environne-
ment cosmologique et en utilisant un modèle récent pour la forma-
tion d’étoiles et les explosions de supernovae. Les conclusions de ce
travail sont les suivantes :

— Le feedback des supernovae et la formation d’étoiles par grappe
arrive efficacement à réguler la croissance en masse de nos ga-
laxies (figure 4.4).

— Pour les galaxies avec des masses de 108 à 109 M� , la valeur
instantanée de fesc varie sur plus de 6 ordres de grandeurs en à
peine 10 Myr à une valeur de M� fixée (figure 4.7). Cette varia-
bilité explique la grande dispersion des valeurs obtenues dans
des simulations à plus grande échelle.

— L’échappement de rayonnement ionisant est contrôlé par les ex-
plosions des supernovae (figures 4.8, 4.9 et 4.10) qui ouvrent des
lignes de visées à faible opacité.

— Sans supernovae, les photons seraient absorbés très localement
(figures 4.15 et 4.19).

Les résultats présentés dans ce chapitre suggèrent un scénario où fesc

est une quantité galactique déterminée par des processus à l’échelle
du nuage de formation stellaire.

Dans le chapitre suivant, nous allons envisager comment l’intermit-
tence de la formation stellaire des petites galaxies peut affecter leur
observabilité (voir par exemple Domínguez et al., 2015) et discuter
de l’impact sur les propriétés déduites des futures relevés avec les
instruments installés sur le James Webb Space Telescope et les télescopes
de la génération des 30 m.
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5.3 Résumé de ce chapitre 163

L’un des quatre thèmes principaux ayant motivé la construction du
James Webb Space Telescope (JWST) est l’exploration des premiers objets
lumineux, et en particulier des sources de la réionisation (Gardner et
al., 2006 ; Stiavelli et al., 2009). De même, l’observation de la fin des
« Âges Sombres » figure parmi les objectifs des prochaines générations
de télescopes au sol comme le Giant Magellan Telescope ou l’European
Extremely Large Telescope. En utilisant l’instrument NIRCam du JWST
pour réaliser des sondages profonds, et avec des observations sup-
plémentaires exploitant les capacités du spectrographe NIRSpec dans
le proche infrarouge, il devrait être possible d’étudier les propriétés
physiques des galaxies pendant l’époque de la réionisation.

Nous avons pu montrer dans le chapitre précédent que les petites
galaxies responsables de la réionisation ont un mode de formation
stellaire intermittent, en accord avec les résultats d’autres équipes
(Kimm et Cen, 2014 ; Shen et al., 2014 ; Sparre et al., 2015 ; Wise et
Cen, 2009, par exemple). Ces variations rapides du taux de formation
stellaire s’opèrent sur des durées de l’ordre de 20 à 50 Myr : c’est plus
court que la durée de vie typique des étoiles de masses M � 3 M�
responsables de l’émission dans l’UV lointain, et en même temps plus
long que la durée de vie des étoiles très massives (M � 20 M� ) qui
creusent les régions H ii responsables de l’émission Lyα ou Hα. Le
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continu UV et les raies nébulaires sondant deux échelles de temps
différentes, ils sont utilisés pour mesurer les SFR récents (dans l’UV)
ou très récents (en Hα). Récemment, Guo et al. (2016) et Weisz et al.
(2012) ont suggéré que la divergence dans les rapports entre les flux
UV et Hα observée pour les petites galaxies dans l’Univers proche
(voir par exemple Boselli et al., 2009 ; Lee et al., 2009) peut s’expli-
quer entre autres par l’intermittence de la formation stellaire. Domín-
guez et al. (2015) retrouvent des résultats similaires sur des simula-
tions de galaxies naines à z ∼ 2, et montrent que leurs propriétés
inférées à partir d’observables UV et nébulaires présentent une dis-
persion significative. Si la raie Hα est pour l’instant peu accessible à
grand z, NIRSpec pourra en principe observer à la fois l’UV lointain
et Hα entre 4.5 < z < 6.5, permettant ainsi de reproduire les mêmes
diagnostiques qu’à plus bas z.

Dans ce contexte, ce chapitre propose de revenir sur les simula-
tions présentées au chapitre 4 sous l’angle des propriétés observables
de ces galaxies, et en particulier le continu UV et Lyman-α. Nous
porterons d’abord notre attention sur l’évolution temporelle de la ma-
gnitude UV absolue et de la luminosité Lyman-α intrinsèque, en lien
avec l’intermittence de la formation stellaire que nous avons discutée
précédemment. Dans un second temps, nous inspecterons la corré-
lation de ces observables avec des quantités physiques reliées à la
formation stellaire ou à l’échappement de photons ionisants.

Notons toutefois dès à présent que cette section se limite à l’étude
des propriétés intrinsèques des galaxies, sans atténuation par la pous-
sière ou par le milieu intergalactique. De plus, rappelons que notre
échantillon ne se compose que de trois galaxies, et n’est donc pas
statistiquement significatif.

méthode Pour obtenir des quantités observables comme la lumi-
nosité LLyα ou la magnitude 1 MUV des galaxies simulées, il est néces-
saire de recourir à une modélisation en post-traitement. En effet, ces
quantités n’étant pas suivies directement dans la simulation, il est im-
possible de les extraire de la même façon que la masse stellaire ou la
quantité de photons ionisant. C’est d’ailleurs sur cette seconde étape
de modélisation que repose la difficulté de comparer directement une
simulation aux observations : une différence entre une population ob-
servée et simulée peut en effet provenir de la simulation, d’un biais
de sélection des observations, ou de la modélisation des propriétés
lumineuses.

Pour obtenir une estimation de MUV, nous utilisons les modèles de
Bruzual et Charlot (2003). Pour une galaxie visée, l’âge, la métal-

1. La définition historique des magnitudes est quelque peu contre-intuitive :
lorsque MUV1 < MUV2, cela veut dire que l’objet 1 est plus lumineux que l’objet
2. Dans la suite, on dira que la magnitude augmente lorsque la luminosité augmente.
Pour les objets plus brillants que MUV = 0, cela signifie que |MUV| augmente (tandis
que MUV diminue. . . ).
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licité et la masse de chaque particule stellaire est extraite aux pas de
temps considérés. Pour chaque particule stellaire, sa luminosité UV
à 1500 Å est calculée en interpolant les tables de Galaxev en suppo-
sant une fonction de masse initiale de Chabrier (2003), la luminosité
totale est ensuite obtenue comme la somme des luminosités indivi-
duelles pondérée par la masse de chaque particule, puis convertie
en magnitude MUV. Toutes les magnitudes sont exprimées dans le
système AB (Oke et Gunn, 1983).

Figure 5.1 – Comparaison des deux estimateurs de LLyα, avec en ordonnée
l’estimation directe et la luminosité des régions H ii en abscisse.

La luminosité Lyα, peut être évaluée à l’aide de deux estimateurs
différents. D’une part, les équations (3.61) et (3.62) relient la lumino-
sité Lyα d’une région H ii à sa production de photons ionisants, en
supposant le cas B. D’autre part, toujours dans le cas B, il est possible
de calculer l’émissivité Lyα de chaque cellule de la simulation en uti-
lisant les expressions (3.54) et (3.60), et d’en déduire la luminosité
totale de la galaxie et du halo. Ces deux méthodes donnent des ré-
sultats similaires, mais avec une dispersion importante. La figure 5.1
qui compare la première méthode (en abscisse) à l’estimation directe
(en ordonnée) de l’émission Lyα. Par rapport à l’estimation directe,
le calcul de la luminosité des régions H ii sous-estime systématique-
ment la luminosité totale, et en particulier dans le régime où la lumi-
nosité du halo gazeux est comparable à la luminosité de l’ISM, aux
basses luminosités. On utilisera généralement la seconde méthode,
qui a l’avantage d’être cohérente avec la simulation.
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5.1 observabilité des galaxies à grand z

Nous allons maintenant discuter la luminosité des galaxies simu-
lées précédemment, en gardant en tête la forte variabilité de la forma-
tion stellaire. Ces galaxies peuplent clairement la partie peu massive
de la fonction de masse, et ce régime est encore mal contraint à grand
z. Sauf mention contraire, nous nous concentrerons essentiellement
sur le halo le plus massif, qui forme le plus d’étoiles, et qui est donc
le plus brillant.

5.1.1 Évolution de la magnitude UV

Commençons par suivre l’évolution de la magnitude UV à 1500 Å
présentée sur la figure 5.2 pour les trois halos, avec la luminosité
équivalente νLν exprimée en erg s−1 indiquée en seconde ordonnée.

Figure 5.2 – Évolution de MUV pour les trois halos simulés.

L’évolution temporelle présente au premier abord une variabilité
similaire à celle observée pour le SFR au chapitre 4, dépassant en gé-
néral MUV ∼ −10 et pouvant atteindre MUV ∼ −18 pour le halo le plus
massif (en rouge sur la figure). À z � 6, cela correspond à des magni-
tudes observées entre 29 et 37 : les galaxies ressemblant à notre halo
le plus massif dans sa phase la plus brillante pourraient alors être
potentiellement détectées par moments 2 dans les relevés profonds
avec NIRCam proposés par exemple par Finkelstein et al. (2015)
ou dans les livres blancs du JWST. L’utilisation de l’effet d’amplifi-
cation des lentilles gravitationnelles des amas permet d’aller encore

2. On rappelle que ces calculs ne tiennent pas compte de la poussière, et que l’on
peut donc s’attendre à ce que la magnitude des galaxies modélisées soit plus faible.
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plus profond : Atek et al. (2015) étendent la mesure de la fonction
de luminosité UV jusqu’à MUV � −15 à z = 7, soit plus profond de
deux magnitudes que les observations non-magnifiées précédentes.
En tablant sur un gain similaire pour JWST, on s’attend donc à ce que
NIRCam puisse observer relativement des galaxies ressemblant à la
plus massive de nos trois simulations. Par comparaison, Finkelstein
et al. (2015) suggèrent qu’un programme nécessitant un total d’envi-
ron 88 h avec différents filtres de NIRCam permettrait d’atteindre une
magnitude observée de 30.5, correspondant à MUV � −16 à z � 6.5.

Néanmoins, sur une échelle de temps courte (environ 100 Myr), la
luminosité de ces galaxies change de plus d’un ordre de grandeur,
soit environ 3 magnitudes. Par exemple, de 800 à 900 Myr, le halo
massif passe de MUV = −15 à −18, puis de nouveau −15, alors
que dans le même temps, la masse stellaire n’évolue que peu, pas-
sant d’environ de 2 × 107 M� à tout juste 2.5 × 107 M� (voir par
exemple la figure 4.21). Les observations profondes limitées dans
l’UV risquent donc de manquer une partie des galaxies à une masse
donnée, et donc biaiser la relation M�-MUV nécessaire à déterminer
une fonction de masse des galaxies.

Figure 5.3 – Fraction du temps où une galaxie à M� est plus lumineuse que
(de haut en bas) MUV = −12,−14,−16.

Dans une tentative de quantifier cet effet, la figure 5.3 montre le
temps qu’une galaxie de masse M� passe en étant plus lumineuse
que MUV = −12,−14 ou −16 (respectivement indiqué par ,
et ), renormalisé au temps qu’une galaxie passe à cette masse :
par exemple, une galaxie entre 106 et 107 M� ne sera que 10 % du
temps à MUV � −16, mais près de 60 % à MUV � −14. On peut donc
s’attendre à ce qu’une campagne d’observation limitée à MUV � −14

à z � 7 manque une partie non négligeable des petites galaxies entre
106 et 107 M� . Nous verrons dans la section 5.2 que la luminosité UV
n’est pas directement corrélée à la contribution de photons ionisants
au fond UV, ce qui signifie en pratique que les comptages de galaxies peu
lumineuses détectées en UV risquent de manquer une partie des sources de la
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réionisation. Il est toutefois important de souligner encore une fois que
ces résultats supposent que l’histoire d’une galaxie typique équivaut
statistiquement à un plus vaste échantillon de galaxies, ce qui n’est
pas nécessairement le cas. Ces résultats sont donc préliminaires, et
demandent à être vérifiés sur des simulations plus larges.

Figure 5.4 – Comparaison de la magnitude UV mesurée avec et sans l’erreur
d’évaluation de la métallicité stellaire.

Enfin, au cours de cette thèse, nous avons découvert que la version
de Ramses-RT utilisée pour les simulations présentées ici présentait
un bug dans le calcul de l’émissivité ionisante des particules stellaires.
Pour l’injection de nouveaux photons ionisants Ramses-RT interpole
des tables précalculées à partir des modèles de Bruzual et Charlot
(2003) pour différents âges et métallicités (voir section 2.4.2.2). Dans la
version utilisée, l’interpolation de la métallicité est erronée, utilisant
Z = 2.4 × 10−4 dès que Z est supérieure à cette valeur 3. En d’autres
termes, la métallicité est presque systématiquement sous-estimée, ce
qui résulte en une surestimation de la durée de vie des étoiles les
plus massives, et donc de la production de photons ionisants pour
les populations stellaires plus vieilles que 10 Myr. Toutefois, cette sur-
estimation aura un effet assez mineur pour la réionisation de l’hy-
drogène : l’effet est surtout critique pour les populations vieilles, qui
produisent peu de photons ionisants. Cet effet a néanmoins été pris
en compte pour tout le chapitre 4. Lorsque l’on reconstruit la lumino-
sité UV (non-ionisante) des galaxies simulées, il faut procéder à une
interpolation similaire. S’est alors posé le problème suivant : est-il

3. Merci à Leindert Boogart et à Joki Rosdahl à Leiden pour avoir porté ce point
à notre connaissance.
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plus raisonnable d’utiliser la « bonne » interpolation de la métallicité
des particules stellaires, au risque d’être incohérent avec la produc-
tion de photons ionisants, ou vaut-il mieux utiliser l’interpolation er-
ronée, quitte à cette fois ne pas suivre les propriétés stellaires ? On
compare sur la figure 5.4 les valeurs de MUV obtenues avec et sans
le bug. Fort heureusement pour nos résultats, les deux estimations
sont presque identiques, et on pourra utiliser l’une ou l’autre sans
risque d’incohérence. Notons que l’on peut justifier qualitativement
cette insensibilité : dans la simulation, le gaz enrichi en métaux est
éjecté et chauffé par les supernovae, et c’est seulement après un ap-
port suffisant de gaz froid et peu enrichi que la formation stellaire
reprend, si bien que la métallicité stellaire reste faible, et que l’erreur
d’interpolation n’a qu’un impact faible.

5.1.2 Luminosité Lyman-α

En principe, la visibilité de la raie Lyα pendant l’époque de la réio-
nisation est amoindrie par le transfert dans le milieu intergalactique
encore neutre. Néanmoins, autour des galaxies responsables de la
réionisation, l’existence des bulles ionisées peut permettre aux pho-
tons Lyα d’être malgré tout observés. Ainsi, on observe des émetteurs
Lyman-α jusque vers z � 8 (Oesch et al., 2015 ; Zitrin et al., 2015) :
il est donc nécessaire de modéliser les propriétés Lyα des galaxies à
sursaut de formation stellaire, même au-delà de z ∼ 6.

Figure 5.5 – Luminosité Lyα du halo le plus massif.

Sur la figure 5.5, on présente l’évolution de la luminosité Lyα in-
trinsèque de la galaxie la plus massive simulée. Tout comme pour
la luminosité UV, on retrouve une forte variabilité sur des échelles
de temps court, de l’ordre de 5 à 30 Myr. La luminosité varie sur
près de trois ordres de grandeur, dépassant parfois 1042 erg s−1 (par
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exemple à 750 Myr) : en principe, une telle raie d’émission devrait
être détectable par NIRSpec même à z � 7.5. Notons encore une fois
que ce résultat peut être significativement affecté par la présence de
poussière dans le milieu interstellaire, plus encore que dans l’UV : la
raie Lyα étant résonnante, les photons ont d’autant plus de chances
d’être absorbés par la poussière qu’ils diffusent de nombreuses fois
avant d’être observés. Notons également que l’émission Lyα de la ga-
laxie est en principe bien plus sensible que l’UV au bug mentionné
précédemment : en surestimant Ṅion, on surestime également le taux
de recombinaison, et donc l’émission Lyα, et la luminosité dans l’UV
décroît moins vite que la luminosité ionisante (voir la figure 2.9).

Nous avons vu dans la section 3.3 qu’il y a deux processus phy-
siques pouvant produire des photons Lyα : d’une part la recombi-
naison d’un électron sur un proton, et d’autre part l’excitation colli-
sionnelle d’un atome d’hydrogène. La figure 5.6a compare la contri-
bution de ces deux phénomènes à la luminosité totale de la galaxie.
La courbe rouge ( ) indique l’émission due aux recombinaisons
dans le halo, tandis que la surface remplie bleue ( ) représente la
l’émission collisionnelle comme la différence entre la luminosité to-
tale et celle due aux recombinaisons. Il semble qu’aucune des deux
sources d’émission ne domine complètement l’autre, signifiant que
les deux mécanismes contribuent à parts équivalentes à la lumino-
sité de la galaxie. La vignette 5.6b donne un autre aperçu du même
résultat en comparant la luminosité des raies Lyα et Hα. En prin-
cipe, pour chaque recombinaison menant à l’émission d’un photon
Hα, il y a environ 8.7 recombinaisons menant à l’émission d’un pho-
ton Lyα : c’est ce qu’on observe avec la relation de proportionnalité
entre l’émission Hα et Lyα par recombinaison (losanges rouges). En
revanche et comme on peut s’y attendre, la corrélation entre l’émis-
sion collisionnelle Lyα et l’émission Hα est nettement moins marquée
(c’est ce qu’on observe avec les croix bleues). On note par ailleurs
que la contribution collisionnelle à l’émission Lyα totale n’est pas
négligeable, dépassant même parfois l’émission de recombinaisons
lorsque celle-ci est très faible. En conséquence, le rapport de raie
Lyα/Hα intrinsèque peut significativement dévier du rapport entre
les taux de recombinaison (de l’ordre de 8.7).

5.1.3 Corrélation UV-Lyman-α

Nous avons jusqu’à présent évoqué la variabilité dans le temps du
rayonnement UV et Lyα indépendamment. Les étoiles qui sont in
fine responsable de l’émission Lyα et celles qui produisent le rayon-
nement UV ont des durées de vie différentes, si bien que suite à un
épisode de formation stellaire, la luminosité décroîtra moins vite dans
l’UV qu’en Lyα. C’est en substance ce qu’illustre la figure 5.7a : l’évo-
lution de la luminosité Lyα ( ) s’opère sur des périodes bien plus
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(a) Comparaison au cours du temps

(b) Comparaison à l’émission Hα

Figure 5.6 – Comparaison des différents mécanismes d’émission Lyα. À
gauche, l’émission due aux recombinaisons est indiquée en
rouge et la différence avec l’émission totale (recombinaisons +
collisions) en bleu. À droite, le carré indique la luminosité Lyα
totale, et les croix (losanges) indiquent l’émission collisionnelle
(de recombinaison).



148 propriétés observables des premières galaxies

(a) Évolution temporelle de la luminosité UV et Lyα

(b) Distribution de MUV et LLyα mesurée dans la simulation

Figure 5.7 – Comparaison des luminosités UV et Lyα pour le halo massif.

courtes que dans l’UV ( ). On l’observe particulièrement notable-
ment lors de la première bouffée de formation stellaire, vers 350 Myr ;
en à peine 50 Myr, la luminosité Lyα diminue d’un facteur plus de
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1000, contre à peine un facteur 10 dans l’UV. Cette différence entre
les échelles de temps que sondent ces deux indicateurs se traduit na-
turellement par une dispersion des points sur la figure 5.7b : certes,
lorsque la galaxie est dans une phase brillante dans l’UV elle sera en
général également brillante en Lyα, mais si l’on regarde le comporte-
ment vers MUV � −15, à la limite de détection actuelle de Atek et al.
(2015), on voit que la luminosité Lyα varie sur plus de deux ordres
de grandeurs. La courbe noire indique l’expression de Garel et al.
(2015) reliant MUV à LLyα pour une formation d’étoiles en continu.
La dispersion autour de cette droite s’explique par le fait que la ga-
laxie modélisée a une formation stellaire intermittente.

5.2 corrélation avec les propriétés physiques

Si les astronomes s’intéressent à la lumière provenant des objets
lointains, ce n’est évidemment pas uniquement pour la beauté des
cieux nocturnes, mais bien pour les informations que de telles obser-
vations peuvent apporter sur la nature physique de leurs cibles. Ainsi,
nous nous proposons dans cette section de relier les quantités obser-
vables en UV et Lyα aux caractéristiques des galaxies simulées. On
se concentrera uniquement sur les diagnostics observationnels réali-
sés à partir des raies nébulaires de l’hydrogène et du continu UV ;
pour pousser les prédictions plus loin, il faudrait utiliser un code de
photoionisation comme Cloudy (Ferland et al., 2013) et modéliser
correctement la poussière.

5.2.1 Formation stellaire

5.2.1.1 Taux de formation stellaire

Dans la section précédente, nous avons remarqué que les lumino-
sités UV et Lyα varient sur des échelles de temps différentes, traçant
ainsi la formation stellaire récente (pour l’UV) et très récente (pour
les raies nébulaires comme Lyα). Sous l’hypothèse d’une fonction de
masse initiale de Chabrier (2003) et en supposant le cas B, la relation
entre taux de formation stellaire et luminosité Lyα s’exprime comme

SFRLyα =

(
LLyα

1.1 × 1042 erg s−1

)
M�/yr, (5.1)

et le lien avec la luminosité UV (Madau et Dickinson, 2014)

SFRUV =

(
Lν

1.4 × 1028 erg s−1 Hz−1

)
M�/yr. (5.2)

La relation donnant SFRLyα suppose également que les photons Lyα
sont uniquement issus de recombinaisons, et sous-estime donc la lu-
minosité correspondant réellement à un taux de formation stellaire
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fixé. Inversement, on peut déterminer la luminosité Lyα ou UV équi-
valente au taux de formation stellaire effectif de la galaxie tel qu’ob-
tenu en le calculant dans la simulation.

(a) SFR et LLyα

(b) SFR et MUV

Figure 5.8 – Évolution temporelle du SFR et de la luminosité.

La figure 5.8 présente l’évolution de LLyα (en haut) et de MUV (en
bas) en fonction du temps comparée à celle du taux de formation stel-
laire mis à l’échelle avec les expressions (5.1) et (5.2). La vignette 5.8a
présente deux caractéristiques notables : d’une part, la variabilité tem-
porelle de LLyα suit extrêmement bien le SFR. C’est en fait un résultat
attendu : le SFR est ici mesuré sur 10 Myr, une durée comparable
au temps de vie sur la séquence principale des étoiles les plus mas-
sives. D’autre part, l’amplitude des variations montre que, comme on
l’avait prévu, le SFR sous-estime la luminosité Lyα de la galaxie. C’est
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d’autant plus vrai dans les phases sans formation stellaire, où ce ne
peut pas être la photoionisation par les étoiles jeunes qui entraîne la
production de rayonnement Lyα, comme vers 900 Myr. Le flux UV
présente une évolution similaire (figure 5.8b) : là encore, les pics de
MUV et de SFR coïncident. Plus précisément : lors d’un épisode de for-
mation stellaire, MUV croît aussi rapidement que le SFR, mais décroît
bien plus lentement, puisque les étoiles responsables de l’émission
à 1500 Å vivent plus longtemps que la durée typique d’une bouffée
de formation stellaire. Notons que cette fois, lors de ces épisodes, le
SFR surestime légèrement la production de photons UV, d’environ
0.5 magnitude, c’est-à-dire une surestimation d’environ 60 %.

5.2.1.2 Masse stellaire

Nous avons commencé à établir un lien entre masse stellaire et lu-
minosité UV sur la figure 5.3, en essayant d’estimer la fraction des
galaxies de masse M� donnée qui seraient visibles dans un relevé li-
mité en UV : in fine, cette estimation découle de la relation masse -
luminosité. La détermination de cette relation est absolument essen-
tielle pour faire le lien entre les fonctions de masse prédites par les
modèles et les fonctions de luminosité observées.

Dans l’UV, il est difficile de contraindre observationnellement cette
relation à grand z, notamment à cause des incertitudes sur les pro-
priétés de la poussière ou sur les histoires de formation stellaire. Il
existe cependant plusieurs tentatives à z = 4− 8, comme les études
de Duncan et al. (2014), Grazian et al. (2015), Salmon et al. (2015) et
Song et al. (2015). Ces différents travaux trouvent des résultats simi-
laires : la pente a de la relation logM� = aMUV + b est de l’ordre de
−0.5 à −0.4, avec peu d’évolution en fonction de z et une dispersion
significative des valeurs de l’ordre de 0.4 dex. À partir de simulations,
les difficultés rencontrées sont du même ordre : le résultat dépendra
fortement du modèle de population stellaire utilisé, de l’inclusion ou
non de poussière, etc. C’est d’autant plus vrai pour les galaxies peu
lumineuses, pour lesquelles les contraintes sont les moins fortes.

On présente sur la figure 5.9 la relation masse luminosité pour les
différents pas de temps sauvegardés du halo massif. La couleur des
symboles indique le redshift de chacun des pas de temps, et une fine
ligne grise trace l’évolution temporelle. Les trois droites colorées in-
diquent la relation obtenue par Song et al. (2015) à z = 6, 7, 8, et les
surfaces pleines les incertitudes. En partant du point en bas à droite,
on retrouve la variabilité temporelle de MUV : la simulation suit la re-
lation observationnelle, mais en oscillant fortement à M� fixée. Ainsi,
à chaque épisode de formation stellaire, MUV et M� augmentent (bien
que plus rapidement que prévu par la relation moyenne), puis MUV

diminue à M� fixée lorsque les populations stellaires vieillissent.
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Figure 5.9 – Relation M�- MUV pour le halo le plus massif.

5.2.2 Contribution au fond UV

L’observation du flux ionisant des galaxies est, comme on l’a vu
précédemment, extrêmement difficile, et de nombreuses incertitudes
entachent la conversion entre la fraction d’échappement relative me-
surée et la fraction d’échappement absolue telle qu’on l’a définie dans
le chapitre précédent. À l’aide de nos simulations, nous pouvons tou-
tefois essayer de faire apparaître (ou non) des corrélations entre les
traceurs observationnels et les propriétés ionisantes des galaxies.

5.2.2.1 Fraction d’échappement

La valeur de la fraction d’échappement est contrôlée par un délicat
équilibre entre les phases de formation d’étoiles et celles d’expulsion
de gaz par les supernovae. À ce titre, fesc varie sur des échelles de
temps qui ne correspondent pas nécessairement à des maxima de
luminosité UV ou Lyman-α, comme l’illustre la figure 5.10. Les deux
vignettes présentent la magnitude UV (à gauche) ou la luminosité
Lyα (à droite) en fonction de fesc. On voit que dans les deux cas, il
n’y a pas de corrélation entre l’émission lumineuse et l’échappement
de photons : que la galaxie soit brillante ou non, fesc peut prendre des
valeurs dispersées entre 0 et 1.
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(a) fesc et MUV

(b) fesc et LLyα

Figure 5.10 – Absence de corrélation de fesc et de la luminosité.
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Notons toutefois en ce qui concerne la corrélation avec la LLyα que
le transfert résonnant à travers l’ISM pourrait, selon le contenu en
poussière, sensiblement influer sur ces résultats. En utilisant une si-
mulation cosmologique, Yajima et al. (2014) suggèrent par exemple
une faible corrélation entre fesc et la fraction d’échappement Lyα
fesc,Lyα. Cette conclusion est appuyée par les résultats de Dijkstra et
Gronke (2016) qui ont réalisé des simulations Monte Carlo de trans-
fert radiatif Lyman-α à travers des coquilles en expansions avec des
trous, modélisant ainsi une galaxie pendant un épisode de forma-
tion stellaire avec des vents dus à des supernovae. Cette corrélation
s’explique, comme on l’a montré précédemment, par le fait que pour
que le rayonnement ionisant s’échappe, la présence de directions à
faible densité de colonne est nécessaire. Nos résultats sont toutefois
en désaccord avec Sharma et al. (2016), qui trouvent, dans la simu-
lation EAGLE, une corrélation nette entre la luminosité UV et fesc.
Néanmoins, leur méthode pour déterminer fesc n’a rien à voir avec la
nôtre : ils utilisent un modèle sous-grille pour estimer l’échappement
des photons selon le taux de formation stellaire. Plus précisément, en
s’appuyant sur les résultats de Heckman et al. (2001), ils proposent
que si la densité surfacique de formation stellaire Σ̇� dépasse un cer-
tain seuil, alors fesc = 0.2, et fesc est nulle en dessous de ce seuil. Cette
approche est entre autres motivée par le fait que les pas de temps de
la simulation EAGLE sont plus espacés que dans notre étude.

Par ailleurs, les rares observations de flux ionisant dans les galaxies
reposent généralement sur le rapport R ≡ Lν(1500 Å)/Lν(900 Å) pour
déterminer la fraction d’échappement des galaxies. Shapley et al.
(2006) utilisent par exemple

fesc =
(Lν(1500 Å)/Lν(900 Å))intrinsèque

(f(1500 Å)/f(900 Å))observé
fUV

esc , (5.3)

où f correspond au flux observé à ces longueurs d’ondes, et fUV
esc

la fraction d’échappement dans l’UV non-ionisant (principalement
à cause de la poussière et du transfert dans le milieu intergalac-
tique). En général, (Lν(1500 Å)/Lν(900 Å))intrinsèque prend des valeurs
de l’ordre de 6 à 8 (Siana et al., 2007). Dans leurs simulations de ga-
laxies naines, Domínguez et al. (2015) trouvent que ce rapport peut
s’écarter beaucoup de cette valeur, pouvant atteindre plus de 1000.
Ils suggèrent également une corrélation forte entre ce rapport et les
largeurs équivalentes Lyα et Hα pour les petites galaxies, de masse
M� � 108 M� . Nos simulations révèlent une tendance similaire, avec
des valeurs de R atteignant 1000.

La figure 5.11 explore les variations des propriétés lumineuses avec
le rapport R. Sur la vignette 5.11a, on retrouve un résultat similaire
à celui de Domínguez et al. (2015) : les galaxies pour lesquelles ce
rapport est grand ont généralement de plus faibles largeurs équiva-
lentes nébulaires. Ce résultat découle de l’intermittence de la forma-
tion stellaire : l’intensité des raies nébulaires (et en particulier Hα
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(a) Relation entre R et les EWLyα,Hα

(b) Absence de corrélation entre R et fesc

Figure 5.11 – Influence du rapport Lν(1500 Å)/Lν(900 Å).



156 propriétés observables des premières galaxies

pour laquelle nous ne modélisons pas de contribution collisionnelle)
est directement proportionnelle à la production de photons ionisants
par les étoiles jeunes, aussi décroît-elle plus vite que le flux UV dû
aux étoiles plus vieilles. Du coup, après une phase de formation stel-
laire, le flux UV va décroître moins vite que le flux ionisant, si bien
que le rapport Lν(1500 Å)/Lν(900 Å) augmente. En revanche, cette
évolution n’a a priori aucun rapport avec l’échappement du rayonne-
ment ionisant, comme illustré sur la vignette 5.11b : quelle que soit la
valeur de ce rapport, fesc prend des valeurs entre 0 et 1.

Récemment, des galaxies très compactes et formant activement des
étoiles, appelées Green Peas, ont été proposées comme des exemples
d’émetteurs de photons ionisants (Jaskot et Oey, 2013, par exemple).
Izotov et al. (2016a) ont pu montrer qu’une de ces galaxies aurait une
fraction d’échappement de l’ordre de 8 %, et l’étude d’un échantillon
plus étendu par Izotov et al. (2016b) confirme ce résultat. Une des
particularités de ces galaxies est la présence de raies nébulaires très
fortes, et des rapports de raies suggérant un haut paramètre d’ioni-
sation U, défini comme le rapport entre les densités de photons ioni-
sants et d’hydrogène. Ces observations peuvent suggérer que, pour
des objets extrêmes comme les Green Peas, un fort paramètre d’ioni-
sation puisse indiquer une grande fraction d’échappement. Dans les
simulations, on peut directement mesurer le paramètre d’ionisation U

comme le nombre de photons ionisants présents dans le halo ou dans
la galaxie, divisé par le nombre total d’atomes d’hydrogène. On pré-
sente sur la figure 5.12 la distribution des valeurs de U en fonction de
la fraction d’échappement fesc, soit pour le halo entier (à gauche), soit
seulement pour la galaxie (à droite) définie artificiellement comme le
gaz à nH � 1 cm−3. On observe bien une faible corrélation entre U et
fesc, plus prononcée pour le halo entier que pour la galaxie, mais mal-
heureusement, même les points correspondant aux valeurs les plus
extrêmes de fesc ne coïncident pas nécessairement avec des U élevés.

5.2.2.2 Émissivité ionisante

Lorsque les modèles (semi-)analytiques de réionisation utilisent fesc

comme paramètre, c’est souvent en faisant l’hypothèse que la produc-
tion de photons ionisants dépend du taux de formation stellaire. En
comparaison, l’approche que j’ai suivie au cours de ma thèse permet
de calculer directement la contribution de ces galaxies au fond io-
nisant métagalactique. Au lieu d’estimer Ṅesc ∝ fesc × SFR, on peut
mesurer cette valeur dans la simulation.

On a notamment pu voir dans la section 5.2.1 que la luminosité ne
corrèle pas exactement avec le SFR. La figure 5.13 traduit cette corré-
lation en terme de luminosité ionisante intrinsèque, à gauche avec la
magnitude UV et à droite avec la luminosité Lyα. La corrélation est,
toutes proportions gardées, assez bonne : une galaxie sélectionnée
pour avoir MUV � −17 ou LLyα � 1042 erg s−1 est assurée de produire
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(a) Dans le halo entier

(b) Seulement dans la galaxie

Figure 5.12 – Faible corrélation entre fesc et le paramètre d’ionisation.
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(a) . . . avec MUV

(b) . . . avec LLyα

Figure 5.13 – Corrélation de l’émissivité ionisante intrinsèque.
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(a) . . . avec MUV

(b) . . . avec LLyα

Figure 5.14 – Corrélation de l’émissivité ionisante après transfert.
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plus de 1052 photons ionisants par seconde. Pour une galaxie moins
lumineuse, les valeurs sont plus dispersées : c’est en particulier vrai
dans l’UV non-ionisant, qui trace des évolutions du SFR sur des du-
rées plus longues que la production de photons ionisants.

Quoiqu’il en soit, dans le cadre de la réionisation, c’est surtout la
contribution effective des galaxies qui compte, autrement dit le pro-
duit Ṅesc = Ṅion × fesc, illustré sur la figure 5.14. Cette fois, la corré-
lation semble bien moins bonne, en particulier pour une sélection en
Lyα. Une campagne d’observation limitée en flux UV ou Lyα, même
profond, manquera nécessairement une partie des galaxies contri-
buant effectivement à la réionisation : même en descendant à LLyα de
l’ordre de 1040 erg s−1 (soit dix fois plus profond que les prédictions
de Garel et al. 2016 à z = 6 pour MUSE), les valeurs de Ṅesc varient
entre 1045 et 1051 s−1. Ce résultat découle naturellement de l’absence
de corrélation entre fesc et la luminosité des galaxies. Notons néan-
moins en ce qui concerne la luminosité Lyα qu’il serait nécessaire de
réaliser le transfert radiatif correctement pour pouvoir conclure. En
effet, la corrélation entre fesc et fesc,Lyα peut jouer en notre faveur et
faire réapparaître une corrélation entre le nombre de photons ioni-
sants et Lyα s’échappant du halo.

La figure 5.15 est l’analogue de la figure 5.12 pour l’émissivité io-
nisante, et présente la distribution du paramètre d’ionisation (pour
la galaxie) soit en fonction de l’émissivité intrinsèque (à gauche) soit
de l’émissivité effective (à droite). Comme pour la luminosité UV ou
Lyα, la corrélation avec la production intrinsèque de photons ioni-
sants est bien plus marquée : à U ∼ 10−2, les valeurs de Ṅion varient
entre 5 × 1051 et 1053 s−1 et celles de Ṅesc entre 1048 et 1053 s−1. Ainsi,
les grandes valeurs du paramètre d’ionisation pour les Green Peas ne
préjugent en principe pas d’une grande production ionisante.

De même, les émetteurs Lyα extrêmes (ayant une grande largeur
équivalente EWLyα) sont censés produire une grande quantité de pho-
tons ionisants. On a en effet pu voir sur la figure 5.11a une corrélation
négative entre EWLyα et le rapport Lν(1500 Å)/Lν(900 Å) intrinsèque,
indiquant que des galaxies sélectionnées pour avoir une grande lar-
geur équivalente devraient, à flux UV fixé, produire plus de photons
ionisants. C’est ce qu’indique la figure 5.16a, qui compare EWLyα

à Ṅion, et qui présente une corrélation forte : lorsque les galaxies
de notre échantillon produisent plus que 1052 s−1, la largeur équiva-
lente dépasse 10 Å. Toutefois, la sélection n’est pas univoque en rai-
son de la dispersion des résultats : certaines galaxies peuvent avoir
EWLyα � 100 Å et Ṅion entre 1050 et 1053 s−1. C’est encore plus mar-
qué sur la figure 5.16b, où l’absence de corrélation avec Ṅesc est mise
en valeur. On peut comparer ce résultat à ceux de Mostardi et al.
(2013), qui semblent indiquer que parmi leur échantillon, les galaxies
présentant une plus faible largeur équivalente Lyα semblent avoir un
rapport de flux UV sur ionisant plus petit. Il serait néanmoins né-



5.2 corrélation avec les propriétés physiques 161

(a) . . . avec Ṅion

(b) . . . avec Ṅionfesc

Figure 5.15 – Corrélation du paramètre d’ionisation et de la luminosité io-
nisante.
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(a) . . . avec Ṅion

(b) . . . avec Ṅionfesc

Figure 5.16 – Corrélation entre la largeur équivalente Lyα et de la lumino-
sité ionisante.
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cessaire de réaliser correctement le transfert radiatif Lyα pour inter-
préter ces observations ; les nombreuses diffusions résonnantes des
photons Lyα pouvant significativement changer nos résultats en pré-
sence même d’une faible quantité de poussière.

Nous avons jusqu’ici montré qu’il existait un grand éparpillement
autour de la corrélation entre la contribution des petites galaxies à
la réionisation et leurs propriétés observables. On peut alors se de-
mander si cette dispersion a des conséquences sur les modèles de
réionisation : pour une formulation globale de l’histoire de la réioni-
sation, peut-on se contenter d’utiliser un modèle simple, comme fesc

constante et Ṅion ∝ MUV, en supposant que les variations autour de
cette loi se compensent ? Hartley et Ricotti (2016) ont fait un pre-
mier pas dans cette direction en explorant à l’aide d’un modèle semi-
analytique simple l’impact de l’intermittence de la formation stellaire
sur l’établissement d’un fond UV ionisant. Ils montrent qu’en pre-
nant en compte le rythme des épisodes de formation stellaire, leur
modèle peut reproduire les contraintes principales sur l’histoire de
la réionisation soit en abaissant la valeur moyenne de fesc d’un fac-
teur 2 à 10 selon la taille de la plus petite galaxie considérée. Si leur
modèle présente ses propres limites (il ne prend pas en compte la
distribution spatiale des sources, par exemple), il permet de souli-
gner l’importance de l’intermittence de la formation stellaire dans les
petites galaxies.

5.3 résumé de ce chapitre

Le chapitre précédent a montré que les petites galaxies forment
des étoiles très sporadiquement à cause d’un feedback des superno-
vae très efficace. Dans ce chapitre, j’ai exploré les conséquences de
ce comportement stochastique sur les propriétés observables des ga-
laxies à grand redshift. En utilisant des modèles de populations stel-
laires standards dans la littérature et les propriétés du gaz dans la
simulation, j’ai déterminé la luminosité UV et Lyα intrinsèque des
galaxies simulées pendant ma thèse ; j’ai ensuite pu les comparer aux
propriétés physiques des galaxies. Les résultats principaux sont les
suivants :

— Des galaxies telles que celles qui ont fait l’objet de cette étude
seront potentiellement observables dans les relevés profonds du
JWST.

— Le processus d’excitation collisionnelle contribue de façon non
négligeable à l’émission Lyα des petites galaxies.

— Les quantités observables corrèlent très mal avec la fraction
d’échappement, et nettement mieux avec la production intrin-
sèque de photons ionisants.

Ces résultats demandent évidemment confirmation sur un plus
grand échantillon de galaxies, mais indiquent qu’il sera difficile de
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concevoir une campagne d’observation destinée à observer spécifi-
quement des émetteurs de photons ionisants, au moins à faible masse.
En outre, deux pistes principales sont envisagées pour continuer ce
travail : d’une part, il apparaît crucial de post-traiter les simulations
avec MCLya en incluant la poussière, qui pourrait sensiblement affec-
ter le transfert radiatif de la raie Lyα. D’autre part, il peut sembler
utile de compléter cette étude à l’aide de Cloudy pour prédire l’in-
tensité des raies d’émission métalliques comme O ii, [O iii ], C iii ],
C iv ou N ii, nécessaires à la détermination observationnelle de para-
mètres comme la métallicité ou le paramètre d’ionisation.
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Nous avons jusqu’ici principalement porté notre étude sur le rayon-
nement émis par les (petites) galaxies au cours de la réionisation, à
z � 6. Nous nous proposons dans ce chapitre de placer l’éclairage sur
une seconde application des méthodes de transfert radiatif présentées
dans cette thèse, à travers l’exemple des sources Lyman-α étendues
observées à z � 2 autour de groupes de galaxies massives en forma-
tion, regroupés sous la dénomination de blobs Lyman-α ou LAB. Ce
travail a fait l’objet d’une publication dans Astronomy & Astrophysics
(Trebitsch et al., 2016), inséré à la section 6.2 de ce chapitre.

6.1 motivation

Au cours des années 1990, l’installation de télescopes de 8 à 10 m
a permis le développement de relevés profonds à la recherche de
Lyman-α en émission. Ces relevés, en plus de produire de nombreux
catalogues de LAE, ont mené à la découverte de sources Lyα étendues
autour de quasars ou dans des régions riches en galaxies à partir de
la fin des années 1990 (Dey et al., 2005 ; Francis et al., 2001 ; Francis
et al., 1996 ; Fynbo et al., 1999 ; Matsuda et al., 2004 ; Palunas et al.,
2004 ; Steidel et al., 2000, . . . ). En raison de leur morphologie assez
mal définie et parfois filamentaire, ces sources ont très vite été re-
groupées sous l’appellation de blobs Lyα (LAB). Ces sources ont une
structure remarquablement similaires aux nébuleuses Lyman-α pré-
cédemment observées autour de radio-galaxies (par exemple Cham-
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bers et al., 1990 ; Heckman et al., 1991 ; Reuland et al., 2003 ; van
Ojik et al., 1997). Les observations récentes de Wisotzki et al. (2016)
suggèrent même que toutes les galaxies à grand redshift baignent
dans des nuages de gaz émettant en Lyα. En démontrant la présence
de grandes quantités de gaz autour des galaxies à grand redshift, ces
observations ont ouvert la voie à l’étude du milieu circum-galactique
en émission.

Deux questions principales se posent alors. Premièrement, quelle
est l’origine du gaz tracé par l’émission Lyα ? S’agit-il de la partie la
plus dense et la plus lumineuse des filaments intergalactiques prédits
par les modèles théoriques (voir par exemple Kereš et al., 2005 ; Oc-
virk et al., 2008), ou de vents galactiques liés aux supernovae ou à
des AGN ? Malgré de nombreuses tentatives, les observations spec-
troscopiques n’ont jusqu’à présent pas pu contraindre de manière
définitive la cinématique du gaz dans les blobs (Prescott et al., 2015 ;
Weijmans et al., 2010 ; Yang et al., 2011 ; Yang et al., 2014), et les
observations de Francis et al. (2013) suggèrent que la distribution
complexe du gaz s’explique combinaison d’accrétion et de vents.

Vient ensuite la question de la source d’énergie responsable de
l’émission Lyα. Là aussi, il n’y a pas encore de consensus sur le
mécanisme dominant. Les différents processus présentés dans la sec-
tion 3.3 ont tous été proposés, et explorés à la fois à travers leurs
prédictions testables observationnellement et avec des modélisations
numériques.

J’ai au cours de cette thèse exploré le modèle où le refroidissement
radiatif dans les filaments de gaz en effondrement sur les galaxies
(voir la section 3.3.2.4, et par exemple Dijkstra et al., 2006 ; Fardal
et al., 2001 ; Furlanetto et al., 2005). Ce travail s’est appuyé sur les si-
mulations RHD de Rosdahl et Blaizot (2012), qui modélisent la for-
mation de trois LAB à z = 3 dans des halos de masses 3 × 1011 M� ,
3 × 1012 M� et 1013 M� . La figure 6.1 illustre le halo intermédiaire,
appelé H2, et sur lequel se focalisera notre étude. Sur la première
ligne, la densité et la température du gaz ont été représentées : on
voit bien la présence de filaments plus froids que le milieu ambiant
qui survivent jusqu’à l’intérieur du halo. En bas à gauche, on présente
l’émissivité du gaz, calculée comme ε = εrec + εcoll (cf. section 3.3.1).
En bas à droite, la figure illustre une pseudo-observation du blob avec
un seeing de 1 ′′.

Nous avons néanmoins vu au chapitre 3 que la raie Lyα est une
raie résonnante. Pour prédire les propriétés observables Lyα à partir
d’une simulation de blob, il est nécessaire de post-traiter la simula-
tion (radio-)hydrodynamique avec un code comme MCLya. Le traite-
ment du transfert radiatif Lyα peut ainsi permettre de produire des
images et des spectres de LAB pour aider à l’interprétation parfois
complexe des données. Récemment, Dijkstra et Loeb (2008) ont pro-
posé que la polarisation du signal Lyα peut être utilisée pour placer
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Figure 6.1 – Illustrations du blob H2 de Rosdahl et Blaizot (2012). De
gauche à droit et de bas en haut : densité d’hydrogène, tem-
pérature, émissivité Lyα et flux observé.

des contraintes additionnelles sur l’origine du gaz et de l’émission
Lyα autour des galaxies à grand redshift.

Hayes et al. (2011) et Prescott et al. (2011) ont réalisé les pre-
mières observations polarimétriques d’un LAB, suggérant que l’émis-
sion Lyα était majoritairement due à une source centrale. Après avoir
adapté MCLya pour inclure le traitement de l’émission diffuse du
blob et de la polarisation des photons Lyα, j’ai utilisé ces outils pour
déterminer le signal de polarisation produit par le blob H2 de Ros-
dahl et Blaizot (2012). Les résultats ont fait l’objet d’une publication
dans Astronomy & Astrophysics, incluse dans la section suivante.

6.2 Lyman-α blobs : polarization arising from cold
accretion
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ABSTRACT

Lyman-α nebulae are usually found in massive environments at high redshift (z � 2). The origin of their Lyman-α (Lyα) emission
remains debated. Recent polarimetric observations showed that at least some Lyα sources are polarized. This is often interpreted as a
proof that the photons are centrally produced, and opposed to the scenario in which the Lyα emission is the cooling radiation emitted
by gas heated during the accretion onto the halo. We suggest that this scenario is not incompatible with the polarimetric observations.
In order to test this idea, we post-process a radiative hydrodynamics simulation of a blob with the MCLyaMonte Carlo transfer code.
We compute radial profiles for the surface brightness and the degree of polarization and compare them to existing observations. We
find that both are consistent with a significant contribution of the extragalactic gas to the Lyα emission. Most of the photons are
centrally emitted and scattered inside the filament afterwards, producing the observed high level of polarization. We argue that the
contribution of the extragalactic gas to the Lyα emission does not prevent polarization to arise. On the contrary, we find that pure
galactic emission causes the polarization profile to be too steep to be consistent with observations.

Key words. Scattering – Polarization – Diffuse radiation – Intergalactic medium – Galaxies: high-redshift – Methods: numerical

1. Introduction

Spatially extended high redshift (z � 2) Lyman-α nebulae
(HzLAN) were discovered more than twenty years ago by
Chambers et al. (1990), and then regularly observed around pow-
erful radio sources (Heckman et al. 1991; van Ojik et al. 1997;
Villar-Martín et al. 2002; Reuland et al. 2003; Villar-Martín et al.
2007). In the early 2000s, Steidel et al. (2000, but see also Fran-
cis et al. 1996; Fynbo et al. 1999; Keel et al. 1999) found sim-
ilar objects at z � 3 which were not associated to radio galax-
ies. Their physical properties are very similar to the HzLANs
previously found, with sizes up to a few hundred kilo-parsecs,
and Lyα luminosities up to 1044 erg.s−1. A few hundred of these
HzLANs (called “Lyman-α Blobs” or LABs) have been found at
z = 2− 6.5 by recent surveys (Palunas et al. 2004; Matsuda et al.
2004, 2006; Dey et al. 2005; Saito et al. 2006; Ouchi et al. 2009;
Yang et al. 2009, 2010; Prescott et al. 2013). They are usually as-
sociated with quasars (Bunker et al. 2003; Basu-Zych & Scharf
2004; Weidinger et al. 2004; Christensen et al. 2006; Scarlata
et al. 2009; Smith et al. 2009; Overzier et al. 2013), Lyman-
Break Galaxies (Matsuda et al. 2004), infrared or sub-millimetre
sources (Chapman et al. 2001; Dey et al. 2005; Geach et al. 2005,
2007, 2014; Matsuda et al. 2007). For some of these LABs, no
galactic counterpart has been found (Nilsson et al. 2006, see also
the “Blob 6” of Erb et al. 2011). All these associations support
the consensus that HzLANs live in massive haloes which are in
the densest regions of the Universe (Steidel et al. 2000; Matsuda
et al. 2004, 2006; Prescott et al. 2008; Saito et al. 2015).

These observations raise two fundamental questions : where
do the vast quantities of emitting gas come from, and what
sources of energy power the observed Lyα emission ? It has

� e-mail: maxime.trebitsch@ens-lyon.org

become clear during the last decade that a significant fraction
of the gas in massive haloes at high redshifts is cold (see e.g.
Birnboim & Dekel 2003; Kereš et al. 2005; Dekel & Birnboim
2006; Ocvirk et al. 2008; Brooks et al. 2009; Kereš et al. 2009;
van de Voort et al. 2011; van de Voort & Schaye 2012). Sim-
ulations suggest that this cold gas reservoir is a complex mix-
ture, dominated in mass by primordial accretion streams and
tidal streams from galaxy interactions, and it is probably this
gas that we see shine in HzLANs. The second question remains
largely open, however, and it is unclear which energy source
triggers (or sustains) Lyα emission in this gas. There are basi-
cally three scenarios. The Lyα radiation may be due to rapid
cooling following shock-heating of this gas by large galactic
outflows (e.g. Taniguchi & Shioya 2000; Ohyama et al. 2003;
Mori et al. 2004; Geach et al. 2005). Alternately, the Lyα ra-
diation may be emitted by recombinations that follow photo-
ionization from the intergalactic ultraviolet background (Gould
& Weinberg 1996) or from local sources (Haiman & Rees 2001;
Cantalupo et al. 2005, 2014; Kollmeier et al. 2010). Finally,
the Lyα radiation may trace the dissipation of gravitational en-
ergy through collisional excitations as gas falls towards galaxies
(Haiman et al. 2000; Fardal et al. 2001; Furlanetto et al. 2005;
Dijkstra et al. 2006; Dijkstra & Loeb 2009; Faucher-Giguère
et al. 2010; Goerdt et al. 2010; Rosdahl & Blaizot 2012). We
emphasize that the cold stream scenario has been suggested in
response to the large variety of sources LABs are associated
with. Indeed, it gives a unified mechanism to explain the Lyα
radiation for this variety of sources, without relying on the pres-
ence of e.g. an active galactic nucleus (AGN) associated with
the blob (see Dijkstra & Loeb 2009). This latter scenario, often
dubbed the “cold stream scenario” is the focus of the present
paper.
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Because simulations that describe any of these three likely
contributions to the luminosity of HzLANs are so uncertain, one
would like to find observables that would help separate them ob-
servationally. It has been shown that scattering may lead to a
polarized Lyα emission around high-redshift galaxies and col-
lapsing haloes (Lee & Ahn 1998; Rybicki & Loeb 1999; Dijk-
stra & Loeb 2008), and the degree of polarization of HzLANs
may indeed help us disentangle the emission processes. In par-
ticular, it was argued by Dijkstra & Loeb (2009) that emission
from cold accretion streams would not produce a polarized sig-
nal structured at the scale of the blob, because of the small vol-
ume filling of such streams. The first positive observation by
Hayes et al. (2011, hereafter H11) of linear polarization forming
a large-scale ring pattern around the Lyα peak of LAB1 (Steidel
et al. 2000) was interpreted indeed as a strong blow against the
cold stream scenario. Humphrey et al. (2013) further found the
same level of polarization around the radio galaxy TXS 0211-
122. Earlier observations from Prescott et al. (2011) showed
no evidence for polarization around the HzLAN “LABd05”, but
H11 argued that this is due to a too low signal-to-noise ratio.

In the present paper, we revisit the question of the polar-
ization of HzLANs from a theoretical perspective. We wish to
test whether the results of e.g. Dijkstra & Loeb (2008, here-
after DL08), based on idealised geometrical configurations, hold
when the full complexity of the cosmological context is taken
into account. This will allow us to provide an alternative key to
interpret polarization constraints, taking into account this com-
plexity. We do this by extending the work of Rosdahl & Blaizot
(2012, hereafter RB12) to assess whether their state-of-the-art
simulation of a typical LAB (their halo H2, of mass ∼ 1012 M�
at z = 3) is compatible with the observations of H11. We show
that it is indeed, and hence use it to discuss the composite origin
of the polarization feature H11 observe.

In Sec. 2, we present the details of the simulation of RB12
that we use, and we describe our new version of the Monte Carlo
radiative transfer code MCLya (Verhamme et al. 2006) which
now tracks polarization of Lyα photons. We then discuss in de-
tail how we sample the emission from gas and stars in the sim-
ulation, and how we build polarization maps from the results of
MCLya. In Sec. 3, we present our results and compare them to
observations of H11. We then discuss the origin of the polar-
ization signal in our simulated nebula. Finally, we conclude in
Sec. 4.

2. Methodology

2.1. Description of the RHD simulation

This work is based on the H2 simulation taken from RB12,
which is our best model for a typical giant LAB at redshift 3.
This simulation describes a halo of ∼ 1012M� at z ∼ 3, which
is a group of galaxies penetrated by cold accretion streams. We
refer the reader to RB12 for a full description of the numerical
details and a discussion of the physical processes at play in that
halo.

In short, this simulation was performed with Ramses-RT
(Rosdahl et al. 2013), a modified version of the adaptive mesh
refinement (AMR) code Ramses (Teyssier 2002), which cou-
ples radiative transfer of ultraviolet photons to the hydrodynam-
ics. This radiation hydrodynamics (RHD) method allows to pre-
cisely follow the ionisation and thermal state of the intergalac-
tic and circumgalactic media (IGM, CGM), accounting for self-
shielding of the gas against the UV background, and thus to ac-
curately compute the Lyα emissivity of the gas (see discussions

in Faucher-Giguère et al. 2010; Rosdahl & Blaizot 2012). We
used a zoom technique to achieve a maximal resolution of 434 pc
at z = 3, with a dark matter mass resolution of 1.1 × 107 M�.
Note that the refinement criteria we chose are such that the high-
est resolution is not only reached in the high-density ISM, but
also along the cold streams.

For the analysis below, we define the star-forming inter-
stellar medium (ISM) as the gas denser than nH ≥ 0.76 cm−3,
the circum-galactic medium (CGM) as the gas at density
0.23 cm−3 ≤ nH < 0.76 cm−3, and the accretion streams as
0.015 cm−3 ≤ nH < 0.23 cm−3. We refer to the gas with lower
density as diffuse gas. Note that these selections, although they
rely on density only (and not temperature), do nicely pick out
cold streams. This is likely in part due to the relative simplicity
of the CGM in our simulation which do not include feedback
from supernovae.

2.2. Polarized Lyα radiative transfer: MCLya

The simulated halo H2 described in Sec. 2.1 is post-processed
using an improved version of the Monte Carlo Lyα transfer code,
MCLya (Verhamme et al. 2006). Most of the improvements are
discussed in Verhamme et al. (2012): MCLya now makes use of
the AMR structure of Ramses and includes more detailed physics
for the Lyα line. The new version of the code we use here in-
troduces the ability to propagate photons emitted by the gas (see
Sec. 2.3), and most importantly to track the polarization state of
Monte Carlo photons.

As pointed out by DL08, the precise atomic level involved
in the scattering of a Lyα photon is strongly correlated with the
scattering phase function: the 1S 1/2 → 2P1/2 → 1S 1/2 (K transi-
tion) scattering sequence is described by an isotropic phase func-
tion, losing therefore any polarization information. On the con-
trary, the 1S 1/2 → 2P3/2 → 1S 1/2 (H transition) sequence keeps
a memory of the pre-scattering state of the photon. Hamilton
(1947) showed that, when they happen close enough to line cen-
tre (i.e. in the core), H transitions are well described by a su-
perposition of an isotropic phase function and a Rayleigh phase
function, with equal weights. Stenflo (1980) later showed that
for a scattering event outside of the Lyα line centre (i.e. in the
wings), the two transitions H and K interfere, and the event can
instead be described by a single Rayleigh phase function.A con-
venient way to express the frequency is through its Doppler shift
with respect to the Lyα line centre, x = (ν − νLyα)/ΔνD, where
ΔνD = (vth + vturb)νLyα/c. In this formula, νLyα = 2.466 Hz

(λLyα = 1215.668 Å) is the Lyα line frequency, vth is the ther-
mal velocity of hydrogen atoms, vturb is a turbulent velocity, de-
scribing the small scale turbulence of the gas, and c is the speed
of light. Dijkstra & Loeb (2008, appendix A2) show that in a
Monte Carlo simulation, if we compute the photon frequency in
the frame of the atom involved in the scattering event, we can
take xcrit � 0.2 to separate these two regimes of the H transi-
tion (core and wings). We follow their recommendation in the
present paper, as we discuss later in this section.

There are mainly two approaches to describe the polariza-
tion state of light in a Monte Carlo framework. One possibility
would be to consider groups of photons and compute the Stokes
vector after each interaction as the result of a multiplication with
a scattering matrix (Code & Whitney 1995; Whitney 2011). The
other possibility is to use the technique described by Rybicki &
Loeb (1999), which is the one we implemented in this paper.
In this formalism, each Monte Carlo photon has a 100% linear
polarization given by a unit vector e orthogonal to the propaga-
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tion direction n of the photon: e · n = 0. The observed Stokes
parameters will arise from the sum of multiple, independent MC
photons. Their initial scheme is only valid for a Rayleigh scatter-
ing event, but can be easily modified to take resonant scattering
into account, since resonant scattering is described by a super-
position of Rayleigh and isotropic scattering.

For scattering events in the line core, the probability of a K
transition is 1/3, and 2/3 for an H transition. The H transition
is described by 50% of Rayleigh scattering and 50% of isotropic
scattering, and a K transition always corresponds to an isotropic
scattering. This implies that for core photons (having |x| < 0.2
in the atom’s frame) 2/3 of the scattering events are actually
isotropic (i.e. lose polarization), while 1/3 are Rayleigh scatter-
ings. For wing photons (|x| > 0.2), all scatterings are Rayleigh
scatterings.

For an isotropic scattering event, the direction of propagation
after scattering n′ and the new direction of polarization e′ are
both randomly generated: n′ is uniformly drawn on a sphere,
and e′ is uniformly drawn on a unit circle in a plane orthogonal
to n′.

For a Rayleigh scattering event, it can be shown (see for
instance Dijkstra & Loeb 2008, Appendix A3; also Rybicki &
Loeb 1999) that the phase function can be simulated using a re-
jection technique: a random direction n′ and a random num-
ber R ∈ [0, 1[ are drawn, and the new direction is accepted if

R < 1 − (e · n′)2. Otherwise, a new direction and a new num-
ber are drawn again. The new polarization vector e′ is given by
the projection of the previous polarization vector e on the plane
normal to n′:

e′ =
e − (e · n′) n′

‖e − (e · n′) n′‖
. (1)

2.3. Lyα sources

One of the motivation of this work is to understand if polari-
metric observation can be a tool to elucidate the origin of the
Lyα emission of blobs (extended or centrally concentrated). We
decompose the total Lyα emission in two components: the ex-
tragalactic part is emitted by gas at densities nH ≤ 0.76 cm−3,
and is thus composed of CGM, cold streams and more diffuse
gas, and the galactic part corresponds to the photons emitted by
galaxies, i.e. form material at densities nH ≥ 0.76 cm−3.

In our transfer code, a Monte Carlo photon is defined by a
few quantities: position, propagation and polarization directions,
luminosity and frequency. The initial propagation direction of a
photon is randomly drawn on a sphere. This defines the ini-
tial polarization plane, in which lies the polarization direction
(which is randomly drawn on a circle). The initial positions, lu-
minosity and frequency of a photon are source-dependent. For
the extragalactic emission, the photons will be emitted directly
from the simulation cells, and the luminosity and frequency will
be computed from the gas properties (see Sec. 2.3.3). For the
galactic emission, we use the star particles from the simulation
as a proxy for the Lyα sources. Their luminosities and frequen-
cies are computed as explained in Sec. 2.3.2.

2.3.1. Lyman-α emission processes

Lyα emission is generated by two channels: collisional excita-
tion of an hydrogen atom, and recombination of a free electron
on a H ii ion.

The collisional mechanism is the following: a free electron
excites an H i atom, which can relax to its ground state. During

its radiative cascade, a 2P → 1S transition may occur, causing
the emission of a Lyα photon. We approximate the collisional
emissivity with

εcoll = CLyα(T ) ne nH i εLyα, (2)

where ne and nH i are the electron and H i number densities,
εLyα = 10.2eV is the Lyα photon energy, and CLyα(T ) is the
rate of collisionally induced 1S → 2P transitions. We use the
expression given by Goerdt et al. (2010) for CLyα(T ), fitting the
results from Callaway et al. (1987).

The recombination process occurs when a free electron re-
combines with a proton to give an excited hydrogen atom. This
atom may cascade down to the 2P level from its excited state,
eventually relaxing to the ground state and producing a Lyα pho-
ton. The Lyα emissivity of the process is given by

εrec = 0.68αB
H i(T ) ne nH ii εLyα, (3)

where the 0.68-factor is the average number of Lyα photon pro-
duced per case B recombination for a typical gas temperature of
104 K (Osterbrock & Ferland 2006), nH ii is the proton number
density, and αB

H i
is the case B recombination rate taken from Hui

& Gnedin (1997).

2.3.2. Sampling the galactic emission

As stated in Sec. 2.1, the simulation in RB12 can only re-
solve physical processes at the scale of a few hundred par-
secs. This resolution is far from allowing us to resolve the
interstellar medium structure of galaxies (see Verhamme et al.
2012), and we thus have to use a model for the Lyα luminosi-
ties and line profiles of our simulated galaxies. We use young
star particles as a proxy for emission from H ii regions, and as-
sign each particle younger than 10 Myr a luminosity given by
(particle mass/10 Myr) × 1.1 × 1042 erg.s−1 (Kennicutt 1998;
Osterbrock & Ferland 2006). Guided by the results of Garel et al.
(2012), we assume a 5% Lyα escape fraction, typical of Lyman
break galaxies. This implies that the galactic Lyα luminosity in
our simulation is about 30% (9 × 1042 erg.s−1) of the total sim-
ulated LAB. To model the result of the complex Lyα radiative
transfer through the ISM, we use three different spectral shapes:

a Gaussian plus continuum, with an equivalent width of 40 Å,
and two P-Cygni-like profiles, with the same equivalent width,
but peaked at 250 km.s−1 and 500 km.s−1. We emulate the P-
Cygni profiles with a “Gaussian minus Gaussian” function, plus
a continuum. These line profiles describe the photons escap-
ing from the galaxies of the simulation, which are then scattered
through the CGM and more diffuse gas. To make this effective,
we also render the ISM transparent to Lyα photons.

The distribution of these star particles is presented in Fig. 2a,
and the three line profiles are illustrated on Fig. 1.

We found only little impact of the input spectral shape either
on the surface brightness (SB) or on the polarization of the LAB.
With the P-Cygni-like profiles, the degree of polarization tends
to be slightly higher by a few percents, because much of the
scattering gas is infalling. Hence, by using the Gaussian profile
as our fiducial model for the Lyα spectrum at the boundary of
the ISM, we will get a lower limit of the estimated contribution
of the galactic emission.

2.3.3. Sampling the extragalactic gas emission

In the blob simulation of RB12, the ionisation state of the gas,
its temperature and the density are directly given by Ramses-RT,
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Fig. 1: Two different spectral shapes: a single Gaussian (solid),
and a P-Cygni profile (dashed).

Table 1: Luminosity budget, in 1042 erg.s−1

L (1042 erg.s−1) Total Sampled Fraction
CGM 7.60 7.59 99.9%

Streams 12.6 12.3 97.4%
Diffuse gas 0.885 0.575 65.0%

and the local emissivity of the gas is computed as ε = εcoll+εrec.
In this specific simulation, the extragalactic gas contributes to the
total Lyα luminosity by Lgas � 2.11×1043 erg.s−1. 36% of lumi-
nosity of the extragalactic gas comes from the CGM, and more
than 55% comes from the streams. As the luminosity of the gas
varies by more than 12 orders of magnitude among ∼ 4 × 106

AMR cells, we cannot afford to sample the gas luminosity by
sending from each cell a number of photons proportional to the
cell luminosity. By sending at least 100 photons per cell, such
a proportional sampling would require the prohibitive total of
1017 photons. We chose instead to send a fixed number of 150
photons from each of the ∼ 256 500 most luminous cells of the
simulation. This restricts the range of luminosities to only three
orders of magnitude. The average luminosity of the 100 faintest
cells in our sample is approximately 2 300 times lower that the
average luminosity of the 100 brightest cells. Doing so, each
photon will carry 1

150
of its mother cell luminosity. We evalu-

ate the impact of our (under)sampling strategy of the simulation
cells using a bootstrap method (see Appendix B for details).

We fixed the limit of 256 500 cells after ensuring that taking
more gas into account would not noticeably affect our results.
This (limited) set of cells still accounts for ∼ 97% of the total
blob luminosity (Lgas = 2.04 × 1043 erg.s−1). Table 1 compares
the luminosity budget for the whole halo and for the sampled
cells. As expected, the 256 500 brightest cells that we cast pho-
tons from capture most of the luminosity of the CGM (99.9%)
and of the cold streams (97.4%) but leaves out about a third of
the luminosity of the very diffuse gas. What we miss from the
very diffuse gas is a very small fraction (∼ 1%) of the total lumi-
nosity and has no impact on our results.

The last physical parameter to determine before casting a
Lyα photon is its exact wavelength. We draw the initial fre-
quency of each Monte Carlo photon from a Gaussian distribu-

tion, centred on νLyα in the frame of the emitting cell. We set

the width of this Gaussian line to be σLyα = νLyα

√
v2th + v

2
turb/c,

where vth is the typical velocity of atoms due to thermal motions,
and vturb = 10 km/s describes sub-grid turbulence.

In Fig. 2b, we illustrate the source distribution for the extra-
galactic emission.

2.4. Mock observations

In order to observe our simulated LAB, we collect the photons
when they pass the virial radius. Photons exiting the halo are
selected in a cone of 15◦ around the projection direction. We
discuss the impact of the selection on the results in Appendix C.
We then project these photons on a grid of 200 pixels on a side
(equivalent to 0.125′′). We shall now describe how we build
polarization maps from MCLya output.

We assume that each Monte Carlo photon is equivalent to a
(polarized) beam of light, and that two independent photons are
incoherent. Then, each pixel of our mock maps receives a mix-
ture of independent, linearly polarized beams. The Stokes pa-
rameters are thus given by Chandrasekhar (1960, eq. (164), §15):

I =
∑

I(n),

Q =
∑

I(n) cos (2χn) ,

U =
∑

I(n) sin (2χn) , (4)

where I(n) defines the intensity of each beam, and χn is the polar-
ization angle of each beam (with respect to a set of axes). Here,
we have no V Stokes parameter since we assumed a purely linear
polarization for each Monte Carlo photon.

With Eq. 4, we build the I, Q, and U maps in a set of chosen
directions from the output of MCLya, and we smooth them with
a Gaussian of full width at half-maximum 1′′ to mimic a typical
point spread function (PSF) in observations.

We extract the degree of polarization P and the angle of po-
larization χ in each pixel with

P =
√

Q2 + U2

I
(5)

and

χ =
1

2
arctan

(
U
Q

)
. (6)

Note that we compute the degree and angle of polarization in
pixels with more than 5 MC photons after smoothing. This tends
to overestimate the degree of polarization at high radius, but has
no impact in the inner 40 kpc.

3. Results

On Fig. 2d, we show a mock image of our simulated blob.
The inner iso-contours mark surface brightnesses of 1.4 ×
10−18 erg s−1 cm−2 arcsec−2, which are typical of present obser-
vational limits. The outer contours at 10−19 erg s−1 cm−2 arcsec−2

show what we might see in deep VLT/MUSE observations. The
bars show the polarization direction and amplitude (with a scal-
ing indicated in the bottom-left corner of the plot) in different
points chosen for illustration purposes1.

1 We only show the polarization signal in pixels having more than 10
Monte Carlo photons.

Article number, page 4 of 14

6.2 lyman-α blobs : polarization arising from cold accretion 171



M. Trebitsch et al.: Polarization around Lyα blobs

-10 -5 0 5 10
x (arcsec)

-15

-10

-5

0

5

10

15

y
(a
rc
se
c)

(a)

−10 −5 0 5 10
x (arcsec)

−15

−10

−5

0

5

10

15

y
(a
rc
se
c)

10−19 10−18 10−17

F (erg · s−1 · cm−2 · arcsec−2)

(b)

−10 −5 0 5 10
x (arcsec)

−15

−10

−5

0

5

10

15

y
(a
rc
se
c)

10−19 10−18 10−17

F (erg · s−1 · cm−2 · arcsec−2)

(c)

−10 −5 0 5 10
x (arcsec)

−15

−10

−5

0

5

10

15
y
(a
rc
se
c)

P = 100%

10−19 10−18 10−17

F (erg · s−1 · cm−2 · arcsec−2)

(d)

Fig. 2: (a) Positions of the young, massive stars from which we cast Lyα photons that make the galactic contribution. (b) SB
map of the extragalactic emission region. (c) SB map of the blob after transfer, with both galactic and extragalactic contribution
to Lyα emission. (d) Mock observation of the halo with a seeing of 1′′. The dashes show polarization, and the contours mark
1.4 × 10−18 erg s−1 cm−2 arcsec−2 and 10−19 erg s−1 cm−2 arcsec−2.

We now analyse our results and compare them to observa-
tions. Our workflow is the following. First, we produce mock
observations along multiples lines of sight (LOS). Then, we
compute SB profiles and polarization profiles for each LOS. Fi-
nally, we average the profiles over all LOS.

3.1. Surface brightness profiles

RB12 argued that adding Lyα scattering effects to their simu-
lation would not change much the observed area of the blob.
They also neglected the (galactic) contribution of star forma-
tion to the total Lyα luminosity. With our simulation, we can
compare the effect of scattering to that of a typical PSF on the
observed SB profile for the extragalactic contribution to the lu-
minosity of the LAB. On Fig. 3, we show the SB profile be-
fore and after transfer (in blue and in red, respectively), and be-
fore and after the convolution with a PSF (dashed line and solid
line, respectively). We find that Lyα scattering leads to a redis-
tribution of light out to larger radii than a Gaussian PSF of 1

arcsec. This strongly impacts the inner (r < 5kpc) and outter
(r > 25kpc) profile, as shown by the difference between the blue
and red dashed curves. Coincidentally, however, at the level of
1.4×10−18 erg s−1 cm−2 arcsec−2, the effect of scattering is com-
parable to that of the PSF. At this surface brightness, we find
that neglecting radiative transfer leads to an underestimate of the
LAB’s radius of only ΔR/R � 8%, that is, a relative error on the
blob area of ΔA/A � 16%.

The observed surface brightness profiles provide a strong
constraint on the properties of the HzLANs. On Fig. 4, we show
a comparison between the total surface brightness profile of our
simulated blob (taking both galactic and extragalactic Lyα emis-
sion into account, as discussed in Sec. 2.3) and a set of obser-
vational contraints. The thin, orange lines show the profiles of
our simulated blob along each of the 100 lines of sight, and the
thick, red, solid (resp. dashed) line shows median profile (first
and third quartiles). We also plotted the galactic (lower dotted
line) and extragalactic contributions (upper dotted line) to the lu-
minosity. The galactic component dominates at the centre (< 1′′)
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Fig. 3: Effect of scattering compared to that of a PSF on the ob-
served SB profile for the extragalactic contribution to the lumi-
nosity. The SB profiles before (after) transfer are shown in blue
(red), the profiles with (without) PSF are represented as a solid
(dashed) line. Note that only the emission from extra-galactic
gas is taken into account here.

and is soon overtaken by extragalactic emission which represents
about 90% of the signal at all radii > 2 arcsec. The blue dashed
line the average profile of 11 LABs observed at z = 2−3 (Steidel
et al. 2011), and the blue, dotted line is the fit given by Prescott
et al. (2012) for LABd05, rescaled to z = 3 (however, LABd05
is 5 times brighter than our blob). We compare the results to
the average surface brightness profile of a sample of 130 Lyα
emitters (LAE) in regions with a large LAE overdensity (blue
circles) taken from Matsuda et al. (2012). The teal squares show
H11 observation of LAB1 (Steidel et al. 2000), rescaled so that
its total luminosity is similar to H2.

From Fig. 4, it seems that our profile agrees with Prescott
et al. (2012), and especially if we focus on the extragalactic con-
tribution (upper black, dotted curve). We point out that this was
already true for the profile with no scattering found by RB12 (see
their Fig. 13). The LAE used in the sample of Matsuda et al.
(2012) are significantly smaller and fainter than our LAB, but
they are remarkably similar to the galactic Lyα emission of our
simulation. Our result seems to be inconsistent with the profile
from Steidel et al. (2011). However, a good agreement was not
expected: indeed, RB12 argue that only their most massive halo
H3 fit the results from Steidel et al. (2011). Maybe more impor-
tantly since it is the only positive polarimetric observation, our
results are in correct agreement with H11 data, though slightly
steeper at large radii.

3.2. Polarization

For each plot in this section (Figs. 5, 6), the 100 LOS are de-
picted as thin, orange lines. The red, solid line represents the
median profile. The interval between the two dashed, red lines
contains 50% of the LOS. With the bootstrap method described
in App. B, we estimate the error due to our cell sampling strategy
and show it as a red area around the median profile.

Fig. 4: Comparison of SB profiles. The red, solid line is the SB
profile expected from the sum of both gas and galactic contribu-
tions; the red, dashed lines show the first and third quartiles. The
thin, orange lines represents the profile for each LOS. The upper
(lower) black, dotted line shows the the extra-galactic (galactic)
contributions. Two observational data taken from the literature
(see text box) are shown in blue, data points are H11 observa-
tions (teal) and Matsuda et al. (2012) stacked profile (blue).

3.2.1. Polarization profile

In order to compare our simulation to H11 polarimetric observa-
tions, we need to characterise both the direction and the degree
of polarization. To describe the latter, we compute radial profiles
for the different components of the Lyα emission. Figure 5 dis-
plays the polarization profiles obtained for each component of
the signal: emission from extragalactic gas (panel 5a), Lyα pho-
tons produced in the star-forming ISM (panel 5b), and the com-
bination of the two (panel 5c). We compare these results with
H11 observations, displayed as filled squares with errorbars.

The main result of our study is that the polarization profile
produced only by the extragalactic gas rise up to 15%, similar
to what is observed by H11. This is unexpected: in this non-
idealised setup, the extended emission does not wash out the
polarization. This is mainly because the gas distribution is not
homogeneous. Even if we refer to the extragalactic emission
as an extended source, it is still much more concentrated in the
inner region of the blob, as can be seen in the SB profiles of
Fig. 4. Dijkstra & Loeb (2009) suggested that the low volume
filling factor of the cold streams would prevent the polarization
to arise: there is indeed only little chance that a photon that has
escaped from a filament will encounter another one before be-
ing observed. However, we found that the photons responsible
for the polarization signal mostly travel radially outwards inside
the gas, and then escape their filament at the last scattering (see
Sec. 3.2.3).

Furthermore, if we look at the galactic component only, it
is clearly inconsistent with H11 observations: the polarization
profile is too steep in the central region, meaning that it is com-
pulsory to take the extended emission into account. We checked
that this is not an artifact resulting of the choice of the pixeliza-
tion. While the profiles presented in Fig. 5 corresponds to maps
with a pixelization (� 0.12′′) much finer than the spatial reso-
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(a) (b) (c)

Fig. 5: Polarization radial profiles for (a) extragalactic emission, (b) galactic emission, and (c) the overall Lyα emission. The thin,
orange lines show the profile corresponding to each LOS; the solid, red line is the median profile; the dispersion along different
LOS is represented by the two dashed, red lines (first and third quartiles). The red area show the 3σ confidence limits inferred from
our bootstrap experiment (see Appendix B). The data points are taken from H11.

lution of the observations, we verified that our results hold for
a coarser spatial resolution (∼ 1.25′′). In the experiment with
larger pixels, we noted a decrease of the degree of polarization
at large distance (� 5′′), but not strong enough to alter our re-
sults.

3.2.2. Polarization angle

The second observed attribute we can produce is the polarization
angle. Qualitatively, the direction of polarization in a given pixel
of the map seems to be aligned in circles around the centre of the
blob, as shown on Fig. 2d. A more quantitative study can con-
firm this: for each pixel on the map, we compute the difference
between the polarization angle and the tangential angle. We then
rebin the resulting distribution to match H11 bins, and the result
is shown on Fig. 6. The polarization angle is not random at all,
but rather aligned with the tangential angle.

This is qualitatively compatible with the results of H11: they
also find a clustering of the values around zero. A more quantita-
tive comparison shows that our distribution is much more peaked
around zero. However, in our numerical experiment, we have no
measurement error on the polarization angle in each pixel, which
is not true in the case of observations. We assumed a gaussian
error of width 20◦ on the angle measurement, and recomputed
the angle distribution. The result, shown as the black curve on
Fig. 6, is in much better agreement with the observations.

3.2.3. Origin of the polarization

Polarization is a geometrical effect, which arises naturally in a
configuration with centrally concentrated emission which is scat-
tered outwards. From our numerical experiment, we find that
extended extragalactic Lyα emission generates a polarized neb-
ula with a relatively strong polarization signal (15% close to the
virial radius). This polarization emerges for the same reason:
photons statistically scatter outwards before being observed.

On Fig. 7, we show the 2D histogram (weighted by luminos-
ity) of the projected emission radius rem (where the MC pho-
tons are cast) as a function of the projected observed radius
robs (where the MC photons last scatter before being observed).

−80 −60 −40 −20 0 20 40 60 80

χ (degrees)

0.000

0.005

0.010

0.015

0.020

0.025

p

Exact measurement

Noisy measurement

Hayes et al. (2011)

Fig. 6: Distribution of the angle between polarization and tan-
gential direction. The thin, orange lines show the profile cor-
resonding to each LOS; the solid, red line is the median profile;
and the two dashed, red lines denotes the first and third quar-
tiles. The red area show the 3σ confidence limits inferred from
our bootstrap experiment (see Appendix B), and the teal line is
the distribution taken from H11. In black, we show the profile
we obtain by assuming some noise in the angle measurement.

These projected radii are projections onto the plane perpendic-
ular to the direction of propagation of each MC photon. The
left (resp. right) panel shows the distribution of projected rem

versus projected robs for the galactic (resp. extragalactic) emis-
sion. The prominent feature in both cases is the diagonal line,
showing that a significant part of observed photons escape close
to their emission site even in the case of galactic emission. The
asymmetry between the upper and lower half planes illustrates
that more photons escaping at a given robs where emitted at a
smaller radius. There is a strong (expected) asymmetry for the
galactic emission, and a lighter but noticeable asymmetry in the
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(a) (b)

Fig. 7: Distribution of the radii of emission, rem, for each observation radius, robs, weighted by the (normalised) luminosity of the
photons. These radii are not distances to the halo centre, but projected on the observation plane perpendicular to the line of sight for
each simulated photon. (a) the galactic component, (b) the extragalactic component.
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Fig. 8: Polarization profile obtained by selecting photons accord-
ing to the distance between the emission and the last scattering.

extragalactic case. This explains the steeper polarization profile
for the galactic sources than for the extragalactic sources (see
Fig. 5). Each horizontal feature on the left panel corresponds
to the location of a Lyα source (satellite galaxy), and illustrates
the fact that a significant fraction of photons emitted by exter-
nal sources (with large rem) scatter also on the central parts of
the blob, and escape at smaller robs. To summarize, for a sig-
nificant fraction of the Lyα MC photons (more than 55% of the
extragalactic luminosity), the emission location is close to the
last scattering place. Those Lyα photons do not contribute to the
observed polarization.

To sketch this out in a more quantitative manner, we now fo-
cus on the extragalactic component (i.e. cooling radiation from
the gas). In Fig. 8, we show the polarization signal due to extra-
galactic MC photons which have traveled less than 5 kpc (resp.
between 5 and 20 kpc, and more than 20 kpc) as the yellow (resp.
dot-dashed orange, and dashed red) curve. The photons that

travel more are the ones responsible for the polarization. Note
that by selection, they do tend to come from the central regions
as well.

3.3. Scattering in the IGM

So far, we limited our analysis to the photons scattered within
the virial radius of the halo, thus assuming that the effect of the
IGM was negligible. Previous works, e.g. by DL08 showed
however that for a galaxy without strong outflows (as it is the
case in our simulation), radiation scattered in the IGM will carry
a low polarization level, typically around 2%, and has a very flat
surface brightness profile. This is because as they travel through
the IGM, Lyα photons will be blueshifted and could experience
a significant number of scattering, which would reduce the level
of polarization.

While we cannot fully describe the Lyα resonant scattering
in the IGM with the current version of MCLya (a volume larger
than currently investigated would not fit in the computer mem-
ory), we still can get an idea of to what extent taking further
scattering into account would affect our results. We denote by
f the fraction of the luminosity that will scatter in the IGM. To
compute the value of f , we assume that photons escaping the
halo redwards of the lya line will be observed directly, and that
a fraction of 1 − TIGM of the blue photons will undergo further
scattering, with TIGM � 0.67 being the mean IGM transmission
at z ∼ 3 (see e.g. Faucher-Giguère et al. 2008; Inoue et al. 2014).
We can compute the value of f from the spectrum averaged over
all directions : a fraction fb ∼ 60.5% of the photons are blue-
wards of λLyα, resulting in f = fb × (1 − TIGM) � 0.2, meaning
that on average, approximately 20% of the photons in our simu-
lation will be scattered in the IGM. While this is only a first order
approximation, it gives a reasonable estimate of the amount of
photons that will be scattered in the IGM. We discuss its validity
in Appendix D. Following the findings of DL08 that scattering
in the IGM results in a rather flat profile, and to maximise the
effect, we uniformly redistribute the total luminosity contributed
by these photons in a patch of sky of 10 Rvir on a side, such that
the photons have travelled ∼ up to 5 Rvir, corresponding to an
area larger than the maps of Fig. 2 by a factor of 25. We assign
to these photons a degree of polarization of 2%, following the
results of DL08, and assume that the linear polarization follows
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the same pattern around the galaxy as before. More precisely we
compute the IIGM, QIGM and UIGM maps as

IIGM = f × Idirect/A,

QIGM = PIGM ×
Idirect√
1 + α2

sgn(Qdirect),

UIGM = α × QIGM, (7)

where A = 25 is the dilution factor due to the larger area over
which photons are redistributed, PIGM = 0.02 is the polarization
level of the radiation scattered in the IGM, and α = U

Q . We then

sum the direct and scattered contributions as

I = IIGM + (1 − f )Idirect,

Q = QIGM + (1 − f )Qdirect,

U = UIGM + (1 − f )Udirect. (8)

We present the results of this experiment on Fig. 9. The red lines
are the same as in Fig. 5. The dash-dotted black line shows the
polarisation profile we obtain with the above calculation, assum-
ing that all the photons scattered by the IGM beyond Rvir are
seen as coming from within a extended surface of side 10 Rvir.
We find that quantitatively, the effect is small, and that the signal
remains within the error bars of Fig. 5. More importantly, the
deviation occurs are large radii, and the IGM has no effect on
the signal within ∼ 40 kpc where the constraints are stronger.
We note that this is likely to overestimate the impact on the IGM
on the polarisation profile. Based on the work of Laursen et al.
(2011), we estimated that about 5% of the photons crossing Rvir

will be scattered within 5 Rvir (compared to 20% scattered in to-
tal, see Appendix D). This means that most photons will scatter
very far away from the source. This implies that the luminosity
contributed by those photons will be diluted over a much larger
area. On Fig. 9, the orange dotted curve shows the more realis-
tic polarisation profile that we obtain when we only redistribute
these 5% of the luminosity within an area of 10 Rvir on a side.
It is barely distinguishable from the model withough IGM (see
Appendix D). Keeping in mind that our model is only a first or-
der approximation, it seems that scattering of Lyα radiation well
outside the virial radius is not likely to alter dramatically our
polarization profiles. Strictly speaking, though, all the previous
results on the polarization should be regarded as upper limits.

4. Discussion and conclusions

In this work, we have performed Lyα radiative transfer through
a LAB simulation, previously discussed by RB12. We consid-
ered separately the galactic and extragalactic contributions to the
Lyα luminosity, and we followed the polarization of Lyα pho-
tons during their journey through the blob.

Our main results are the following:

• We confirm that the results of DL08 for their idealised “cool-
ing model” holds in the case of a more complex but realis-
tic distribution of gas: the cooling radiation produces a po-
larized signal. Furthermore the polarization radial profiles
computed by only taking the extragalactic contribution into
account is compatible with observational data.
• A Lyα escape fraction of the galactic contribution of 5% is

enough to find a good agreement with H11 results. This
means that a non-negligible extragalactic contribution to the
luminosity is compatible with current polarimetric observa-
tions.
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Fig. 9: Effect of the IGM on the polarization profile. Compared
to the profile right outside of the halo (solid red line), scattering
in the IGM (dash-dotted and dotted black lines) reduces slightly
the degree of polarization at large radii, but not much (if we re-
distribute the photons in a large enough area).

• The (galactic) contribution of the star formation to the Lyα
luminosity of a HzLAN with no associated AGN is small,
and the impact of the scattering on the SB profile is similar
to the effect of a convolution with a PSF. This confirms that
the extent of the HzLANs presented in RB12 is correct.

It is important to stress some of the potential limits of our
investigation. First, the galactic contribution is uncertain in
our simulation because of the under-resolved structure of the
ISM. Nevertheless, our estimation of the star formation rate
(S FR � 160M�.yr−1, shared between all the galaxies in the
halo) is typical for giant LABs (Fardal et al. 2001). The to-
tal galactic contribution to the Lyα luminosity is however the
product of the intrinsic galactic luminosity by the Lyα escape
fraction fesc. Our results are consistent with H11 data with a
typical value of fesc = 5% (Garel et al. 2012). In our model, the
spectral shape of the stellar component of the Lyα emission can
be arbitrarily selected. However, we have tested that the input
spectrum of the stellar component has little impact on the SB
and polarization profiles, provided the choice of the spectrum is
physical enough (gaussian profile, P-Cygni like profile). Further
work would be needed to produce strong predictions for spectro-
polarimetric studies. We also assume that the Lyα photons are
isotropically emitted from the galaxies. From Verhamme et al.
(2012), we know that this is not true. However, since (i) we have
several galaxies in the halo and (ii) the photons scatter a lot in the
CGM, there should be no favoured escape direction. This is cor-
roborated by the low polarization degree in the inner regions of
the blob. Another possible issue is that the simulation we use is
somewhat idealised: RB12 halo includes neither cooling below
104 K, nor supernova feedback. Adding these ingredients could
potentially alter the structure of the central region blob (CGM
and inner parts of the streams), and that is precisely where most
of the extragalactic gas contribution Lyα emission comes from.
Further work will be needed to carefully quantify the impact
of cooling and feedback on our results. Finally, we must note
that we only take into account scattering within the virial radius,
leading to a most likely small overestimation of the degree of
polarization we compute, at large radius. Lastly, we must be
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aware of the lack of statistics on HzLANs polarimetric studies.
There are currently only two positives observations of polariza-
tion around a giant HzLANs (Hayes et al. 2011; Humphrey et al.
2013), and we have no certainty that our blob is a perfectly typ-
ical giant blob. However, the stability of the polarization and
SB profiles when changing the LOS is reassuring. Once again,
further work is needed to address this question.

In this work, we have only considered two possible sources
for the Lyα radiation: cooling radiation emitted by the accretion-
heated gas, and Lyα emission from the H ii star-forming regions.
We have not investigated the possibility that the gas is ionised by
central AGN. Overzier et al. (2013) suggested that virtually all
the most luminous HzLANs are associated with AGNs, and that
the for the less luminous HzLANs, the central black-hole is just
not in an “active” state. This is compatible with the scenario of
Reuland et al. (2003). In this picture, HzLANs are the signatures
of the first stage of the building of massive galaxies. As the
gas falls onto the halo, it dissipates its energy via Lyα cooling,
producing a blob. As the gas accretes, stars and galaxies begin
to form and merge, triggering at some point the central AGN.

The Lyα polarization radial profile arising from a non ide-
alised distribution of gas appears finally as a rich and complex
tool. This work is a first step towards a better understanding of
Lyα polarimetric observations. However, another step needs to
be done to use them to study the relative contributions of extra-
galactic versus star-formation channels of Lyα production.
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Appendix A: Test of the code

To test the validity of our polarized Lyα transfer code, we com-
pare it to the first case considered by DL08, Lyα scattering on
galactic superwinds. This is pictured with a simple toy model:
a thin spherical shell of column density NH i = 1019 cm−2 or
1020 cm−2 illuminated by a central source. The radius of the
shell is 10 kpc, and the expansion velocity is 200 km.s−1. We
use a Gaussian profile with a width corresponding to a tempera-
ture of T = 104 K for the input spectrum of the Lyα emission.

In their code, DL08 model gas by concentric shells of given
densities and velocities, whereas our code use an AMR grid to
describe the gas. To create the shell, we fill an unrefined grid
with 5123 cells using Monte Carlo integration with 108 points.

We then cast and follow 106 Monte Carlo photons in this
setup, in order to produce polarization profile using the method
described in Sec. 2.4. On Fig. A.1, we compare our results (in
red) to the profile of DL08 (black). We find a fairly good agree-
ment, both for the NH = 1019 cm−2 shell (solid line) and for the
NH = 1020 cm−2 shell (dashed line).
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Fig. A.1: Polarization profile for an expanding spherical shell.
Results from DL08 are shown in black, and our results are shown
in red. The solid (dashed) line corresponds to a column density
of NH = 1019 cm−2 (NH = 1020 cm−2).

Appendix B: Impact of the sampling

In Sec. 2.3.3, we mentioned that we sampled the Lyα emission
from the gas nebula with 150 Monte Carlo photons per simula-
tion cell. With only 150 photons, it is impossible to get a proper
description of all the physics of the Lyα emission in each cell. In-
deed, we need to sample not only the initial position of the pho-
ton within the cell (three degrees of freedom), but also the initial
propagation direction (three degrees of freedom), the initial fre-
quency (one degree of freedom) and the initial polarization di-
rection (two degrees of freedom). It is impossible to sample this
9D parameter space with only 150 points. The same argument
holds for the galactic emission: the initial position is well sam-
pled (the number of photons is largely greater than the number
of sources), but we still have to sample the six other variables.

To ensure that our results results are not just a statistical arte-
fact, we need to assess the robustness of our method and to un-
derstand how the (under)sampling might affect our results. For
this purpose, we used a bootstrap method, both for the emis-
sion from the gas and from the star particles. In the case of the
gas emission, for each simulation cell, we performed the analy-
sis presented in Sec. 3 with a subset of 120 photons (80%) ran-
domly selected. Instead of selecting the random subset per cell,
we could have selected 80% of all the photons. However, this
experiment would not answer the question of the effect of un-
dersampling each cell. We did this for 100 different randomly

selected subsets. For the star particles, we selected random sub-
sets with 80% of all the photons, since the number of photons
emitted per individual star particle is very large, and sampling
the initial position of the photon is not a problem. From this, we
get 100 different profiles (either for polarization or for surface
brightness), and the standard deviation σboot of this set of pro-
files gives an estimate of the error caused by the undersampling
of the parameter space. This estimate (as 3σboot) is displayed on
our profiles in the main text of the paper as red, semi-transparent
areas.

The results are displayed on Fig. B.1. The top (bottom) pan-
els show the results of our bootstrap experiment for the extra-
galactic (galactic) emission. The panels B.1a and B.1c show
100 polarization profiles corresponding to 100 LOS for one of
the subsets as thin, gray lines (for the extragalactic and galac-
tic emission, respectively). The panels B.1b and B.1d show 100
profiles corresponding to 100 subsets for a given LOS. Following
the convention used throughout this paper, the solid, red line is
the median profile and the two dotted lines shows the interquar-
tile range.

It is reassuring to note that the variation over the LOS is
much more important than the variation between photons sub-
sets. This means that our sampling of the Lyα emission has
much less impact on the observed polarization profile that the
choice of the LOS.

Appendix C: Selection effects

Because of our limited number of photons, we need to select
photons in a (small) cone around each line of sight. This is an
approximation, and might change the polarization properties we
get from our analysis. To test this, we performed the same anal-
ysis as before but changing the angular opening of the cone, as
well as the minimum number of photons selected to compute the
polarization properties in a pixel.

Although we would ideally prefer to estimate the polariza-
tion in small beams (∼ few arcsec), our data does not allow us
to measure the polarization signal in beams of less than 3◦. Be-
low these scales, the (strong) polarization degree is dominated
by noise, and its large-scale coherence disappears. We verified
this by performing the analysis with an opening angle of 15◦,
and selecting randomly a small fraction of these photons. The

fraction corresponds to Ω(1◦)
Ω(15◦)

� 4%. The resulting profile is

very similar to the one we obtain by reducing the opening an-
gle to 1◦, meaning that the dominant effect here is not the error
due to the selection in a cone, but rather the limited number of
photons. However, at larger opening angles (from ∼ 3 to 60◦),
we consistently find the same profile as shown in Fig. 5, with
small deviations of less than 10%. This suggests that our results,
which are robust at 15◦, can also be compared to observations
made with much smaller beams.

The surface brightness profile is much more robust, and is
mostly unaffected by these experiments. Even with an 1◦ cone,
the relative error is smaller than 10%.

Appendix D: Scattering in the IGM

In Sect. 3.3, we assumed that 1 −TIGM = 1 − 67% ∼ 33% of the
photons bluewards of λLyα would be subject to further scattering
during their journey through the IGM. In this section, we try
to estimate more carefully the impact of the IGM on the Lyα
photons escaping the halo.
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Fig. B.1: Polarization profile for different subsets of photons. In all the plots, the red, solid line is the median profile; the red, dashed
lines are the first and third quartiles. The thin, gray lines represent the profiles for (a) 100 LOS with the same photons subset for the
gas emission; (b) 100 different photons subsets seen with the same LOS for the gas emission; (c) 100 LOS with the same photons
subset for the galactic emission; (b) 100 different photons subsets seen with the same LOS for the galactic emission.

We use the results of Laursen et al. (2011), who followed
the transfer of radiation in the IGM in the vicinity of the Lyα
line using a large cosmological simulation. In their Fig. 11,
they present the transmission function of the IGM at various
redshifts and for sightlines originating at various distances from
the centre of their simulated galaxies. As we fully perform the
Lyα RT only up to the virial radius of our blob, we need to
use their transmission function as a proxy for the actual trans-
fer through the IGM. We extracted the curves corresponding to
sightlines originating at the virial radius for both z = 2.5 and
z = 3.5. We fitted the data using the following ad-hoc function
T (λ) = T (λ; λ0,Tb,Tmin, σr, σb), which essentially describes an
assymetric gaussian absorption:

T (λ) =

⎧⎪⎪⎪⎪⎨⎪⎪⎪⎪⎩
Tb − (Tb − Tmin)e

− (λ−λ0)2

2σ2
b if λ < λ0

1 − (1 − Tmin)e
− (λ−λ0)2

2σ2
r if λ ≥ λ0

, (D.1)

where λ0 is the central Lyα wavelength, Tmin is the minimum
transmission, and Tb correspond to the transmission far blue-

Table D.1: Parameters for T (λ)

Tb Tmin σr σb
z = 2.5 0.94 0.5 0.1 0.2
z = 3 0.87 0.3 0.125 0.275
z = 3.5 0.79 0.1 0.15 0.35

wards of Lyα, scaled so that far from the line, the behaviour of
T (λ) follows closely the results from Laursen et al. (2011), and
σr and σb describe the width of the red and blue parts of the
absorption line. We adjusted the parameters to get a correct ren-
dering of the results of Laursen et al. (2011) at z = 2.5 and 3.5.
We then interpolated each of the parameters to get the z = 3
curve.

The left panel of Fig. D.1 illustrates the spectrum integrated
over all directions of our blob as a black line, with the Lyαwave-
length indicated by a vertical line. We compute this spectrum
right after the transfer inside the halo, so approximately at the
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Fig. D.1: Left: Angle-averaged integrated spectrum of our blob (in black), divided in an extragalactic component (in red) and
galactic emission (in blue). Middle: IGM transmission function from Rvir to the observer, fitting the results of Laursen et al. at
z = 2.5 (dotted line), z = 3 (solid line) and z = 3.5 (dashed line). Right: Resulting spectrum after transmission through the IGM.
For all three panels, the vertical line denotes the Lyα wavelength.

virial radius. For the present experiment, we use the Gaussian
model discussed in Sect. 2.3.2 for the stellar component (see
Fig. 1). The other models yield the same results. The central
panel of Fig. D.1 presents the shape of the transmission func-
tion T (λ) at z = 3 as a solid black line, and the data points
extracted from Laursen et al. (2011) as circles (z = 2.5) and
crosses (z = 3.5). We give the parameters for our parametriza-
tion of T (λ) in Table D.1. Using the method of Laursen et al.
(2011), we compute the observed spectrum as the multiplication
of our spectrum at Rvir with the IGM transmission function from
Rvir to the observer. The result of this is shown as the black line
in the right-hand side panel of Fig. D.1. We then integrate this to
compute the transmitted fraction TIGM, and conversely the frac-
tion of all the photons that are scattered between Rvir and the
observer, f . We find TIGM = 87% or f = 13%.

These values are relatively high compared to the canonical
value of 0.67 for the transmission of the IGM at z ∼ 3. This
comes from the fact that the spectrum resulting from the transfer
in our blob is very broad, because of the large velocity dispersion
of the gas. This in turn means that the transmission is dominated
by the very blue part of the spectrum. It is noteworthy that the
Laursen et al. (2011) estimation of the transmission far from the
Lyα line gives much higher values than the observational esti-
mates from e.g. Faucher-Giguère et al. (2008). This overestima-
tion is directly translated in an underestimation of f . To try to
alleviate this issue and recover both the Lyα forest constraints on
the Lyα transmission and the enhanced absorption in the vicinity
of galaxies, we use an ad-hoc model for the transmission: using
the same parametrisation as in Eq. D.1, we take the transmis-
sion blueward of Lyα to be Tb = 0.7. The resulting transmission
function is shown in red in the middle panel of Fig. D.1, as is
the transmitted spectrum in the right-hand side panel. For this
model, we find TIGM = 78%, or alternatively f = 22%, much
closer to the 20% inferred from the naive estimate presented in
the text.

Using the results of Laursen et al. (2011), we estimated the
fraction of the luminosity transmitted from Rvir to 5 Rvir, which
we will note T (Rvir, 5Rvir), and approximate as T (Rvir, 5Rvir) ∼
T (Rvir,∞)/T (5Rvir,∞). Here, T (x,∞) is the transmission be-
tween radius x and the observer, which we have extracted from
Laursen et al. (2011) as explained above. We obtain TRvir,5Rvir

=
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Fig. D.2: Effect of the IGM on the polarization profile. We show
the polarisation profile resulting from the redistribution of all
the scattered photons in a sphere of 5 Rvir as a dash-dotted line,
and the one resulting from the redistribution of all the photons
reaching 5 Rvir in a smaller sphere of 2 Rvir as a dotted line.

95%, meaning that only 5% of the photons are scattered in a
shell between Rvir and 5 Rvir. The assumption that 20% of the
luminosity is redistributed in a sphere of 5 Rvir will therefore
overestimate the impact of the IGM on the polarisation profile
of our LAB. In the text, we show a model for which only 5%
of the photons are redistributed in that sphere of 5 Rvir, but this
time, it might very well underestimate the effect of the IGM. In-
deed, if most of these photons have their locus of last scattering
well inside the 5 Rvir sphere, we should redistribute the lumi-
nosity in a much less wide area. On Fig D.2, we compare the
impact of the scattering inside the IGM on the polarisation pro-
file assuming either that 20% of the luminosity is redistributed
in a sphere of 5 Rvir (dash-dotted black line) or that 5% of the lu-
minosity is redistributed in a sphere of 2 Rvir (dotted black line).
These two tentative overestimates of the effect of the IGM on
our results produce similar results, which are indistinguishable
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from our raw prediction inside 40 kpc, and less than one stan-
dard deviation away at larger distances. Most of the photons
that undergo scattering in the IGM are absorbed very far from
the galaxy, so the luminosity must therefore be diluted in a very
large area, and its impact on the polarisation is negligible.

In this appendix, we tested a more sophisticated method than
in the main text to compute the fraction of photons which will
scatter in the IGM beyond the viral radius, inspired from Laursen
et al. (2011). It appears that this fraction of scattered photons is
even smaller in this scenario. To be conservative in our calcu-
lations, we assumed f = 20% in this work, consistent with an
average transmission of TIGM � 67% for the blue part of the Lyα
line, and assuming that the red part of the line is left unchanged
by the IGM.
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6.3 robustesse des résultats

Le reste de ce chapitre est destiné à présenter quelques remarques
et résultats additionnels qui appuient les résultats de Trebitsch et al.
(2016).

Nous avons affirmé que nos pseudo-observations polarimétriques
n’étaient que peu affectées par certains paramètres numériques arbi-
traires, comme la résolution de la carte (0.12 ′′) bien meilleure que
le seeing des observations de Hayes et al. (2011), ou le fait que nous
avons considéré tous les pixels recevant au moins 5 photons Monte-
Carlo lors du calcul de la polarisation. Nous allons maintenant étayer
ces affirmations.

6.3.1 Résolution des cartes de polarisation

Les objets très étendus comme les LAB se prêtent particulièrement
aux études polarimétriques, qui nécessitent de pouvoir résoudre spa-
tialement l’échelle à laquelle le signal de polarisation est cohérent. En
effet, si le seeing dépasse l’extension spatiale de la source, toutes les
directions de polarisations se superposeraient, résultant en pratique
en une polarisation nulle (si l’objet est suffisamment sphérique). La
forme des profils de polarisation ainsi de l’échelle spatiale sondée,
jusqu’à l’échelle de cohérence du signal. Avec un seeing d’environ
1 ′′, les observations de Hayes et al. (2011) indiquent que le signal
de polarisation est cohérent sur une échelle d’au moins 8 kpc. Par
comparaison, les cartes présentées dans l’article correspondent à une
échelle de l’ordre de 1 kpc. Afin de s’assurer que le profil de polari-
sation de polarisation issu de la simulation n’est pas seulement un
artefact causé par la haute résolution des cartes, j’ai reproduit l’expé-
rience en réalisant des cartes à plus basse résolution (autrement dit,
avec des plus gros pixels), tout en continuant à imposer une fonction
d’étalement de point de largeur 1 ′′.

Les profils de polarisations en résultant sont présentés sur la fi-
gure 6.11, correspondant de gauche à droite et de haut en bas à des
cartes de 50× 50 (0.5 ′′) et 20× 20 (1.25 ′′). Les profils sont très simi-
laires à celui présenté dans l’article, tout au moins pour les parties
internes à 40 kpc, les différences étant inférieures à la dispersion de
ligne de visée à ligne de visée. Le fait que le profil de polarisation est
essentiellement insensible au changement de résolution de la carte
indique que le signal est bien cohérent sur une échelle d’au moins
une dizaine de kpc, et que notre modèle prédit effectivement une
polarisation observable.

Le second indicateur de la polarisation du signal provient de la
distribution des angles entre les directions de polarisation et tangen-
tielles en tout point de la carte : j’ai réalisé la même expérience que
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Figure 6.11 – Profils de polarisation correspondant à des cartes de 50× 50

pixels (à gauche) et 20× 20 pixels (à droite).

pour le profil de polarisation. Là encore, les résultats présentés sur la
figure 6.12 sont insensibles à la résolution de la carte.
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Figure 6.12 – Angle entre la direction de polarisation et la tangente, pour
des cartes de 50× 50 pixels et 20× 20 pixels.

6.3.2 Limite de bruit

Contrairement aux quantités comme la brillance de surface, le de-
gré de polarisation est très sensible au bruit Monte Carlo. En effet,
notre méthode pour le transfert radiatif polarisé implique que si un
pixel ne reçoit qu’un seul photon (au sens d’élément de résolution
Monte Carlo), le degré de polarisation dans ce pixel sera nécessaire-
ment de 100%. Si cette méthode converge en principe pour un nombre
de photons infini, il faut s’assurer que nos résultats sont robustes : à
partir de combien de photons par pixel peut-on croire la polarisation
calculée dans ce pixel ? Cette limite dépend de la taille du pixel, puis-
qu’il y a une compétition entre le bruit lié au nombre de photons par
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pixels et celui lié au nombre de pixels utilisés pour déterminer les
profils.

Dans l’article, nous sélectionnons tous les pixels qui reçoivent au
moins N = 5 photons. J’ai reproduit les profils et la distribution des
angles de polarisation en faisant varier ce nombre pour N = 50 et
N = 500. Pour cette expérience, j’ai utilisé des cartes de 50× 50 pixels.
Les résultats sont présentés sur la figure 6.13.
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Figure 6.13 – De gauche à droite, les résultats correspondant à N = 5, N =

50 et N = 500.

Dans les régions internes du blob (r � 40 kpc), le profil de polarisa-
tion reste similaire quelle que soit la valeur de N. En revanche, dans
les régions plus externes, le profil change radicalement de forme. On
observe qu’avec N qui augmente, le degré de polarisation semble di-
minuer. Dans les régions externes, peu de pixels vont satisfaire le
critère de sélection. On trouvera dans ces régions des clumps de gaz
pouvant ou non contenir des étoiles, qui vont localement jouer le rôle
de sources « centrales », autour desquelles la polarisation sera plus
basse. Ces régions, plus émissives, vont biaiser le profil de polari-
sation vers le bas. L’essentiel des pixels sélectionnés étant dans les
régions centrales, la distribution des angles de polarisation ne sera
que peu affectée, comme le montre la figure 6.13b.
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C O N C L U S I O N S E T P E R S P E C T I V E S

Space, it says, is big. Really big.
You just won’t believe how vastly,

hugely, mindbogglingly big it is.

— Douglas Adams

7.1 Conclusion des travaux présentés 185
7.2 Travaux en cours 186
7.3 Perspectives 188

J’ai au cours de ma thèse eu l’opportunité de m’intéresser à diffé-
rents aspects de la formation des galaxies pendant les deux premiers
milliards d’années de l’Univers, sous l’angle de l’interaction entre
matière et rayonnement. Ces études numériques se placent dans le
contexte plus large de l’étude des premières galaxies, et notamment
de la réionisation de l’Univers par les premières sources lumineuses.
Les développements instrumentaux récents comme l’installation du
spectrographe MUSE au VLT au Chili, ou le lancement prochain du
JWST en 2018 devrait permettre de rapprocher les modèles et simula-
tions des futures observations.

7.1 conclusion des travaux présentés

Dans le paradigme actuel de l’histoire de la réionisation, ce sont
les petites galaxies qui semblent produire l’essentiel des photons né-
cessaires à z � 6. Les photons émis par les étoiles massives doivent
traverser le milieu interstellaire puis le halo de gaz autour de leur ga-
laxie d’origine avant de pouvoir s’échapper dans le milieu intergalac-
tique et contribuer effectivement à la réionisation. Dans les modèles
classiques, ces effets de transfert à l’intérieur du halo sont regroupés
sous le terme de fraction d’échappement, qui décrit quelle proportion
des photons émis par les étoiles arrive à sortir du halo.

Pendant ma thèse, j’ai réalisé une série de simulations avec le code
Ramses-RT visant à étudier la fraction d’échappement des petites ga-
laxies pendant le premier milliard d’années de l’Univers. J’ai pu mon-
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trer que ces galaxies avaient un comportement très intermittent, for-
mant des étoiles par épisodes suivis de vents galactiques puissants.
Ces vents altèrent dramatiquement la structure du halo gazeux, lais-
sant ainsi le rayonnement s’échapper. Cela se traduit par des fractions
d’échappement variant entre 0 et 75 %, et une production de photons
également intermittente. J’ai démontré que les explosions de superno-
vae sont critiques pour permettre aux photons de sortir des nuages
de formation stellaires où ils ont été émis.

J’ai ensuite pu commencer une étude dans le but d’étudier les
conséquences de cette intermittence de la formation stellaire sur les
propriétés observables des petites galaxies. L’émission nébulaire Lyα
et le continu UV non-ionisant prenant leur origine dans des processus
physiques traçant des échelles de temps différentes, il n’y a qu’une
faible corrélation entre ces deux marqueurs observationnels et les pro-
priétés physiques ionisantes des galaxies. C’est la dispersion des va-
leurs de la fraction d’échappement qui est en cause : la production de
photons du continu de Lyman suit globalement la formation d’étoiles,
tandis que l’émission de ces photons dans le milieu intergalactique
dépend de tout le transfert complexe à travers la distribution de gaz
du halo.

Dans un second temps, je détaille dans ce manuscrit un autre as-
pect de mon travail de thèse qui a concerné la modélisation de l’émis-
sion Lyα diffuse autour des halos massifs à z ∼ 3. Si le mécanisme
physique à l’origine de la production de photons Lyα dans ces blobs
est encore en débat, la polarisation de ce rayonnement a été propo-
sée comme un test de l’origine de l’émission. Jusqu’à présent, ces
prédictions reposaient essentiellement sur des considérations idéali-
sées, ne prenant pas en compte la complexité de la distribution du
gaz dans ces halos. En m’appuyant sur les travaux de Rosdahl et
Blaizot (2012), j’ai post-traité dans ce but des simulations hydrody-
namiques de blobs Lyα avec le code de transfert radiatif Monte Carlo
MCLya que j’ai modifié afin d’inclure le traitement de la polarisation
du rayonnement et de l’émission diffuse dans une simulation AMR.
J’ai ainsi démontré que la polarisation n’était pas un indicateur aussi
décisif qu’espéré de l’origine des photons Lyα.

7.2 travaux en cours

Ces deux axes de recherches semblent distincts à première vue,
mais tous deux découlent en fait de la même problématique initiale :
comment la morphologie et l’état physique du gaz intervient dans le
transfert de rayonnement dans les galaxies à grand redshift, et com-
ment ce rayonnement agit-il en retour sur la formation des galaxies ?
Comment ce couplage lumière-matière se traduit-il en termes de pro-
priétés observables ? Pour faire suite à ces interrogations, plusieurs
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extensions au travail présenté dans cette thèse sont en cours de déve-
loppement.

Tout d’abord, il paraît crucial de post-traiter les simulations de pe-
tites galaxies présentées aux chapitres 4 et 5 avec MCLya pour suivre
le transfert radiatif Lyα. J’ai entamé ce travail en sélectionnant trois
pas de temps de la simulation du halo principal, correspondant à
trois moments d’un épisode de formation stellaire : au début (avant
les premières supernovae), lorsque le vent galactique commence à
percer l’ISM, et lorsque le vent se développe dans le halo. MCLya
implémente un modèle de poussière basé sur Draine (2003) et Witt
et Gordon (2000), ce qui permet de calculer la fraction d’échappe-
ment des photons Lyα (fesc,Lyα) et de la comparer à fesc. Parce que
résonnante, la raie Lyα est particulièrement sensible à la poussière, et
même si les propriétés de celle-ci sont mal connues à grand redshift,
le transfert dans le halo peut potentiellement affecter sensiblement les
propriétés Lyα observables comme la luminosité ou la largeur équi-
valente.

Ensuite, dans l’idée de prédire les propriétés observables des ga-
laxies simulées pour des télescopes comme JWST ou l’E-ELT, j’ai com-
mencé à utiliser le code de photoionisation Cloudy pour estimer l’in-
tensité des raies métalliques. Non seulement ces raies permettent de
déterminer l’état physique (paramètre d’ionisation, métallicité, divers
indicateurs du taux de formation stellaire, etc.) des galaxies, mais
elles seront essentielles à la détection de galaxies à grand redshift
trop faibles pour être observées par leur continu. En effet, pendant
l’époque de la réionisation, la raie Lyα est fortement atténuée par le
transfert dans le milieu intergalactique, et n’est donc vraisemblable-
ment pas l’outil de choix pour détecter des galaxies très actives au
delà de z � 7.

Enfin, lors de ma visite à l’Université d’Oxford entre janvier et mars
2016, j’ai pu avoir accès aux simulations NUTs (une description se
trouve dans Powell et al., 2011), qui décrivent la formation d’un
halo de 1011 M� à z = 3 en variant les modèles sous-grille de for-
mation stellaire et de feedback. De plus, certaines de ces simulations
incorporent le transfert radiatif couplé de Ramses-RT, et d’autres non.
L’idée du projet est de quantifier l’importance de résoudre le transfert
radiatif couplé à l’hydrodynamique, au moins pour estimer les pro-
priétés radiatives des galaxies. Dans un contexte idéalisé, Rosdahl
et al. (2015) ont montré que le feedback radiatif avait un léger impact
sur la structure de l’ISM, sans pour autant affecter radicalement la
formation d’étoiles. Dans un contexte cosmologique, il est plus diffi-
cile de comparer deux simulations exactement. Dans ce but, j’utilise
deux approches : d’une part, je redémarre en « allumant » le trans-
fert radiatif couplé une simulation initialement purement hydrody-
namique. D’autre part, Ramses-RT offre la possibilité de post-traiter
une simulation pour réaliser le transfert radiatif ionisant, qu’elle ait
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été initialement réalisée avec ou sans le couplage RHD. J’ai réalisé ces
étapes de post-traitement (ou de re-traitement dans le premier cas)
sur un total de quatre simulations variant les modèles de supernovae
et de formation stellaire, et leur analyse détaillée est en cours.

7.3 perspectives

Si les travaux présentés dans cette thèse apportent des éléments per-
tinents pour étudier les effets de transfert dans les galaxies à grand z,
ils ne sont qu’un petit pas en regard de la compréhension des phéno-
mènes régissant la formation des premières galaxies.

Plusieurs pistes sont envisageables pour continuer dans cette direc-
tion, à commencer par la construction d’un véritable échantillon de
galaxie comportant plus de trois éléments distincts. Que ce soit en
réalisant une simulation dans un volume cosmologique plus impor-
tant (un zoom qui ne serait pas centré sur un halo en particulier) ou
en ajoutant de nouveaux halos à la série de simulations actuelle, il est
crucial de prendre en compte les variations de galaxie à galaxie pour
pouvoir espérer faire des prédictions pour les prochains relevés avec
les instruments du JWST.

En parallèle, le chapitre 4 a établi que le transfert de rayonnement
à l’échelle des nuages de formation stellaire est déterminant pour
les propriétés radiatives des galaxies elles-mêmes. En couplant les
méthodes présentées dans cette thèse aux modèles de nuages molé-
culaires de Geen et al. (2015a), il serait intéressant de développer une
approche hybride pour prendre en compte la structure interne des
sites de formation d’étoiles.

Enfin, des observations récentes (Baldassare et al., 2015 ; Reines et
al., 2013) ont montré que même les galaxies de faible masse hébergent
des trous noirs supermassifs en leur cœur. Si leur luminosité est vrai-
semblablement trop faible pour en faire les sources dominantes de
la réionisation, il est clair que leur présence peut significativement
affecter la structure du milieu interstellaire de leur galaxie hôte. En
plus d’apporter un moyen supplémentaire pour réguler la formation
stellaire, ce « feedback AGN » à faible luminosité pourrait faciliter
l’ouverture de canaux transparents par lesquels les photons ionisants
pourraient sortir du halo et atteindre le milieu intergalactique.
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a.1 équations d’euler

Nous allons dans cette première partie établir les équations de l’hy-
drodynamique sous la forme des équations de conservations 2.3. À
l’échelle microscopique, un fluide peut être décrit par une collection
de points matériels 1 de masse m, ayant des trajectoires x(t) et des
impulsions p = mv(t). On fera l’hypothèse que l’on n’a qu’une seule
espèce chimique en présence ; dans le cas contraire, il suffirait de som-
mer linéairement les équations pour chaque espèce. Le nombre de
particules en un point (x,v) de l’espace des phases, dans un élément
de 6-volume infinitésimal d3x d3v est alors donné par la fonction de
distribution que l’on notera f(x,v, t) :

dN = f(x,v, t)d3x d3v. (A.1)

L’évolution temporelle de la fonction de distribution est donné par
l’équation de Boltzmann (1872), qui revient à dire que le volume
d’un élément de fluide dans l’espace des phases est conservé sur sa
trajectoire x(t) = xi(t) (avec i = 1, 2, 3) :

∂f

∂t
+
∑
i

vi
∂f

∂xi
+
∑
i

gi
∂f

∂vi
= C[f], (A.2)

où on note vi = ẋi, gi = v̇i, et C[f] est l’opérateur de collision (dont
on ne se préoccupera pas en détail). L’application du principe fon-
damental de la dynamique donne que g = F où F est la somme des
forces extérieures, en l’occurrence F = −∇φ lorsque seule la gravité
intervient. Dans la suite, on utilisera la convention de sommation
d’Einstein selon laquelle on somme sur les indices répétés.

1. On fait abstraction des degrés de liberté internes comme la rotation ou la
vibration.
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Cette fonction de distribution permet de définir la densité locale ρ

comme
ρ =

∫
f(x,v, t)md3v = mn. (A.3)

Si Q est une fonction (scalaire, vectorielle ou tensorielle) dépendant
uniquement de l’impulsion mv, on peut exprimer la grandeur macro-
scopique Q comme

Q = 〈Q〉 =
∫
Qf(x,v, t)md3v∫
f(x,v, t)md3v

=
1

ρ

∫
Qmf(x,v, t)d3v. (A.4)

Cette définition permet notamment d’écrire∫
Qf(x,v, t)d3v = nQ =

ρ

m
Q. (A.5)

On peut également définir la vitesse d’un élément de fluide comme
u = 〈v〉, et on note w = v − u.

Pour obtenir un ensemble d’équations décrivant l’évolution spatio-
temporelle de quantités comme la densité ou la vitesse du fluide,
on multiplie l’équation (A.2) par Q et on l’espace des phases dans
l’espace réel (en intégrant sur l’espace des vitesses). On suppose que
la quantité Q est invariante par collision, et décroît vers 0 lorsque les
vitesses tendent vers l’infini.

∂Qf

∂t
+ vi

∂Qf

∂xi
+ FiQ

∂f

∂vi
= QC[f]∫

∂Qf

∂t
d3v+

∫
vi
∂Qf

∂xi
d3v+

∫
FiQ

∂f

∂vi
d3v =

∫
QC[f]d3v

∂nQ

∂t
+∇ · (n〈Qv〉) +

∫
FiQ

∂f

∂vi
d3v = 0

L’annulation du terme de collision vient du fait que Q n’est pas
changé par les collisions. En intégrant le troisième terme de la somme
par parties, on trouve

∂n〈Q〉
∂t

+∇ · (n〈Qv〉) = nF · 〈∇vQ〉 . (A.6)

On peut maintenant réécrire cette expression pour les différentes
quantités conservées, comme la masse m des particules. Dans ce cas,
Q = m et ∇vQ = 0. Ainsi :

∂ρ

∂t
+∇ · (ρu) = 0, (A.7)

on retrouve l’équation de conservation de la masse.
Pour la conservation du moment, on prend Q = mv. Lors des colli-

sions, l’impulsion de chaque particule n’est pas conservée, mais l’im-
pulsion totale des du système l’est. Dans ce cas, n〈Q〉 = ρu, ∇vQ = m

et n〈Qv〉 fait apparaître le produit tensoriel 〈v⊗ v〉, pour lesquels les
coordonnées sont

〈vivj〉 = uiuj + 〈wiwj〉,
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puisque 〈wi〉 = 0 par définition. On fait apparaître le tenseur des
contraintes σij = −ρ〈wiwj〉, qui pour un fluide collisionnel se décom-
pose comme σij = −Pδij + τij, et est nul dans le cas non-collisionnel.
Pour un fluide non dissipatif comme un gaz parfait, on prend de
plus τij = 0, si bien que l’on peut écrire l’équation de conservation
du moment comme :

∂ρu

∂t
+∇ · (ρu ⊗ u + P1) = ρF = −ρ∇φ. (A.8)

On applique la même méthode pour obtenir la conservation de
l’énergie. L’énergie interne d’un élément de fluide est définie comme
l’énergie cinétique « particulière » (c’est-à-dire sans tenir compte de
la vitesse d’ensemble du fluide) des particules :

ε =
1

2
〈w2〉 = 1

ρ

∫
1

2
mw2d3v. (A.9)

L’énergie totale E s’écrit alors comme la somme de l’énergie interne et
de l’énergie cinétique du gaz, soit E = ε+ 1

2
u2 = 1

2
〈v2〉. On va alors

injecter Q = 1
2
mv2 dans l’expression générale (A.6). Commençons

par calculer les différents termes. D’abord :

1

2

∂n〈v2〉
∂t

=
∂ρε

∂t
+

1

2

∂ρu2

∂t

=
∂ρε

∂t
+

1

2

(
u · ∂ρu

∂t
+ ρu · ∂u

∂t

)

=
∂ρε

∂t
+ u · ∂ρu

∂t
−

1

2
u · u

∂ρ

∂t

=
∂ρε

∂t
+ u · (ρF −∇ · (ρu ⊗ u + P1)) +

1

2
u2∇ · (ρu)

Le second terme (la dérivation spatiale) s’écrit comme une somme de
termes de la forme ∂ρ〈v2vi〉

∂xi
. Le produit de trois vitesses se décompose

en

〈v2vi〉 =
〈∑

j

vjvjvi

〉

=
∑
j

(〈u2
jui〉+ 〈u2

jwi〉+ 〈w2
jui〉+ 〈w2

jwi〉

+ 2〈ujwjui〉+ 2〈ujwjwi〉
)

=
∑
j

(
u2
jui + 〈w2

j 〉ui + 〈w2
jwi〉+ 2uj〈wjwi〉

)

= u2ui + 2εui + 2Φ+ 2
P

ρ
ui
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où Φ est proportionnel au flux de conduction thermique que l’on
prendra nul (c’est-à-dire que la conduction est négligeable). On peut
alors montrer que gradient s’exprime comme

1

2
∇(ρv2v) =

1

2
∇ · (ρu2u) +∇ · (εu) +∇ · (Pu)

=
1

2
u2∇(ρu) +

(
u · ∇(ρu ⊗ u) − u2∇ · (ρu)

)
+∇((ε+ P)u)

= u · ∇(ρu ⊗ u) −
1

2
u2∇(ρu) +∇ · (εu) + P∇ · u +∇P · u.

Enfin, le dernier terme peut s’exprimer comme 1
2
ρF · 〈∇vv2〉 = F · ρu.

En regroupant les différents éléments, on obtient

∂ρε

∂t
+∇ · (εu) + P∇ · u = 0

Autrement dit, on retrouve l’équation de conservation de l’énergie
interne (en l’absence des termes sources) :

∂ρε

∂t
+∇ · (εu) = −P∇ · u (A.10)

Pour retrouver la conservation de l’énergie totale telle qu’exprimée
dans les équations d’Euler (2.3), il aurait suffi de noter que

1

2
∇(ρv2v) = ∇ ·

(
ρ

(
1

2
u2 + ε

)
u

)
+∇ · (Pu)

= ∇ · (ρE+ P),

on obtient alors, en posant F = −∇φ

∂ρE

∂t
+∇ · ((ρE+ P)u) = −ρu · ∇φ. (A.11)

Là encore, les termes de chauffage et de refroidissement ont été
omis : pour des points matériels, il n’y a pas de processus physiques
permettant le refroidissement radiatif.

a.2 équation du transfert radiatif

En appliquant le formalisme de Boltzmann pour un gaz de pho-
tons, on peut établir les équations régissant l’évolution du rayonne-
ment. Le nombre de photons ayant une impulsion p à d3p près dans
un volume élémentaire d3x et à un instant t donné est défini par

dNγ = fγ(t; x,p)d3x d3p, (A.12)

où fγ(t; x,p) définit la fonction de distribution des photons, qui obéit
à l’équation de continuité suivante :

∂fγ

∂t
+
∑
i

∂ẋifγ

∂xi
+
∑
i

∂ṗifγ

∂pi

= sources + collisions (A.13)
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On peut alors exprimer la conservation du nombre total de photons
comme une équation de continuité sur la distribution de photons. En
notant que l’impulsion d’un photon s’exprime comme p = ahν

c
n, on

peut alors exprimer l’intensité spécifique en fonction de la distribu-
tion fγ :

Iν(t; x,n) = hνfγ(t; x,n)
d3x d3p

dν dΩ dA dt
. (A.14)

Or on a a3 d3x = c dt dA, et d3p = p2 dp dΩ. Comme de plus
p2 dp

dν
= ah

c
a2h2ν2

c2 , on peut réécrire Iν comme

Iν(t; x,n) =
h4ν3

c2
fγ(t; x,n) (A.15)

À l’aide de l’équation de continuité sur fγ, on peut exprimer la
conservation de l’intensité spécifique. On décompose pour cela l’évo-
lution de Iν comme

dIν

dt
=

∂Iν

∂t
+
∑
i

∂ẋiIν

∂xi
+
∑
i

∂ṗiIν

∂pi

+ ν̇
∂Iν

∂ν
.

On note par ailleurs qu’un terme supplémentaire apparaît par rap-
port à l’équation (A.13), qui indique la dépendance en ν de Iν.

Commençons par noter que ν̇ = −Hν où H = ȧ
a

est le facteur de
Hubble. Alors

∂Iν

∂t
=

h4ν3

c2
∂fγ

∂t
+

h4

c2
fγ

∂ν3

∂t
=

h4ν3

c2
∂fγ

∂t
−

h4

c2
3ν2Hνfγ,

De plus, en utilisant que ẋ = c
a

n, et ṗ = 0, les deux autres termes se
simplifient en

∑
i

∂ẋiIν

∂xi
+
∑
i

∂

∂pi

(ṗiIν) =
∑
i

∂

∂xi

(
ẋi

h4ν3

c2
fγ

)

c

a
n · ∇Iν =

h4ν3

c2

∑
i

∂

∂xi
(ẋifγ) .

En regroupant tous les termes, en factorisant par 1
c

puis en multi-
pliant l’équation (A.13) par h4ν3

c2 , on peut alors obtenir l’équation du
transfert radiatif en coordonnées comobiles :

1

c

∂Iν

∂t
+

1

a
n · ∇Iν −H

(
ν
∂Iν

∂ν
− 3Iν

)
= ην − κνIν (A.16)

où l’on a noté ην les termes sources et −κνIν les collisions.
Si l’on néglige l’expansion de l’Univers (H = 0 et a = 1), on re-

trouve exactement l’équation du transfert radiatif (2.23).
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