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Résumé

Dans les accélérateurs de particules existants tels que le LEP pres de Geneve,
la physique du Modele Standard a déja été bien vérifiée. Les travaux actuels sont
centrés sur des mesures de précision des parametres du modele et ’analyse d’évé-
nements rares grace auxquels on pourrait découvrir une nouvelle physique. Un des
secteurs les moins compris du Modele Standard est I'origine de la masse des bosons
Z et W pour lesquels un modele de brisure de symétrie de jauge a été imaginé.
Ce modele fait intervenir une (ou plusieurs) particule, le boson de Higgs qui n’a
toujours pas été trouvé. La découverte et ’analyse du boson de Higgs est un des
enjeux majeur de la physique des particules aujourd’hui. C’est pour cela que sont
développés des projets de collisionneurs & trés haute énergie (LHC, NLC, ...) qui
seraient susceptibles de mettre en évidence cette physique. L’analyse des processus
étant de plus en plus délicate, a cause des nombreuses particules impliquées, il faut
se doter d’outils de calculs puissants tels que la méthode des amplitudes hélicités et
des techniques telles que les choix de jauges adaptées pour simplifier les calculs. Nous
avons développé des outils dans ces deux domaines qui seront exposés dans cette
these. Nous nous sommes intéressé de pres a la facon dont on pourrait mesurer les
self-couplages du boson de Higgs qui vont décrire de quelle fagon la symétrie de jauge
est brisée. Nous avons calculé pour cela plusieurs processus, et nous avons trouvé
que le couplage a 4 Higgs est hors de portée expérimentale, mais que le couplage a 3
Higgs est mesurable a ’aide d’une observable qui nous semble suffisamment sensible
dans ce couplage. Parmi ces processus que nous avons calculés, certains peuvent étre
décrits en termes de fonctions de structure donnant le contenu en W longitudinal
dans le photon. Nous avons approfondi ce sujet assez récent et détaillé le formalisme

des fonctions de structure, que nous avons redérivées et en partie testées.

Mots-clefs
amplitudes hélicités, brisure de symétrie, Higgs, jauges non-linéaires, fonctions de

structure, invariance de jauge, unitarité, LEP, LHC, NLC
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Chapitre 1

Introduction

1.1 Historique

C’est, dans les années soixantes que pour la premiere fois on a pu unifier des in-
teractions fondamentales différentes dans une méme théorie. Au bout d’une longue
démarche scientifique qui a impliqué de tres nombreux physiciens, Glashow, Wein-
berg et Salam [1, 2, 3] ont trouvé le moyen de réunir dans un méme formalisme
I'interaction électromagnétique et l'interaction faible. C’est ainsi qu’est né le nom
“Interaction électrofaible”. Cette théorie repose sur un groupe de symétrie local
SU(2) x U(1) qui comporte 4 générateurs, et qui donc décrit les interactions comme
étant véhiculées par 4 particules intermédiaires: le photon, le Z° le W et le W .
On aurait pu se contenter de cette élégante théorie si elle ne soulevait un probleme
majeur: le Z° et les W, qui ont depuis été découverts dans des expériences s’averent
étre des particules lourdes [4, 5], et cette masse des particules d’interaction n’est pas

compatible avec la symétrie SU(2) x U(1).

Différents remedes ont été imaginés pour tenter de comprendre ce probleme. Dans



tout les cas, il faut rajouter un ingrédient supplémentaire a la théorie. Que ce soit
donc en technicouleur ou dans le modele de Higgs, on rajoute des particules dans
le spectre. Ce n’est peut-étre pas la seule solution mais c’est certainement la plus
simple, et qui a ’avantage de pouvoir permettre facilement des calculs prédictifs afin

de tester ces modeles dans des accélérateurs.

Dans la théorie technicouleur [6] on rajoute des fermions qui interagissent for-
tement, au point de former des états liés bosoniques extrémement massifs que I'on
appelle des techni-pions. Ces technipions interviennent entre autres dans le calcul de
la self-énergie du W et du Z qui sont de masse nulle dans le lagrangien classique. Les
technipions sont alors suffisamment lourds pour créer un pole dans les propagateurs
aux valeurs de 80.2 GeV et 91.17 GeV environ (valeurs expérimentales des masses
du W et du Z°). Suivant le spectre de technipions que I'on considére on obtient
différents modeles de technicouleur, dont certains sont tres fortement contraints par
les expériences actuelles au CERN. D’autres modeles que la technicouleur existent,
tels que ceux qui font intervenir un secteur fortement interagissant dans la théorie,
et que 'on appelle modeles BESS() [7, 8,9, 10]. Notons qu’il existe des liens entre

les modeéles de technicouleur étendue et ces modeles BESS.

Plus simple mais plus subtil sans doute est le modele de Higgs[11], qui date de
1964, et qui fournit une théorie élégante et pas trop complexe. Dans ce modele
on rajoute des particules scalaires dans le spectre, en nombre suffisant pour for-
mer une représentation du groupe de jauge. La particularité de ces particules sca-
laires regroupées dans un multiplet est que ce multiplet peut acquérir une valeur
moyenne dans le vide non nulle grace a une brisure de la symétrie. Et pour briser
la symétrie de jauge, on ajoute au lagrangien un potentiel particulier (potentiel de
Higgs) [12] qui rend le vide instable dans son état symétrique. L’état du vide tombe
donc spontanément d’un état symétrique (par rapport au groupe de jauge) a un
état non symétrique. Par ce processus, certains bosons de jauge deviennent massifs,

et obtiennent un troisieme mode de polarisation en “avalant” certains des champs

(UBESS = Breaking the Electroweak Symmetry Strongly.



scalaires rajoutés, comme prévus par le théoreme de Goldstone [13](2). Il reste ce-
pendant au moins une particule scalaire dont la masse est un parametre libre de la
théorie et que 1'on appelle le (ou les) boson(s) de Higgs. La conjecture est donc qu’il
y a eu un moment ou l'univers, en se refroidissant a cause de son expansion, s’est
suffisamment refroidi pour que l'instabilité due au potentiel de Higgs prenne le des-
sus sur ’agitation thermique et crée ainsi une transition de phase. Cette conjecture
est néanmoins une question d’interprétation du modele et je ne prétendrai pas dans
cette these que je privilégie ce scénario. Cette theése porte sur un certain nombre de
tests que 1’on peut effectuer sur ce modele mais pour autant il est bien clair que je
ne privilégie pas ce modele par rapport a un autre et que des expériences telles que
LHC® ou encore le projet NLC® permettront sans doute de discriminer parmis ces

modeles®).

Ces masses des bosons de jauge ne sont pas seulement anecdotiques et les conséquences
sur ’ensemble de la théorie sont lourdes. La contrainte la plus essentielle sans doute
dans la théorie est l'unitarité de la matrice de diffusion. Cette unitarité permet
d’établir des contraintes indépendantes du modele et en particulier pour les théories
perturbatives, elle implique des limites de variations sur les amplitudes de diffu-
sion & haute énergie [15, 16]. Comme 'expliquaient Cornwall, Levin et Tiktopoulos

6)

en 1974 dans [17], les amplitudes ayant n pattes externes(® ont un comportement

en E4" dans la limite olt Pénergie tend vers l'infini (E — oo) (V. On savait déja

2)On appelle d’ailleurs ces champs “bosons de Goldstones”.

(G)LHC = “Large Hadron Collider”, projet de collisionneur proton-proton avec 14TeV d’énergie
dans le centre de masse,dont le démarrage est prévu aux alentours de 2005.

(UNLC = “Next Linear Collider”, projet de collisionneur ete~ & une énergie de 500 GeV jusqu’a
peut-étre 2 TeV.

(5)Pour me faire une fois pour toute I’avocat du diable, je tiens & rappeler que le modele de
Higgs date de la méme année que le modele des quarks de Gell-Mann [14]. A cette époque il était
raisonnable encore d’introduire des scalaires dans le modele puisque les mésons scalaires étaient
encore un peu considérés comme les vecteurs de 'interaction forte. Depuis Gell-Mann, il n’y a plus
dans le modele (appelé maintenant “Standard”) que des fermions pour constituer la matiere, et
des particules de spin 1 pour constituer les interactions. Du coup il est beaucoup moins naturel
d’envisager ’existence d’une particule scalaire fondamentale. Cela étant la physique des particules
a toujours été pleine de surprises...

(6) Terminolgie signifiant qu’il y a n particules impliquées dans le processus de diffusion.

(7)Ce papier montre que les contraintes sont en fait bien plus fortes et que I'unitarité impose par



depuis 1970 par Van Dam et Veltman qu’une théorie de Yang-Mills [18] massive
ne tend pas vers une théorie de Yang-Mills sans masse lorsqu’on fait tendre vers 0
la masse des bosons de jauges[19]® (le comportement est méme singulier), et ceci
apparait a partir de deux—boucles[QO](g). A une boucle le comportement n’est pas
nécessairement singulier quand M — 0, mais de facon générale, le mode longitudinal
ne se découple pas dans cette limite. Avec ’apparition du théoreme d’équivalence,
détaillé en 1977 par Lee, Quigg et Thacker [21], on sait aussi que l'unitarité n’est
pas assurée de facon perturbative si dans un processus tel que WW~— — W+~
on n’a pas d’autre graphe que ceux obtenus par le lagrangien de Yang-Mills. La
solution simple a ce probleme consiste a rajouter un scalaire tel que le Higgs et la
section efficace du processus précédent devient “raisonnable”('®). Sans méme parler
d’unitarité™) John Bell avait d’ores et déja montré en 1973 ([23]) que les simpli-

fications entre les “mauvais termes” (12)

se font de facon exacte dans les théories de
jauge spontanément brisées (comme le modele de Higgs par exemple). Ce résultat
suggere qu’on ne peut pas rajouter un scalaire n’importe comment dans le modele
et que 'association de bosons de Goldstone est nécéssaire. Et d’ailleurs, toujours
dans I'incontournable papier de Cornwall et al. on trouve la preuve que les scalaires
que l'on rajoute dans le modele doivent étre dans une représentation du groupe de
jauge. C’est probablement cette cohérence du modele de Higgs qui fait que celui-ci a
autant de succes maintenant. Néanmoins des difficultés existent dans un modele de
Higgs. En effet, lorsqu’on calcule des graphes ayant une ou plusieurs boucles avec un
cut-off ultraviolet, les amplitudes divergent quadratiquement avec le cut-off. Pour

renormaliser la théorie il va donc falloir faire des réglages fins pour que la somme de

tous les ordres de la théorie des perturbations donne un résultat fini. Ce genre de

exemple a la théorie d’étre une théorie de jauge.

(®)La limite de masse nulle est équivalente & la limite de haute énergie (E/M — 00).

(9)Ces auteurs conjecturent que la somme de tous les ordres de la théorie des perturbations admet
une limite finie lorsque M — 0. Je ne connais pas a ce jour de preuve de cette conjecture.

(19)La section efficace est décroissante avec 1’énergie, mais sans les graphes incluant le Higgs, cette
section efficace augmente quadratiquement avec I’énergie.

(1DT] g’agissait de considérations de renormalisabilité de la théorie([22]). Corwall, Levin et Tikto-
poulos conjecturaient aussi le lien étroit entre la renormalisabilité et l'unitarité de la matrice S de
diffusion.

(12)Les termes qui augmentent trop vite avec I’énergie et qui doivent étre compensés pour que
I’amplitude de diffusion reste bornée dans sa limite d’unitarité.



reglages fins ne seraient pas nécéssaires si ces graphes a plusieurs boucles avaient une
divergence logarithmique dans ce cut-off, et la version supersymétrique du modele

de Higgs permet d’obtenir ce type de dépendance.

La question qui vient alors naturellement est de savoir ou et comment trou-
ver le boson de Higgs. Sur ce sujet, la littérature est tres abondante et on peut
considérer que l'essentiel a été fait. Que sait on exactement sur ce sujet? Com-
mengons d’abord par rappeler que le modele de Higgs n’est pas unique, et que des
extensions telles que le Modele Standard Supersymétrique Minimal, voire les exten-
sions de ce modele comportent plusieurs particules de Higgs. Je détaillerai plus loin
les aspects techniques (lagrangiens), et me contenterai dans un premier temps des

aspects qualitatifs.

En terme de spectre de particules donc, on peut distinguer 2 modeles principaux
qui sont le Modele Standard Minimal (noté MSM dans la suite) et qui comporte
une seule particule scalaire de Higgs (neutre électriquement), et dont la masse est un
parametre libre de la théorie. La théorie de la supersymétrie (qui permet d’inclure
bosons et fermions dans un méme formalisme) est compatible avec la brisure de
symétrie (d’isospin) réalisée par des bosons de Higgs, et donne ainsi lieu au Modele
Standard Supersymétrique Minimal (noté MSSM dans la suite). Ce modele com-

(13)

porte deux doublets scalaires (complexes) d’isospin''®), ce qui fait 8 degrés de liberté,

dont 3 sont utilisés pour donner une masse aux W+ et au Z° (comme d’ailleurs dans
le MISM), et cette fois-ci il reste 5 bosons de Higgs (h, H, A, H", H™). Les masses
de ces particules sont indéterminées mais il existe néanmoins des inégalités et des

regles de sommes entre ces masses.

Dans cette these, différents aspects du modele de Higgs seront abordés. En appa-

rence tres variés, il est important de noter que les différents points qui seront étudiés

(13)La nécéssité d’avoir deux doublets dans ce cas vient des propriétés du lagrangien super-
symétrique (chiral), et deux doublets sont donc nécéssaires pour pouvoir générer les masses de tous
les fermions (neutrinos exceptés). La nécéssité de deux doublets peut se voir de fagon équivalente
grace a la contrainte qui consiste a éliminer les anomalies quantiques de la théorie.



dans ce qui suit sont tous directement ou indirectement reliés au theme du modele
de Higgs et de la brisure spontanée de la symétrie de jauge. A la fin de ce chapitre,
j’aurai posé les bases élémentaires du modele et je commencerai donc le premier
chapitre de physique avec une étude d’'une application du modele avec le processus
ete” — vyyv aux énergies du LEP. Cette application va nous permettre de montrer
un moyen de tester quelques modeles appelés “au dela du Modele Standard” qui
permettraient de mieux comprendre ce fameux modele. Pour obtenir ces résultats
il nous a aussi fallu développer des méthodes de calculs, notamment des méthodes
utilisant les amplitudes hélicités. En effet, un processus apparemment simple comme
ete” — vy présente déja des difficultés calculatoires, qui se compliquent tres faci-
lement des que l'on a affaire a plus de particules dans 1’état final et des couplages

plus compliqués.

Si maintenant on croit au modele de Higgs, la premiere étape nécéssaire pour tes-
ter ce modele est bien entendu de trouver le boson de Higgs dans une expérience. Sur
ce sujet la littérature est tres abondante et par conséquent, mes recherches n’ont pas
porté sur ce point. Par contre, pour comprendre le phénomene de brisure spontanée
de symétrie, il faut pouvoir reconstruire dans des expériences ce potentiel instable
qui est a 'origine de cette transition de phase. Ce qu’il y a de vraiment intrinseque
a ce potentiel, ce sont les self-couplages du boson de Higgs. Au minimun, la théorie
prévoie des couplages entre 3 bosons de Higgs et entre 4 bosons de Higgs. Le chapitre
4 sera donc consacré a I’étude de la mesure de ces couplages. Pour cela nous avons
mis en évidence des processus de diffusion qui font intervenir ces couplages, et leur
étude permet de savoir si ces couplages sont mesurables et comment. Ces processus
sont envisagés dans le cadre d’un collisionneur linéaire eTe~ dont ’énergie pourrait
monter jusqu’a 2 TeV, et éventuellement pourrait étre converti en collisionneur a
photons. Nous avons étudié des processus aussi bien dans le mode ete™ que dans le
mode vy qui a montré son intérét. Ce dernier mode présente de nouvelles difficultés
technologiques pour pouvoir obtenir des faisceaux de photons tres énergétiques avec
un spectre peu large. Des difficultés d’ordre plus théoriques sont aussi apparues. La

complexité de ces processus nous a en effet amené a chercher des techniques pour



simplifier nos calculs, et en particulier en cherchant des jauges bien adaptées a ces
calculs. Il s’est avéré que la jauge que nous avons trouvée est reliée aux techniques
des jauges de fond. Avant donc d’aborder la problématique de la mesure des self-
couplages du Higgs, un chapitre spécial (3) sera consacré a la comparaison entre
différentes techniques basées sur l'invariance de jauge (jauges de fond, technique
“Pinch”, jauge de Gervais-Neveu insipirée de la théorie des cordes, factorization des

couleurs).

Durant cette étude, il est apparu que les processus auxquels nous nous intéressions
peuvent étre assez bien reproduits par des fonctions de structure. Autrement dit,
il est possible dans la limite de haute énergie de mettre en évidence une hiérarchie
fondamentale dans les processus de diffusion considérés. Cette hiérarchie se com-
pose d’'une premiere désintégration des particules incidentes, dont les produits de
désintégrations fusionnent lors d’une deuxieme étape de diffusion. Les fonctions de
structure permettent de rendre compte de la probabilité que possede la premiere
étape de se produire. Ici les produits de désintégration initiale sont des W et nous
nous sommes donc intéressé au “contenu en W7’ des particules incidentes. Le cas
ou ces particules initiales sont des fermions (typiquement des quarks dans 'optique
du collisionneur proton-proton LHC) est déja bien étudié depuis longtemps mais le
cas plus complexe du “contenu en W du photon” nous a intéressé particulierement
(car c’est celui qui intervient dans un processus que nous avons étudié). Cette par-
tie forme donc le deuxieme important volet de cette these, et aussi sans doute le
plus ouvert. Je présenterai en effet les difficultés relatives a l'invariance de jauge
qui rendent non-triviale la recherche de fonctions de structure un temps soit peu
universelles. Il y sera donc exposé les questions ouvertes mais aussi quelques moyens
que nous avons trouvés pour extraire les composantes invariantes de jauges dans des

processus.



1.2 Le lagrangien de Glashow, Salam et Weinberg

Le secteur scalaire du Modele Standard a été introduit pour créer une brisure
spontanée de symétrie de facon & rendre compte de la masse des W et du Z°. On
utilise pour cela un terme de potentiel dans un champ supplémentaire qui vérifie
la symétrie de jauge SU(2);, x U(1)y. La forme de ce potentiel est telle que son
minimum est atteint pour un champ non nul ce qui provoque la brisure de symétrie.
Rappelons brievement ce que contient le lagrangien standard de Glashow Salam et

Weinberg. Il s’écrit :

iRy (0, +ig' X, )R + iLy" (au + %g'Xu - %

1
(0.W, = 0, W, + gW, x W,)* = 2(9,X, — 9,X,.)’

qgT - W“> L

1
4
(0 o~ o) o) - o s ot

m? A
— ¢l — (60 (1.1)

R et L représentent les parties droites et gauche des leptons, X, est le champ
de jauge U(1) et W, le champ de jauge SU(2). Ici on a pris le potentiel minimal
pour la brisure de symétrie comprenant des termes quadratiques en ¢ pour la masse
et quartiques pour la partie proprement potentielle. Le champ ¢ est un doublet
scalaire d’isospin dans le cas le plus simple (voir [24], [25]). Rappelons que le fait
que ce champ scalaire soit dans une représentation du groupe de jauge est imposé
par l'unitarité de la théorie ([17]). Ce modele a aussi I'avantage de s’accomoder
facilement des masses des fermions, qui sont justement générées par le champ scalaire
via le couplage GG,.. Notons que les parties droites des fermions sont dans un singlet du
groupe de jauge ce qui est contraint par ’observation expérimentale de la violation

de parité en 1957 (les neutrinos sont uniquement gauches [26, 27, 28]).



Comment se produit la brisure de symétrie? Dans un premier temps il est impor-
tant de remarquer que le lagrangien conserve formellement la symétrie méme apres
la brisure spontanée de la symétrie, ce qui est une propriété courante dans les tran-
sitions de phases. C’est en effet I’état physique correspondant au vide qui va perdre
la symétrie en tombant dans le puit de potentiel. Formellement donc, le lagrangien
garde la symétrie mais pas la théorie. Il y a la une subtilité importante, qui est que
lorsqu’il se produit la brisure de symétrie les bosons de jauge acquiérent une masse
et un mode de polarisation supplémentaire. Cette polarisation supplémentaire est
obtenue a partir des degrés de liberté des Goldstones, qui doivent donc disparaitre
(il ne sont d’ailleurs pas observés dans la nature). Cela impose une contrainte in-
directe sur les bosons de jauge que 1'on appelle contrainte de jauge unitaire[29](14).
De ce fait les Goldstones ne sont pas des particules physiques, et lorsque malgré
tout on calcule des amplitudes de diffusion impliquant des Goldstones (applica-
tion du théoreme d’équivalence [30]), celles ci peuvent dépendre des parametres de

(15) " Ainsi donc, bien qu’il faille exclure les bosons de Goldstones des particules

jauge
physiques, le lagrangien reste formellement invariant de jauge. Gardons toutefois a
I’esprit que ce n’est qu'un modele, et que le lagrangien présenté ci-dessus peut n’étre
qu’un modele approché. Il est donc important de savoir dans ’avenir mais aussi des
a présent si d’autres types de couplages sont possibles que ceux qui viennent d’étre
exposés. Les variantes sont tres nombreuses, surtout si I’on estime que cette théorie
n’est finalement que la version “basse énergie” d’une théorie plus fondamentale a une
énergie plus élevée. Etant difficile de spéculer sur ce que pourrait étre cette théorie
plus fondamentale, on peut toutefois completer le lagrangien de Glashow-Weinberg-
Salam (GWS) a l'aide de termes génériques pour des couplages qui sont encore
inobservés. Ces termes peuvent avoir une constante de couplage qui possede une

dimension négative en terme de masse, ce qui rend cette théorie non-renormalisable.

Comme par hypothese notre modele n’est pas censé étre valable pour des énergies

(14)[’expression jauge unitaire vient du fait que cette contrainte de jauge permet aux théories de

jauges spontanément brisées d’exhiber les compensations nécéssaires & l'unitarité de la matrice de
diffusion [23].

(1) Ces amplitudes sont de toute facon off-shell (c’est & dire qu’une ou plusieurs pattes externes
ne sont pas prises sur leur couche de masse.), ce qui leur retire leur signification physique. Notons
d’ailleurs que le théoreme d’équivalence n’est & ma connaissance démontré qu’en jauge R¢.
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trop élevées cela ne sera pas incompatible avec 1’étude. Mon travail au début de la
theése aura donc été pour une bonne part d’étudier les désintégrations possible du Z°
en trois photons, couplage inexistant dans le lagrangien GWS. Cet “exercice” m’a
permis a la fois de mettre en place des techniques de calcul d’amplitudes, mais aussi
de regarder des extensions possibles au Modele Standard que 'on pourrait signer

par la présence d’un couplage anormal du Z° en trois photons.



Chapitre 2

Tester le Modele Standard

2.1 Processus e"e- — 3 photons

2.1.1 Motivations

Le processus ete~ — 3 photons est un processus simple qui permet facilement
de sonder une éventuelle nouvelle physique. Dans le cadre du Modele Standard, il
consiste simplement au bremstrahlung de photons, qui se calcule assez facilement et
pour lequel on peut obtenir une expression analytique de ’amplitude hélicité (bien
qu’il faille tout de méme un effort certain pour simplifier 'expression de I’amplitude).
Ce calcul a d’ailleurs été fait analytiquement (pour les sections efficaces aussi) il y
a déja longtemps dans [31]. On peut envisager aussi que la paire électron-positron
initiale s’annihile en donnant un Z° (comme c’est souvent le cas au LEP, construit
A cette fin), et ce Z° se désintégrerait en trois photons. Cette interaction ne peut se
produire que via une boucle si ’on se restreint au modele standard minimal, et le

rapport de branchement que 'on obtient est si faible (de 'ordre de 10710 [32]) qu’il



12

est en pratique inobservable au LEP. Par contre, si on recherche des interactions
qui ne sont pas présentes dans le Modele Standard, on peut décrire 'interaction
7% — ~yyvy a laide d’un lagrangien effectif qui devra contenir différents termes
plausibles pour décrire ce couplage. Nous verrons ainsi plus loin que 2 termes sont
raisonnablements admissibles. Que peut alors cacher cette théorie effective? La
premiere idée qui est apparue concerne une éventuelle sous-structure du Z° [33] (par
exemple constitué de monopoles). Dans ce cadre, les interactions du Z° peuvent étre
traitées de facon similaire & ce qu’on appelle la dominance des mésons vecteurs™.
Cette théorie a son équivalent dans le cadre de l'interaction électrofaible comme
il a été montré dans [34]. Dans une étude telle que celle-ci, le champ de nouvelle
physique qui peut étre sondé est assez vaste, et concerne aussi (entre autre) le boson
de Higgs. Celui-ci peut constituer cette fameuse sous-structure du Z° par exemple,
ou encore on peut tester un couplage non-standard du type Z%yH susceptible aussi

de produire trois photons dans I’état final [35].

2.1.2 Amplitude QED

La partie QED est la partie standard de 'amplitude de diffusion. V. Lafage et moi
avons employé deux méthodes distinctes pour le calcul de cette amplitude, avec deux
objectifs différents. Celui de V. Lafage était d’obtenir une expression courte et facile
a implémenter dans un programme informatique de type Monte-Carlo pour obtenir
des résultats numériques tres rapides pour les sections efficaces et les distributions.
La technique que j’ai développée® a essentiellement pour objectif de réaliser des
calculs manifestements invariants de Lorentz (en se ramenant donc a des produits

scalaires et des déterminants). Ce n’est qu’a la toute fin des calculs que 'amplitude

(1) Apparue avec le développement de P’algebre des courants, la dominance des mésons vecteurs
décrit dans la théorie de l'interaction forte un couplage dominant du méson p (spin 1, masse
~ 1.5 GeV) dans les interactions profondément inélastiques.

(2)La méthode en fait existe depuis longtemps, ce dont je ne me suis rendu compte qu’a posteriori.
Elle s’inspire de la formule de Bouchiat et Michel[36], mais la forme que je lui ai donnée est toutefois
légerement différente.
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Fig. 2.1: Amplitude QED

P
€. £1(p1)
I~ ~_~_—~_ ¢&5(p2) plus permutations sur (1,2,3)
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e’ £5(ps)

a été exprimée en termes de coordonnées en tachant de conserver au maximum
les symétries de I'expression. Le détail de la méthode de calcul est en annexe A
(page 169) pour ne pas surcharger ce chapitre. L’amplitude du processus ete” —
vy est composé du graphe 2.1 (auquel il faut rajouter les graphes symétriques de

celui-ci par permutation des photons).

Le principe du calcul est d’écrire :

Min, = 0(p4, hy)Ou(p—, h-) = tr{u(p_, h_)v(p4, h4)O] (2.1)

Pour ce processus, I'opérateur O vaut :

_ 0 — B0~ L ations sur
0= (p+p3)(p-p1) B e

Pour calculer 'amplitude avec notre formule, nous avons utilisé un parametrage

particulier pour ¢, donnée par le groupe CALKUL (voir [37]) :

1

- (L4 A7) = popf(1 = A7 2.3
4¢(p+p)(p+k)(pk)%¢<+ V)= b b= (23)

¢A(l‘7) =
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Ce qui vient de:

1 - 1% a
g’ = (P )kH + (0 k)p” — (p—k)p! +iXe" " kyp i pp—o] (2.4)

2/ (p0-) (D1 k) (p—F)

Remarquons que le terme en k* peut étre éliminé grace a 'invariance de jauge.
Celle-ci impose en effet que le tenseur sur lequel est contracté la polarisation soit
transverse en k (cas simple d’identité de Ward-Takahashi, voir I’annexe C page 203).
Si on calcule 'amplitude en utilisant des coordonnées sphériques pour les vecteurs,

on a:

Maes =
N[e*'{—82? sin(6);) cos(6,)d265 +
22y sin(0)(2(03 — 02) (1 + 22923(cos(fy) cos(fs) — 1)) — 2110187}
+e" %2 { —8z2 sin(0;) cos(0y)0,05 +
229 sin(0) (2(8; — 03) (1 + 27123(cos(0y) cos(fs) — 1)) — 212203 }
+e"%3{ —8x3 sin(f3) cos(03)0,5y +
2ex38in(03)(2(8 — 01) (1 4 27129(cos(0;) cos(fy) — 1)) — 2w3A383 }
+8ixyx9ws sin(fy) sin(fs) sin(f3){

=918, sin(pg — p3) + €98y sin(p3 — 1) + €83 sin(pr — p2)}]  (2.5)

et
i(ra)?/?

N =
T1X2T3 sin(@l) SiH(QQ) sin(93)

ou x; est la fraction de /s qui est emportée par le i® photon, \; son hélicité,
01 = Aa— A3, 02 = A3 — Ay, 03 = A\ — Ay, 0, ; sont les angles sphériques standards (6

= angle par rapport au faisceau, p= angle en projection dans le plan perpendiculaire
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au faisceau) et enfin ¢ = +1 est la polarisation de I’électron. On voit que 'amplitude

s’écrit :

Med = Maz + Msy + My + M1 (2.6)

(les indices sont ceux des photons, le dernier terme étant symétrique par permuta-

tion des photons).

Un autre parametrage possible pour les directions des photons est intéressante

pour certains calculs:

cos(q;) cos(0) cos(P) — sin(a;) sin(P)
iy = cos(a;) cos(©) sin(®) + sin(ay) cos(P) (2.7)
— cos(a;) sin(O)

ou O, ® sont les angles sphériques de la normale au plan des photons et «; trois
angles définissant leur direction dans ce plan. Avec ce parametrage, la section efficace

différentielle vaut :

1
do = | M|*21 2925 sin(O)dOdPdor devydars (2.8)

T 3-20.7

en admettant que x; puisse étre négatif car dans ce cas, les 3 directions peuvent

étre dans le méme demi-plan. Plus précisément, on a:

sin(ag — ag)

Ty = (cycl.)

~ sin(ag — o) +sin(ay — az) +sin(az — o)
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Fig. 2.2: Amplitude anormale
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2.1.3 Lagrangien effectif 7 — ~vyy

Nous avons aussi regardé ce que donnerait I'introduction d’une interaction plus
compliquée faisant intervenir un lagrangien effectif électrofaible et qui permettrait
la production de trois photons dans 1’état final via un Z°, comme on a représenté

sur le graphe 2.2.

Par conservation du spin, le Z° est transverse dans ce processus et on peut
I’assimiler a un photon pour le calcul du vertex, qui n’est autre que le vertex de
diffusion vy — v (& un facteur 4 de symétrie pres). Cette désintégration du Z°
est rendue possible par exemple si le Z° a une sous-structure incluant des particules
chargées électriquement [33], ou composée de monopoles [38]. Le lagrangien effectif

considéré est donc:

Cor = 3z (B UFWF ) FwZ) + B Fu ) (7)) 2.9
= Mié ((51 — 2ﬁ2)(FMVF“V)(FMVZ“V) + 452FﬂVFVpr0—ZO—“) (2.10)

C’est 'expression la plus générale que 'on peut obtenir et il est remarquable
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que le lagrangien effectif a quatre photons s’écrit de facon simple en fonction des

tenseurs self-dual F"” et anti-self dual F** définis par:

1 .
Py = (B £ iF™) (2.11)

en posant FH = %6“””}7',,[, et B+ = (1 &+ B2, ce qui donne pour le lagrangien :

c 26, FIF? + B_ ((F2)* + (F?)?)) (2.12)

:@(

Comme cette re-écriture le suggere, on a pu constater que ces deux coefficients
B4 et B_ contribuent a des amplitudes hélicités distinctes, et par exemple, seul le
coefficient S_ apportera une contribution au cas ou les trois photons ont la méme

hélicité.

Maintenant cherchons I’expression du vertex a partir de la premiere expression

du lagrangien. Le terme (FF)(FZ) donne:

(Fu F*) (Fu Z4) —
8i[P10s D201 P30sPaas + PiasP2asP30n Phas + DiasP2asP3asPiay
(P192) (P3P4) s @ Jasas + (P173) (P2P4) s a5 Ganaa + (P104) (P2D3) Gy s Jernrs
_(p1p2)ga1a2p3a4p4a3 - (p1p3)9a1a3p2a4p4a2 - (p1p4)9a1a4p2a3p3a2

_(p2p3)gaza3p1a4p4a1 - (p2p4)gaza4p1a3p3a1 - (p3p4)ga3a4p1a2p2a1]
(2.13)

ou 'indice 4 représente l'indice de I'impulsion et du vecteur polarisation du Z°.
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Le second terme donne un vertex plutot compliqué et ne sera pas écrit explicite-
ment ici, mais ses 48 termes sont similaires a ceux de I’expression précédente. Nous
écrirons le vertex V1293 (p, ny p3 py) ot V' est symétrisé sur les 4 indices et les

4 impulsions. L’opérateur correspondant au processus “électrofaible” vaut :

2

gs . ; koks. o
0= v = 97 )(—Ja VA(k) (2.14
2M?% cos(6,,)(s — M2 +iPZMz)7 (90 = 907" ) (—9ap + M2 WE(E)  ( )

avec VA (k) = VerazasB(p, no pa, k)Eta, E5ayE 3, et utilisant notre formule, 'amplitude

s’écrit pour .J, = +1:

_ 9(90 — 9a2)V/5 e
Me—u = 4¢cos(0y)(s — MZ + Tz My) (MZ> B-v (2.15)

et pour J, = 0, M,._,, = 0. V est ici uniquement fonction des impulsions réduites, B
est défini en annexe A page 176, g est la constante de couplage faible, M, la masse
du Z° T'y la largeur du Z°, 6, 'angle de Weinberg, g, et g, les facteurs de couplage
vectoriels et axiaux, qui valent dans notre cas respectivement 2sin?(f,,) — 1/2 et

~1/2.

2.1.4 Analyse par Monte Carlo

En faisant plus de travail formel sur 'expression de 'amplitude totale, on aurait
pu arriver a une expression analytique pour la section efficace différentielle. Cela
aurait pris du temps et il est en fait plus rentable de passer au calcul numérique
assez rapidement. En fabriquant un programme de calcul de type Monte Carlo, on
se rapproche plus du coté expérimental. De plus, les expérimentateurs ont souvent

besoin de réaliser des coupures tres compliquées sur ’espace des phases et des calculs
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Tableau I: Coefficients de o obtenus pour /s = Mz = 91.17 GeV, avec x; > 0.05,
cos(6;) < 0.9, et le cosinus entre 2 photons inférieur a 0.93.

Terme o o_
QED (0p) | 0.6961 pb | 0.6961 pb
(o' 1.10 —1.26
At 1.925 2.515
Lt 9.131 12.09

analytiques seraient alors inextricables. Nous avons pu ainsi fournir un programme a

des expérimentateurs de ’expérience L3 du LEP qui peuvent 1’adapter a leur guise.

Mais revenons a I’amplitude. La premiere chose importante a remarquer, c’est la
présence d’un facteur g, — g,&, (¢ = £1) qui induit une section efficace différente
avec un faisceau polarisé suivant que ’électron est droit ou gauche (g, est petit mais
non nul). C’est un bon moyen de s’assurer qu’'une possible déviation par rapport au
processus QED seul (a I'ordre de 'arbre) n’est pas due a des corrections radiatives
qui donneraient les mémes contributions aux sections efficaces quel que soit le signe
de €. Plus précisément, si on calcule Opmet = O et Oprot = O a 'aide un programme

Monte Carlo, on obtient :

10)\ 10
(B + Ba) — 2511524:752 £+ fing (6} + 53)

J0 C¥¢774f
772 1 +§2

os = (2.16)

oll 0y est la section efficace QED seule calculée au pic du Z° n = /s/My,
£ = My(n>—1)/Tz, et le reste est constitué de coefficients dont les valeurs, obtenues

grace au Monte-Carlo, sont résumées dans la table I.

On peut remarquer sur les coefficients de la forme quadratique que leur rapport

entre la valeur correspondant a o_ et la valeur correspondant a o, sont identiques
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et égaux a K = (ﬁf = 1.323, & cause de la violation de parité du Z°. De plus,
au pic du Z° Pamplitude QED est réelle tandis que 'amplitude Z° — 3 + est
imaginaire pure de sorte que le terme d’interférence est nul. Cela a une conséquence
importante qui est que, si un effet non standard devait étre trouvé expérimentale-
ment, il serait impossible de distinguer les contributions de 3; et [ sur la section
efficace (méme polarisée) si on reste au pic du Z°. Il faudrait pour cela regarder
certaines distributions et méme dans ce cas, I’analyse ne serait pas facile. Néanmoins,
si on recherche cet effet pour \/s > My et & cause des signes opposés pour a et a_

dans les termes d’interférences, cela devient possible de mesurer les contributions de

(1 et (5. Plus précisément, si on fait la rotation suivante :

1
p = ﬁ(ﬁzﬂLﬁﬂ
B o= (8- p)

2

|
S

Alors si on pose 6+ = o1 — 0/n? on a:

U S T S K
! +1 1—}—52 , . 1/2
N [ g0+ V2B = 870 (u = 1) (2.18)

L’expression de (] nous montre que la meilleure valeur “théorique” de /s pour
mesurer les couplages est environ M, (1 + 0.0143) = 92.47 GeV, ce qui est la valeur
minimale de (1 + £2)/n*¢. La valeur maximale est obtenue pour /s = 128.9 GeV,
mais a cette énergie, la partie électrofaible contribue de facon quasiment nulle. Par

conséquent, on a a 92.47 GeV :
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J

81 = 0.6691 (ﬁ - 5+> (2.19)

Néanmoins, il est clair que ce n’est pas réaliste expérimentalement puisqu’il faut
beaucoup de statistique pour reconstruire les sections efficaces alors que le nombre
de possibles événements “électrofaibles” décroit rapidement au dela du pic du Z°.
La luminosité intégrée au LEP est telle que le nombre d’événements a 3 photons ne
dépasse pas les 150 par expérience, et les événements “électrofaibles” sont vraisem-
blablement trés peu nombreux s’il y en a, et ce méme au pic du Z°! Par contre, si
on monte beaucoup en énergie, la contribution électrofaible devient prédominante et
on a de l'ordre de 1 pb pour 500 GeV dans le centre de masse. Cela étant, on risque
d’arriver rapidement au domaine non perturbatif du modele, car on sait qu’un tel

lagrangien effectif viole I'unitarité.

On peut tout de méme raisonnablement espérer pouvoir mesurer un effet non
standard sur le pic du Z°, méme avec trés peu de statistique en regardant deux
parametres intéressants. Le premier est la distribution d’énergie du photon le moins
énergétique et le second la distribution du cosinus entre le faisceau et la normale
au plan des photons. Ces densités sont représentées sur les figures 2.3 sur lesquelles
la ligne continue représente la contribution de la QED seule, et la courbe pointillée
représente la contribution QED et la contribution électrofaible pour laquelle les
constantes de couplages sont prises arbitrairement a 0.08 (ce qui représente environ

15% de contribution électrofaible & la section efficace totale).

Pour ces courbes, les coupures effectuées sont celles écrites au bas de la table de
coefficients vue ci-dessus I. Sur le premier histogramme, on peut constater que les
courbes peuvent étre approximativement modélisées par 3 segments de droite. La
contribution électrofaible a pour effet de modifier la pente relative de ces segments,

ce qui pourrait permettre de mesurer cette contribution (voir aussi [39]).
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Fig. 2.3: Distributions pour et e — yyy
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Sur le second histogramme, on se rend compte que “magiquement”, avec les cou-
pures particulieres que nous avons choisies, la courbe correspondant a la contribu-
tion QED seule est approximativement symétrique autour de 0.5. Par conséquent,
une asymétrie de la courbe expérimentale seraient due nécessairement a un effet
non QED. Numériquement, avec 73 événements (apres coupure, partant de 100
événements générés), le seuil de mesure en n’utilisant que cette courbe est envi-
ron 10% pour la contribution électrofaible & la section efficace totale. C’est encore
beaucoup trop pour mesurer un tel effet qui est vraisemblablement tres faible, mais
avec plus de statistiques et en regardant plusieurs parametres simultanément, on
peut espérer au moins mettre des limites sur les constantes de couplage, et c’est
d’ailleurs ce qu’ont regardé des expérimentateurs de 'expérience L3 du LEP, uti-
lisant le Monte Carlo que nous avons écrit. Si ’effet non standard est mesurable,
on peut raisonnablement espérer pouvoir différencier les deux constantes de cou-
plages. Cette analyse est un peu sophistiquée car en fait les contributions des deux
constantes de couplages apparaissent souvent quasi-identiques sur de nombreuses

distributions. La distribution mono-dimensionnelle la plus sensible dans ces deux
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couplages est d’ailleurs celle du cosinus de 'angle de la normale au plan des photons
dont nous venons de parler. On gagne nettement en sensibilité des que l'on trace
la distribution bi-dimensionnelle entre 1’énergie du photon le moins énergétique et
celle du photon d’énergie intermédiaire. D'un point de vue expérimental on a moins
d’événements par case dans une distribution a deux dimensions que dans une dis-
tribution a une 1 dimension ce qui tempere le gain en précision de ces mesures. Le
lecteur interessé pourra trouver cette analyse complete et détaillée dans I’article que

nous avons publié a ce sujet [40].

2.1.5 Conclusion de cette étude

Cet “exercice” m’aura donc permis de me familiariser avec le Modele Standard
et ses extensions possibles, ainsi qu’avec la technique des amplitudes hélicités qui
permet de sonder plus précisement la physique sous jacente a un processus. Ici, les
calculs auront été poussés assez loin car le processus ete™ — 3v est assez simple et
symétrique. D’ot1 I’emploi des coordonnées sphériques pour les calculs, coordonnées
qui sont assez naturelles aux expérimentateurs. Notons qu’avec des simplifications
judicieuses, 'expression de 'amplitude QED est passée de environ 2000 termes (voire
10000 avec de mauvais parametrages) a une trentaine, comme on a pu le constater
quelques pages auparavant (eq. (2.5)). Cela étant, pour des processus plus com-
pliqués et comme on le verra dans la suite, les amplitudes sont écrites en fonction
des produits scalaires des quadrivecteurs, et les vecteurs polarisation sont calculés
numériquement plutot qu’exprimés en fonction des impulsions présentes dans le pro-
cessus (avec une formule du type (2.4)). En effet, pour des processus compliqués,
on ne sait pas simplifier énormément les expressions, et donc le travail consiste sim-
plement a essayer de limiter le temps de calcul numérique des sections efficaces et
autres distributions en essayant d’optimiser les programmes informatiques dans les-
quels on calcule 'amplitude. Il existe toutefois des techniques de simplifications que

nous montrerons dans la suite, utilisant un choix de jauge spécifique. A 'exception
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de ces méthodes, les recherches récentes en calcul formel ne permettent pas de mi-
racles. Par exemple, la technique assez récente des polynomes de Grobner[41] permet
de simplifier un peu des expressions polynomiales comportant un grand nombre de
variables. Cela dit, I’application a 'amplitude précédente permet des simplifications
de l'ordre de 20% sur le nombre de termes, mais malheureusement ’algorithme est

tel qu’on perd la symétrie entre les variables cinématiques des trois photons(®).

La partie Physique de cette étude est intéressante parce qu’elle permet de tester
des extensions du Modele Standard et qu’en plus, cette étude est tres actuelle. Nos
résultats [40] ont ainsi pu étre utilisés par des expérimentateurs sur ’accélérateur
LEP, qui ont ainsi pu mettre des limites sur les couplages anormaux du Z° avec
trois photons [42, 43]. Jusqu’ici, les limites établies sont parfaitement compatibles
avec le Modele Standard. Il s’agit donc d’une désintégration qui est simple mais
qui malgré tout peut apporter des informations sur la validité du Modele Standard.
Néanmoins, si on découvre a 'aide du processus ete~™ — vy une déviation par
rapport au Modele Standard, ’analyse de son origine s’avere délicate et requiert
des mesures précises des deux couplages effectifs. En effet, suivant les modeles de
Nouvelle Physique que I'on considere, on a des prédictions distinctes pour les valeurs
relatives des deux couplages effectifs. En pratique, la statistique accumulée sur les
expériences du LEP ne laissent pas encore envisager de telles mesures de précision
qui permettraient de discriminer entre différentes extensions possibles au Modele
Standard. C’est entre autres pour cette raison que des mesures plus directes seront
nécéssaires dans l'avenir pour compléter la vérification du Modele Standard. C’est
dans cet esprit que va se situer la suite de cette these dans laquelle je vais rapporter
nos tests directs du secteur scalaire de la théorie életrofaible par la mesure des cou-
plages entre plusieurs bosons de Higgs. Ces tests reposent sur I’étude de processus
complexes, pour lesquels il n’y a jamais trop d’astuces pour diminuer ’ampleur des

calculs. Comme je I’ai rappelé au début de ce chapitre, il est important de disposer

(3)De plus il s’agit d’un algorithme assez lent, et les spécialistes du calcul formel n’ont pas encore
convaincu la communauté de physique des particules, c’est dire a quel point des solutions pointues
en algorithmique sont encore a trouver pour nos besoins.
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d’algorithmes de calcul qui nous simplifient la vie. Mais on sait aussi depuis long-
temps qu’en utilisant les potentialités de la théorie des champs, on peut obtenir
des simplifications de calculs que 'on n’aurait probablement jamais trouvé autre-
ment. C’est de ce genre de potentialité dont je vais parler dans le prochain chapitre
qui traite de différentes jauges qui apportent des simplifications conséquentes aux

graphes de Feynman.
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Chapitre 3

Comparaison entre différentes

facons de “fixer” la jauge

Comme nous I’avons vu au chapitre précédent, la complexité d’une amplitude de
diffusion augmente tres rapidement avec le nombre de particules externes et tout
est bon pour simplifier au maximum les expressions que 1’on obtient. Ici nous allons
décrire différentes méthodes, essentiellement de fixation de jauge, qui permettent
souvent de se ramener a des expression compactes, ou au moins qui diminuent la
complexité des amplitudes. Je commencerais par les plus standards, les jauges Ry
et les jauges non-linéaires, ainsi qu’'une version de jauge non-linéaire que nous avons
développée et qui nous a été tres utile pour certains calculs de processus que nous
verrons au chapitre 4. Je parlerai ensuite des jauges de fond car la jauge non-linéaire
que nous avons contruite est assez semblable par sa forme a une jauge de fond. Ces
jauges ont l'avantage de préserver l'invariance de jauge par rapport a un champ
(champ de fond), et dans ce méme esprit s’est développée ces derniéres années une
technique (technique “pinch”), dont I'objectif est de créer de nouvelles fonctions de
correlations qui ne dépendent pas de £ si on calcule en jauge R¢. Cette méthode

donne des résultats semblables a ceux des jauges de fond. Je mentionnerai enfin
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une technique inspirée de la théorie des cordes [44, 45]. Si la théorie des cordes
semble tres éloignée de ce que nous faisons, certaines de leurs propriétés simplifient
énormément les calculs d’amplitude (dans une limite appelée limite de “tension
infinie”). Cette théorie peut se ramener a l'utilisation d’une jauge spéciale appelée
jauge de Gervais-Neveu, qui semble intéressante mais que je ne manie pas encore

assez bien pour pouvoir l'utiliser en pratique.

3.1 Jauges non-linéaires et jauge de 't Hooft-Feynman

Lorsque les théories de jauge spontanément brisées sont apparues, il a fallu prou-
ver la renormalisabilité de la théorie, ce que 't Hooft a montré dans [46] en utilisant
notamment des identités de Ward (voir annexe C page 203). Pour obtenir ce résultat,
't Hooft a utilisé une jauge particuliere [22] qui lui simplifiait considérablement ses
calculs. Cette jauge a ensuite été généralisée en introduisant un parametre £ [47] ce

qui donne le lagrangien de fixation de jauge suivant :

1 .
'Cgaugeffi:ring - _g |auW+# + ZfMW(P+|2 (31)

Le terme en Goldstone permet ainsi d’éliminer le couplage entre un boson de
Golstone seul et un W ce qui aboutirait a des difficultés dans la recherche du propa-
gateur du W. Ce type de jauge a eu un succes encore inégalé, grace a sa simplicité
et son efficacité. Comme on le verra dans des applications, utiliser ce type de jauge
implique plus de graphes de Feynman qu’en jauge unitaire a cause de ’apparition
des bosons de Goldstone, mais on est malgré tout gagnant car les graphes sont
nettement plus simples a calculer. En effet, en jauge unitaire les propagateurs des
bosons de jauge contiennent un terme proportionnel & k*k”/MZ (k* = impulsion

du boson), qui est éliminé en jauge R¢ (en prenant & = 1). On simplifie donc les
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graphes et de plus, les termes que 'on a éliminés étaient la source d’instabilités
numériques, dues a de subtiles compensations entre ces termes qui augmentent ra-
pidement avec ’énergie et “brouillent” les autres termes plus physiques. On peut

encore sophistiquer ces jauges en les rendant non-linéaires :

1 1
Lop = —50uA) = 5 (0u2" + nMax)”
1
—g|(aﬁ +igWHWH + i My " ? (3.2)

Grace a ce type de jauge étudié en détails dans [48] (voir aussi [49]), on peut
éliminer certains vertex tel que YW ¢~. Ce vertex couple un photon a des particules
chargées de natures différentes ce qui n’est pas tres naturel, et explique qu’on puisse
I’éliminer en fixant convenablement la jauge. Dans ce type de jauge on remplace
la dérivée partielle par une dérivée covariante par rapport a W3, et cette méthode
permet de faire des calculs qui sont manifestement invariants de jauge par rapport
a cette composante. Pour aller plus loin, nous avons cherché (dans le contexte d’un
processus particulier) & éliminer le vertex YW ¢~ H (qui est aussi peu “naturel” que
le précédent) et pour cela on peut rajouter encore un terme dans le lagrangien de

“fixation” de jauge en écrivant (voir aussi I'annexe B):

Lyp =
1 |
——(0,4")* — —(8,2" + nMzx)*
2% (au ) 2 (au +nMzx)
1 . . .
¢l @t igW3 W it My o™ + ngw? (3.3)

Nous avons spécialisé cette formule en prenant pour fixer la jauge (par exemple dans

les calculs du chapitre 4):
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1 1

- 2_ AN2
£ = @A = (6 (3.4)

_ _ v 9z, | o _ 1 oz
L; = 262(8MZ”+§Z 5 (v+EH)p3)” = %Z(G ) (3.5)
Ly = —5i|aﬂw+ﬂ +ied(A- W) + ifgew(Z - W)

w
igwd (w4 FH — ifps) ot |2 = ——— (GG (3.6)
2 Ew

Avec ce parametrage on peut, suivant les valeurs de & et B éliminer le vertex
YWTp~ en méme temps que ZWTp . Si on fait une analyse détaillée de cette
nouvelle jauge, on se rend compte qu’elle est tres similaire a une jauge de fond,
comme nous le verrons dans la suite (voir [50]). Le principe des jauges de fond
consiste a séparer les champs de jauge en une partie classique (dite de fond) et une
partie quantique. On conserve alors une invariance de jauge explicite sur la partie
classique des champs de jauge bien que I'on fixe la jauge du champ quantique. Ici les
champs neutres jouent le “role” du champ classique. Le champ de jauge quantique
n’apparait que dans les boucles et ne nous concernera pas dans les calculs que nous
avons effectués. Ce qui ne veut pas dire bien entendu que dans le cas d'une jauge non-
linéaire (comme celle que nous avons utilisée eq. (3.4)) certains champs ne peuvent
pas apparaitre sur les pattes externes. Nous ne sommes pas dans le cadre exact
d’une jauge de fond. Toutefois, on a ici une application pratique des simplifications
qu’apportent la technique des jauges de ce type pour des processus a ’arbre, ce qui
est une nouveauté. On remarque en particulier certaines propriétés intéressantes sur

les expressions des vertex tel que 7, W, Wj qui s’écrit :

—ie lgaﬁ(p - p+)u + (1 + g) (kaguﬂ - kﬂgua) + (1 - i) (guaerﬁ - guﬁpa)]
w Ew o

Dans la premieére parentheése on peut reconnaitre le vertex de QED scalaire ys*s™
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et la deuxiéme parenthese représente un courant de spin 1 (la troisiéme est éliminée
pour & = &y = 1), dont le coefficient multiplicatif correspond exactement au mo-
ment magnétique ¢ = 2. Notons qu’on peut obtenir le méme genre de décomposition
en QED dans le vertex vf f, avec une partie QED scalaire (convection de charge) et
une partie correspondant au courant de spin (voir lagrangiens quadratiques en an-
nexe A). Sur 'expression (3.7) on remarque que & = &y = 1 apporte d’intéressantes
simplifications et on trouve de facon réccurrente dans ce type de jauge les simplifica-
tions les plus importantes quand &y = 1. Cette valeur est apparemment privilégiée

et 'origine de ce phénomene reste encore assez mystérieuse pour moi.

3.1.1 Le théoreme d’équivalence

Le théoreme d’équivalence est une application tres intéressante des jauges R car
elle permet de faire de bonnes approximations en simplifiant de facon considérable
les calculs. Ce théoreme repose sur une identité de Ward (ces identités sont détaillées
dans Pannexe C). Lorsqu’on s’intéresse aux identiés de Ward dans la jauge Rg(l),
on se rend compte que certaines d’entre elles peuvent s’exprimer de facon simple,

comme représenté sur le shéma suivant :

(l)ﬁgauge—fiming = _%|8HW+H + 'L.EMWQO+|2
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= ifmvx

Exprimé avec des mots, lorqu’on remplace dans une amplitude la polarisation
d’un W ou d’'un Z par son impulsion, on obtient la méme amplitude a ceci pres
qu’on a remplacé le boson vecteur en question par le boson de Goldstone associé (2.
Or dans la limite de grande énergie, la polarisation longitudinale d’'un boson W ou

7 est de plus en plus proche de son impulsion :

ei(k) = —+O0(—) (3.8)

ou Ey est I’énergie du boson de jauge de masse My . Le théoréme d’équivalence [21,
30] est une généralisation de cette remarque, et stipule que si dans une amplitude
de diffusion des bosons de jauge longitudinaux interviennent et que ceux-ci ont une
énergie tres grande par comparaison a leur masse, alors cette amplitude est bien

approximée par une amplitude (plus simple a calculer) dans laquelle les bosons de

(2)Notons que amplitude obtenue n’est pas physique car off-shell. En effet, dans la jauge R, les
bosons scalaires de Goldstones aquiere artificiellement une “masse” (Mg = {My) a priori différente
de My (V = W, Z) mais les impulsions sur les pattes externes sont inchangées entre les deux
graphes. Donc a fortiori pour la patte externe associée au boson de Goldstone, I'impulsion vérifie
pfb = M alors que les propagateurs des bosons de Goldstone qui sont présent dans 'amplitude

sont de la forme 1/(¢* — EME).
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jauge ont été remplacés par leur scalaires de Goldstone, et les autres pattes externes

restent inchangées®.

3.2 Jauges de fond

La problématique des jauges de fond peut se poser de la facon suivante: si on
réalise des collisions entre particules non plus dans le vide mais dans I’environnement
d’un champ électromagnétique, comment tenir compte de ce nouveau champ dans
I'intégrale fonctionnelle. Tel que le probleme est posé, ce champ est de nature clas-
sique, et on ne doit donc pas intégrer par rapport a ce champ dans la fonctionnelle
génératrice des fonctions de Green (dans la suite les champs de fond seront notés avec
un chapeau). Si on ne regarde que la partie Yang-Mills de la théorie, la fonctionnelle

génératrice s’écrit :

Z[J, fl] _ /DAudet ldfli;w)] oi [ i aL(A+A)—Fe G4, -Ar (3.9)

ou L est le lagrangien de la théorie, GG est une fonction des champs qui brise
'invariance de jauge (Y. Le déterminant exprime les variations de la mesure de
I'intégrale lors d’une transformation de jauge, et sera ultérieurement éliminé pour
faire place au lagrangien des fantomes de Faddeev-Popov dans I’exponentielle. Sa
contribution est par construction celle du déterminant et permet de faire des cal-
culs perturbatifs en utilisant pour les fantomes des regles de Feynman comme pour

le reste du lagrangien. Ces fantomes n’interviennent en fait que dans les boucles

(3)Pour ’application & un nombre quelconque de bosons de jauge longitudinaux, la démonstration
précédente ne peut plus s’appliquer (elle est fausse). La démonstration la plus rigoureuse du
théoreme d’équivalence utilise les relations de commutation de I'opérateur BRS avec le lagran-
gien de fixation de jauge [30]

() Le role de G est de permettre de définir les propagateurs des champs de jauge, qui sinon sont
indéterminés a cause de la symétrie de jauge.
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fermées, car il ne sont pas des champs physiques, et sont toujours présents par

paires dans les vertex.

Pour fixer la jauge du champ quantique, on choisi une expression qui permet de
conserver 'invariance de jauge dans le champ classique. Pour cela, le plus simple est
de prendre la dérivé covariante du champ quantique par rapport au champ classique

ce qui donne ’expression suivante (qu’on appelle Jauge de Fond):

G* = 9, A" + g o AL Aon (3.10)

Quelles sont les applications de cette méthode? Comme on I’a mentioné dans le
début de cette section, il peut étre intéressant de regarder l'influence d’un champ
électromagnétique extérieur. On peut montrer en effet qu’il peut se produire des
transitions de phases. Par exemple, dans une théorie non-abélienne spontanément
brisée, on peut montrer (voir [51]) que pour une certaine intensité du champ électro-
magnétique extérieur il se produit une transition de phase qui restaure la symétrie

de jauge qui était brisée(®

L’application qui a eu probablement le plus de succes, c’est la simplification des
graphes de Feynman en QCD pour une ou plusieurs boucles[50]. En effet, en fixant la
jauge du champ quantique a I'aide de la jauge de fond (3.10), la théorie présente une
symétrie de jauge par rapport au champ classique grace a cette dérivée covariante

en A. Le champ quantique quant a lui n’apparait que dans les boucles.

On peut aussi utiliser ce type de jauge pour la théorie électrofaible (qui nous

intéresse tout particulierement) [53]. Si on note dans ce cas le champ classique

() Cet effet se produit dans I’action effective & une boucle (Coleman-Weinberg [52]). Si le champ
de jauge est abélien, l’effet se produit & I’ordre de 'arbre: l’intensité du champ externe remonte
I’énergie du vide jusqu’a obtenir un vide stable pour une certaine valeur critique de ce champ
(analogue a ’effet Meisner en supraconductivité).
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(champ de fond) par (“cl”) et la partie quantique (“Q”) on aurait pour fixer la

jauge:
Llond = —%|(8.W5+ igWP wg —wwi) + %§s+|2
— el(OAg + ieW Wy — We W) + k(o — v
- % (0.7 + igew (W Wo — WEWy)
+ iﬁ%vicW ((ch = st) (wdea — vaveq) +i(Hopsa — (v + Ha)psg)) I
ST = v+ Hy —ipsa) — ¢4 (Ho — ipsq) (3.11)

(voir conventions en annexe B). On peut remarquer que si formellement on
élimine les champs classiques chargés puis que 'on transforme les autres champs
classiques en champs quantiques, on retombe bien sur l'expression de notre jauge
non-linéaire eq. (3.4), avec @ = f =0 = k = & = &y = &4 = & = 1. Avec ce
type de jauge on simplifie les calculs a une ou plusieurs boucles et c’est dans ce
genre de calculs qu’on trouve le plus d’applications (comme par exemple évaluer
des effets de corrections radiatives du Higgs [54]). La nouveauté que nous avons ap-
portée consiste a utiliser une jauge non-linéaire tres proche de la forme de la jauge
précédente (3.11) pour faire des calculs a l'arbre, alors qu’auparavant les jauges
non-linéaires du type (3.4) n’étaient utilisées que dans des calculs comportant des

boucles.

3.3 Technique “Pinch”

Cette technique [55] consiste a opérer une réorganisation des différents termes

qui constituent une amplitude de diffusion, de facon a obtenir des composantes
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indépendantes du parametre £ qui intervient dans la jauge R, dont il a été ques-
tion précédemment. A la base de cette technique, on utilise les identités de Ward-
Takahashi (voir annexe C) simples de type QED. Imaginons par exemple que ’on
veuille définir d’une facon nouvelle la self-énergie du W de sorte que cette fonc-
tion soit indépendante de £. Pour cela, considérons une amplitude physique faisant

intervenir le propagateur du W comme par exemple sur le shéma suivant :

\_/_\\_/
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Chacun de ces 4 graphes dépend séparément du parametre £ mais néanmoins,
la somme n’en dépend pas. La méthode “Pinch” est un algorithme qui permet de
réordonner les différents termes qui apparaissent dans cette somme. Comme son
nom l’indique cet algorithme réalise formellement un “pincement” entre plusieurs
propagateurs pour les faire se rejoindre en un point. Considérons en effet la figure
suivante :

: 2
. I/e(k)) S —;g TV - gy - T
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/ !
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avec myr X (Guw + C’p“p"’). On peut alors utiliser la décomposition suivante :
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WPt = p=0@+F—me) — (f—me) (3.12)

Invoquant 1'équation de Dirac on a 4(p + f —m,.) = 0 et on obtient un terme de
Me ., : :
la forme ﬁﬂ(k — me)fy'u = uyu — ﬁukv u et le premier terme a la forme d’un

courant (on a “pincé” les deux vertex en un seul qui a I'indice p).

Répétant cette procédure autant de fois qu’on le peut, 'amplitude fini par s’écrire
sous la forme J#7,,J” + -+ ol les autres termes ne peuvent pas se reécrire comme
une interaction entre deux courants via un seul propagateur effectif 7,, (dont on
peut montrer qu’il ne dépend pas de &). Il a été démontré (voir Watson dans [55])
d’ailleurs que les nouvelles fonctions de Green que ’on obtient par cette méthode
correspondent exactement a celles que ’on calcule en jauge de fond avec le parametre
de jauge & égal a 1 (ce résultat a été montré a une boucle et & ma connaissance, le

cas & deux boucles n’est pas encore établi).

3.4 Jauge de Gervais-Neveu inspirée des cordes,

factorisation des couleurs

3.4.1 Factorisation des couleurs et méthode XZC

Une question intéressante dans les théories de jauge comportant plusieurs charges
est de savoir comment ces charges circulent a 'intérieur des graphes de Feynman.
En étudiant ces propriétés de conservation de ces charges, Chan et Paton [56] ont
montré qu’on pouvait sommer certains graphes entre eux qui ont en commun un
facteur de charge (appelé par la suite facteur de Chan-Paton). Ce facteur peut

s’écrire en fait comme une trace d’un produit de générateurs du groupe de jauge.
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Prenons un exemple. Considérons un groupe de jauge SU(N)® dont nous noterons
les générateurs T (normalisés & Tr(T?T°) = §°) et les constantes de structure

valent :

fFabe — —\/%Tr (e, 7*)7°) (3.13)

Une amplitude quelconque impliquant n bosons de jauge pourra alors formelle-

ment s’écrire :

M({kla €1, al}a ) {kna En, an}) =
gn_2 Z Tr(T%0 .. .Ta"(”))An(kg(l), Ea(l)y -+ kg(n), 6U(n)) (3.14)

O'ESn/Zn

ot les k; sont les impulsions des particules externes et (¢;, a;) sont les polarisations
et couleurs associées. En obtenant cette décomposition, Chan et Paton ont observé
d’intéressantes propriétés de symétrie sur 'amplitude partielle A. Elle possede en ef-
fet la symétrie par permutation circulaire des particules, de sorte que dans la somme
on se limite aux permutations appartenant a I'ensemble S, /Z,, des permutations qui
ne sont pas des permutations circulaires. Cette premiere opération réduit déja signi-
ficativement le nombre de termes que comprend 'amplitude. Les amplitudes par-
tielles A possedent d’autres propriétés intéressantes telles que 'invariance de jauge

(A(...;kiye; — kis...) = 0), et en utilisant la notation condensée A(1,...,n) =

A(ky,er;. .. kn,en), on ala propriété suivante par reflexion: A(n,...,1) = (=1)"A(1,...,n).

Une simplification supplémentaire intervient dans une théorie confinée car on ne
s’intéresse pas aux états propres de couleur mais on fait la somme sur ces charges.

On obtient ainsi des expressions tres compactes pour des amplitudes a priori tres

(6)On préfere souvent prendre plutdt un groupe U(N) qui permet d’utiliser des identités de Fierz
(Tr(T*X)Tr(T*Y) = Tr(XY), Tr(T°XT*Y) = Tr(X)Tr(Y)) pour simplifier I’expression des
amplitudes.
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complexes telles que I'amplitude a 5 ou 6 gluons externes. Pour obtenir ce genre de
résultat on combine les simplifications apportées par la “factorisation des couleurs”
avec 'utilisation de produits de spineurs comme le font Xu, Zhang et Chang [57]

(d’ott le nom méthode XZC).

Pour obtenir avec une procédure universelle la décomposition de Chan et Pa-
ton, on peut faire intervenir une jauge spécifique, qui s’appelle la jauge de Gervais-

Neveu [58]. Il s’agit d'une jauge non-hermitienne que ’on peut écrire :

1 .
Efi:vation de jauge — _§T7a l(a <A + %A2)2] (315)

(Notons qu’ici on prend le carré de I’expression et non le “module”). La particu-
larité de ce formalisme réside dans le fait qu’on doit aussi modifier la fagon usuelle
de calculer des graphes avec des regles de Feynman. Ici les vertex sont orientés
(par exemple dans le sens trigonométrique), et a cause de cette particularité on ap-
pelle ces regles “pseudo-regles de Feynman”. Un point intéressant sur cette jauge
est qu’elle donne la méme action effective a une boucle que la jauge de fond dans
laquelle les parametres de jauge & sont fixés & 1(7). A I’arbre on retrouve avec cette
jauge la décomposition de Chan-Paton, mais pour des calculs a plusieurs boucles, on
ne connait pas encore bien le lien entre cette jauge et la théorie de la réorganisation

des cordes dont je parlerai plus loin [45], bien que des similitudes existent.

(MOn retrouve la méme action effective en théorie des cordes, ce qui permet d’écrire de facon
générique: T[A] ~ Indet¥Y/2[D2 — E,-F?P7] ou ¥ est le tenseur de spin et D la dérivée cova-
riante [45]. Cette relation générique pour différents spins est typiquement supersymétrique.
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3.4.2 Limite de tension infinie des cordes a la Polyakov

A Torigine des techniques de calcul d’amplitudes en QCD dont nous venons
de parler (méthode XZC), on trouve la théorie des cordes [45, 59, 60] et on peut
se demander quel rapport il peut y avoir entre ces deux théories qui semblent si
éloignées. Le lien passe par l'utilisation commune de la théorie de Regge® [61]
et 'invariance modulaire. En théorie des cordes [62] il existe une relation entre la
masse au carré d’une particule et son moment cinétique. Cette relation est une
relation affine et la pente de cette droite, en tant que fonction de J est I'inverse de
la tension de la corde. De sorte que dans la limite ol cette tension est infinie, la
masse de la particule ne dépend plus du moment cinétique. On a ainsi levé de facon
maximale la dégénérescence entre les états, et il ne reste dans la théorie que les états
de petites masse (état fondamental) et les autres états sont renvoyés a l'infini. Mais
néanmoins les propriétés de symétrie que possedent les cordes®) restent. Il reste une
symétrie par permutation des pattes externes (résidu de l'invariance modulaire),
ainsi qu'un groupe de jauge (par exemple SU(N) ). Pour le lecteur qui a déja vu
un ruban de Mobius, la transformation qui consiste a prendre un ruban (ici corde
ouverte, dite & la Polyakov) fermé et & le transformer en ruban de Mébius s’appelle
un “twist” et revient a effectuer une conjugaison de charge sur la corde. I’invariance
modulaire consiste a dire que I’action est invariante par cette transformation. Cette
symétrie par permutation des pattes externes permet en QCD d’obtenir les termes
de Chan-Paton, et ’avantage des cordes réside dans le fait qu’elles contiennent de
facon naturelle ce type de symétrie. Autrement dit, un seul graphe de Feynman
entre cordes est équivalent a une somme de graphes d’une théorie de jauge dans

lesquels on a effectué des permutations entre particules. Ecrivons donc comme pour

(#)La théorie de Regge repose sur le fait que lorsque on développe une amplitude de diffusion en
ondes partielles, la décomposition obtenue est une fonction analytique du moment cinétique. Cette
fonction admet des poles dont la partie réelle ainsi que la partie imaginaire sont positives.

(9)Ces symétries sont assez complexes car elles reposent sur une algébre ayant une infinité de
générateurs que 'on appelle algebre de Virasoro [63]. Les génerateurs de cette algebre décrivent en
quelque sorte le spectre en masse des cordes, autrement dit contiennent les opérateurs de création et
d’annihilation des cordes. A ces générateurs on peut rajouter ceux d’un groupe de jauge “standard”,
par exemple SU(N), et la combinaison de ces deux algebre est appelée algebre de Kac’s-Moody.
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la factorisation des couleurs 'amplitude de diffusion entre n cordes:

Mstring({kb 81, al}) ceey {kn, 67“ an}) e

g" 7 > Tr(T%m . T%)AKN (kyay, €01y - - - 5 Koy o)) (3.16)
UESn/Zn

ol cette fois-ci, AKN représente 'amplitude partielle de diffusion pour des cordes

telle qu’elle est définie par Koba et Nielsen dans [64].

Et dans la limite de tension infinie des cordes on retombe sur la décomposition de
Chan-Paton (3.14). Dans cette limite on obtient aussi une relation entre différentes

amplitudes partielles (que ’on peut identifier a une identité de Ward), et qui sécrit19)

S A(e(1)...o(n—1),n) =0 (3.17)

0ELp—1

Il est important de signaler cette théorie car elle est puissante et prometteuse
de simplifications importantes pour des calculs complexes d’amplitudes. L’objectif
ici était juste d’esquisser le lien entre ces simplifications et la théorie des cordes. Je
n’entrerai pas plus dans le détail de cette théorie (que je n’ai pas la prétention de
maitriser) d’autant qu’en pratique on n’a pas besoin d’utiliser une théorie compléte
et consistante de cordes. Comme je viens de le montrer, seuls certains points de la

théorie des cordes interviennent.

(10) Cette relation est aussi appelée Identité de Ward Duale.
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3.5 En résumé

Ces théories inspirées des cordes semblent puissantes bien que nous ne les ayons
pas utilisées en pratique. Jusqu’a présent elles semblaient plutot s’appliquer exclu-
sivement a la QCD mais des articles tres récents [65] sont dédiés a ces méthodes
dans le cadre de l'interaction électrofaible. Ces travaux méritent toutefois d’étre
généralisés et développés avant de pouvoir étre utilisés de fagon systématique sur
des processus compliqués. Pour I'instant, et bien que ces travaux soient intéressants,
les jauges de type non-linéaires inspirées de jauges de fond nous semblent suffisantes
pour nos besoins. De plus la jauge de Gervais-Neveu ressemble elle aussi un peu a une
jauge de fond ce qui nous amene a penser que nous ne gagnerons pas nécessairement
beaucoup a utiliser ce type de formalisme. Son intérét néanmoins réside aussi dans
le fait qu’il s’agit d’'une méthode générale, alors que les jauges non-linéaires sont
développées en fonction des processus étudiés, de facon a éliminer le plus possible

de couplages compliqués.



Chapitre 4

Tester le potentiel de Higgs

4.1 Extensions possibles au modele de brisure de

symétrie

Le but des recherches entreprises ici est donc de sonder le potentiel de Higgs en
¢, en supposant implicitement que le boson de Higgs existe et qu’on en connait la
masse. De sorte qu’il nous reste seulement & étudier le terme (¢7¢)? du lagrangien
GWS et éventuellement des termes d’ordre supérieurs qui pourraient exister. Dans
la jauge unitaire qui fait disparaitre les bosons de Goldstone pour donner une masse
aux bosons de jauge, la partie potentiel devient tres simple et est juste constituée
d’un polynome (dans le champ de Higgs) qui contient des termes d’ordre 3 et 4,
éventuellement plus pour un potentiel non minimal. Dans ce cas on aurait (quelle

que soit la jauge) :

2(n—2)

Vsss = A {Z iZ(H) (n i”l)Z [@TQ - %Q]n} (4.1)

n=2
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Pour n = 2 on retrouve le potentiel minimal (a; = 1). La forme spécifique qui a
été adoptée dans ’équation (4.1) est destinée a conserver la position du minimum du
potentiel en < 0|®T®|0 >= v?/2 & tous les ordres, ce qui est imposé par la contrainte

My = gv/2. En développant cette expression on obtient :

Vess = a2 2o L mpte + By 9 i
88 g My 27 " oMy

2

h (LY HY 4 B (LY H2(ot o + 53y (4.2)
4 My S\ 2My, 2

Notons que le vertex HpT o~ n’est pas affecté par la présence de termes d’ordres
supérieurs, alors que non seulement le couplage H? (coefficient h3), mais aussi le
couplage H* (coefficient h') de méme que H?p*¢~ sont modifiés par rapport au
Modele Standard Minimal.

Mgy
hy = 1+az—5 =1+ 0dh

hy = 1+ 68h;
W, = 1+ 38h; (4.3)

La premiére relation définit 0hs (variation de hs par rapport au potentiel minimal)
et les deux autres donnent les couplages H* et H?pt o~ en fonction de cette varia-
tion. Notre travail consiste donc a chercher des moyens de mesurer les constantes de
couplage associées aux termes d’ordre 3 ou 4. L’ensemble des résultats qui vont etre
exposés a ce sujet ont été publiés dans [66] (voir aussi [67, 68]). Jusqu’a présent,
nous avons regardé en détail 'ordre 3 qui intervient dans plusieurs processus tels
que ceux représentés sur la figure 4.1 (ne sont représentés que les diagrammes les
plus significatifs & haute énergie). L’ordre 4 nous parait hors de porté étant donnée

la petitesse des sections efficaces auxquelles on s’attend. Pour le couplage a trois
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Higgs nous avons été amenés a comparer certains des processus qui ont des sec-
tions efficaces a priori suffisantes pour produire un minimum d’événements dans le
cadre d'un collisionneur linéaire & 2 TeV. Notons qu’au collisionneur LHC certains
processus auront aussi des sections efficaces non-négligeables (production de Higgs
par fusion de gluons ou de W) mais le bruit de fond en quarks et gluons sera si
fort, que détecter précisément un Higgs de masse intermédiaire (qui donne priori-
tairement deux jets de quarks b) rendra tres difficile la mesure des selfs-couplages
du Higgs. Nous nous sommes donc intéressés en particulier & ete™ — v, 0, HH que
jal recalculé, & vy — HH et & vy — WTW~HH dont j’ai calculé les amplitudes
hélicités qui sont relativements complexes. Dans ces deux derniers processus il a
fallu tenir compte du fait que faire des collisions de photons créent des difficultés
technologiques particulieres. Les principales difficultés sont d’obtenir des photons
avec un spectre d’énergie le plus étroit possible, et que ces photons soient de haute
énergie car nous verrons qu’'un processus tel que vy — WTW ™~ HH est favorisé a
haute énergie. Pour comparer raisonnablement des sections efficaces de processus
dans le mode e*e™ et dans le mode 77, il nous faut donc vérifier qu’on peut obtenir
des spectres de photons piqués vers les hautes énergies, ce que je vais montrer dans

la section suivante, en faisant quelques rappels sur les collisionneurs a photons.

4.1.1 Les collisionneurs v

Quelles sont les spécificités des collisionneurs a photons? Contrairement aux
faisceaux d’électrons, on peut obtenir un mode de polarisation .J, = 0 favorable
a la production de particules scalaires, mais aussi a la production de bosons de
jauge longitudinaux [69]. Le mode vy s’avere donc trés intéressant pour ’étude de
la brisure de symétrie dans la théorie électrofaible (que celle-ci ait lieu grace a un

boson de Higgs ou non d’ailleurs).

Pour réaliser des collisions de photons, on envoie un faisceau laser sur un faisceau
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Fig. 4.1: Processus incluant le vertex H?
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Fig. 4.2: Rétrodiffusion Compton

Laser beam
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d’électrons (ou de positrons) a tres haute énergie. Par effet de rétrodiffusion Comp-
ton (€inacViaser — €7), il y a alors “transfert” d’énergie et 1’électron excité par le
laser se “désintegre” en un photon tres énergétique et un électron résiduel de faible
énergie. Si le laser est tres puissant, on peut obtenir la méme luminosité en photons
qu’en électrons incidents, voire plus avec des diffusions multiples mais dans ce cas
on élargi le spectre en énergie des photons. C’est en effet I'inconvénient majeur de
ces collisionneurs, les photons n’ont pas une énergie fixée mais un spectre en énergie

plus ou moins large suivant la configuration du collisionneur.

4.1.2 Les spectres de photons

Pouquoi utiliser la rétrodiffusion Compton plutot que le simple rayonnement de
bremsstrahlung? Par rayonnement de bremsstralhung, la formule de Weizsacker-
Williams nous apprend que les photons émis sont majoritairement de basse énergie
alors qu’il nous faudrait plutét des photons de haute énergie (les processus que
nous avons étudié sont plus intéressants a haute énergie). L’idée de Ilia Ginzburg et
d’autres [70] dans les années 70 a été de produire des photons de haute énergie par

rétrodiffusion Compton (voir fig. 4.2).

Cela fait alors intervenir une fonction de luminosité qui donne la probabilité

d’obtenir une paire de photons d’une certaine énergie a partir de deux faisceaux
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d’électrons incidents. La nouvelle section efficace devient :

5 5 Lo (N \. 7i.
dO’ée()\,)\, 8,...) ~ / dT Z d 77()\727/"’7/"/;7—)
5 T

th/$ =kl

do—’Y’Y(ﬂa W TS, ) (44)

Ol A = £1 (resp. \) représente I’hélicité de I’électron (resp. positron), = £1 et
fi les hélicités des photons qui rentrent en collision (pour une revue de base sur les
problemes de polarisation des électrons a haute énergie, voir [71]). Pour calculer la

fonction de luminosité L., on peut le faire de la fagon suivante (voir [72] et [73]):

7Y

= [T S hw ) (4.5

T

en posant :

FOED) = L1+ fo(ME) + (1 - ) ()

fLO0E ) = A(;;;O) {lix+1—:1:—27“+)\§r:£0{(1—r)(2—x)+rx}}
f(O&x) = A(AZ%) =21 =) = (2 — o)+ (1= )]
r = a/(wo(l— 1))
AN zy) = (1—%—%>ln(1+xo)+%+%—m
- A§[<1+%>ln(1+x°)_g+1jxo_2(1ix0)2]

ou { =& ,& € [—1;1] est le degré de polarisation des lasers qui frappent les
faisceaux d’électrons ou de positrons et zy = Qﬁwlaser/mz est un parametre ca-

ractéristique de la configuration générale des convertisseurs électrons/photons, et
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Fig. 4.3: Spectres non polarisés
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dont la valeur optimale est 4.82 et x,, = z0/(1 + x) est la fraction maximale

de I'énergie totale que peuvent emporter les photons par rapport a 1’énergie des

électrons (positrons) incidents.

Sion représente la fonction 2\/7_'% on obtient 2 courbes dans le cas ou les électrons
initiaux sont non-polarisé et ot les lasers sont tous les deux polarisés & 100% avec

des polarisations de mémes signes ou de signes opposés, et on obtient la figure 4.3.

Si maintenant on prend des deux faisceaux d’électrons polarisés gauches et en
prenant deux lasers 100% droits on obtient les spectres de la figure 4.4. Si I'un des
lasers est polarisé 100% droit et autre 100% gauche, les courbes sont les mémes a

ceci pres qu’elles correspondent alors a des spins inversés par rapport a la figure 4.4.
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Fig. 4.4: Spectres polarisés
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Il faut toutefois prendre tous ces résultats avec prudence parce que l'effet des
diffusions multiples des électrons dans le champ du laser sont encore mal connus et
les spectres que 1'on est censé obtenir a ces énergies élevées ne sont pas définitifs.
Notons encore que l'influence de la polarisation du laser sur la polarisation des
photons produits a été il y a encore peu sujet a polémique [74], bien qu’a mon avis,

ce probleme devrait étre reglé bientot s’il ne I'est pas encore.

Le résultat important qui ressort de la figure 4.4, c’est qu’on peut effectivement
obtenir un spectre en énergie assez peu large et surtout que dans cette configuration,
le pic se situe dans la région des grandes énergies. Par conséquent, si on travaille sur

la base d’un collisionneur et

e~ a 2 TeV, on pourra produire des paires de photons
ayant une énergie voisine de celle des électrons incidents. Cela a donc un sens de
comparer des sections efficaces de processus e™e™ avec des processus 7y comme nous
allons le faire dans la suite. Maintenant que nous avons en quelque sorte fixé nos
conditions expérimentales, nous pouvons donc aborder 'étude de ces processus qui

font intervenir le couplage H? pour chercher comment on peut le mesurer.

4.2 Le processus vy — W W-"HH

4.2.1 Propriétés de vy — WW~

Ce processus simple, calculable aisément a la main a des propriétés intéressantes
qui nous seront utiles dans la suite. La section efficace totale de ce processus tend
vers une limite asymptotique lorsqu’on accroit ’énergie dans le centre de masse.
Cette limite est de environ 80 pb, soit 10 fois supérieure a la section efficace du
processus e"e” — WTW ™ a 500 GeV (voir [75]). Comme la section efficace de
ce dernier processus décroit avec /s, le processus 7y — WTW ™ devient de plus

en plus intéressant au fur et a mesure que l'on monte en énergie. C’est en cela
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que réside 'intérét essentiel des collisions vy par rapport aux collisions e*e ™, pour
des énergies de 500 GeV ou plus. De plus, déja dans la production d’un seul Higgs
par le processus vy — WTW ™ H on s’appercevait que les sections efficaces sont

prometteuses, augmentant comme le logarithme de ’énergie [73].

Regardons plus en détail le processus vy — WTW~. D’un point de vue conser-
vation du spin, on peut séparer le cas J, = 0etlecas J, = 2 (J, est la composante
du moment angulaire le long de 'axe des faisceaux). Dans le cas ou J, = 0, on
vérifie aisément qu’il est impossible de produire un W transverse (T) avec un longi-
tudinal (L) le long de I’axe du faisceau. En fait, dans le cas J, = 0, on peut méme
vérifier que cette amplitude est identiquement nulle dans tous I'espace de phase, ce
qui est une propriété du modele de jauge (a I’arbre). Si on rajoute des couplages
anormaux par exemple (cas d’une nouvelle physique), on peut avoir un élément de

matrice LT non nul en dehors de 'axe des faisceaux.

4.2.2 Analyse du processus en jauge unitaire

Le processus vy — WTW™HH comprend 12 topologies possibles de graphes

qui sont représentées sur la figure 4.5.

Les graphes (1a), (1b) et (1c¢) forment un sous groupe invariant de jauge du fait
de la présence du vertex H? qui ne provient que du terme de potentiel de brisure
de symétrie. Avec toutes les symétries possibles sur ces graphes, on en dénombre au
total 46. On verra plus loin qu’a haute énergie et pour un boson de Higgs relativement
lourd, certains graphes dominent largement les autres; ce sont les graphes dits de

fusion de W qui forment la premiere ligne de la figure 4.5.

On pourrait se contenter de faire les calculs dans la jauge unitaire, seulement

le vertex yWTW ™~ est un peu compliqué, et surtout les propagateurs contiennent
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Fig. 4.5: Différentes topologies intervenant dans le processus yy — WW "HH.
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des termes en k,k,/M?, qui compliquent passablement les expressions. Il y a donc
intérét a changer de jauge, quite a faire intervenir les bosons de Goldstone et donc

a rajouter des graphes.

4.2.3 Intérét de la jauge R¢ non linéaire

Pour simplifier les expressions des graphes on a donc choisi dans un premier
temps de tester les simplications qu’apportent les jauges non-linéaires telles que
celles vues auparavant (chapitre 3, eq. (3.2)). En utilisant cette jauge non-linéaire
et en prenant a = n = £ = 1, les regles de Feynman se simplifient énormément
(voir [48]). En contrepartie, on fait donc intervenir les Golstones et il apparait des

graphes supplémentaires représentés sur la figure 4.6.

Avec les symétries possibles, on obtient 58 graphes supplémentaires, ce qui en fait
un total de 104 graphes. Nous verrons plus loin comment en supprimer 28 ce qui nous
ramenera finalement & 76 graphes (en fait 18 graphes sur lesquels on implémente

ensuite les symétries dans le programme de calcul).

4.2.4 Jauge R; modifiée et jauge de fond

Les calculs dans la jauge 't Hooft Feynman non linéaire que 1’on vient de voir ont
I’avantage de faire disparaitre les couplages yW ¢ mais I'inconvénient de laisser des
couplages YW @¢H qui compliquent les expressions. Pour chaque graphe contenant
un couplage de ce type, on est obligé de créer une routine spéciale de calcul. Les
calculs sont simples pour la plupart des graphes sans Goldstones car ils se calculent
a partir des graphes du processus vy — WTIW ™ en rajoutant juste deux couplages
et deux propagateurs. Il n’y a presque que des symétries a implémenter. Par contre,

I'importante variété de graphes avec Goldstone impose I'emploi de nombreuses rou-



Fig. 4.6: Autres topologies de graphes qu’il faut ajouter dans une jauge renorma-
lisable méme quand le vertex WE@Ty est absent. Dans la jauge que nous avons
finallement choisie, les J derniers graphes sont éliminés.
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tines qui ralentissent beaucoup le calcul numérique. D’ou I'intérét d’essayer de mo-
difier encore la jauge pour éliminer ces couplages “batards” a 4 points. C’est ce que
nous avons fait en rajoutant un terme dans le lagrangien de fixation de jauge qui

devient (voir chapitre 3).

ng =

1 1
—%(3“14“)2 - %(auzu + 77]\4ZX)2

1
~ ¢l @+ igWHW T + i€ My + igmpﬂ? (4.6)

le terme supplémentaire i£H¢" dans le module carré permet d’éliminer exacte-

ment les couplages “batards”.

Nous avons donc effectué les calculs dans cette jauge ou les graphes de type
17, 18, 19 et 20 disparaissent. Les modifications sur les autres graphes sont faibles.
Dans notre cas, il suffit de modifier le vertex qugH qui valait +i(pg — pu), et

se simplifie pour devenir Figpg,,.

4.3 Espace de phase a 4 particules finales

Afin de calculer la section efficace du processus et certaines distributions, il a fallu
construire un générateur d’événements a quatre particules finales compatible avec
la routine d’intégration Vegas. La contrainte étant que ’espace des phases doit etre
exactement parametré par un hypercube de coté 1. Pour quatre particules finales,
le nombre de parametres d’intégration s’éleve a 3n — 4 = 8 et donc I’hypercube sera

de dimension 8.
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Fig. 4.7: Processus virtuel déterminant une cinématique simple & calculer

b2

ki =p

Pour calculer les 4 quadrivecteurs énergie-impulsion et ’espace de phase associé
)
on utilise les relations de récurrence dites “de genre temps”. Le principe consiste a

considérer arbitrairement que le processus suit le graphe suivant :

La figure 4.7 se généralise évidemment pour n particules finales et nous allons

rappeler brievement le principe de la récurrence. Posons d’abords:

ki = pi+...+pi (4.7)

M} = k? (4.8)

pi = mq+ ...+ my (4.9)
Fa(pm?,md) = [ d'pid'pad (v} —m?)

3(py —m3)d* (p — p1 — p2) (4.10)
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Ou Ry est 'espace des phases a 2 particules qui s’écrit dans le centre de masse:

A\L/2 2 .2
Ry(s) = (S’SZ”’m?)/dQ1 (4.11)

avec \(z,y,2) = 22 + y*> + 2° — 2zy — 222 — 2y2. On a alors:

d3p
2y _ n .
- /d 1/d4 n— 1/d4pn = MZ )6 (D — pn— kn1)
(Mn_mn)2
-/ AME  Ra(2, k2 p2) R 1 (M) (4.15)
un 1
(Mp—mn) 9
— / CaME / a9,
”n 1
A2 (My, My, m3) >
SM% Rn—l(Mn—l) (416)

Et on exprime ainsi I’espace des phases a n particules en fonction de espace des
phases a n — 1 particules via ’espace des phases a deux particules. Par récurrence

on obtient la formule générale :

9 M, —my, Ms—m3 1
Rn(Mn):/ /“ AMy 1o dModQ 1A [T P (417)

Hn—1 2
avec Py = \'/2(M2, M2 |, m?)/2M;.

Et enfin, pour calculer les impulsions, il suffit d’écrire que p; = (M;,0) — k; 1
dans le centre de masse de k;. Par récurrence et en incluant les transformations de
Lorentz nécessaires au fur et a mesure, on calcule finalement toutes les impulsions

en fonction des parametres d’intégration.
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4.4 Reésultats

4.4.1 Tests de validité de ’amplitude

Etant donné le nombre important de graphes de Feynman que représente ce
processus, il est important d’effectuer de nombreux tests sur 'amplitude calculée

avant de calculer d’autres quantités (section efficaces totales ...).

Le premier test a effectuer est de vérifier I'invariance de jauge U(1)e, de amp-
litude. Dans la représentation impulsion ou I'on calcule 'amplitude, un changement
de jauge revient a ajouter aux polarisations des photons un quadrivecteur colinéaire
a leur impulsion. L’invariance de jauge sera donc vérifiée si en remplacant les pola-
risations des photons par leur quadrivecteur impulsion, 'amplitude est nulle, ce qui

se teste aisément numériquement.

Ensuite on peut vérifier a I’aide d’'un Monte Carlo les symétries entre les deux W

et les deux H sur leurs distributions en certains parametres et leur énergie moyenne.

On vérifie aussi numériquement que, lorsque les deux W sont sur I’axe du faisceau,
produire a la fois un W transverse et un longitudinal est impossible, de méme que
pour le processus plus simple vy — WTW™ vu auparavant. Les Higgs étant

scalaires, ils ne modifient pas les propriétés de spin.

De plus, on voit sur un Monte Carlo qu’a basse énergie, les interférences entre le
“signal” (graphes contenant le vertex H3) et le “bruit de fond” (le reste des graphes)
sont trés importantes. Il est donc trés important de vérifier leur signe (donc la valeur
du vertex H?) car ces interférences sont destructives. Nous 'avons donc vérifié avec

le logiciel CompHEP sur le processus W*W~ — HH.
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Enfin, le sous groupe H? peut se décomposer en vy — WTW~H suivi de la
désintégration du H en deux autres ce qui donne juste un facteur multiplicatif sur
I’amplitude. On a donc comparé les résultats obtenus sur ce sous groupe en retirant
le facteur multiplicatif, avec les résultats calculés par M. Marc Baillargeon et eux

mémes comparés avec les résultats donnés par le logiciel Comphep[76].

Suite a tous ces tests, nous avons estimé que 'amplitude que j’avais calculée était
correcte, nous permettant ainsi de calculer la section efficace et les distributions en
fonction de /s.

4.4.2 Sections efficaces

L’amplitude du processus vy — WW~HH a donc été implantée dans un pro-
gramme Monte-Carlo, en essayant de I'optimiser pour limiter la quantité de calculs.
Malgré cela, d'importantes erreurs numériques apparaissent vers /s = 4 TeV', dues
principalement aux nombreux propagateurs présentant des pics tres étroits dans
I’espace de phase, et il a fallu adapter le programme qui génere des événements dans
I’espace de phase. Pour réaliser cette amélioration du Monte-Carlo, il faut trouver
ol sont ces pics tres étroits sur lesquels il faudra donc “zoomer”. En étudiant la
distribution angulaire des W produits & haute énérgie dans vy — WTW - HH (voir

figure 4.8), on constate que ceux ci sont produits a tres petit angle.

Et les pics sont de plus en plus fins a mesure que I’énergie augmente. On peut donc
utiliser cette propriété pour améliorer le calcul numérique™ des sections efficaces et
des distributions. En pratique, les variables utilisées par le générateur d’événements

ne sont pas directements les variables géométriques décrivant la direction des impul-

(D Pour réaliser I'intégration sur les variables d’espace de phase, j’ai utilisé le programme VE-
GAS [77] qui réalise I'intégration en plusieurs étapes. Il subdivise ’espace des parametres en grilles
successives qui s’adaptent a la fonction a intégrer. La grille est de plus en plus fine la ot la fonction
a ses plus grandes valeurs.



Fig. 4.8: Distribution du cos(®y ) dans le processus vy — WTW  HH.
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sions des W, mais certaines variables y sont reliées et présentent des pics similaires

dans leur distribution. On a donc fait pour ces variables le changement suivant :

d=1—-0clog"(1+\-c)

(4.18)

en prenant n de 'ordre de 10, A = 1.92 et ¢ = 1073. En toute rigueur il faudrait

faire décroitre o avec I’énergie mais en pratique on peut s’en passer, d’autant qu’il

faudrait connaitre la variation optimale exacte de ¢ en fonction de I’énergie, ce qui

n’est pas tres facile a obtenir. La courbe de section efficace devient alors nettement

moins perturbée comme on le voit sur la figure 4.9.

Sur cette figure 4.9, on a laissé une échelle linéaire verticalement, de facon a mieux

mettre en évidence I’amélioration par rapport a I’ancienne courbe qui est représentée



Fig. 4.9: Amélioration significative de l'intégrateur. La courbe du haut représente
la section efficace ete™ — v, HH, celle du bas ete” — ZHH. Entre les deux et
en pointillé, la section efficace de vy — WTW ~HH obtenue avec un générateur
d’événements non-adapté, et en trait plain avec un générateur adapté. Est aussi
superposée une droite obtenue par fit de la courbe en trait plein.
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en pointillés, mais les courbes suivantes seront en échelle log. En faisant un fit du
nouveau résultat avec une droite, on obtient un trés bon résultat avec un x? de
environ 0.02 (voir figure), mais c’est un leurre et on verra qu’en fait la dépendance
dominante & haute énergie est en log?(y/s/Myy ), comportement qui est obtenu grace
a des fonctions de structure simples qui reproduisent assez bien ce qu’on obtient

numeériquement.

Pour les bosons de Higgs les distributions angulaires sont aussi tres piquées pres
de I'axe du faisceau et si 'on sépare le plus énergétique du moins énergétique (voir
fig. 4.10) on voit que le moins énergétique a une distribution beaucoup plus uniforme
que l'autre. Le moins énergétique est donc vraisemblablement produit principale-
ment par fusion et le plus énergétique par “Higgs-strahlung”. On pourrait envisager
d’utiliser ces distributions pour encore améliorer le Monte-Carlo, ce que je n’ai pas

fait, estimant que nos résultats étaient assez précis pour nos besoins.

On constate sur ces courbes que le double bremstrahlung de Higgs sur un Z est
peu intéressant, car il décroit avec 1’énergie et devient rapidement invisible avec une
luminosité intégrée raisonnable de 100 événements par femptobarns. Par contre, les
processus ete™ — v, 0, HH et vy — WTW™HH ont une section efficace crois-
sante avec ’énergie (méme type de dépendence en ./s) et commencent a devenir
intéressants vers 3 TeV. Le plus intéressant des processus est donc apparemment
ete” — v.v,HH. Pour calculer ce processus, on a aussi de gros ennuis numériques
du fait que le dénominateur de certains propagateurs peuvent étre tres petits. Ces en-
nuis proviennent notamment des propagateurs de Z dans ete” - HHZ — HHv,v,.
En fait, en calculant séparément et e~ — ZHH et en multipliant par le rapport
de branchement du Z en v,7,, on se rend compte que la contribution de ces graphes
est négligeable. C’est pourquoi pour l'intégration numérique, nous avons retiré ces
graphes parasites qui ne contribuent pas de facon significative a la section efficace.
Par contre, nous n’avons pas pu faire le méme genre d’approximation simple sur le
processus vy — WTW™HH, pour lequel nous avons di conserver tous les graphes.

Le résultat final apres améliorations numériques peut se lire sur les figures 4.11
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Fig. 4.10: Distribution du cosinus de l’angle fait par un Higgs par rapport

ceau, dans le processus yy — WYW HH.
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Fig. 4.11: Comparaison des sections efficaces
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et 4.12.

Pour vy — WTW™HH une approximation grossiere est néanmoins possible.
Il s’agit de ne considérer uniquement que les graphes dits de fusion de W, c’est a
dire les graphes qui contiennent le processus W*W~ — HH (graphes de type
1(a), 2, 3 et 11 d’apres la classification des figures 4.5 et 4.6). L’intégration se passe
alors beaucoup mieux et le résultat donne un bon ordre de grandeur de la section
efficace (a4 un facteur 2 prés pour My = 100 GeV et & mieux que 20 % pres pour
My = 400 GeV). Dans cette approximation, on ne considere que des W sortants
transverses (les modes avec un ou deux Wy, sont éliminés). Cette constatation nous
amenera plus loin & décrire ce processus (ainsi que ete™ — v, 7, HH) en termes de

fonctions de structure (chapitre 7).

L’intérét essentiel du processus vy — WTW ~HH parrapport aete — v,0,HH
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Fig. 4.12: Comparaison des sections efficaces
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est que dans notre cas, toutes les particules finales peuvent étre expérimentalement
reconstruites (aux efficacités pres). Les neutrinos eux ne peuvent pas ’étre et donc il
y a un risque important de mauvaise identification du processus physique a 1’origine
des deux Higgs (reconstruits eux grace aux deux jets de quarks b qu'’ils produisent
chacun, lorsqu’il s’agit d’un Higgs de masse intermédiaire). D’autres processus pos-
sibles ont été étudiés par G.V. Jikia dans [78] comme par exemple vy — HH. Ce
processus ne se produit qu’a une boucle, mais néanmoins ce processus est compétitif
a basse énergie. Les sections efficaces sont malgré tout petites a ces énergies et on a
intérét & monter en énergie pour profiter des sections efficaces de ete™ — v, v, HH
et vy — WTW HH. On remarque néanmoins qu'avec un collisionneur & 2 TeV,
vy — HH est le meilleur candidat pour un Higgs lourd (figure 4.12). Notons toute-
fois que ce dernier processus est tres sensible a la masse du quark top qui intervient
dans les boucles, et on aura besoin d’une mesure précise de cette masse pour faire

des prédiction fiables avec vy — HH.
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Fig. 4.13: Dépendance en J, de la section efficace
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4.4.3 Quelques propriétés de vy — WTW-"HH

Regardons maintenant quelques propriétés plus spécifique du processus vy —
WTW-HH, que nous avons étudié assez en détails. Au niveau spin on voit sur
la figure 4.13 que la section efficace dépend peu du spin total entrant le long de
I'axe [Oz) et que l'accord est meilleur & haute énergie. Cela vient du fait qu’a haute
énergie les W sont pratiquement dans I’axe des photons (voir figure 4.8) de sorte que
la conservation du spin se fait directement sans faire intervenir de moment cinétique
orbital et les observables de spin se découplent alors du processus de collision des

photons.

Enfin, si on compare les différents modes finaux, on voit sur la figure 4.14 que la

production de W longitudinaux contribue peu a la section efficace totale. Sur cette
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Fig. 4.14: Contributions des différents états de polarisation des W.
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figure on a représenté orr, ory, et opr, pour Jz = 0. On retrouve bien les résultats
obtenus précédemment pour le processus vy — WTW ™. On s’attend en effet &
ce que les deux Higgs (sans spin) que 'on rajoute modifient peu la structure des

résultats.

Les distributions d’énergie des W sont indiquées sur la figure 4.15. On constate
que lorsque l'espace de phase est assez large /s > 2My + 2Myy, la distinction de
comportement est nette entre les W longitudinaux et les transverses. Ces derniers ont
en effet tendance a emporter le plus d’énergie possible (énergie maximale = /s/2 —
Mp). Les longitudinaux sont eux presque assimilables a des particules scalaires ce
qui fait que leur distribution angulaire est moins piquée autour des petits angles
comme c’est le cas pour les transverses. Un W longitudinal ne pouvant emporter

le moment cinétique du photon incident, le processus cherche a compenser avec du
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moment cinétique orbital et donc des diffusions a grand angle. Et qualitativement,
a grand angle on s’attend a ce que ce W soit moins énergétique. C’est le W virtuel
(celui qui intervient dans le mécanisme de fusion de W, voir graphe 2 figure 4.5) qui
emporte alors plus d’énergie (comme il se couple a des bosons de Higgs, il sera alors

favorisé quand la cinématique lui permet d’étre énergétique).

4.4.4 Nouveaux résultats incluant les spectres de photons

Apres convolution, on se rend compte que les distributions changent peu. Seule
la section efficace totale devient plus faible. Pour le projet de collisionneur NLC qui
pourrait étre poussé a 2 TeV en énergie, la section efficace totale de e ef — vy —
WTW~HH vaut 0.116 fb au lieu de 0.21 sans inclure le spectre. Notons qu’ici nous
nous sommes placés dans le meilleur des cas ou les lasers sont polarisés droits et les
électrons gauches ce qui donne le spectre le plus piqué sur les hautes énergies. Entre
1 et 2 TeV on a les courbes de la figure 4.16 sur lesquelles on peut voir que méme
dans la meilleure configuration de polarisation, on atteind a peine le dixieme de
femptobarns. Et comme avant convolution, les W longitudinaux sortant contribuent

peu comme on le voit sur la figure 4.17.

4.5 Le couplage H*

Maintenant regardons plus en détails comment mesurer le couplage H?3. Pour
cela on introduit un facteur d’échelle hs sur le vertex H? de facon & ce que hy = 1

corresponde au Modele Standard (voir figure 4.18).

La section efficace différentielle s’écrit alors:
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Fig. 4.15: Densité d’énergie des W sortant.
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Fig. 4.16: Sections efficaces de ete™
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Fig. 4.17: Contributions des différents états de polarisation finale en incluant les
spectres de photons polarisés
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Fig. 4.18: Définition du couplage anormal hs.
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Fig. 4.19: Dépendance dans le couplage anormal H? de la section efficace de yy —
WHW HH.
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La partie signal représente le sous groupe invariant de jauge H?, et le reste des
graphes forme le “bruit de fond”. Un tel facteur d’échelle pourrait étre différent de
1 pour un potentiel de brisure de symétrie non minimal. Le premier terme d’ordre
supérieur apporte une correction au vertex H> qui induit un facteur hg différent de
1. La valeur 1 du parametre hg correspond au Modele Standard (voir eq. (4.3)). Si
on regarde I’évolution de la section efficace totale en fonction du parametre d’échelle
on obtient la figure 4.19. On constate sur cette figure que pour une mesure autour
de hy = 1, la section efficace est nettement plus sensible pour un Higgs léger que

pour un Higgs lourd, ce que 'on retrouve aussi dans le mode ete ™.
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Fig. 4.20: Dépendance de la section efficace dans le couplage anormal H>. EWL
signifie ici qu’on a utilisé 'approximation du W longitudinal équivalent pour ap-
prozimer la section efficace (utilisation de la fonction de structure (5.16) qui donne
la luminosité (7.10))
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Pour le processus ete” — v, 0, HH on a en effet le méme comportement (voir
fig. 4.20) et il est bien reproduit par les approximations des Wy, effectifs que nous

traiterons plus loin.

On constate alors qu’une mesure directe de h3 est possible mais difficile. En effet,
les courbes atteignent un minimum puis remontent, du fait que o est quadratique
en hy (voir fig. 4.19 et fig. 4.20). On peut donc s’attendre a deux valeur de hz pour
une méme valeur de o, et la mesure de hz est évidement plus difficile si on est
au voisinage du minimum. Ajoutons a cette difficulté le fait que nous ne pouvons
pas encore anticiper sur la masse du Higgs et que suivant le domaine de masse

considéré, la mesure est plus ou moins simple. Pour cela, sur les figures 4.21 on a
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représenté les différentes contributions a la section efficace en fonction de My (et
en supposant un couplage standard hy = 1). Il est visible sur ces figures que les
termes d’interférences sont tres destructifs tant la section efficace totale est petite
par rapport a celle du “bruit de fond”. Comme on s’y attend, la section efficace totale
décroit avec My a cause de I'espace de phase disponible qui se réduit au fur et a
mesure. Par conséquent, si le Higgs s’averait lourd, on ne pourrait pas espérer avoir
beaucoup d’événements dans les expériences. Il y a néanmoins un effet bénéfique
qui est la dépendence quadratique en My du couplage a trois Higgs. Ainsi, tant que
I’espace des phases n’est pas trop réduit, la partie “signal” augmente rapidement
avec My, et il est alors plus facile de discriminer entre le “bruit de fond” et le

“signal”.

4.5.1 Une observable intéressante

Les sections efficaces qui sont attendues pour vy — WTW~HH et méme ete™ —
v.v,HH sont faibles et il nous semble extremement difficile de réaliser une mesure
convenable de hs a 'aide de la simple mesure de la section efficace de ces processus.
C’est, pourquoi nous avons recherché des distributions dans lesquelles la discrimina-
tion signal/bruit serait plus facile. Nous avons alors trouvé que la distribution dans

*

I'angle ©7F; ;. (défini par la figure 4.22) est un bon moyen d’y arriver.

Pour définir I'angle ©7; ;7,, on se place dans le référentiel du systeme H; Hy et on
prend comme direction de référence p;, + p,, c’est a dire la somme des impulsions
des Higgs prises dans le référentiel du laboratoire. Si la paire de Higgs est produite
a partir d’un seul autre Higgs (ce que nous appelons “signal”), on s’attend a ce que
dans le référentiel propre de ce Higgs initial il n’y ait pas de direction privilégiée de
production pour les deux Higgs finaux qui sont produits par une particule scalaire.

La distribution en cos(©*) est en fait convexe comme on le voit sur la figure 4.23.



Fig. 4.21: Dépendance de la section efficace des deux processus yy — WTW HH
et ete™ = v.v.HH en fonction de My .
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Fig. 4.22: Définition premiére de OF.

=k
pl
p1+ 2

Fig. 4.23: Distribution en cos(©*) dans vy — WTW~HH. A gauche les distribu-
tions pour \/s =1 TeV et \/s =3 TeV. A droite on a \/s =3 TeV mais le couplage
anormal hs prend respectivement les valeurs 0, 0.5 et 1.
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La premiere figure donne l’allure de la courbe pour des énergies de 1 et 3 TeV.
Sur la deuxieme figure sont représentées plusieurs de ces courbes pour des valeurs
différentes de hs (0, 0.5 et 1) et /s = 3 TeV. Cette distribution est intéressante car
si on représente la seule contribution de la partie “signal” a cette distribution, on se
rend compte que celle-ci est plate, ce que I'on a expliqué juste avant. La courbure
de cette distribution est donc due essentiellement au “bruit de fond” (graphes de
double bremstrahlung) et des interférences, ce qui permet de “fiter” plus facilement
la valeur de hz en utilisant par exemple un polynéme pair en cos(©*). En fait,
cette distribution présente une difficulté qui est que, & haute énergie, les 2 Higgs
sont pratiquement d’impulsion opposées et de méme module, ce qui fait que leur
somme est quasiment nulle ce qui rend assez instable numériquement la direction
de référence. On peut néanmoins prendre I’axe du faisceaux comme référence et ce
nouvel angle (que nous nommerons de la méme fagon par abus de langage) doit avoir

des propriétés similaires. Les distributions associées sont montrées sur la figure 4.24.

Avec cette distribution, le rapport signal sur bruit aux extrémités —1 et 1 est plus
mauvais qu’avec I’observable précédente. Mais de toutes facons, comme la statistique
attendue est de I'ordre de moins de 100 événements sur plusieurs années, il parait
difficile d’espérer mesurer hz a4 mieux que 10% pres. Regardons cela plus en détail.
Nous prenons ici comme luminosité intégrée de 300 événements par femptobarns(®.
Notons ici que la statistique dans le mode ete™ peut étre multipliée par 4 si on
dispose de faisceaux polarisés d’électrons. On supposera aussi que 'efficacité de re-
construction des événements & deux Higgs est de l'ordre de 50%. Si on recherche
des événements comprenant 4 jets de b et beaucoup d’énergie manquante on peut
ainsi obtenir la contribution du processus e*e~ — v, HH, et nous obtenons pour
Vs =2 TeV et Mg = 100 GeV environ 68 événements reconstruits. Dans la re-
construction des événements, nous avons supposé que le bruit de fond en v.rv,ZZ2

(ou v, 7,W*W~ sans I'identification du b) peut étre éliminé®. Dans ces conditions,

()Voir P. M. Zerwas dans les proceedings du workshop Annecy-Gran Sasso-Hamburg intitulé
“LC2000: Physics with ete™ linear colliders” (1995).

B)Pour My = 100 GeV les masses invariantes des jets sont facilement identifiables avec celle
d’'un Z, mais la différence de spin entre le Higgs et le Z peut sans doute donner des distributions



Fig. 4.24: Distribution en cos(©*) avec OF considéré par référence a l'aze [Oz),
pour le processus vy — WTW-HH.
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si on exige un minimum de 30 événements et une déviation minimale de 50% dans
le nombre d’événements attendus, on peut exclure le Modele standard si hs < 0.25
ou hz > 3 en utilisant les résultats de la figure 4.20. Dans le cas d’'un Higgs lourd
(Mg = 400 GeV), on ne devrait voir aucun événement si hy = 1, mais quelques
événements peuvent apparaitre pour dhs > 1. Les limites obtenues sont donc tres
larges mais peuvent étre améliorées en utilisant le rapport R (4.20). Nous avons
utilisé la distribution en cos(©*) en incluant pour le processus vy — W W-HH
les spectres des photons. La distribution a en fait les mémes propriétés que si I’'on
n’avait pas inclu les spectres. De sorte que si on calcule le rapport E du nombre
d’événements pour lesquels le cosinus est inférieur en valeur absolue a 0.5, et du
nombre d’événements pour lesquels le cosinus est supérieur a 0.5, cette quantité va-
rie en fonction du couplage H? ce qui est représenté sur la figure 4.25. Le rapport
R est assez peu sensible & une variation de la limite cos(OF) = 0.5 et nous n’avons

pas cherché de ce fait a optimiser cette valeur.

onp (] cos©* < |cosOF|)

R =
onp (] cos©* > |cos OF|)

(4.20)

La précision que l'on est susceptible d’obtenir pour une mesure de ce couplage
est en fait bien meilleure que si 'on s’etait contenté de regarder les variations de la
section efficace, comme le font Ilyin et al. dans [81]. En effet, pour My = 100 GeV,
le numérateur de R contient environ 7 événements pour 60 au dénominateur (pour
ete” — v, HH). Ce rapport présente 'avantage de ne pas étre tellement influencé
par des erreurs systématiques dans la mesure des sections efficaces (problemes de
calibration ...), et nous avons pris comme base de travail que ce rapport pourrait
étre mesuré a 20% pres. Dans cette situation, on peut réaliser une mesure de hs
(hs voisin de 1) a +10% pres dans ete™ — v, HH. Dans le mode 77, il faut
compter que 'on perd environ moitié des événements lorsqu’on prend en compte

les spectres de photons. On s’attend pour My = 100 GeV a en obtenir environ

angulaires différentes pour les jets (voir effet Collins [79, 80]).



Fig. 4.25: Evolution de R en fonction du couplage anormal
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15, et le critere de mesure est donc plus sévere (100% de déviation). Dans ce mode
le résultat est un peu meilleur que les limites extraites a partir de la seule section
efficace de ete” — v, HH, mais néanmoins le meilleur résultat est obtenu en
étudiant le rapport R dans le méme mode ete™. Par contre, le mode vy devient
intéressant dans le cas d’un Higgs de 400 GeV ou les limites que I'on peut obtenir
sont —0.7 < dhs < 0.5. Il y a donc une certaine complémentarité entre le mode ee™
et le mode vy pour un collisionneur a 2 T'eV. Pour finir cette analyse, notons que
le processus a une boucle vy — HH ne permet pas de donner de limites utiles en
dehors d’un Higgs tres lourd My > 600GeV . Pour un Higgs plus léger, ce processus
n’est pas sensible au canal .J, = 0, canal qui nous intéresse pour la désintégration

d’'un Higgs en deux autres Higgs.

4.5.2 En résumé

Dans ces premiers travaux, on a montré que le couplage H? pourrait étre raison-
nablement mesurable dans une machine e™e™ convertible en photons-photons & trés
haute énergie. Etant donné I'arbitraire qui regne encore dans le secteur de Higgs, il
est difficile d’anticiper plus sur les possibilités de reconstruire le potentiel de Higgs.
Nous avons vu que des limites raisonnables peuvent étre données, mais qu’il ne faut
pas beaucoup espérer atteindre la précision du pour-cent sur ces mesures. Ajoutons
enfin qu’apres que nous ayons effectué cette étude, d’autres collaborations se sont

intéressées a ce sujet, confirmant nos résultats [81, 82].

Pour réaliser toutes ces mesures il nous a fallu calculer des amplitudes de pro-
cessus tres compliqués et nous avons montré aussi a quel point nous atteignons
facilement les limites de nos machines informatiques pour ce type de calcul. C’est
d’autant plus frustrant que dans e*e~ — v, 0, HH comme dans vy — WtW HH,
la cinématique semble nous indiquer que les graphes de fusion de W donnent une

contribution largement dominante a la section efficace. Pour vérifier cette idée, nous
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avons fait appel au formalisme des fonction de structure, et en particulier nous avons
utilisé des résultats préliminaires simples [73], et développé de nouvelles fonctions de
structure légerement améliorées. Pour ne pas brusquer les étapes, je vais dans un pre-
mier temps rappeler les notions fondamentales relatives aux fonctions de structure

dans le chapitre suivant.
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Chapitre 5

Ameéliorations des fonctions de

structure

5.1 Considérations générales

5.1.1 La sélection de graphes de Feynman

Dans le chapitre précédent nous avons montré que pour certains processus que
nous avons étudiés, et e~ — v, 7, HH et vy — WTW~H H, des instabilités numériques
apparaissent a haute énergie, dues au fait que des propagateurs dans certains graphes
présentent des pics tres étroits dans ’espace de phase. Ces graphes deviennent donc
apparemment dominants a haute énergie et la question qui se pose alors est de savoir
si ces graphes seuls permettent de décrire assez bien la physique contenue dans ces
processus. Les graphes concernés sont des graphes de fusion de W et on est tenté
d’interpréter ce phénomene en disant qu’a haute énergie, les particules incidentes

“rayonnent” des W qui ensuite fusionnent pour donner une paire de Higgs (pour



86

les processus précédents), ou d’autres particules. Cette interprétation est la base du
formalisme des fonctions de structure que je compte décrire dans ce chapitre, parce
qu’il nous a été utile dans I’étude des processus précédents, et que nous ’avons par

la suite approfondi.

La notion de fonction de structure part d’'une remarque tres générale sur les
amplitudes de diffusion: en effet, celles-ci sont des fractions rationnelles dans les
coordonnées des impulsions externes, et leur dénominateur peut devenir tres petit,
voire peut s’annuler, dans certaines régions de I’espace de phase. Dans ce dernier cas
on a des divergences colinéaires ou infrarouges qui sont le signe d’un domaine ot les
calculs perturbatifs cessent d’étre valides et ou on doit resommer des contributions
a tous les ordres pour obtenir un résultat fini. Un exemple simple de ce genre de
situation est réalisé par le processus e~ 1~ — e~ u~ qui possede une telle divergence
lorsque I'angle de diffusion est nul. Comme notre objectif est ici de rester dans le
cadre du domaine perturbatif, nous ne nous intéresserons qu’aux situations ou cer-
tains dénominateurs de propagateurs sont petits mais non nuls, régularisés par un
terme de masse. Lorque I’énergie mise en jeux dans les processus devient tres grande
devant ces échelles de masse qui régularisent les propagateurs(!), certains propaga-
teurs vont apporter une contribution dominante a la section efficace. Comme ce
comportement ne concerne en général que tres peu de graphes de Feynman parmi
tous ceux nécéssaires au calcul de 'amplitude, I'intuition peut conduire a brutale-
ment réduire le calcul de I’amplitude aux seuls graphes qui contiennent la singularité
intéressante. Nous avons constaté ce phénomene sur les processus ete” — v, v, HH
et vy — WTW~HH dans lesquels les graphes de fusion de W semblent dominants
a premiere vue. Nous en avons déduit que probablement dans ces processus, tout se
passe comme si on pouvait scinder en plusieurs morceaux la probabilité de transition,
en disant qu’on a une certaine probabilité que les particules initiales se désintegrent
en une particule sortante et une particule interne, pratiquement sur couche de masse,
et que ces particules internes fusionnent dans un sous processus dont la probabilité

de se produire sera donnée par sa section efficace. Nous cherchons en quelque sorte

(D est la définition de “limite de haute énergie” dans cette these.
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a exprimer la probabilité de transition comme suit :

Uprocessus complet = /dTD(T) Usous—processus(T) (5]‘)

ol 7 est une variable cinématique qui décrit entierement la configuration de la
premiere désintégration, et D(7) la probabilité qu’a cette désintégration de se pro-
duire. Nous comptons donc dans la problématique des prochains chapitres chercher
les fonctions D pour certains types de désintégrations (elles ne doivent pas dépendre
du sous processus si on veut qu’elles soient universelles), puis tester justement leur
universalité sur un certain nombre de processus, dont en particulier ceux que je viens
de mentionner (ete~™ — v .U, HH et vy — WHW~HH). Pour dériver ces fonctions
de structure, nous allons devoir imaginer un processus générique dont la partie do-
minante a haute énergie peut se ramener par exemple a une série de graphes que l'on
pourrait noter graphiquement par la figure 5.1. Notons que dans un premier temps,
pour jeter les bases de notre formalisme nous ne considererons que la désintégration
d’une seule des particules initiales (pour simplifier). Cette figure 5.1 représente le
graphe qui, nous le supposons, domine a haute énergie. Nous allons donc ensuite ten-
ter de scinder cette amplitude en deux parties (obtenues respectivement a partir des
contributions de M et N'). En prenant le module de amplitude au carré, chacune
de ces deux parties sera alors interprétée comme une probabilité. C’est une démarche
ambitieuse car la mécanique quantique interdit a priori de scinder une probabilité
de transition en un produit (ou une somme de produits) de deux probabilités (a
cause des interférences). Nous cherchons donc & obtenir ce genre de décomposition
de facon approximative. La probabilité que nous calculerons a partir de I’'amplitude
M (voir figure 5.1) sera notée D dans la suite (comme dans I’équation (5.1)) et c’est

cette fonction que nous appellerons fonction de structure.

L’opération de sélection d’un ou plusieurs graphes dans un processus n’est pas

anodine et pose des problemes sérieux des lors qu’on veut garder un sens physique
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Fig. 5.1: Décomposition de 'amplitude dans ses éléments dominants

@ = vertex primaire de désintégration
7(Q) = propagateur de la particule intermédiaire
Me Pout N? = amplitude du sous-processus

\
Pin .
Fas(Q) b= MO\

Ptarget X (particules finales du sous-processus)

aux graphes que l'on conserve, et a fortiori a ’équation (5.1). A ce stade en ef-
fet, nous nous bornons a une constatation numérique, qui est que parmi tous les
graphes calculés, certains vont contribuer plus que d’autres. Mais déja a ce niveau
les difficultés concernant 'invariance de jauge apparaissent. En effet, une idée fausse
que l'on pourrait avoir dans un premier temps consiste a s’affranchir de cette diffi-
culté en déclarant que la méthode fonctionne dans une jauge définitivement fixée.
Mais malheureusement, dés que ’on sélectionne un graphe particulier (et surtout
§'il contient des vertex non-abélien) ce raisonnement ne tient plus parce que tres
souvent, les graphes ont séparément des comportements en énergie catastrophiques
(leur amplitude varie suivant une trop grande puissance de ’énergie /s, voir par
exemple [83]). Il pourrait donc y avoir violation de I'unitarité comme il a été rap-
pelé dans l'introduction de cette these, et I'invariance de jauge garanti en fait que
de subtiles compensations doivent apparaitre entre tous les graphes pour obtenir
un résultat global qui n’augmente pas trop vite avec I’énergie. Par conséquent,
considérer seulement un sous ensemble de graphes ne suffit pas s’ils ne forment
pas un sous-ensemble invariant de jauge. Si ces graphes divergent trop vite avec /s,

il faudra en extraire certains termes, de facon a éliminer ces divergences ultravio-
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lettes. C’est pour cela que dans la dérivation des fonctions de structure, nous avons
choisi une jauge non-linéaire susceptible d’avoir un relativement bon comportement

a haute énergie.

La deuxieme difficulté qui apparait c’est l'invariance de Lorentz(®. L’hélicité
d’une particule n’est pas en effet invariante par transformation de Lorentz. Et si
I’on tient absolument a conserver I'hélicité comme invariante par changement de
référentiel (au sein d’un processus physique), il est nécéssaire que 'amplitude de
transition associée a ce processus soit invariante de jauge. Si en effet on considere
la polarisation 6‘{/\) d’un photon par exemple, avec 1’hélicité A et qu’on opere dessus
une transformation de Lorentz A} appartenant au petit groupe de Poincaré associé

au photon, on obtient :

el (k) = welyy (k) + C - K (5.2)

ou C et w sont des constantes (w est une phase). Dans ce cas, le terme propor-
tionnel a k¥ doit disparaitre dans une amplitude physique, ce qui implique que si
I'on écrit I’amplitude sous la forme ¢#M,,, on doit avoir k#M, = 0. Notons qu’on
retrouve la condition d’invariance de jauge dans le photon grace a l'invariance de
Lorentz. Cela étant, si 'on se cantone a un référentiel bien particulier et figé, il
n’y a pas d’effet secondaire néfaste comme précédement pour I'invariance de jauge
dans les couplages non-abéliens. Ce choix de référentiel est d’ailleurs couramment
employé en QCD avec le repere de “moment infini” utilisé pour étudier des diffu-
sions profondément inélastiques. Fixons nous pour le moment comme référentiel le
centre de masse des particules initiales, et nous verrons a la fin de cette section

(apres avoir dérivé des fonctions de structure explicites) quelques indices (en cours

(2) Cette difficulté est ici inévitable si on s’intéresse & la désintégration d’un photon par exemple,
car celui-ci ne peut pas engendrer deux particules massives réelles. Si on décide néanmoins
d’assimiler les deux particules produites & des particules réelles, alors il est raisonnable d’exiger
que l’énergie du photon soit plus grande que la somme des masses produites, et pour cela il nous
faut de toute facon choisir un référentiel.
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de développement) pour obtenir des résultats invariants de jauges. Les chapitres sui-
vants sont destinées a montrer les résultats de tests que j’ai effectué sur ces fonctions

et & une discussion sur leur domaine de validité.

Cette étude, rappelons le, a été menée a partir de celle sur le couplage a trois
Higgs dans laquelle nous avons remarqué que les graphes de fusion de W semblaient
devoir étre dominants. C’est pour cette raison que dans ce chapitre et les suivants
nous chercherons principalement la probabilité qu'un photon se désintegre en deux
W, et en distinguant les différents modes de polarisation possibles pour les W.
Contrairement au cas ou ce W est issu d'un quark ou d’un électron, le cas du
photon incident a été peu étudié. Pour le photon, des problemes d’invariance de
jauge apparaissent de facon plus cruciale que lorsqu’on a un fermion incident et un
fermion sortant. Pour les fermions en effet on a pratiquement un courant conservé,
autrement dit I'identité de Ward M*Q, = 0 (voir figure 5.1) est quasiment vérifiée,
ce qui permet d’éliminer le terme proportionnel & Q*Q”/M3?, dans le propagateur

du W (qui dépend de la jauge).

5.1.2 Principe de décomposition de Pamplitude

Maintenant que nous avons défini I'objectif a atteindre, reprenons pour y arriver
la définition de la section efficace totale d'un processus tel que celui de la figure 5.1

qui s’écrit®

1 AP,
Aoy = —— My =2 (27)45* Dr = Din — Praree dp
! 4(pm : ptarget)| ! t| 2P(9ut(27r)3( ) (; ! targ t) fg( f
1 |'/\/lu'/\/-ll|2 dﬁout 4
- 271' (54 Pfr — DPin — Ptarge dﬁ
4(pm . ptarget) (Q2 - MI%V)2 2P00ut(27r)3( ) (; f targ t) fg{ f

3 5
(3)dﬁf = % et f € X signifie que f est une particule issue du sous-processus.
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(5.3)

Din €t Diarger désignent ici les impulsions de chaque faisceau. Implicitement, la ter-
minologie signifie que seule la désintégration de la particule d’impulsion p;, sera prise
en compte par une fonction de structure, I’autre faisant partie du sous-processus.
Dans un deuxieme temps on étudiera le cas ou les deux faisceaux incidents donnent
lieu a une désintégration primaire, dont le produit déclenche un sous-processus.
Dans ce cas la cinématique est plus complexe, ¢’est pourquoi je préfere ici considérer
d’abord le probleme le plus simple. Pour séparer en deux 'amplitude, et obtenir d’un
coté la contribution du vertex initial (qui va étre identifié a la fonction de struc-
ture), et d’un autre coté la contribution du sous-processus, nous allons re-exprimer
le tenseur du propagateur comme une somme de produits tensoriels de polarisations.
Bien entendu, cette décomposition dépend de fagon critique de la jauge choisie qui
détermine la forme tensorielle du propagateur du W, et par exemple dans I’équation
précédente (5.3), nous avons implicitement choisi la jauge de 't Hooft-Feynman.
Dans cette jauge le tenseur en question se réduit a g, ce qui alors permet d’utiliser

les polarisations suivantes pour le W interne:

d= L = L (Q" ~Qsina) cos(p), ~Qsin(a) sin(g), @ cos()
¢ Q? = (@)
Elh=t1) = %(0, hcos(a) cos(p) — isin(p), hcos(a) sin(p) + i cos(p), hsin(a))
o= L (Q,~Qsin(a) cos(¢), —Q"sin(a) sin(p), Q° cos(a))
Q2 — (Q)?

(5.4)

olt @ est le module de I'impulsion, Q° I’énergie, a > 0 est 'angle que fait
I’impulsion Cj avec le faisceau, h est I'hélicité du W et ¢ est I’angle de la pro-
jection de I'impulsion sur le plan perpendiculaire au faisceau, par rapport a un axe

Oz fixé dans ce plan. Ces polarisations vérifient donc ¢; - &, = —1 (i = 0,+1),
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g3-&3=1leteg;-Q =0 (: = £1,3). On obtient alors la décomposition suivante
G = —E0E) —efEy —e,6, + ). Le fait que le mode longitudinal soit normé
differemment des autres vecteurs n’est pas surprenant. En effet, puisque £ o @
est de norme négative dans notre cas, la simple application du théoreme d’inertie
de Sylvester™® impose que deux autres vecteurs sont normés négativement et un
troisitme positivement (ici £3). Dans la jauge unitaire ou la jauge de Landau, on
obtiendrait un coefficient différent pour €° dans la décomposition du tenseur du
propagateur. £° étant proportionnel & 'impulsion @, on cherchera 3 s’en débarasser
car cette polarisation provoquerait dans I’amplitude des divergences dont on ne veut

pas. L’équation précédente devient alors:

dow. — Sopp (—1)2ma s (M- g MY (A - e®) (M- 2B (N - D) )
e 10m) P~ M)

p%,vdpwd(cos(ﬁ))dgo dl sup

(5.5)

dl s, représente ’élément d’espace de phase du sous-processus. A ce stade de la
décomposition, nous nous sommes ramenés au numérateur de I’expression au produit
de deux matrices densité. Avant d’aller plus loin, il va falloir choisir des variables
cinématiques bien adaptées au calcul de (5.5). Bien adapté cela signifie que les
variables utilisées peuvent décrirent indépendamment la désintégration primaire et
la section efficace du sous-processus. Le choix des variables cinématiques détermine
donc la ou les variables dont dépend la fonction de structure, et nous devons donc
faire un choix avant de pouvoir intégrer sur certaines variables dans (5.5) et afin
de nous ramener si possible a une expression de la forme de (5.1). Il est important
ici de bien définir nos variables étant donné 'importante disparité qui existe dans
la littérature sur ce sujet, et de facon a éviter des confusions. Comparons donc

des conventions plus anciennes avec d’autres que je propose pour la dérivation des

(Y)Ce théoreme montre que le nombre de valeurs propres positives et négatives d’une matrice
représentant une forme hermitienne ne dépend pas de la base choisie pour ’exprimer.
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fonctions de structure.

5.1.3 Bref rappel sur les variables cinématiques

Il est important de rappeler quelques conventions de notations qui seront utiles
dans la suite, c’est a dire celles de Altarelli and Parisi (voir [84]) et de Dawson
(voir [85]). Les conventions que je préfere et que donc j'aurai le plus utilisé sont
voisines de celles de Dawson. L’impulsion de la particule incidente est notée p;,
(celle de la particule qui arrive dans le sens opposé pour rentrer en collision avec la
premiere est naturellement notée pig,qe:), celle de la particule réelle sortante (souvent

appelée particule spectatrice) est notée P,,;, et () désigne I'impulsion du W virtuel®,

W+a(Pout)
fyu(pin)
W(Q)
a la Altarelli-Parisi
pin = P(1,0,0,1)
pr|
P, = 1—2)P+ ———,p7r, (1 — 2)P
! <( AP+ oq P t=2)

(5)Par anticipation avec ce que nous verrons dans la suite nous considérons le cas du photon qui
se désintegre en un W™ réel (spectateur) et un W~ virtuel (interne). On peut tout aussi bien
considérer le méme parametrage pour un fermion qui se désintegre en un W virtuel et un fermion
spectateur.
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Q = (ZP—F%,—ﬁT,ZP)

1 » + ih T
en(Q) = ﬁ<0,1,ih,—%> (et similairement pour £(P,,)) (5.6)

Cette fagon de paramétrer les impulsions avait pour application des quarks légers
ou des gluons'® dans la théorie d’Altarelli et Parisi [84], et son objectif était de re-
garder des comportements a faible impulsion transverse. Nous verrons que nous
serons nous aussi contraints de nous limiter a de faibles impulsions transverses a
cause de la non-invariance de jauge des calculs. Notons que dans (5.6) la conser-
vation exacte de I’énergie n’est pas respectée et la particule intermédiaire est aussi
considérée sur sa couche de masse (qui est nulle pour les quarks et gluons étudiés
par Altarelli et Parisi). Altarelli et Parisi appliquent ce parametrage a la limite a
angle de diffusion nul ou des sigularités apparaissent pour z petit, qui sont traitées
a l'aide de distributions. Lorsqu’on s’intéresse a des W, la masse présente dans le
propagateur rend ’amplitude moins singuliére et considérer le W vraiment on-shell
comme le gluon dans (5.6) se justifie moins. En effet dans le cas du gluon, on n’a
pas d’échelle de masse et |Q?| < s est le critére qui permet de prendre le gluon
on shell. Pour le W par contre, une condition “forte” pour I’approximation on-shell
serait |Q% — M2,| < M3, qui n’est jamais vérifiée, et on a seulement |Q? — M3, | < s
qui est une approximation plus grossiere. De plus, ’application pratique de ce for-
malisme pour z tres petit ne peut pas fonctionner si on fait aussi I’approximation
des petits angles de diffusion pour le calcul des polarisations (comme le font Alta-
relli et Parisi). En effet, cette approximation peut étre trés bonne pour la particule
“spectatrice”, mais pour la particule virtuelle, z petit signifie aussi grand angle de
diffusion (si zP est du méme ordre que I'impulsion transverse) et ’approximation
des petits angles sur la polarisation ne se justifie plus. Dans les premiers calculs de
fonctions de structure que nous avons effectué nous avons considéré un parametrage

sans les approximations des équations (5.6), et nous avons pris plutot :

(®)Dans tous les cas que nous avons traité, les particules incidentes sont sans masse ou de masse
)
négligeable, de sorte qu’on a dans le référentiel du centre de masse P = +/s/2.
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Pin = P(1,0,0,1)
Poy = <\/M5V+p%+(1—Z)2P2,ﬁT,(1—Z)P>

Q = <P — JMZ £ p2 4 (1- 2P, —r, zP) (5.7)

et des polarisations exactes pour les trois particules, y compris la virtuelle pour
laquelle on utilise (5.4) (parameétrées en termes de pr, z et P). On notera aussi la
présence dans ces formules de My, qui n’avait pas lieu d’étre pour les particules de

masses nulles considérées par Altarelli et Parisi.

a la Dawson

Din = P(laoaoal)
Pout = (Eapoutﬁ(ea(p))

@ = (sryar—imm) 59)

ou 71 est un vecteur unitaire dans la direction (0, ¢) de la particule sortante, et i’
est un vecteur unitaire dans la direction de 'impulsion pj, — ﬁout (qui fait Pangle —«
avec le faisceau). Dans ce cas-ci, appliqué a la production de W par des quarks légers
(E =~ pou), le parametre essentiel n’est plus la fraction d’impulsion projetée sur
I'axe [Oz), mais plutot la fraction d’énergie qu’emporte le W par rapport au quark
incident. Dans Particle associé [85] sont dérivés les fonctions de structure du W dans
les quarks légers en utilisant la méthode dite de I’Approximation du W Equivalent
(notée EWA). Dans cette approximation on ne s’intéresse qu’aux diffusions a petit
angle, et on admet que la virtualité du W, Q* — M3, est suffisamment petite pour

que le W puisse étre considéré comme réel. Cette considération un peu vague peut
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étre implémentée de plusieurs facons. La méthode de Dawson consiste a casser la
conservation de ’énergie-impulsion au vertex ¢ — ¢’ + W et de projeter 'impulsion
Pin— Pou sur la couche de masse du W, ce qui conduit a I’expression ci-dessus pour Q).
Une autre fagon de faire que je considére plus physique est celle développée dans [86]
ou la conservation de I’énergie-impulsion est respectée au vertex initial, mais ou
néanmoins la section efficace du sous-processus est calculée sur couche de masse
avec pour énergie la masse invariante des deux particules incidentes. Une différence
importante est que dans la formulation de Dawson, le seuil d’énergie transmissible au

sous-processus est beaucoup plus grand que dans la formulation de la référence [86].

Le parametrage que j’ai utilisé

pn = P(1,0,0,1)
Poir = (Eout, PoutT(0, ¢))
avec Epyy = P(l4+ec—17) et pow = P\/m
Q = pin— Pour = (P = Bout, PE = poui)
= P(r — e, —V\sin(f) cos(p), —VAsin(8) sin(¢), 1 — vV Acos(6))
(5.9)

—

avec k vecteur unitaire dirigé selon [Oz), i est un vecteur unitaire dans la di-
rection (6, ) de la particule spectatrice, e = MZ2,/s (= M3 /s ici) et T = §/s <
(1 — /2)* (de fagon récurrente dans cette thése nous noterons § = M% = la masse
invariante produite dans le sous-processus). A(z,y, z) est la fonction qui intervient

dans le calcul de espace de phase & deux particules, c’est a dire A = (z+y—z)?—4xy.

Si on se place dans le cadre d’un collisionneur linéaire & /s = 2 TeV, ¢ = 0.00161

et on peut souvent dans les calculs faire 'approximation ¢ — 0. Néanmoins il faut
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étre prudent, et il peut apparaitre dans le cours des calculs des termes en /e = 4%.
Cette valeur apparait dans le domaine de variation de 7, et peu constituer un pole
apparent, dans les fonctions de structure. Ce pole ne correspond pas a un phénomene
physique et si 'on prend soin de bien regarder le numérateur des expressions, on
s’appercoit que ce pole disparait, et les fonctions de structure que 'on calcule sont
bien continues en 7 = /2. Cela rend néanmoins le passage a la limite ¢ — 0 difficile.
Nous verrons ce point plus précisément lorsque nous arriverons au calcul explicite

des fonctions de structure.

5.1.4 Relations entres les trois parametrages

r = T—¢ (5.10)

z = 1—4/A(1,e,7)cos(f) (5.11)

La premiere relation montre que le parameétrage présenté en (5.9) est trés voisin
de celui de Dawson, puisque nous nous intéressons a de tres petites valeurs de . La
seconde montre que le parametre z d’Altarelli et Parisi ne va pas convenir si I'on
s'intéresse a des impulsions transverses non-nulles. En effet, pour calculer la section
efficace totale du sous processus, on a besoin comme seul parametre de I’énergie
dans le centre-de-masse des particules incidentes, ou bien de la masse invariante
des particules finales (qui lui est égale comme D'exige la conservation de 1'énergie-
impulsion). Par conséquent le parametre vraiment pertinent pour calculer la section
efficace du sous-processus c’est M% = 3, ou encore §/s = 7 pour travailler avec des
nombres sans dimension. Une fois cette remarque effectuée, la fonction de structure
est quasiment contrainte d’étre définie en utilisant le méme parametre de facon a
pouvoir faire le produit de convolution de ces deux fonctions, qui constitue le coeur

du formalisme des fonctions de structure tel qu’il est présenté dans la littérature.
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En utilisant donc le parametre z pour décrire la fonction de structure, le produit
de convolution n’est a prior: plus possible car dans la relation précédente intervient
cos(f), sur lequel on est censé avoir déja intégré. Néanmoins on peut envisager
d’amménager le formalisme des fonctions de structure en définissant une fonction
de structure comme ayant deux variables cinématiques et en écrivant par exemple

(voir notations eq. (5.6)):

Uprocessus complet — /dZ / dﬁT D(Z,ﬁT = pT/P)Usous—processus(T) (512)

avec T = 1+6—\/(1—z)2+1§%+4e (5.13)

Ot la fonction D est la fonction de structure dans ce formalisme. Cette définition
est tout a fait pertinente et c’est essentiellement pour nous conformer a ce qui existe
déja dans la littérature que nous allons chercher plutot a obtenir une expression de
la forme de I"équation (5.1). Comme il n’est pas possible de ramener la premiere
définition & une seule intégrale de la forme (5.1), ces deux définitions ne sont pas
équivalentes, mais on peut quand méme remarquer que dans la limite ¢ — 0 (grande
énergie) et pour des angles de diffusion petits (# — 0) on a z = 7. On peut donc
s’attendre dans beaucoup de cas a ce qu’on ait peu d’écart entre ces deux définitions,
c’est a dire D(z,pr) ~ D(7)d(pr)-

5.1.5 Quelques difficultés

Pour obtenir un résultat qui ne dépende que de la section efficace du sous-
processus (éléments diagonaux de la matrice densité), il nous faut discuter sur les
termes d’interférence (7 # 7'), qui doivent étre négligeables pour que le formalisme
des fonctions de structure ait un sens (exprimé comme dans l'eq. (5.1)). Le point

important que je voudrais signaler ici est que ces interférences sont bien présentes
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mais que dans certaines situations on peut les négliger. Dans le cas ol on ne peut
pas les négliger, alors on doit adopter un autre formalisme de fonction de struc-
ture qui en tienne compte. Le cas des W dans les fermions a été traité depuis déja
longtemps (voir [87, 88, 89, 90]), et il en ressort qu’on peut en général négliger les
interférences entre mode longitudinal et modes transverses. Par contre les deux po-
larisations transverses interferent et on a alors intérét a prendre une moyenne sur

ces polarisations.

Si on écrit pour les fermions légers, en sommant sur les polarisations des fer-

mions:

(MY M -2T) o trlp, H(T)B 2 ()]
= 4[(pm : S(T))(pout : 5(7—,)) + (pout : S(T))(pin ' 5(7—,))
—(Pout * Pin) (£(7) - £(7))] (5.14)

on peut évaluer numériquement le rapport entre les éléments diagonaux et non-
diagonaux(”. De méme pour le cas v — WHW~ pour lequel j’ai effectué le calcul
en jauge de 't Hooft-Feynman. Les interférences sont représentées sur la figure 5.2
en fonction de l'angle de diffusion du W spectateur et du parametre 7. Sur cette
figure on a représenté en haut le cas v — WTW ™ et en bas f — f'TV, avec a gauche
M?(1,—1)/M?(1,1) et & droite M?(1,1)/M?*(1,L) ®.

La région cinématique qui domine dans les processus que nous étudions ici est la
région ou cos(f) est proche de 1 et 7 de ordre de ¢ = M3, /s ~ 0. Or on constate

justement dans cette région que les éléments diagonaux et non-diagonaux sont de

("La polarisation proportionnelle & I'impulsion n’intervient pas ici dans la mesure ol on a
considéré les fermions de masse nulle, et que par conséquent le vertex primaire correspond prati-
quement & un courant conservé, autrement dit Q#.M, = 0.

GM2(\N) = Z/\WJ\WJr My = WHW=(A)M(y = WHW=(X)* (et similairement pour ¢ —
qw)
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meéme ordre de grandeur. Avec toutefois une différence pour I'interférence entre W
transverse et W longitudinal qui est petite par rapport aux éléments diagonaux
transverses, mais ce n’est vrai que sur une petite plage angulaire (moins de 10
degrés). Il faut par conséquent faire attention avant de négliger les interférences, et en
cas d’ambiguité, il faut tenir compte du sous-processus qui peut lui aussi sélectionner

un mode de polarisation plutot qu'un autre, comme le mentionne Dawson [85].

Parlons maintenant un peu du facteur de flux que nous allons utiliser pour calculer
la section efficace du sous processus. Il n’y a pas vraiment une fagon unique de définir
ce facteur, et son calcul est plutot de 'ordre de la recette. Par exemple, on peut
utiliser le produit des énergies incidentes (comme on l’écrit parfois dans le centre
de masse des particules incidentes). Ici, pour commencer je vais plutdt prendre
une définition covariante de ce facteur. La définition choisie est donc simplement le
prolongement de la définition usuelle au cas ou I'une des impulsions (ou les deux)

n’est pas de genre temps, c’est a dire précisément :

F= ! (5.15)

4\/(Q ' ptarget)2 - Q2p%arget

On peut montrer facilement que cette expression est bien définie a partir du
moment ot on a la condition (Q + prarger)? > so > 0 (méme si p7,,.., < 0), condition
de seuil qui permet de déclencher le sous processus. Notre objectif étant de définir
des fonctions de structure qui soient indépendentes de la particule qui arrive dans le
sens opposé, on sera amené a négliger la masse de cette particule (m = y/piyrger), ce
qui néanmoins restreint un peu le champ d’application de nos fonctions de structure.

Le facteur de flux devient alors: F~!' =4Q - piarger = s(1+ 7 — € — VAcos(6)).
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Enfin, avant d’aller plus avant dans la dérivation des fonctions de structure,
il nous faut mentionner une question importante et encore ouverte: quelle est
Pinfluence de la projection sur couche de masse du sous processus. Autrement dit,
dans quelle mesure fait-on une bonne approximation en calculant 1’élément de ma-
trice S du sous-processus comme s’il s’agit d’un processus physique? Une premiere
indication du fait que cela peut causer des ennuis est donnée par Kleiss et Stir-
ling [91]. IIs montrent en effet que lorsque une amplitude contient des vertex non-
abéliens, et qu'un boson vecteur externe n’est pas sur sa couche de masse, alors
le comportement a haute énergie de cette amplitude peut violer des contraintes
d’unitarité de la matrice de diffusion!”). Le fait que ces divergences apparaissent
n’est pas surprenant. C’est le signe clair que 'amplitude que 1’on tente de calculer
off-shell dépend de la jauge choisie pour la calculer. Si 'on regarde le processus
complet (en incluant la particule spectatrice, sans faire I’hypothese qu’elle provient
d’une désintégration initiale que 'on pourrait isoler), les graphes que nous avons
négligés ici vont compenser ces divergences qui n’apparaissent plus dans le proces-
sus physique. Prenons un exemple connu depuis longtemps, détaillé par Hagiwara et
al. (voir [92]) avec le processus ete™ — e 1, /W T. Ce processus comprend 8 graphes
dont 4 graphes d’annihilation ete™ que l'on peut immédiatement négliger car ils
forment un sous-ensemble de graphes invariant de jauge, dont la contribution est
petite a haute énergie. Parmi les 4 graphes restant, on s’attend a ce que deux seule-
ment suffisent a reproduire convenablement la section efficace totale. Dans ces deux
graphes, I’électron initial rayonne un photon qui fusionne avec le positron pour don-
ner un W et un neutrino ( c’est en fait le sous processus y*et — Wy, qui est
composé de deux graphes). Lorsqu’on regarde la distribution en log(—¢?) ol ¢* est
I'impulsion du photon virtuel, on constate que 1’écart important qui peut exister
entre le calcul exact de la section efficace et I’approximation qui consiste a se limiter

aux deux graphes précédent vient des grandes valeurs du transfert —¢?. En brisant

(®)Notons que dans le cas d’un sous-processus 2 — 2, on peut parfois se ramener pratiquement
un processus on — shell en observant que dans la relation s +¢ +u = Y. m? les transferts ¢ et u
interviennent en général dans des régions de ’espace de phase disjoints. De sorte qu’en modifiant
une des masses cela revient a modifier ¢ ou u. On sait que dans la région ot ¢t domine on pourra
modifier u sans trop de perturbation. On peut montrer que cela revient a effectuer une rotation
sur 'impulsion sur laquelle on a modifié la masse. Je n’ai pas beaucoup approfondi cette idée.
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I'invariance de jauge, on fait donc apparaitre d’énormes contributions aux grandes
valeurs de transfert, ou encore a grande impulsion transverse ce qui revient presque
au méme. Cette observation nous conduira dans la suite a imposer une limitation sur
la valeur du transfert ce qui est une premiere limitation du formalisme des fonctions
de structure (ici pour le contenu en photon de I’électron, mais aussi pour le contenu
en W de D’électron ou du photon). Dans le cadre de I"approximation du photon
équivalent [93, 94] qui a été utilisée par Hagiwara et al. pour ee™ — e v, W™, la
prescription utilisée est de limiter le transfert a “I’échelle caractéristique du sous-
processus”. Cette échelle caractéristique est définie de facon un peu subjective dans
le cas général. Mais néanmoins, si le sous-processus comprend un graphe de type “ca-
nal t”, I’échelle caractéristique est définie comme étant la plus petite valeur que peu
prendre le dénominateur du propagateur impliqué dans ce graphe. Si ce graphe com-

4

prend plusieurs “voies t” alors il existe une hierarchie en transfert comme mentioné
dans [95] (dans le cas de QCD). Si par contre le sous-processus est essentiellement
un processus d’annihilation (par exemple W*W~H), alors la seule échelle dont on
dispose est la masse du Higgs. Nous verrons plus loin dans les tests que nous avons
conduits relativement a la production de Higgs lourd par fusion de W, que cette

échelle est assez pertinente.

5.2 Dérivation des fonctions de structure

5.2.1 Comparaisons des fonctions de distribution en W dans

un électron ou dans un photon

Des fonctions de structure relativement simples ont déja été calculées pour les W
dans des fermions légers. [96, 85, 97, 98]. Les auteurs de ces articles s’intéressaient
essentiellement a la brisure de symétrie, et il est alors tres utile de disposer de la

fonction de distribution du W longitudinal dans diverses particules. C’est en effet
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(19, Dans

ce mode de polarisation du W qui se couple le plus a une particule scalaire
"approximation du W équivalent (EWA) qui était utilisée pour obtenir ces fonctions
de distribution, on considere le W interne comme étant sur couche de masse et on
s’intéresse aux diffusions a petit angle. En faisant I’approximation la plus grossiere

on obtient pour un électron non polarisé:

a 1—z

Dy, /e(2) (5.16)

drsd, 2

ou z est la fraction d’impulsion longitudinale emportée par le W (voir eq. (5.7)).
Dans l'optique du collisionneur LHC, de nombreuses versions de fonctions de struc-
ture ont été développées avec différents raffinements. Dans un article récent [99] on
trouve une comparaison entre différentes fonctions de structure. Toutes ces fonc-
tions s’accordent lorsque 1’énergie transmise n’est pas petite (les effets de masse du
W sont alors vraiment négligeables) mais le désaccord a tres bas transfert d’énergie
se situe sur plusieurs ordres de grandeurs (voir figure 5.3). Or, lorsque nous avons
étudié le couplage H?, nous avons pu constater que la distribution en énergie du sous
processus domine pour de petites valeurs de ’énergie (voir plus loin figure 7.10). Le
désaccord entre ces fonctions de structure a faible transfert d’énergie risque donc
fort d’influer lourdement sur les résultats prédictifs, c’est a dire sur la convolution

de ces fonctions avec différents sous-processus.

La fonction de distribution des W}, dans le photon a été étudiée récemment [96,

73, 100]. Sa dérivation a été effectuée en calculant le processus YW — W H [73, 96],

(10)Cest d’ailleurs I'intérét d’un collisionneur vv de produire un grand nombre de paires de Wi,
virtuels qui fusionnent. C’est pourquoi nous nous sommes concentré sur les fonctions de distribu-
tions dans le photon et que nous nous bornerons & un bref rappel sur le cas des électrons. Nous
n’avons rien apporté de vraiment nouveau sur ce dernier cas.
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Fig. 5.3: Fonctions de structure décrivant le contenu en W dans le proton (figure
issue de [99]). La convolution avec les fonction de distribution des quarks dans le
proton a été faite sur ces courbes. La variable z utilisée ici correspond exactement
au parametre 7 défini eq. (5.9)
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mais il est a noter que ce sujet est encore tres nouveau et encore peu étudié en détail.
Cette question est beaucoup plus complexe a cause des problemes d’invariance de
jauge qui se rajoutent aux effet de masse déja présents dans le cas de 1’électron.
En effet, si on néglige la masse de ’électron, le vertex V# = V(ev, W (k)*) est
pratiquement un courant conservé (k,V* ~ 0) et cette simple identité de Ward suffit
pour considérer la désintégration de I’électron en neutrino et W comme quasiment
un processus physique. Le cas du photon comporte un vertex non-abélien et on n’a
plus affaire a un courant conservé. Les résultats simples qui ont été obtenus alors
s’averent efficaces dans de nombreux cas bien qu’il ne faille pas étre trop exigeant

sur les qualités prédictives de ces fonctions.

On peut distinguer deux situations différentes. La premiere correspond a un W
spectateur transverse et la deuxieme prend en compte un W spectateur longitudinal.
Ce terme n’existe pas si on a un électron dans I’état initial a la place du photon.
Finalement, a une constante multiplicative prés on obtient la méme fonction de

structure que dans le cas de Iélectron [73]:

(5.17)

Dans ce cas, le photon transfere son hélicité au W spectateur. La grande différence
avec I’électron est que la probabilité d’obtenir un W;, est la méme quelle que soit
la polarisation du photon, alors qu’une seule polarisation contribue pour 1’électron.

On peut donc écrire la fonction de structure non polarisée:

(Wout) a]_—z
DWLTé’Y ( ) = —

(5.18)

T Z

La fonction de distribution ayant un Wp, spectateur a été dérivée en scindant le

processus YW, — W H. Notons que le terme —2 dans la fonction de distribution
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eq. (5.19) est particulier au processus choisi. On le remplacera dans la suite par —1
qui est plus universel (on le constate sur d’autres processus que YW, — WH). Avec
un W;, spectateur il a été montré [73] que "approximation n’est pas trop mauvaise
pour vy — WHTW~H dans le cas d'un Higgs lourd (Mg > 400 GeV'). Nous avons

confirmé ces résultats dans la suite (figure 7.8).

(wgu) az(l-2) 2
DY) = 207 (2 (5.19)

Ot Q2 est une valeur typique de Q* pour le sous-processus, dans le méme esprit
que Hagiwara et al. dans[92] comme on I’a rappelé dans la section précédente. Méme
en considérant le comportement logarithmique en Qz, cette contribution reste petite
en comparaison avec le cas d’'un Wy spectateur dont le taux de production est un
ordre de grandeur plus grand a haute énergie. De sorte que dans la suite, nous nous
intéresserons plus souvent au cas d’un W spectateur transverse et en particulier pour
le processus vy — WTW~HH avec deux Wy sortant (voir ’étude sur le couplage

H3), et aussi a e"e” — v, HH qui a des propriétes équivalentes.

A partir de ces résultats, essayons d’approfondir la dérivation des fonctions de
structure. Dans un premier temps on peut débuter le calcul des fonctions de structure
d’une fagon assez grossiére (en éliminant des que possible la masse du W). Pour cela
nous avons calculé le vertex YW W™= avec un W en dehors de sa couche de masse,
et ses vecteurs de polarisation sont prolongés a 1’aide de la base vue en début de
chapitre (eq. (5.4)). En utilisant les variables de Altarelli et Parisi (voir eq. (5.7)) on
obtient ce résultat pour 'amplitude (), désigne la polarisation du photon incident,
Aout la polarisation du W spectateur et \* la polarisation du W interne, z est la
fraction d’impulsion longitudinale emportée par le W interne et y = 1 — 2, et pr
est le rapport de I'impulsion transverse du W spectateur sur 1’énergie du photon

incident) :
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)\'y)\out _

ou A* P —Zz
pT \, A (PF — 2y)
V2 V2 + Y2 + %

( Ao Aout? ) b Dot (1+7A7A*y )} (5.20)
Y2+ pA \/ 22 + pa \/ 22 + p2 Y2+ pE

2 Aou .
ﬁpT{A7 — Nowt\?) + y(1+)\7)\out)+ Zt(1+)\7)\)} (5.21)

avec pour le vertex YW W™ I'expression suivante (voir annexe B):

—ie [gozﬁ(p— - p-l—)u + 2(kaguﬁ - kﬁgua)] (5'22)

Notons qu’on retrouve une expression semblable a celle d’Altarelli et Parisi [84]
dans le cas du vertex a trois gluons. Détaillons maintenant un peu l'amplitude

M(y — WTW, ). Avec les notations de Altarelli et Parisi on obtient cette fois:

ieP? Ay Aout (1 — 2) ( Ew-  |pw- >
Mo, dowe = R 2 — 5.23
Aodot T Q2 ( (1—22+42) \Bw| P (5-23)

La derniére parenthése provoque un mauvais comportement a haute énergie (ou
bien M — 0) que I'on peut éliminer en écrivant que e*(Q) = Q"//—Q?% + s* =
(e%)"(Q) + s* (ici s* — 0 quand P — oo ). Cette parenthese peut se re-écrire :

Pa

QW + (py - s)] (5.24)

ce qui donne finalement dans la limite pr < 2:

le lﬁT]

2\/@ (5.25)
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Par expérience on sait qu’un terme en Q% — M3, (qui simplifie le propagateur), se
simplifierait avec des termes provenant d’autres graphes dans un processus physique.
Nous n’avons pas de recette systématique pour extraire ce type de terme, et notons
que si on effectue le méme type de technique sur v — W, W, , ce sont les termes
croisés P*s” qui restent. Le sujet me semblant encore ouvert, je n’en dirai pas plus

sur ce type de dérivation. En partant de ’expression (5.5) on obtient :

= zs) (5.26)

W>

datotal — /DW(Z)dUsous—processus(

ou pour Dy, (z) on retrouve les expressions précédentes eq. (5.18) et eq. (5.19)
(avec le coefficient —1 en lieu et place du —2), et pour v — WrWr qui est nouveau

j’ai pris la forme intégrale:

smax

(Waut) @7 @ 2(1 = 2)PF | = do
DY) (2) :/0 o 2 = 2P o o

T

A
avec pour M3I™

’expression donnée eq. (5.20) divisée par pr pour obtenir une
expression sans dimension. La fonction de structure (5.27) donnera lieu & ’approximation
que nous appellerons A1 dans la suite. Si maintenant nous utilisons les conventions
associées au parametre 7, on peut calculer aussi les fonctions de structure et pour les
transverses (sortant et virtuel) on obtient la figure 5.4. Pour le contenu en W longi-
tudinaux dans le photon (avec un W spectateur transverse on obtient la figure 5.5,
pour la fonction non-intégrée sur I’angle). Comment obtient on ces résultats? Pour
cela nous utilisons la méme expression du vertex que précédemment (5.22) mais en
parametrant I’ “amplitude” en fonction de 7, cos(#) et & qui donne les effets de masse

et que nous conservons ici. L’intégrale (5.3) devient dans ce cas:
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(1-vE)* _
door = / D(7)do g (V'3 = \/75)dr (5.28)

min

avec:

D(T)’V\;L:lakout _«a /Cl d( cos(0) )V Ax

N % 08(0)min
(1+ doucos(0))?A+14+e—7— (24 —7)VAcos(0)*(1 —e + 7 — VAcos(h))
(1—7—e—+vXcos(0))(1+ X —2vXcos(0))(1 +& — 7 — vV Acos(0))?
(5.20)

Cette expression nécessite un peu d’explication de texte. Rappelons d’abord que
VA signifie \/A(1,£,7) car cette notation revient souvent. On a pris dans la for-
mule (5.29) I'hélicité du photon droite et on constate que la premieére parenthese
du numérateur (a gauche) favorise le transfert de 1’hélicité du photon vers le W
spectateur. La parenthese qui suit vient de ’amplitude, et enfin la troisieme vient
du facteur de flux (voir eq. (5.15)). Au dénominateur et a gauche, la premiére pa-
renthese correspond au /—@Q? qui normalise la polarisation longitudinale. Celle du
milieu vient de I'expression de cos(a), sin(a) toujours dans la polarisation longitudi-
nale, et enfin la troisieme vient du propagateur du W. On a quelques peines a trouver
une expression analytique simple de cette formule car il n’y a pas convergence uni-
forme de la fonction a intégrer quand ¢ — 0. De plus, en réduisant la fraction en
éléments simple on s’apercoit que pour 7 = ¢ + 2,/z les poles des deux dernieres
parentheses du dénominateur sont identiques, ce qui augmente 1’ordre du pole et
modifie la forme de ’expression intégrée pour cette valeur de 7. La fonction obtenue
est néanmoins bien continue en cette valeur de 7. Notons aussi qu’en comparaison
avec la fonction de structure naive (5.18) le résultat est compatible comme on peut
le voir sur la figure 5.5. Les premiers tests sur cette fonction ont néanmoins montré
que des termes en trop doivent étre éliminés afin d’obtenir le bon comportement en
énergie. Si on procede de méme pour obtenir le contenu en W transverse dans le

photon, avec un W transverse spectateur, on obtient :
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D(T))V\JT(IX*)\) = ﬁ/mw) | d( cos(0) )V Ax
Mout N (A + 1 — vV Acos(0)) + Aot + X VA + V)2 sin?(0)(1 — & + 7 — vV Acos(6))

(1+ X —2VAcos(0))(1 +e —7 —VAcos())?

(5.30)

ol A,y est la polarisation du W spectateur et A* celle du W interne.

5.2.2 L’invariance de jauge

Nous allons présenter ici quelques indices qui permettent de savoir dans quelle
mesure les calculs des fonctions de structure que nous menons sont effectivements in-
variants de jauge. Notre probleme d’invariance de jauge vient du fait qu’en calculant
l'amplitude de diffusion M(yW W), on ne calcule pas une amplitude physique.
Pour tenter de remédier a ce probleme, je me suis demandé si on pouvait trouver une
amplitude physique qui soit formellement proche de 'amplitude M (yW*W ™), que
I'on pourrait utiliser en lieu et place de M (YW W ™) pour le calcul de la fonction
de structure. Pour cela, le choix n’est pas unique. On peut par exemple se rappro-
cher de la situation expérimentale dans laquelle le photon, légerement virtuel, est
émis lors d’une interaction ee™. Je n’ai pas étudié ce cas qui & mon avis doit faire
intervenir la fonction de structure décrivant le contenu en photon de 1’électron, qui
est certes bien connu. Dans cette section je propose plutot de regarder le cas ou

les W se couplent & une particule scalaire (ce qui est rendu possible par le fait que
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Fig. 5.4: Fonctions de structure décrivant le contenu en W dans le photon avec
un autre Wrp spectateur (eq. (5.30)). Ici /s = 2 TeV, cos(0)min = 0.707 (45°)
correspond aux courbes en traits pleins, cos(0),;, = 0.9 correspond aux courbes en
tirets, et les courbes en alterné trait-point correspondent & cos(6) i, = 0.5. L’hélicité

du photon est droite sur toutes ces figures.
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Fig. 5.5: Figure du haut:
(cos(@)min = 0.9) et celle de l'eq. (5.18). Figure du bas:
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comparaison entre la fonction de structure D(7)

fonction de structure

D(7) (eq. (5.29)) non-intégrée sur ’angle de diffusion du W spectateur.
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le Higgs se couple au W avec le vertex igMyy g, ,, et nous prendrons donc comme
exemple une particule de Higgs au repos). L’amplitude du processus yH — W~

est alors constituée des deux graphes suivants:

VWW\/WJF VWW*
W) W)

) )

H__ _ _( ~ ~_W" H__ _ _ ~_~_ Wt
(1) (2)

Pour que la particule scalaire rajoutée influence peu le vertex YW +W =, j’ai pris
son impulsion de la forme (§E,0), ot 6 F est juste énergie qu’il faut rajouter au W
off-shell pour qu’il retrouve sa couche de masse. Les polarisations transverses du W
seront donc inchangées mais cela aura une influence sur sa polarisation longitudinale.

[’amplitude de ce processus s’écrit :

L’expression obtenue (5.31) est en effet tres proche (au facteur igMy, preés) de
ce que 'on a rencontré dans les calculs précédents, a savoir ’expression du vertex
AWFW ™ multiplié par le propagateur du W~ (i.e. 1/(py - p,) ). Le deuxiéme graphe
est alors censé représenter la contribution des autres graphes que 1’on oublie dans
le formalisme des fonctions de structure. En fait ce n’est pas tout a fait vrai car
ici le calcul de la polarisation des W est réalisé a partir d’impulsions sur couche

de masse alors que précédement, un des W était off-shell. Pour les W transverses
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cela ne change rien, mais pour la polarisation longitudinale il faudra faire attention.
Si on s’intéresse au contenu en W~ du photon avec un W™ spectateur, c’est le
premier graphe que nous chercherons a isoler, et il nous faut donc étudier dans quelle
mesure le deuxieme graphe peut étre négligé ou non. Mais en fait je me suis appercu
lors de tests des fonctions de structure tirées a partir de cette amplitude que cette
contribution n’est vraiment petite que dans la limite des petits angles de diffusion,
ce qui est compatible avec I'idée présentée auparavant comme quoi on doit se limiter
aux petites impulsions transverses dans le calcul de la fonction de structure. Dans
la pratique j’ai donc éliminé le deuxieme graphe qui me semble contenir I’ensemble
(ou presque) des contribution dans I'impulsion transverse qui nuisent au calcul de

la fonction de structure tel qu’on l’a réalisé au paragraphe précédent.

Avec la prescription choisie pour I'impulsion de la particule scalaire, on peut
remarquer aussi que le numérateur des deux graphes sont égaux. Le photon n’ayant
en effet pas de polarisation longitudinale, on a —(e,-py) = —(ey - (py +pg —p-)) =
(g4 - p-). S’il devait donc y avoir des compensations entre graphes & haute énergie
elles se feraient donc entre les deux propagateurs (qui sont de signes contraires).
Qu’en déduit on? Chaque propagateur contribuant de facon significative dans deux
régions a priori distinctes de I'espace de phase, on pourra toujours éliminer I'un des
deux et I’expression qui nous reste est celle d’un seul graphe('"). Autrement dit, le
fait de se contenter de calculer un seul graphe est suffisant pour décrire correctement

la désintégration du photon en deux W, en prenant comme prescription de calcul :

e La conservation de I’énergie impulsion est appliquée de fagon exacte au vertex
YWTW = (n’oublions pas que ce vertex est dérivatif et qu'un choix de prescrip-

tion pour determiner I'impulsion de la particule virtuelle est déterminant).

(1D En réalité la contribution du second graphe n’est pas négligeable dans la région de diffusion
vers avant (cos(f) > 0) mais sa contribution relative diminue si on se restreint & un cone angulaire
de diffusion de plus en plus petit. Comme les diffusions que nous étudions se font avec de petits
angles, le fait d’éliminer de deuxiéme graphe se justifie, méme si le premier graphe est considéré
pour des angles allant de 0 & /2 pour rester général (au dela de quelques degrés en pratique les
contributions seront négligeables).
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e La polarisation de la particule “virtuelle” est calculée a partir d’une impulsion

sur couche de masse calculée comme suit :

Q=(BH)=Q = (F=m+025) »a@) 63

Pin Q = pim — P = (E,p)

Cette étude encore en cours de développement montre que pour calculer la fonc-
tion de distribution v — W, W, on peut utiliser en toute sécurité le graphe v —
W*W ™ en jauge non-linéaire, et le premier graphe du processus YH — WA W, re-
donne d’ailleurs exactement la fonction de structure calculée a partir de I’amplitude
de YWA W5 (eq. (5.30)). Par contre I'introduction de py modifie la polarisation
longitudinale et les résultats préliminaires de convolution ne semblent pas donner le
bon comportement en énergie des sections efficaces, et il semble que certains termes

doivent étre éliminés du premier graphe.



Chapitre 6

Quelques tests des fonctions de

structure

Pour commencer, nous allons tester des fonctions de structure décrivant le contenu
en W transverse dans le photon. Pour cela nous avons du choisir un processus
dans lequel le formalisme de fonction de structure peut s’appliquer (existence d’un
sous-processus), et dont le sous-processus est dominé par la contribution des W
transverses. Nous avons finalement choisi YW+ — W™v,, dont on peut extraire
comme sous-processus W*TW ™~ — 1,0, qui est fortement dominé par les W trans-

verses comme nous le verrons.

6.1 Le processus YW — Wy,

D’abord examinons les 6 graphes du processus:
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VWW\/WJF VWW\/WJF
W

W+

e

Ty ¢ v w+
w+t
e

Wb~~~ 70 Ve

(3) w (4) N\ 7

Y
€

M i

w* (6) Ve

Parmi ces 6 graphes, les deux premiers comportent un sous processus (W+W~— —

. W
€ S 70 Ve
(2) :

v.,) et la présence de deux propagateurs dans la voie “t” nous incite a penser que
le premier graphe apporte une contribution dominante a haute énergie. Le fait de
considérer en plus le deuxiéme graphe vient du fait que le processus W W~ — v,7,
est connu depuis longtemps pour les compensations entre ses deux graphes a haute
énergie [83, 101]. Le graphe 3 peut étre aussi tres important car ’électron dans
le canal “t” peut étre exactement sur sa couche de masse. Si on veut examiner le
contenu en Wy dans le photon, il faudra donc éliminer la contribution du graphe
3, et pour cela nous avons imposé une coupure sur Q> = (pWZ — pu.)?. Notons

que cette coupure influence nécessairement un peu les autres graphes, mais cette
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influence n’est pas déterminante.

6.1.1 Le sous processus WTW~ — v,

Ce sous-processus est intéressant pour sélectionner des W transverses parce que
le terme dominant de la section efficace est di a I’électron dans le canal t dont
la masse est tres petite. Comme on a une paire neutrinos-antineutrinos dans 1’état
final on a une tres forte dominance d’un mode de polarisation particulier qui est
W=(A = +1)W*(A = —1). Ces résultats sont regroupés dans la figure 6.1. Notons
qu’une coupure sur Q? a été effectuée, ce qui diminue certes la section efficace d’un
bon facteur 3 mais ne change pas les rapports de force entre les différents modes
de polarisation des W. Nous avons vu que cette coupure est destinée a s’affranchir
de la contribution du graphe 3 du processus YW+ — Wu,7,, mais cette coupure
s’applique dans les mémes conditions sur l'electron virtuel dans le graphe 1, autre-
ment dit sur ’electron virtuel dans le sous-processus. C’est pour cette raison que l'on
doit répercuter cette coupure dans le sous-processus. En n’appliquant pas cette cou-
pure, on devrait normalement faire intervenir la “fonction de structure” qui décrit

le contenu en électron du W, autrement dit sa largeur en e~ 7.

6.1.2 Du résultat exact aux approximations

Dans les figures 6.2 et 6.3 sont représentées les sections efficaces des différents
modes de polarisation. Pour obtenir les résultats exacts, j'ai calculé 'amplitude
exacte en utilisant les regles de Feynman présentées dans 'annexe B, en gardant la

possibilité de modifier les parametres de jauges. J’ai pu ainsi réaliser les calculs en
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Fig. 6.1: Section efficace du sous-processus, avec la coupure |Q?| > m%/V sur la
virtualité de 1’électron.
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jauge unitaire et en jauge non-linéaire (v = £ = 1). Les courbes en trait plein sont
les sections efficaces exactes, en alterné trait-points la contribution des 2 graphes
incluant le sous processus, sur la courbe pointillée partielle la partie longitudinale du
propagateur du W (Q*Q"/M3%,) est éliminée (pour tester son influence). A ce stade
on peut d’abord se demander s’il n’est pas un peu hardi de calculer une section
efficace en ne considérant que deux graphes qui ne sont pas invariants de jauge.
C’est, pourquoi il faut préciser que j’ai utilisé pour faire ces calculs les considérations
de Bell [23] qui précise que les compensations entre graphes n’existent plus si on
calcule en jauge unitaire et qu’on utilise pour les modes longitudinaux la “ruse” de
Veltman (qui consiste a retirer au vecteur de polarisation p# /My, de fagon a obtenir

un vecteur dont les composantes tendent vers 0 & haute énergie)(").

La premiere remarque a faire sans doute c¢’est que lorsque le photon ne transmet
pas son hélicité au W spectateur, les approximations successives fonctionnent moins

voire pas du tout.

Une vérification utile avant d’aller plus loin consiste a étudier I'influence de la
coupure sur la virtualité de 1’électron, pour étre str que celle-ci ne “détériore” pas la
distribution en Q%, qui est le point clef de ’approximation en terme de fonctions de
structure. Sur la figure 6.4 on constate qu'un rétrécissement important de la coupure

ne déforme pas énormément la forme de la distribution de —Q3%,/s.

(DLa démonstration de Bell repose sur I'utilisation des variables de Stueckelberg (transformation
non-linéaire des champs, voir [102, 17]), et le théoreme de Coleman-Wess-Zumino [103] qui assure
l'invariance des éléments de la matrice S (& ’arbre) dans cette transformation.
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Fig. 6.2: Section efficace du processus YW — WTv,1, . Il a été imposé les coupures
Q% ctron virtuell > M3 €t |(py +pp)2 —m%| > m?,. Le photon a I’hélicité droite sur
cette figure. La courbe en trait plein représente la section efficace exacte. La courbe
alternée traits-points représente le calcul en jauge unitaire (avec 'astuce de Veltman
pour les longitudinaux) des graphes (1) et (2). Sur la courbe en pointillé on a de
plus éliminé les termes k*kY /M%V des propagateurs (par rapport & ’approximation

précédente).
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Fig. 6.3: Section efficace du processus YW — W 1,i7.. Il a été imposé les coupures
Q2 ectron virtuell = My €t |(py + ps)? — m%| > m3,. Le photon a I'hélicité gauche
sur cette figure. Mémes conventions que sur la figure précédente.
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Fig. 6.4: Comparaison pour deux coupures trés différentes sur la virtualité de
I’électron, de la distribution en Q%/vauez (4 partir de Pamplitude exacte, les trois
bosons vecteurs ayant I’hélicité droite). Les intégrales des deux courbes ont été nor-
malisées & 1 car bien entendu, une coupure plus petite implique une plus grande
section efficace différentielle.
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Regardons un peu plus en détail les ordres de grandeur de Q% impliqués dans

ce processus, et plus précisément la distribution en log(—Q?/s) qui montre de fagon

plus nette cet ordre de grandeur que sur une échelle linéaire (voir figure 6.5).

On s’apercoit sur cette figure que la valeur moyenne du Q2 impliqué est nettement

supérieure & M3, mais pas dramatiquement (facteur ~ 3). Et lorsque nous avons

testé nos fonctions de structure sur ce processus sans faire d’autre hypothese, on

obtient un résultat completement faux. Les sections efficaces obtenues apres convo-

. . 2 . . .
lution ont en effet une dépendence en /s” qui ne peut pas reproduire une section
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efficace physique. Il nous faut restreindre le champ d’application des fonctions de
structure, et pour cela rajoutons une hypothese: ['approximation ne peut fonc-
tionner que si le W virtuel possede une fraction non négligeable d’énergie (i.e. par
rapport a My ). J’ai donc imposé une coupure sur la masse invariante émise par
le sous-processus 7 > 0.01, autrement dit le sous processus doit avoir au moins
10% de ’énergie totale. Dans ce cas c¢i on a pu constater un bon accord entre les
données du programme Monte-Carlo que j’ai construit et deux approximations de
fonctions de structure. La premiere approximation consiste a brutalement calculer
le vertex YW W~ off-shell et & mettre la masse du W & 0 (approximation Al vue
précédement eq. (5.20)). La deuxieme (A2) repose sur l'utilisation du processus in-
variant de jauge yH — W1W ™~ dans lequel le propagateur inintéressant a été retiré.
En pratique ce propagateur contribue de facon non négligeable si on ne se restreind
pas aux petits angles de diffusion. Les résultats sont indiqués sur la figure 6.6. Ces

résultats inédits semblent encourageants.

6.2 Le processus YW*™ —- WTHH

La motivation pour I'étude de ce processus est de tester les fonctions de structure
concernant la production de W longitudinal. Nous allons en effet montrer ici que
pour le sous processus W*W ™~ — HH, le mode de polarisation LL est trés largement
dominant et que la section efficace atteind trés rapidement un plateau (o(W,;/ W, —

HH) ~ 47.5 pb).
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Fig. 6.6: Comparaison entre la section efficace exacte de YW+ — Wi, et
les deux approximations Al (eq. (5.20) en imposant pr < min(z,0.141)) et A2
(eq. (5.30) avec cos(f)min = 0.99 ). Les coupures ont été choisies de facon & étre
comparables, i.e. 0.99 ~ cos(8°), 0.141 =~ sin(8°).
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6.2.1 W*W~- - HH

Avant toute chose, regardons en détails le sous-processus qui nous intéresse.
L’amplitude W, W, — HH a déja été calculée [104] et je ’ai recalculée en lais-
sant la possibilité au couplage anormal hy d’étre différent de 1 (afin de pouvoir par
la suite utiliser 'approximation des fonctions de structure pour reprendre I’étude du
couplage H?, voir chapitre suivant et la figure 4.20). Dans la suite, nous avons pris
pour notations: Sw,g = \/m, r= Mz /Mz, vo = (1+ 0%)/20wBu et x

est le cosinus de ’angle de diffusion #: x = cosf. On obtient:

- ¢ 1 1 M
M = E{ﬁ[{ﬁ%/ <x—x0_:ﬂ+x0> (T s +ﬂH+ﬂW>
1 ) 3har [ 1+ 6%
b+ (1_M%/S>} (6.1)

2
~ g /2MW ( 1 1 )
= 6 + -2
Mo 45%, sin r—xy X+ (r )

- o 0Bu 1 1

M, = 245Ws1n 9<x—x0_x+$o>

~ B M2, MZ\? 1 1
AR (1—Mz/s>} o

La figure 6.7 montre que la contribution principale a la section efficace provient
des W longitudinaux, et la section efficace tend rapidement vers une limite asymp-

totique qui ne dépend pas de la masse du Higgs (voir aussi fig. 6.8).
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ssmMz M2, ma? 1

A Ty
W w

s>M2 M2, M2, M2 — 2M2

orL =W W H W (ln(s/M%V) - 3) Oco
2s s

sS>M? M2 M2

orT :H> w 4—:10'00 (63)

Méme avec une coupure sur l'angle de diffusion (cos(6) > cos(6)min) la section

efficace W W, — HH reste dominante (voir fig. 6.7).

(2 + har)? w+c 2

~ ——— + hgrl 6.4

OLL Uow[ 3 + har In( 5 )+c+w (6.4)
o (r—2)2 { c w+e }

~ — -3 —1 6.5

oTL oW + ctw n( 2 ) (6.5)

oow
orr ™~ 07 (6.6)
4
avec oy = HSQW ~ 23.4 pb, c = cos(OL, ), w =2M% /s, r = M%/ME,.
W

6.2.2 Comparaison entre résultats exacts et approximés.

Les six graphes qui décrivent le processus yW* — W+ HH en jauge unitaire sont

représentés sur la figure 6.9.

En utilisant le logiciel CompHEP j’ai pu obtenir la courbe de section efficace

exacte représentée figure 6.10. Sur cette figure sont aussi représentés les résultats
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Fig. 6.7: Section efficace de WTW ~ — HH en fonction de I’énergie. Les lignes
foncées correspondent a la section efficace sans coupure alors que les lignes fines
correspondent & une coupure sur l’angle de diffusion (|cos(0)| < 0.8).
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Fig. 6.8: Section efficace de WL+WE — HH en fonction de I’énergie et de la masse

du Higgs.
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Fig. 6.9: Graphes du processus YW+ — W+HH.

Diagrams by MadGraph
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obtenus en utilisant des fonctions de structure (eq. (5.18) et eq. (5.19)). Le premier
test a été bien sur d’essayer la fonction de structure (eq. (5.18)) que nous avons aussi
utilisé pour 1’étude de vy — WTW ~HH, dont nous étudions ici un sous processus
en fait (voir chapitre suivant). Considérons donc le calcul naif de la section efficace
comme étant la convolution de notre fonction de structure avec la section efficace du
sous processus WHW~ — HH que nous assimilerons a la constante o2, Ce calcul

donne:

a(*yunpoqunpol — W;iHH) ~ / dz o

3_7T 20 z &
aoEl
= 3;0 (=14 2o — In(zp))

12

()

Le facteur 3 au dénominateur est dii a la moyenne prise sur la polarisation

du W entrant. Rappelons que la fonction de structure utilisée ici (%1;2'2)

donne
la probabilité quun photon non-polarisé émette un W longitudinal virtuel (celui
qui déclenche le sous processus) et un W spectateur transverse de polarisation
quelconque. On a utilisé dans ces équations que zy = so/s ol sq est le carré de
Iénergie de seuil a laquelle se déclenche la réaction WTW~ — HH. La sensi-
bilité de la section efficace vis a vis de cette constante est assez importante car
I’approximation des fonctions de structure est plus grossiere pres du seuil. On peut
néanmoins comparer le coefficient du log avec le résultat d’un fit des points exacts
donnés par le logiciel CompHEP. Un fit & deux parametres aln(y/s) + b donne
comme résultat avec une assez bonne précision 95(fb) = (log(y/s/(1 GeV)) — 6.63)
pour My = 100 GeV avec comme indiqué une incertitude sur le dernier chiffre
significatifl?), et 110(fb) * (log(y/s/(1 GeV')) — 7.65) pour My = 400 GeV . Par com-
paraison, le coefficient du log qui vaut % ~ 94(fb) en prenant pour 2" ~ 56(pb),

et pour la constante dans la parenthese on obtient —6.5 (My = 400 GeV') au

(?)Le fit a été réalisé en prenant 11 points entre 2 TeV et 3 TeV.
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lieu de —7.65. Ce résultat dépasse largement mes espérances et la conclusion de ce
calcul élémentaire est qu’'un bon accord est obtenu, mais certainement pas un ac-
cord parfait. Il faut tempérer en gardant a I’esprit la simplicité du calcul entrepris
aussi bien que les incertitudes du fit. Toutefois par rapport a I'exemple précédent
(yW* — WT,7,) on n’a pas eu besoin d’imposer la moindre coupure. La différence
essentielle est qu’ici on s’attend a ce que le W interne soit longitudinal alors que
dans le cas précédent il était plutot transverse. D’ailleurs la virtualité pour le lon-
gitudinal est plus petite que pour le W transverse, comme le montre la figure 6.11
par comparaison avec la figure 6.5. C’est sans doute une premiere explication au
fait que 'approximation de fonction de structure fonctionne assez bien pour les W

longitudinaux.

Pour tester un processus similaire, regardons maintenant YW+ — W+tH — Wit
(calculé avec CompHEP). On a choisi de prendre des quarks top dans I’état final
de facon a avoir des sections efficaces “raisonnables” mais en fait un u aurait aussi
bien fait I'affaire pour le probleme ici posé, puisque le couplage Hqq est un simple
coefficient de proportionnalité (proportionnel a m,). Le sous processus W W~ —
H — tt a encore une fois une section efficace qui tend vers une valeur asymptotique
oLl ~ 383(pb). Le coefficient du log vaut % ~ 593(fb) et la constante —6.35, &
comparer avec le résultat du fit qui donne 620 * (log(y/s/1 GeV') —6.7). On constate

encore dans ce cas un bon accord sur le comportement asymptotique.

Jusqu’ici nous avons donc réalisé un certain nombre de tests de fonctions de
structure, et nous avons montré que celles qui existent déja dans la littérature sont

assez pertinentes. De nouvelles expressions sont prometteuses (eq. (5.30)) et vont étre
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Fig. 6.10: Section efficace du processus YW+ — W™ HH. Dans I’approximation on
a tenu compte du cas ou le W sortant est tranverse combiné avec le cas ou il est
longitudinal (Q% = 75/4 dans (5.19)). La convolution a été effectuée avec la section
efficace exacte de WW~ — HH donnée par le logiciel CompHEP.
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Fig. 6.11: Q? du W interne dans YW+ — WH+HH (CompHEP 3.2).
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encore étudiées dans ’avenir, et tout spécialement les fonctions de distribution des W
longitudinaux dans le photon. Comme je ’annoncais précédement, je vais maintenant
m’intéresser au cas ou deux désintégrations initiales se produisent avant qu’il y ait
fusion des sous-produits de désintégration. En particulier nous allons regarder si le
formalisme des fonctions de structure permet de reproduire des processus dominés

par la fusion de W longitudinaux (mode privilégié de production de bosons de Higgs).
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Chapitre 7

Application des nouvelles

méthodes a la double convolution

7.1 Reparametrage de ’espace des phases

Maintenant que nous avons testé un certain nombre de fonctions de structure
sur des processus n’impliquant qu’une seule convolution, nous allons tester ici les
fonctions de structure “anciennes” (eq. (5.18) et eq. (5.19)) sur des processus qui
en impliquent deux. Comme ici nous nous intéressons a des W virtuels qui sont
longitudinaux, on sait par ce qui a été vu dans les paragraphes précédents que cela
risque de fonctionner mieux que si I’on avait affaire a des W transverses. Dans cette
section, nous allons détailler un peu la cinématique du probleme qui est plus riche
que lorsque nous étudions des processus de type “profondément inélastiques” (voir

figure 5.1).

Commencons d’abord par distinguer un cas particulier, celui ou 'on n’a que

trois particules dans l’état final. Si je distingue cette situation, c’est parce que
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’espace de phase du sous-processus (fusion de deux particules en une) est contraint
dans ce cas par les variables cinématiques décrivant les désintégrations initiales. La
simple conservation de 'impulsion détermine completement 'impulsion de la par-
ticule résultant de la fusion, une fois données les impulsions des deux particules
spectatrices issues des désintégrations primaires. De sorte que I'espace de phase du
sous-processus, si on devait ’écrire, serait constitué d’une fonction delta de Dirac
qui force cette particule a étre sur sa couche de masse. Par contre, si I’on a au moins
4 particules dans I’état final, on a suffisamment de degrés de libertés cinématiques
pour pouvoir découpler I’espace de phase du sous-processus de la cinématique des
désintégrations primaires. Je vais donc dans un premier temps rappeler brievement
les travaux de Cahn et Dawson[98] sur le cas de trois particules dans ’état final(").

Une section efficace générique peut formellement s’écrire :

do = COste x / dndg']("’ C’Tgi’\/g)dasub_pmess
I

[ D) [ DQdera(s = £n,€)

12

ou n et ¢ sont les fractions d’énergie emportées par les quarks spectateurs (cas

d’un processus du type q1¢2 — ¢1¢5H), et nous verrons plus loin comment est défini

O sub-

Pour séparer les contributions dues a chacun des quarks incidents, on cherche
a approximer la fonction J(n,() = f(n)f(¢). Pour cela, on peut s’intéresser aux
corrélations C(n,() = J(n,¢) — /J(n,n)J((, () et regarder si dans la région de
I’espace de phase qui contribue le plus a la section efficace, ces corrélations sont

petites.

Cette fonction J(n,() est représentée sur la figure 7.1, et sur la figure 7.2 on a

(DEn I'occurence il s’agissait de regarder la production d’un boson de Higgs lourd par fusion de
W longitudinaux (produits par des quarks légers en vue de ’application a LHC).
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Fig. 7.1: Noyau de convolution dans I’espace de phase. La fonction est définie sur
un ensemble de Dalitz.
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représenté les corrélations entre parametres C'(7), C).

Cette estimation numérique des corrélations entre les deux quarks incidents nous

montre qu’excepté le cas ou les fractions d’énergie transmises sont tres différentes,

on peut faire "approximation J(n, () ~ \/J(n, n)\/J(C, (), autrement dit factoriser
I’espace de phase. Comme la région qui contribue le plus est justement la région ou
n ~ (, cette factorisation est une assez bonne approximation. Pour ce qui est de la
factorisation de ’amplitude, la situation est en fait similaire a celle que nous avons
vu précédement dans le cas ou une seule désintégration primaire est considérée. Il

y a toutefois une subtilité dans la mesure ou le sous-processus n’a pas une section
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Fig. 7.2: Corrélations entre les paramétres du noyau de convolution dans 1'espace

de phase.
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Fig. 7.3: Graphes du processus vy — WTW ~H en jauge unitaire.

Diagrams by MadGraph

efficace définie dans le sens usuel du terme puisque son espace de phase comprend
moins de 2 particules. Pour voir comment s’en sortir, regardons un peu le processus

vy — WTW~H (voir figure 7.3).

Le sous processus est constitué de la fusion de deux W (longitudinaux essen-
tiellement) en un boson de Higgs. Mais apres tout, le Higgs n’est pas détectable

directement et s’il est de masse intermédiaire (~ 100 GeV'), son identification est
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obtenue en cherchant deux jets de quarks b®). Le processus ci dessus peut donc étre
assimilé & un sous-processus de vy — WHW~H — WHTWbb et pour simplifier le
probleme, nous allons supposer ici que les quarks b ne se couplent qu’au boson de
Higgs®. En utilisant le fait que la résonnance du Higgs est tres étroite, on peut as-
similer son propagateur a une fonction § de Dirac grace a laquelle on peut factoriser

’espace des phases (voir annexe D). On obtient pour résumer :

o(yy =W W H) = o(yy—=WW™"H — W W~bb)
= [ drL@owen—m (V)
2amMp 11— 2M3 /M
sin® (0w ) Miys ~ /1 — 403, /M,

— L(ME/s) (7.1)

Le sous processus considéré sera donc dans ce cas WHW~— — H — bb que
nous devons calculer sur le pic du Higgs (supposé étroit) et ce qui suppose que
la masse du Higgs soit supérieure a deux fois la masse des W. Remarquons que
la factorisation de l’espace de phase est tout autant valable si My < 2My et il
est peut-étre possible de généraliser la définition de la section efficace du sous-
processus de facon a conserver la validité du formalisme de fonction de structure
pour les petites masses de Higgs. Cette généralisation consisterait ici par exemple a
considérer les W de masse nulle pour calculer I’énergie dans le centre de masse, mais
a conserver la masse du W dans le calcul des polarisations (rappelons que le couplage
H < WTW~ vaut igMy (¢" - €7) ). On ne calcule alors pas réellement la section
efficace du sous-processus, ce n’est qu'une tentative de généralisation du formalisme.

Toutefois, I’approximation des fonctions de structure devrait fonctionner mieux pour

(2)Rappelons que pour My < 2Myw le mode de désintégration majoritaire du Higgs est H — bb.

(3)Notre probleme étant ici d’ordre essentiellement cinématique, le modele physique choisi n’est
pas censé refletter la réalité. On doit toutefois vérifier que la restriction du modele physique ne
pose pas de probleme d’invariance de jauge ce qui est heureusement le cas ici (la section efficace
asymptotique de WHW = — H — bb est une constante, et on vérifie aisément les identités de
Ward-Takahashi (voir Annexe C) sur ce processus simple). On peut donc ’assimiler & un processus
physique.
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une masse invariante de W importante car le couplage entre deux W longitudinaux et
un Higgs augmente avec cette masse invariante. Et comme ici cette masse invariante
est contrainte d’étre égale a la masse du Higgs (car le Higgs est réel), on s’attend
a ce que l'approximation fonctionne correctement pour un Higgs lourd mais pas
nécéssairement pour un Higgs léger. La généralisation que j’ai mentionnée avant ne
sera donc testée qu’a titre anecdotique pour regarder si les ordres de grandeurs sont
toutefois respectés pour My = 100 GeV. Le fait que I'approximation fonctionne

mieux pour un Higgs lourd a été observé aussi dans la production de deux Higgs
(vy = WHTW~HH, voir plus loin).

7.1.1 Cas de 4 particules ou plus dans I’état final

Regardons donc maintenant ce cas plus complexe de processus comportant au
moins 4 particules dans l'état final. Le sous-processus est donc déclenché par la
“fusion” de deux particules (en l'occurrence deux W). Etant donnée la nature mul-
tipériphérique de ces processus, il va nous falloir trouver un parametrage adapté
(voir figure 7.4). Il existe pour cela des relations dites “spacelike recursion relation”
(voir [105]) mais qui sont trop compliquées et mal adaptées & notre processus. On

peut néanmoins s’en inspirer et I'espace des phases peut s’écrire® :

dt dt+d2 d2

do = Ry(Q-,Q1)0((Q+ + Q—)2 - Sseuil)|M|2

(7.2)

(Y On supposera pour simplifier que le sous processus est un processus 2 — 2 (Ra(Q_, Q) est
I’élément d’espace de phase pour 2 particules; la généralisation au cas de n particules dans I’état
final du sous-processus est immédiate).
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Fig. 7.4: Cinématique de fusion

P+

avec les définitions suivantes:

Pw+ =

q+ =

7 ()
e (7.3)
T:I:y
| =5 (7 - X
(- 4w
Tl (7.4)
.

£ (1 3+ Xy)

avec ty = q%, Xy = (m?,—ty)/s, Yy = (m¥,+72)/s, Sx est le facteur de symétrie

du sous processus (1/2 ici avec les deux Higgs), ¢ = M3,/s. Dans Pexpression de

do, toute la difficulté se situe dans

la fonction # qui est la pour assurer que 1’énergie

du sous-processus est bien supérieure au seuil (Sge). Cette fonction # détermine en

fait ’ampleur des variations de Xy et de Y, qui sont manifestement des variables
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fondamentales dans cette formulation du calcul. On peut toutefois établir quelques

inégalités essentielles qui sont les limites cinématiques sur ces variables.

(1=VT—42)/2< (1= /1 —4Y3)/2 < X3 < (1+4/1 —4Y4)/2 < (1+ V1 —42)/2
(7.5)

On peut dores et déja voir que les valeurs de X qui contribueront le plus sont
les valeurs proches de la borne inférieure qui est tres petite a haute énergie (=~ ¢).
En effet on peut voir dans un premier temps que les valeurs proches de 1 pour X4
correspondent au cas ou la particule spectatrice labellée + (on la notera P* ainsi
que son impulsion) sera dirigé vers les z < 0 (retrodiffusion), et cette configuration
est importante en probabilité lorsque cette particule spectatrice est émise par la
particule initiale labellée — (pi’n)(g‘). Par contre si X est petit, la particule spectatrice
est dirigé vers les z > 0. Passer d’une configuration & l'autre revient & permuter P+
et P~ et comme ceux-ci sont émis pres de I'axe du faisceau a haute énergie, les
régions correspondantes dans ’espace de phase ne se recouvrent que sur une région
ou 'amplitude est négligeable. Numériquement, cela se caractérise par un spectre
en X4 tres piqué vers les petites valeurs, comme on le voit sur la figure 7.5 que j’ai
tirée du cas particulier vy — WTW~=HH. Pour confirmer les propos précédents, on
peut couper sur cette distribution les événements ayant un P < 0 et on constate

sur la figure 7.6 que la distribution ne contient plus les valeurs proches de 1.

Le fait que X soit préférentiellement petit se comprend car cette variable mesure
la virtualité des W internes qui déclenchent le sous-processus. Comme nous ’avons

vu, c’est cette petite virtualité qui autorise le formalisme des fonctions de structure.

Le calcul du R, ne pose pas de problemes particulier. On considere m = (7%, 7) =

Q+ + Q- = pu, + Pu, (Pr,, = impulsion finales du sous processus). Si on se place

(5)Ce n’est possible que pour certains types de particules, mais nous devons garder & I’esprit que
nous comptons lappliquer & yy — WTW ~HH ou cela s’applique.
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Fig. 7.5: Distribution en X, dans vy — W W HH.
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dans le référentiel propre de 7, ¢’est a dire dans le centre de masse du sous processus,

on a:

A2 (2. m2 2
Ro(m) = (5 i, ) e (7.6)

Sw?

ol A a été défini au chapitre 4, dQQ* = d(cos(6*))dP* défini la direction de Py,

dans le référentiel propre de 7 et ou enfin w = /72,

7.2 Comparaison entre Monte-Carlo exact et convo-

lution

721 yy—->WTW-H

Pour commencer revenons sur le cas de vy — W*W ™ H. En prenant ici pour

section efficace du sous processus la valeur:

2om* My 1= 2M /MG
sin (0w ) Miys /1 — 403, /M3,

Osub =

Et pour les fonctions de structure(® nous avons pris:

al —z

w-
D) = ——

(6)2 est ici la fraction d’impulsion longitudinale emportée par le .
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) a Qp
L —
Le dernier terme de oy, n’a pas été pris en compte pour My = 100 GeV

ainsi que le terme (log(M%/ME) —1) pour D%L)(z). Ceci dans le but de sim-

plement regarder si les ordres de grandeurs des sections efficaces sont respectés
pour My = 100 GeV alors que le sous processus n’est pas défini pour cette va-
leur de Mp. Nous avons cherché a discuter quelle valeur de @2 (eq. (7.8)) permet
d’obtenir les meilleures approximations lorsqu’on a un W longitudinal sortant. ),
rappelons le représente en fait I'impulsion transverse maximale qui doit étre prise en
considération. La solution proposée dans[96] de prendre pour (), la valeur maximale
autorisée cinématiquement, qui vaut s(1 — z)?, donne en général d’assez mauvais
résultats comme nous le verrons. Nous comparerons cette valeur de QZ a une autre
souvent utilisée qui vaut §/4 (=M% /4) ici). On obtient les résultats présentés sur
les figures 7.7 et 7.8. On remarque que l'accord est nettement moins bon quand on a
un W longitudinal sortant. Un bon indice peut-étre pour expliquer cette différence
réside dans les distributions en log(—Q?/s) qui sont représentées sur la figure 7.9. La
valeur moyenne de Q% lorsqu’on a un W longitudinal sortant est bien plus élevée que
lorsque ce W est transverse. Or I'approximation des fonctions de structure repose sur
le fait que le W interne est proche de sa couche de masse, et ce n’est manifestement

pas le cas ici.

7.3 Application a la production de paires de Higgs

7.3.1 Approximation de la section efficace de ete™ — v.v, HH

En utilisant I'approximation des W, effectifs dans I’électron on peut évaluer

olete” > v, HH):
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Fig. 7.7: Comparaison exact - approximation pour vy — WTW~H
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Fig. 7.8: Comparaison exact - approximation pour vy — WTW ~H
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Fig. 7.9: Ces courbes représentent les virtualités des W dans le processus yy —
WTW™H. En haut se trouve le cas ot les deux W spectateurs sont longitudinaux
et a droite le cas ou ils sont tous les deux transverses. Dans tous les cas on n’a gardé
qu'un seul hémisphere (P, (W) >0, Q? = (py, — pw+)?). En bas sont représentées

les distributions pour /s = 1,2,3,4 et 5 TeV et My

= 100 GeV a gauche, et

pour My = 400 GeV & droite. Les lignes verticales ont pour abscisse log(M3,/s). Il
est remarquable que la valeur moyenne de chaque distribution tombe “pile” sur ces
lignes.
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1 zm
Octemmmmn = [ dr [ 22 D(:)D(r/2)de(WuWy — HH)

M2 /s /zm 2
1
ete™
~ /’4M12_1/s dT EWZFWE (T)UWLWL%HH(TS) (79)

ol 2, est la valeur maximale permise cinématiquement de z (fraction d’impulsion
longitudinale transmise a I'un des W virtuels). On obtient pour la luminosité en
Wiw;

Loty (7) = ( @ >2 ! ((1 bt — 201 — T)) (7.10)

2
dmsy ) T T

en négligeant la masse du W devant 1’énergie de ’électron. Cette luminosité
en W/ W, dans eTe~est piquée pour de petites valeurs de 7. Dans cette région,
la section efficace de W+W~ — HH croit rapidement et une convolution exacte
analytique n’est pas simple. En revanche, nous avons calculé analytiquement cette
convolution en prenant la limite asymptotique de cette section efficace, donnée par

(6.3). On obtient alors:

2
1 4M? 4M?
oEWAete” 5 v, HH) ~ a ~In? L) +2In L) +3) 0y
452 2 s s
(7.11)

On ne s’attend pas a ce que cette approximation soit tres bonne dans la mesure
ol on voit clairement sur la dépendance en énergie de WW~ — HH (Figs 6.7)
qu’on surestime la section efficace aux basses énergies alors que la distribution en
énergie du sous-processus est plutot piquée sur les énergies proches du seuil comme
on peut le voir sur les figures 7.10 (ce que montre la fonction de luminosité que ’on
vient de voir). Cela étant, on peut s’attendre a ce que le comportement a haute

énergie de la section efficace approximée soit correct en ordre de grandeur.
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Fig. 7.10: Distribution de la masse invariante réduite de la paire de Higgs pour

My =100,400GeV et /s = 2TeV,5TeV. My /s = /7T
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On peut voir sur les figures 7.11 que pour un Higgs de 100 GeV, I'approximation

du W, effectif ne reproduit pas la section efficace exacte & mieux que 50% pres, et en-

core vers 10 TeV, mais le comportement général est correct. Par contre, I’approximation

est excellente pour un Higgs lourd et reproduit & mieux que 10% la section efficace

exacte a /s = 2 TeV et fait méme mieux que 3% a 10 TeV. On peut comparer ces

résultats avec ceux donnés par pp a 40 TeV [104]. La section efficace “asymptotique”

par contre surestime la section efficace de 100% pour Mgz = 400 GeV.

7.3.2 Approximation de vy - WTW-HH

En regardant les fonctions de distribution d’'un Wj dans le photon et dans

I’électron, on est tenté de conclure que photons et électrons en produisent autant.

En fait, la production des W, dans le photon est indépendante de la polarisation du

photon, et les deux charges sont produites de facon équiprobables. On peut donc re-
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Fig. 7.11: Comparaison de lapprozimation du Wy, effectif (cFWVA) avec le résultat
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garder WEW3E (mode qui ne nous intéresse pas), alors que seul W, W, est possible
dans ete™. Mais on gagne quand méme un facteur deux dans vy puisque deux combi-
naisons de charges sont possibles dans 1’état final W+ W =X (un photon pourra pro-
duire les deux charges possible pour le W sortant et la charge du deuxieme est alors
évidemment fixée). Mais il faut toutefois garder a I’esprit que ’approximation n’est
valide que si on peut négliger la masse des W, d’autant plus qu’on dispose de moins
d’espace de phase dans vy — WW~HH que dans ete™ — v, HH. De plus, nous
avons vu que pour obtenir un spectre de photons piqué sur les hautes énergies, il est
nécessaire d’avoir au départ des faisceaux d’électrons polarisés. Mais alors, en pre-
nant une polarisation convenable, on gagne un facteur 4 dans o(ete™ — v v, HH).
Il semble donc qu’il y ait une complémentarité entre différents canaux mais il est
presque certain que la convolution avec les spectres de photons ne permettra pas
aux collisionneurs vy de faire significativement mieux qu’en e*e~pour la production

de paire de Higgs (voir chapitre sur le couplage H?).

Avant de réaliser la convolution entre les fonctions de structure et le sous-
processus (W*TW~ — HH) étudié auparavant, regardons en détail la virtualité
des W internes en tracant cette fois encore log(—@Q?/s). On obtient la figure 7.12.
Les valeurs de —Q? obtenues sont bien voisines de M3, et on s’attend pour les trans-
verses a une approximation raisonnable. Par contre on a toujours le méme probleme
pour les longitudinaux (figure 7.13) avec une valeur moyenne de Q* qui n’est pas
petite et qui rend bancal le formalisme de fonctions de structure dans ce cas. Comme
on le verra plus loin, on reproduit a peine le comportement de la section efficace

lorsqu’on a des longitudinaux sortants.

Si on prend la fonction de structure en W, du photon donnée dans (5.18) et
en tenant compte du facteur 2 de charge dans la convolution on peut conclure

que la section efficace de vy — Wy W, HH doit étre environ 2(4s%,)2 (V) fois la

(MPour établir le facteur (4s3,)?, il suffit de constater que le couplage YW+ W~ vaut e alors
que le couplage de e~ W v est g/v/2. Donc pour obtenir e il faut multiplier ce dernier par v/2sy .
Ce coefficient doit étre mis au carré car il est présent deux fois dans I’amplitude, puis encore au
carré pour la section efficace ce qui donne 43‘%,[,. Comme une seule combinaison de polarisation est
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Fig. 7.12: Ces courbes représentent les virtualités des W dans le processus yy —
WA W, HH. Sur la figure du haut (My = 100 GeV), la courbe la plus & droite
correspond a /s = 1 TeV, ensuite & sa gauche /s =2 TeV puis 3 TeV et 4 TeV,
et les lignes verticales ont pour abscisse log(M3,/s). En bas (Mg = 400 GeV)
Comme pour vy — WTW ~H, on constate que la virtualité moyenne se situe aux
alentours de MI%V
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Fig. 7.13: Distribution en log(—Q?/s) pour vy — W W, HH.
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section efficace de ete™ — 1,0, HH a haute énergie, quand la différence entre les
deux espaces de phases est faible. La comparaison entre les deux sections efficaces va,
donc nous donner une mesure de la contribution des graphes de bremstrahlung dans
le processus vy — W/ W. HH dans la mesure ol on a vérifié avant que les fonctions
de structure reproduisent trés bien ete™ — v, HH. Il est difficile d’obtenir cette
information autrement car on ne peut séparer les graphes de bremstrahlung des
autres. Ceux-ci ne forment en effet pas un sous-groupe invariant de jauge. Pour
My =100 GeV, la contribution de ces graphes de bremstrahlung est non négligeable
mais pour Mg = 400 GeV, elle est plus réduite et de 'ordre de 30% a 8 TeV. Il
n’est donc pas pas tellement surprenant que la section efficace exacte soit moins
bien reproduite dans le mode v+ par Papproximation du W7y, effectif que dans ete™.
Néanmoins, on peut voir (Fig. 7.15) que pour un Higgs de 400 GeV, 'approximation
n’est pas beaucoup moins bonne que dans le cas de la production d’un seul Higgs[75].

A 8 TeV, la section efficace est reproduite & 30% pres.

Dans le cas de vy — WTW ™~ HH on vient de voir que lorsque les W sont trans-
verses alors 'approximation du W équivalent fonctionne assez bien pour un Higgs
lourd. Si I'un des deux W ou les deux sont longitudinaux, on ne s’attend pas a un
miracle au vu de la distribution en Q? (figure 7.9), et en utilisant les mémes fonctions
de structure que précédement on obtient les figures 7.16(®). Comme précédemment
dans vy — WHW~H, le choix du Q; dans le logarithme est déterminant. Dans tous

2 (correspondant & I'impulsion

les cas que nous venons d’étudier, la valeur s(1 — z)
transverse maximale) surestime tres largement les sections efficaces en général. Le
meilleur résultat est obtenu en fait en prenant pour QZ la valeur $/4 = 7s/4. Notons
aussi sur ces figures la différence importante entre les modes J, = 0 et J, = 2. On
peut interpréter ce décalage par un effet important des graphes de bremstrahlung
(graphes 1b — ¢ et 4 — 10 de la figure 4.5). En effet, si les graphes de fusion domi-

naient réellement, I’hélicité du photon étant transmise au W spectateur associé, et

possible dans ete~alors que les 4 donnent le méme résultat dans 7, il faut encore multiplier par
4 et on obtient (4s%,)2.

(8)Les expressions entre parenthéses sur ces figures sont les termes qui interviennes dans les
fonctions de structure eq. ((7.8)).
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Fig. 7.15: vy - W*W~HH:
, au résultat exact (011 ) pour un Higgs léger ou lourd. o
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le sous-processus n’étant alors pas influencé par cette polarisation, la section efficace
devrait dépendre peu du spin total transmis. Or on constate en particulier dans le
cas LL que ces section efficaces se rapprochent lentement mais que pour des énergies

plus petites que 5 T'eV 1'écart est important.
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Fig. 7.16: Comparaison exact - approximation pour vy — W+W ~HH. Les figures
du haut correspondent & My = 400 GeV et celles du basa My = 100 GeV. J, = 0 et
J, = 2 indiquent les sections efficaces exactes pour les deux modes de spin possibles.
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Chapitre 8

Conclusion

Les travaux qui ont été exposés dans cette these sont de deux types: phénoménologie
pure quant a la mesure des selfs couplages du boson de Higgs et les tests de fonctions
de structure, et des aspects plus théoriques concernant la facon dont 'invariance de
jauge se manifeste dans des processus de diffusion électrofaibles, avec comme optique

initiale la dérivation la plus rigoureuse possible de fonctions de structure.

Comme je I'ai montré dans la premiere partie de cette these, une connaissance
complete, expérimentale, du secteur scalaire de 'interaction électrofaible (s’il existe)
est encore hors de portée mais 1’essentiel peut étre réalisé. La découverte du boson
de Higgs au collisionneur LHC est tout a fait envisageable si sa masse est dans la
fenétre permise par les contraintes de Grande Unification et de stabilité du potentiel
de Higgs. Mais trouver une particule scalaire dans la nature ne suffit pas, encore
faut il qu’elle puisse se coupler aux fermions (proportionnellement & leur masse) et
a elle méme pour pouvoir étre décemment assimilée a une particule de Higgs. Le
potentiel minimal envisageable comporte un couplage entre trois bosons de Higgs
et un couplage entre 4 Higgs. Ce dernier ne me semble pas mesurable dans les

collisionneurs envisagés pour un avenir proche ou moyennement proche (LHC, NLC).
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Les sections efficaces sont si faibles, et ’analyse si difficile qu’il parait déraisonnable
de donner mieux que des limites tres larges sur ce couplage. Néanmoins, le couplage
a trois Higgs peut étre mesuré. Si le Higgs est relativement léger (autour de 100 GeV)
la mesure peut étre effectuée avec une précision estimée a 10 % (au mieux). Si sa
masse est plutot de I'ordre de 400 GeV, les sections efficaces sont tres faibles et le
peu de statistique qu’il sera possible d’obtenir ne permettra pas de faire mieux que
d’établir des limites larges, avec toutefois un contre-effet bénéfique qui est que la
contribution du couplage aux processus devient dominante (partie “signal”) et que la
discrimination de ce signal est alors plus facile. Par conséquent dans cette situation
avec un couplage hg tres différent de 1, le peu d’événements collectés suffiraient a
exclure le Modele Standard Minimal. Suivant la masse du Higgs on peut donc utiliser
différentes analyses qui permettent de recouvrir le domaine de masse du Higgs, c’est

a dire jusqu’a environ 1 T'eV ou la théorie perturbative cesse d’étre valable.

Le temps qui nous sépare de la construction éventuelle du collisionneur NLC
est encore loin et il est tres difficile de spéculer sur I'évolution des technologies
comme des résultats théoriques. Si jamais ce collisionneur pouvait étre doté d’une
trés haute luminosité (> 100 fb~ ') la mesure du couplage a trois bosons de Higgs
pourrait étre effectuée avec plus de précision (moins de 5%) et du coup peut-étre que
le couplage a 4 bosons de Higgs pourrait étre estimé de facon moins incertaine. En
effet, un obstacle important a cette mesure est que les processus faisant intervenir le
couplage a quatre Higgs font intervenir aussi le couplage a trois Higgs, ce qui ajoute
une incertitude supplémentaire. Si I'incertitude sur le couplage a trois Higgs peut
étre fortement réduite (un peu ne suffirait pas), a I’aide par exemple d’une luminosité
plus importante, alors mettre des limites sur le couplage H* est envisageable. Avec
les données actuelles, ces considérations restent encore malgré tout un peu de la

science fiction.

Nous avons vu aussi que de nombreux tests de la brisure de symétrie passent
par ’étude de réactions de fusions qui dominent largement les processus. Nous nous

sommes donc éfforcés de chercher a compléter partiellement le formalisme des fonc-
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tions de structure afin de pouvoir convenablement approximer ces processus. Nos
résultats sont mitigés. Autant les fonctions de structure simples qui existaient dans
la littérature s’averent efficaces dans certaines situations, autant les raffinements
que nous y avons apportés n’apportent d’amélioration que sur des processus parti-
culiers. Il me parait difficile d’arriver a trouver un formalisme tres général qui donne
de bons résultats a tous les coups. Nous avons néanmoins montré qu’on peut, sous
réserve de coupure éventuelles, correctement approximer un processus dominé par
un W transverse dans le canal ¢ avec une fonction de structure. Nous avons vu aussi
que 'idée de Bell de calculer les processus en jauge unitaire (et en utilisant I’astuce
de Veltman) peut donner dans certains cas de bonnes approximations, méme s’il
ne s’agit pas d'un formalisme de fonctions de structure (qui ne sont pas une fin en
soit). Il nous faut par contre déchanter pour la production dans I’état final d'un W
longitudinal, et les distributions dans la virtualité du W interne semblent indiquer
que 'approximation en termes de fonctions de structure n’a méme pas lieu d’étre
semble t’il. Notons que sur les questions d’invariance de jauge nous avons émis un
certains nombre d’idées que nous n’avons pas encore exploitées a fond et qui sont

encore source de nombreuses recherches.

Ces notions d’invariance de jauge dans les graphes de Feynman sont en effet
cruciales et par exemple, une collaboration japonaise avec laquelle nous travaillons
a d’énormes problemes pour vérifier les résultats d’un logiciel qui calcule a une
boucle n’importe quelle amplitude de diffusion. Lorsqu’on sait que le processus vy —
W*W ™~ compte plus de 200 graphes, on comprend les difficultés qu’il y a a tester
la validité de 'amplitude calculée, et aussi a simplifier les calculs au maximum.
Les différentes techniques de choix de jauge qui ont été exposées dans le chapitre
3 sont prometteuses et vont tres probablement nourrir une activité de recherche
intense dans ’avenir. Peut-étre y a t’il a la clef une compréhension en profondeur
des théories de jauge, et une simplification de I'image que nous nous forgeons en

tant que physiciens des interactions fondamentales dans la matiere.
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Chapitre 9

Annexe A : amplitudes hélicités

La phénoménologie des particules élémentaires nécessite des outils particuliers de
calcul. Outre les moyens de calculs formels ou numérique, I’étude des processus phy-
siques nécessite de regarder en profondeur les amplitudes de transition. La conserva-
tion du moment cinétique est une donnée importante qui permet de faire certaines
prévisions physiques et c’est pourquoi le phénoménologue a souvent besoin de cal-
culer les amplitudes hélicité des processus étudiés. Dans les méthodes usuelles de
calculs, on calcule le module carré de 'amplitude, moyenné sur les hélicités ren-
trantes et sommeé sur les hélicités sortantes. On perd ainsi beaucoup d’informations
sur les symétries (géométriques et de jauge) du probleme et surtout, il devient diffi-
cile de diviser un processus complet en sous processus car on n’a plus alors acces a la
matrice densité de chaque sous processus. De plus, les amplitudes hélicités donnent
souvent des expressions condensées plus faciles a manipuler numériquement et méme
parfois analytiquement. Avec les prochains collisionneurs a tres haute énergie, les
processus physiques comprendront beaucoup plus de particules et il sera indispen-
sable alors de pouvoir travailler avec des expressions raisonnables en taille. C’est
pourquoi mon premier travail a été de regarder différentes facons de calculer ces

amplitudes. J'ai donc développé une méthode de calcul qui est manifestement co-
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Fig. 9.1: Amplitudes incluant des paires de fermions

S f f
Min, n — Mm, out =
f
f f f

Mout, n — Mout, out

variante et rend plus agréable le calcul d’amplitudes qui comprennent des fermions.
Les résultats obtenus sont en fait des généralisation de 'utilisation des formules de
Bouchiat et Michel[36]. Cette annexe s’intéresse donc essentiellement au fermions, et
lorque des bosons sont présents on peut se ramener a une expression ne dépendant
que des impulsions présentes dans le processus (comme on ’a utilisé dans le premier
chapitre de cette theése avec la formule du groupe CALKUL [37]), ou bien a des
produits de spineurs[57, 100].

Considérons donc des processus comprenant juste une paire de fermions en entrée

ou en sortie (voir fig. 9.1).

Leurs amplitudes s’écrivent alors:

M, m = (P4, hy)Oulp-, h-) = tr{u(p-, h-)v(ps, hy) O] (9.1)

in, in
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Mo, qm = U(p-, h-)Ov(py, hy) = trlv(py, hy)up-, h-)O] (9:2)

(p+ est le moment de chaque fermion et A leur hélicité). Ici, plutot que de décomposer
les spineurs en leurs composantes, ce qui est fait habituellement, on préfere exprimer
I’amplitude sous la forme de la trace du produit de deux matrices 4 x 4, 'une étant
le produit des deux spineurs que l'on va chercher a écrire sous une forme simple
(M et autre étant Popérateur d’interaction. Dans tous les calculs qui suivent, nous
considérerons les paires de fermions dans leur centre de masse. Cette hypothese
s’applique dans le cas des collisionneurs e*e™ ou les fermions entrant ont méme
énergie dans le référentiel du laboratoire. Si besoin, la formulation covariante des
amplitudes nous permettrait de faire facilement des transformations de Lorentz.
Nous prendrons aussi la représentation standard des matrices v* de Dirac. Notons
enfin que dans I'exemple présent, nous regardons des paires de fermions entrantes

ou sortantes. Le cas oll un fermion entre et ’autre sort se généralise tres facilement.

Afin de s’affranchir des impulsions des fermions, on calcule les spineurs dans leur

référentiel propre:

up(h-) = (X_E)h_) ) et vo(hy) = (x (Oh ) ) (9:5)

et x4+ sont deux vecteurs propres des opérateurs d’hélicité des fermions et antifer-
mions. Les valeurs des hélicités (hy) sont choisies normalisées a +1. Nous noterons

dans la suite Ny = (Fy 4+ my)~"/2.

(DDes variantes de cette forme existent dans la littérature, voir [36, 106]. Une autre technique
de calcul avec des spineurs a été développé par Hagiwara et Zeppenfeld[107] en se ramenant a des
spineurs de Weyl. Cette méthode donne un algorithme rapide de calcul mais ne présente pas le
résultat sous une forme explicitement covariante.
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Nous avons donc:

Mo = —N_Notrl(ho +m_yu(hyio(hs) (s — me)O]  (0.6)
Mo = —N_Notrl(hs — my)oo(h)io(h) (b + m)O]  (0.7)
wo(hy) = 7 ( X“gh*) ) = w(hs) = —(xh, 0)7° (0.5
Min =
T
NNyt | (o + m_) ( X‘(h‘)ox+(h+) g ) s —mo|  (©09)
Mout -
N Nytr [(m — ( X“”*)OXT(“ 2 ) P +m 0| (9.10)

Si nous notons alors = x_(h_)x} (hy) et Q = xo(he)x(h_) = Qf, ces

matrices peuvent étre exprimées dans la base de Pauli:

ayy a

Q, = ( e ) (9.11)
Q21 A22
1403 1—o° ol +io? ol —io?

+ a9 + a9 —+ a9 (9.12)

= 4an

1 .
= S (aly +b3) (9.13)
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a = 2(a11 + ag)
Q12 + a1
b = 2 i(am - 021)

a11 — Q22
Et de méme nous avons: s = 1(a*l>+b*7). Notons aussi que la matrice 7° agit

dans les traces comme l'identité sur les matrices contenant {2; ou {25. Ces matrices

4 x 4 peuvent alors etre exprimées dans la base de Dirac de la fagon suivante:

0\ 1 (&0
B
1(1 0 - 0 & 01

S0

1 R
S e A (9.16)

= (a—By°) (9.17)

—

avec B* = (0,b). Si on insere I'expression précédente dans notre amplitude on

obtient :

Min = S50+ m )0 +90 @ B —m )0 (919

N (e — )y (A0 — B (B +m)O] (9.19)

Mout

Et comme nous sommes placés dans le centre de masse des deux fermions on peut

écrire :



174

o betp- Pt
E,+E_ Vs

(9.20)

ce qui donne:

Mip =
N_N,
8v/s
Mout =
N_N,

8y/s

tr{(p- +m-) (Vs + by +p-)(a7" = B) (s — m) O] (9.21)

tr{(ps —mi) (Vs — po — p-) (@7 + B)(p- + m-)O]  (9.22)

Les équations précédentes sont assez générales, mais nous allons les simplifier
pour le cas ou on peut négliger la masse des fermions. Ce sera notre cas pratique
car nous regarderons des collisions a de tres hautes énergies et cette approximation

est alors excellente. Elle donne tout d’abord :

Min = —trlp (Js+5 +p)ar — BpO) (9.23)

4s
Mo = —trlpy (V5= p — )0 + B)$-0) (9.24)

Si maintenant nous écrivons la forme la plus générale d’un opérateur dans la base

des matrices de Dirac nous avons :

O =al + B7° + b, + p,7° + 030" (9.25)

ou 03, est un tenseur antisymétrique et les coefficients sont donnés par:
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a = rl0] = 1tr[Oy]
o = (0] o = tr[07"]
O3 = %tr[@a’“’]
On a alors:
M = —Ttr[075]+%03,wp_ap+56 on
B'p+ ]_

—— rlol - 4—\/5757“[757%4% +6,77)] (9-26)

Et de méme pour M,,;. Le dernier terme peut étre exprimé d’une facon plus
simple. Mais pour faire cela, nous aurons a calculer explicitement B. Dans le cas
simplifié ot on prend ’axe [0z) de quantification dans la direction de I'impulsion

du fermion, "antifermion allant dans la direction opposée, on a:

Dans le cas général et en coordonnées sphériques on a:

1 e"?/?(cos(0/2) — sin(A/2) 4 h_(cos(6/2) + sin(6/2))
o) =3 ( e=%/2(cos(6/2) + sin(6/2) — h_(cos(0/2) — sin(6/2)) ) (627)

et x+ (0", hy)=x_(0,¢, —h,). Mais dans notre cas simple nous avons:
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a = 1+h_hy (9.28)
1—h_hy w

b = | i(ho—hy) | =] i (9.29)
h_+hy o

On a les propriétés remarquables: w? = §%2 = 2w, wd = 26, wo = o = 0. On a
alors assez facilement tr[p_Bp., (4, + $,7°)] = —sB - (20, + d0s) ott B* = (0,w, i6, 0)
est en fait le méme quadrivecteur que B mais pour lequel o vaudrait 0. Comme
w = §%/2, on peut voir que ce terme , qui est le seul qui reste pour de nombreux
processus, vaut 0 si on a les mémes hélicités pour f et f. Cette propriété vient
du fait que beaucoup de processus ne font intervenir que des bosons vecteurs et la
conservation de I'hélicité est prédite par la théorie de jauge. Par conséquent, au lieu
de garder B, on peut se limiter & utiliser n* = (0,1,7,0) tel que B = 210h,,—h_,
ou £ = £1 est ’hélicité du fermion f. Avec cette convention, le dernier terme vaut

Y47((1 4 £97)O] et on a finalement :

Mio = = 2L2t0(0p ] = PEVE0(0] by, V014 217)0] 930

9.1 Remarques

e Pour deux fermions dos a dos ou face a face mais ne se déplacant pas dans la
direction [Oz) , il y a une rotation qui transporte le vecteur b que nous venons

de voir vers le vrai vecteur b . Plus précisément, si on note:

cos(d) 0 sin(h) cos(p) —sin(p) 0
Ry = 0 1 0 et Ry = sin(y) cos(p) 0
—sin(f) 0 cos(9) 0 0 1
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alors on a:

B=0,0=0) — (0,0+#0) (9.31)

b — Ry-Ry(b) (9.32)

e La formule précédente obtenue pour M;, n’est valable que pour des fermions
de masse nulle allant dans la direction de I’axe [Oz). Cela peut étre facilement

généralisé dans le cas massif mais le résultat est un peu plus compliqué.
e Les spineurs sont normalisés tels que uu = 2m_ , v = —2m,,.

e Avec nos notations, I'indice — représente le fermion et + I'antifermion, et non

la charge des particules.

9.2 Application a la production de paires de neu-

trinos

La technique peut étre un peu améliorée en évitant de faire intervenir des demi-
angles qui engendrent des “défauts topologiques”®) qui sont de plus numériquement
génants puisqu’ils nécéssitent des conventions de signes supplémentaires liées aux

axes de référence.

En représentation chirale on fait directement apparaitre les spineurs de Weyl qui

s’écrivent:

—e~/24in0/2 —ip/2 0/2
@L:\/E( e ¥ sinb/ ),@R:\/E(e COS/) (9.33)

e"?/% cos 02 e'?/?sin 0 /2

2)Ce que jappelle défaut topologique est seulement le fait qu’une rotation de 27 engendre un
signe, et n’est donc pas directement invariant. Mais c’est bien stir une qualité pour obtenir la
statistique de Fermi-Dirac!
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et on a alors:

N , 0 0
v(p)u(p) = VEE (fI)L(p')q)TL(p):Q 0) (9.34)

_ @7(2 g):...:@“ﬂe (9.35)

en utilisant la notation a® = 2(Qy; + Qoy), a' = —2(Qus + Qa1), a® = —2i(Qyy —
Do1), a®> = —2(Q11 — Qo). Lorsque les neutrinos ne sont pas dos-a-dos, a’ n’est pas
nul et on peut lui imposer d’étre réel en multipliant par sa phase et on obtient la

forme suivante pour a*:

(9.36)

. V2147 i
a” =
— (i + 01+ i AT

On constate de visu que a* est perpendiculaire aux impulsions des neutrinos, et
qu’il représente en fait un mode de polarisation elliptique associé au vecteur 77 — 71'.

On a donc recombiné les deux spin-(1/2) pour former un spin-1.

9.3 Symétries de I’équation de Dirac

Dans cette section, je vais rappeler les différentes symétries connues de 1’équation
de Dirac qui ont ou n’ont pas de role physique. Ces rappels sont destinés a faire
apparaitre la complexité des fermions, et les subtilités que cela implique lorsqu’on
est amené a écrire des amplitudes hélicité impliquant des fermions (comme on vient

d’en expliciter une méthode dans la section précédente). Le lagrangien de Dirac est
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en effet simple a écrire:

£ = §(ir"d, — m) (9.37)

Les équations du mouvement sont du premier ordre, et la nature fermionique des
champs qu’elle décrit est regroupé dans les matrices v* de Dirac ou plus mathématiquement

dans 1'algebre de Clifford associée & ’espace de Minkowski(®).

Mais observons les différentes symétries de cette équation :

e Les premieres symétries qui viennent a l’esprit sont celles qui engendrent des
courants de Noether standards: symétrie par translation (qui n’apporte pas
plus d’information que les équations du mouvement), par transformation de
Lorentz, et l'invariance de jauge (ici globale & moins de rajouter un champ de
jauge dans I’équation). L’invariance de jauge vient d’un groupe U(1);quge, €t les
spineurs se transforment par transformation de Lorentz a 1’aide de matrices
unitaires de la forme exp(io,,w"’/2) dont I'expression est assez simple en

représentation chirale.

e Le terme “représentation” que nous venons d’utiliser est employé dans la litte-
rature pour signifier deux choses différentes. La premiere signification concerne
les propriétés par transformation de Lorentz, et comme on vient de le rappeler
dans 'alinéa précédent, les spineurs (fonctions d’ondes) se transforment selon
une représentation irréductible du groupe de Lorentz[109, 110]. L’autre signi-
fication concerne les matrices de Dirac. Le lagrangien de Dirac est en effet
invariant par changement de représentation des matrices v#, c’est a dire en ef-

fectuant la transformation v* — Uy*U~" et 1) — Usp avec U € U(4) 1. Cette

(3)Si M est une algebre de dimension n sur laquelle est définie un produit scalaire <, >, I'algebre de
Clifford associée £ est constituée d’éléments vérifiant {a,b} = 2 < a,b >. Dans le cas de Minkowski
on a effectivement {v*,7y”} = 2¢"”. Une définition plus mathématique et rigoureuse consiste &
quotienter 'algebre des tenseurs par I'idéal engendré par les éléments de la forme a ® (zr @ z— <
z,x >)®b, avec a et b homogenes. (voir [108])

(4)U(4) est le groupe des matrices 4 x 4 a coefficients complexes et unitaires, i.e. U~! = U,
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symétrie n’est a priori pas physique et encombre les calculs d'un arbitraire

tres important.

e [’axe de quantification du spin. On y pense rarement mais on se rend compte
dans la plupart des calculs explicites que ’on prend toujours 'axe [Oz) pour
mesurer le spin. C’est en fait un choix arbitraire, sauf pour le cas des fermions
de masse nulle pour lesquels la notion de spin n’a de sens que dans la direction

de I'impulsion de cette particule, ce que ’on appelle I'hélicité.

Y a t’il des relations entre ces symétries? La réponse est oui. Par exemple
'intersection entre Lorentz et le groupe de Clifford U(4) est composé des rota-
tions. Une propriété non triviale du groupe de Poincaré consiste dans le fait que les
générateurs de groupe, qui sont des éléments de 1’algebre, se transforment comment
des tenseurs. Autrement dit il y a une action naturelle du groupe sur l'algebre, et
cette contrainte donne immédiatement les relations de commutations des générateurs(®)
sans meme qu’on ait besoin de les calculer a partir d’'une représentation explicite
(voir [111] p. 60). Dans la représentation spinorielle du groupe de Lorentz ), les
générateurs sont ¥ = %[’y", 7”], et dans la représentation chirale des matrices de

Dirac on peut écrire une transformation de Lorentz sous la forme:

U(A) — ei/%“’”wu,v — (9.38)
1/23(0+i) 0 ot/ 2w TV 0
o] = . (9.39)
0 62/20(0—1(;5) 0 ez/Qw#,,,J*#ﬂ’

OUJwv, J0o) = ida5(g™ 970 9" + g*¥ gh7 ghr — g™V ghr g — gr gl gr)

(6)Par représentation spinorielle on entend usuellement la représentation définie par les nombres
(1/2,1/2). Cela signifie que cette représentation du groupe de Lorentz peut se voir comme étant
composé de 2 fois le groupe SL(2,C) (les spineurs & 4 composantes sont alors formés de deux
spineurs de Weyl & 2 composantes qui se transforment chacun indépendamment selon le groupe
SL(2,C) des matrices 2 x 2 complexes de déterminant 1, propriété qui se manifeste dans la
représentation chirale les matrices v# de Dirac; notons encore une fois ici I’emploi dans deux
significations distinctes du mot “représentation”).



en posant J4 = glkgk /2 JOF = Lok whi = cRQR et WO = ¢ JHV et JHY sont

alors self et anti-self dual.

9.4 Lagrangiens quadratiques

9.4.1 Cas d’un champ de jauge abélien (U(1).,)

Nous venons donc de voir que le spin est une notion délicate a manier pour
les fermions, tant cette notion est présente sous différents aspects dans les fonctions
d’onde. Une question que I’on peut se poser est alors de savoir si on peut séparer dans
la théorie les contributions liées & la charge électrique (de type QED scalaire) des
contributions dues au spin, a I'aide du tenseur o*”. Dans ce paragraphe je présente
les calculs tels que je les ai dérivés pour obtenir cette décomposition et je montre
qu’il suffit de faire une transformation (non triviale? ) sur les spineurs pour obtenir

ce résultat.

[’équation de Dirac s’écrit :

(iD—m)b =0 (9.41)

avec D, = 0, + ieA,. Multiplions par Uopérateur conjugué —(iJpf +m) = —(i(J

—ied) +m).
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—(@D +m)(iD—m)p =0 = (I P+ 2med +m*)p (9.42)

PP= (@~ ied)(@ +ied)y = Op + e A + ied(4p) — ie APy (9.43)

et on a:

APV = Ay AL = 29" A0 — Y A (9.44)
= 24,0") — J(4Y) + (§A) (9.45)

Ce qui nous donne au bout du compte:

Ov + 2 A% + m? + 2ied(Ap) + 2me Ay — 2ieA,0") — ie(PA)p =0 (9.46)

On veut alors éliminer les termes linéaires dans la masse et pour cela on peut

réutiliser 1’équation de Dirac comme suit :

(i —mp = edi (9.47)
(i@ +m)(id —m) = (i@ + m)edy (9.48)
—O¢Y —m*p = ie@(Ar)) + medy (9.49)

et on obtient:

—O — m* + > A% — 2ie A, 0" — ie(PA) =0 (9.50)
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akv

Et on montre facilement que i(@4) = 19, A" + %

F,, donc on a finalement pour

nouvelle équation du mouvement, :

O + m2 — e2A%) + 2ie A, 0M) + ie(D, A" + gaﬂ"Fﬂ,,w —0 (9.51)

Considérons maintenant le lagrangien

Lo = (9, —ieA,)P(d" + ieA")i) (9.52)
= 00" + 2 A% + ied, h APrp — ie A p0M (9.53)

Alors Euler-Lagrange donne:

oL oc | |
au (3(8“;)> _ 377/;0 = Oy + QZeAual‘w 4 Ze(aﬂAu)w _ 62A2w —0 (9.54)

Ce qui nous montre que la nouvelle équation du mouvement peut étre dérivée du

lagrangien suivant :

L= (0, —ieA,) (0" +ieA")) — m*hyp — g&a‘“’FWw (—EF’“’FW> (9.55)

Ce nouveaux lagrangien permet de calculer de nouvelles regles de Feynman et
on constate sur de nombreux exemples que les amplitudes hélicités des processus
électromagnétiques sont les mémes qu’avec les anciennes regles a condition de norma-
liser les nouveaux spineurs par le facteur 1/ v2m. Notons aussi la nouvelle symétrie

qui apparait dans la transformation ¢ — exp(3vs)v.
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Si on veut dériver ce lagrangien de facon plus formelle, il faut tenir compte de la
réutilisation de I’équation de Dirac dans la procédure. En fait on réalise simplement

la transformation suivante des champs (7 :

Remarquons que 'opérateur agissant sur ¢ n’est pas l'opérateur conjugué mais
lopérateur direct en changeant le signe de la masse. Cette transformation effectuée
dans le lagrangien de Dirac, il suffit alors d’intégrer par parties pour obtenir le la-
grangien précédent. Grace a la mise en évidence de cette transformation des champs,
on peut montrer directement le résultat précédent, a savoir que les amplitudes de
diffusions que I’on calcule avec les nouvelles regles de Feynman (a I’arbre) sont égales
a celles que ’on aurait calculé avec les anciennes regles. Pour cela il suffit d’invoquer
le théoreme de Coleman-Wess-Zumino [103] qui donne directement ce résultat pour
n’importe quelle transformation des champs qui laisse l'origine (¢» = 0) invariant.
Jai essayé d’employer cette technique dans le cas SU(2);, ® U(1)y ou des diffi-
cultés apparaissent, dues a la violation de parité. Je n’ai pas obtenu de résultat
intéressant dans ce cas®. Ce type de calcul a néanmoins déja été effectué en QCD,

dans loptique de la factorisation des couleurs [112] (voir chapitre 3).

(M Je me suis rendu compte en rédigeant cette thése que I'idée “d’élever au carré” I’équation de
Dirac est ancienne et que l’on retrouve ces calculs en 1957 dans [28].

(®)Le seul résultat positif a été obtenu pour SU(2)r, ® SU(2)g, mais ce cas est trop similaire &
U(1) pour étre intéressant.
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9.5 Invariance de jauge en QED scalaire

Pour tester I'invariance de jauge dans une serie de graphes de Feynman, le cadre le
plus simple est évidement la QED scalaire. L’invariance de jauge de cette théorie est
une nécessité pour assurer I’invariance par transformation de Lorentz des éléments de
la matrice de diffusion. En effet, si on chercher a quantifier un champ de spin 1 sans
masse, les “vecteurs” de polarisation ne peuvent se transformer comme un vecteur
par une une transformation de Lorentz. Par contre, la quantité f** = ptec” —p”ct se
transforme effectivement comme un tenseur. Ce qui sauve la théorie c’est justement
que lorsqu’on remplace une polarisation de photon par I'impulsion correspondante
dans une amplitude de diffusion, on doit obtenir 0. De sorte que le terme proportion-
nel a 'impulsion qui émerge des polarisations dans une transformation de Lorentz
est absorbé par le reste de Pamplitude (9. Une idée qui m’est venu & ce propos est de
savoir s’il est possible de factoriser dans toute amplitude les tenseurs f** associés a
chaque photon de facon a extraire les parties invariantes de jauge. Prenons I’exemple
tres simple de deux scalaires chargés qui émettent deux photons. On a alors en QED

scalaire les trois graphes suivant:

st «(\/\/\/72 . «(\/\/\172 N
AN
5 | 5 |
37———L\/\f\/72 87———L\/\/\J% v
(1) (2) s=/ (3

Utilisant les regles de Feynman usuelles on obtient :

(O En effet, par une transformation de Lorentz appartenant au petit groupe de Poincaré , une
polarisation (k) devient e?&(k) + ck (voir [111], chap.8, ou encore [113]) ol € est une phase et
c une constante.

Y2

Y1
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— _je? (e1-p1)(e2-p-) _ i (g2 py)(e1-po) E o e
M= 2(p+ - p1) 2(py - p2) T (e1-22) (9.58)

et apres quelques manipulations, cette expression peut se re-écrire de la facon

suivante :

M= e’ pr fi” p+ﬁf2a’ﬁ
- Ty Ju,a
2 (p+ 'pl) (p+ 'Pz)

(9.59)

U et £97 sont les tenseurs pie” — p¥et associés respectivement au photon 1
ou j; 2 p p p P

et 2.

Autre exemple qui nous concerne plus, yH — WTW ™ peut se factoriser de cette

facon et son amplitude peut s’écrire:

__ legMw v . et _ (et . e VT
M'yHﬁW"‘W— - (p7p+)(p7p—)f7 ((p'y (p-l- +p—))6 €y (8 € )pupu) (960)

D’un point de vue pratique, cette méthode peut peut-étre donner lieu a des
calculs analytiques et numériques plus simples grace a la forme compacte du résultat
obtenu. Est-ce qu’il existe une procédure générale pour factoriser les amplitudes de
cette facon? Je pense qu'on peut effectivement le conjecturer. Nous avons déja
rencontré dans cette these ce genre de situation lorsque pour la désintégration du 2
en trois photons nous avons re-écrit le Lagrangien en fonction des tenseurs self-dual
et anti-self-dual, ce qui nous a donné des informations sur les combinaisons d’hélicité
possibles. Et on peut se demander si on n’aurrait pas pu obtenir ’expression de
I’amplitude de fagon plus directe. Néanmoins, il ne faut pas perdre de vue que

reformuler la théorie des champs en termes de F** = gt A — 0¥ A¥* comme variable
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dynamique plutot que le potentiel A* est rendue impossible par I'existence de 'effet
Aharonov-Bohm [114] (confirmé par I'expérience dans les années 60 [115]). Peut-étre
malgré tout est-ce faisable lorsqu’on étudie un nombre finis de particules ponctuelles
(ce qu'on étudie en physique des hautes énergies). Cela suppose a priori qu’on se
limite a I'ordre de 'arbre de la théorie des perturbations, car les ordres supérieurs
font intervenir des effets de taille finie. Le raisonnement qui renforce la possible
validité de cette conjecture est le suivant: [’effet Aharonov-Bohm est un effet de
nature topologique, c’est a dire qu’il apparait lorsque la topologie du probleme que
'on étudie n’est pas simplement connexe!®. C’est le cas par exemple en faisant
diffracter un faisceau de particules autour d’un solénoide extrémement fin et de
longueur quasi infini. Le champ magnétique a l'extérieur du solénoide est nul et
pourtant les particules voient leur franges de diffractions déplacées plus ou moins
en fonction du courant passant dans le solénoide. Mais si le probleme auquel on
s'intéresse est un ensemble fini de particules ponctuelles, sur lesquelles le champ
d’interaction n’est pas forcément définit, la topologie réalisée ainsi est simplement
connexe. Ce qui semble confirmer ce point, c’est la possibilité d’utiliser la jauge de

Poincaré dans une telle topologie. En effet, celle-ci s’écrit :

At (x) = — /01 udu " F), , (uz) (9.61)

On peut vérifier aisément que dés lors que F),, = S uup o 07 vérifie ME,, =0,
on a bien F),, = 0,4, —0,A,. Autant cette jauge présente I'inconvénient d’étre non-
locale, autant elle a ’avantage d’étre non-ambigiie sur I’ensemble ot elle est défini(*").
Et justement, cette jauge est ici défini partout sauf aux points ou sont placées les
particules. Pour s’en convaincre, on constate sur la formule précédente que A" est
défini en un point = a la condition qu’aucune particule ne soit interposée entre ce

point et l'origine. Par conséquent A* est défini partout sauf sur un nombre fini de

(10) Autrement dit on ne peut pas toujours déformer contintiment un lacet fermé pour le contracter
en un point.

(IDLa jauge de Poincaré défini complétement A* sur son ensemble de définition, contrairement &
la jauge covariante 0,A* = 0 qui laisse encore un arbitraire sur le choix de A*.
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demi-droites ayant pour origine les particules et allant dans la direction opposée au
point origine (cela suppose bien siur que celui-ci a été placé a I’endroit ou se trouve
une particule). Ensuite par continuité du potentiel dans le vide, celui-ci est défini
partout sauf la ol sont placées les particules (possibles singularités a ces endroits).
Notons pour finir que dans cette “démonstration”, les points sont considérés dans

'espace de Minkowski (4 composantes).

Par conséquent si l'effet Aharonov-Bohm est bien absent lors de collisions de
particules a haute énergie, peut-étre est il envisageable de reformuler dans ce cas la

théorie des champs(1?)

en prenant comme variable dynamique du champ F), , plutot
que A,,. Ce point ne sera pas plus approfondi ici, laissant le lecteur apporter son esprit
critique sur cette conjecture. Des tentatives ont déja été faites dans la littérature,
en utilisant des boucles de Wilson [116, 117, 118, 119]. Notons que 'approche que

je développe est un peu différente, plus orientée vers les applications.

(12) Cette reformulation éventuelle s’entend au niveau classique de la théorie. Les corrections quan-
tiques faisant intervenir des effets de taille finie, le raisonnement tenu ici est caduque.



Chapitre 10

Annexe B: regles de Feynman

jauge non linéaire

10.1 Conventions générales

Si on écrit le doublet de Higgs sous la forme:

o+
1 )
ﬁ(v + H +ip3)
et avec les conventions suivantes:

Zy = cwW, —swX,

A, = SV[/WE +ew X,
g = e/sw

g = elew

9z = €/SWCW

€1
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(ew = cos(Oweinberg)s Sw = Sin(Oweinberg), € est la valeur absolue de la charge de

’électron). On a pour la partie scalaire du lagrangien :

D,® = (@ + %(gWu + g'YBﬂ)> P (10.6)
+_ 197 2 2 + Gt :
0,07 + 7(2CW3WAM + (cy — siw)Z,) 9" + EW" (v+ H +ip3)

1 , i l .
—(9,H + id,05) + —92W;q>+ — 72 7 (v + H + i)

V2 V2 2V/2

la partie cinétique en ® s’écrit :

(D“<I))2 =
2
0,0T0"d" + %(QCWswAu + (e — 51) Z,)° P B~
2
+ (W) (0 + )+ 65)
it %(QCWSWA# + (¢ — st) Z,) P + gW; (v+ H —ip3)| + h.c.
Q{%qﬁ(v + H —ips) (2ewswA, + (¢ — s2)Z,)W ™ + h.c.
+5(OuH) + 5 (Oupa)” + 5 (W -WH)RTe + =57 - Z)((v + H)" + ¢3)

—%W*“(@uH +i0p3) D + WTZZM@H +i0ups) (v + H — ips) + hoc.

992

1 (W= Z)®"(v+ H —ip;3) + h.c. (10.7)

et en posant:

W, — <auwy _ AW, + %g[Wu, Wy]>

= 5 (W) - AW — g W) (10.8)

et la partie Yang-Mills s’écrit :

EYM =
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O W W — 9, W oW
+%a“z,,avzu - %auz,,aﬂzu + %SMA,,G”A” - %@Ayal‘A”
—ig(WHW = = WHYW ™" (cwduZ, + swi,Ay)
—ig(ew Z" + swA") [WH9,W, — W9, W,']
+ig(ewZ¥ + swA) [Wﬂ‘a W, =W oW, ]
~g*(ewZy, + swAL) (W - W)+ g* (W, (ew Z" + swA")| W (ew Z¥ + sw A”)]

2

%(W+ WHY W™ - W) — (W+ W2 (10.9)

Le potentiel qui brise la symétrie s’écrit :

2 2
=\ |®TD — — 10.10
Vssn [ 5 )\] ( )
avec p2, A > 0 pour assurer la brisure de symétrie. Les masses des W* et du

Higgs sont :

My = 9—2” M2 =24 = 200% v = 246GeV (10.11)

et si on prend pour fixer la jauge les 3 lagrangiens suivants:

1
’Y Y
L; = —f(a ), ZH + gz—(u +EH)p3)? = —@(Gz) (10.13)
Ly = —£—|8“W+“ +iea(A-WH) +ifgew(Z - W)
w
igwd (v + SH — ifips) DT = ———(GFGT) (10.14)
2 Ew

un changement de jauge infinitésimal s’écrivant :
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Tableau II: Variations de jauge des champs.

SWE | ewE | W | W
g4 = FieW, 507 = FigewW, St 0, - tig(ewZ, + swA,) e
57 57 07 .
ﬁ: 0 ﬁg =0, ﬁi = :FZQCWW;F
§A §A 5A .
501 = 50z =" s
6D+ R 9z(Ey — sh) . 6D+ ig _ 6D+
W qzle(b 502 - q:Z 2 (p (Se—i — :FE(U + H j: ZSOg) (59—¥ =
H §H gz oH g -
504 50z = 27 50 T2
03 0ps gz 03 9xF
R 5072 ~ o W HH) 50t 2
5I/V#i = 0,0 F ing(cWHZ + swb) £ igh* (ew Z, + swA,) (10.15)
67, = 0,07 +igew(W, 0~ — W, 67) (10.16)
§A, = 0,00 +ie(WS o~ —W,0") (10.17)
§OE — ;é’(v + H +ip;)0F F %@i@cwsww‘ + () — 52,)6%) (10.18)
SH = %(m@— —9m0t) — %Zezg)g (10.19)
Sy = g(9+q>— Lm0 + %Zez(v + H) (10.20)

ce que 'on a résumé dans le tableau II.

Avec nos conventions pour fixer la jauge, le lagrangien des fantomes de Faddeev




s’écrit :

et on a:

oG4

504

oG4

067

0G4

Was

6G?

504

e

507

e

00+

0G*

504

0G*

607

6G*

50+

6G*

007

96" 5

9,0 -
0
TFied, WTH
0
72
0,,0" - +§Z—Z((v +EH)(v+ H) — £p3)
2

o ~2
Figew " WF — 52%(0 +EH)DT £ Zifg
w w

RN

2 ~
Fied, W + ieaWEok - +aAMWE + =Wy 7

Sw
2 -
+6 w (v +0H F Z./Z?(P?))(I)i
28W
Figew ' WE + caew —— AW, + - CW Z"W,
Sw Sty
ilecwﬁwiau ngﬂ( (v+ H) Fidp;)dF
Sw 4
+92§W(CW — siy)ew (v+ 0H T ipsi)d*

4
9,0" - +ie(9, A" + &aA*D,-) + igew (9, 2" + BZ"0,-)
+(WH W) (e2a+ ¢’ ch B) — (Z - A)swewg* (@ + B)

2§w

—A(A-A) = g* iy B(Z - 7) -

e
+ iw(v +v(140)H + iv(1 —/{)cpg—i-éHZ

(0 + &) (®TD7)

iiHcpg(é —R)+ ch03)

(¢t gew BT + L (@) 5 &)
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(10.21)
(10.22)
(10.23)
(10.24)
(10.25)

(10.26)

(10.27)

(10.28)

(10.29)

(10.30)

A partir de 1a on peut dériver toutes les regles de Feynman dans notre jauge, qui
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sont données dans les sections suivantes.

10.2 Regles de Feynman

Propagateurs
- g e e
- i o
m, = ;_2@ [gw (& —kz)kuku]
m = kQ—Zm%{
= k?—;ZMg
= kZ—gWM%/
o=
R =T
N Rl
vertex ®3

Dans la suite toutes les impulsions sont considérées comme entrante.

(10.31)
(10.32)

(10.33)
(10.34)
(10.35)
(10.36)

(10.37)

(10.38)

(10.39)
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[y*: ZM) (k) "o —ie {1; E_Z] [gaﬂ(p _p+)u + <1 + 5%) (kaguﬂ - kﬁgua)
+ (1 - 5%) (GpaP+s = GupP-a); @ = B]
W=%(p-)

Remarquons que si a et B sont égaux, le tenseur est le méme a une constante
multiplicative pres. Le premier terme représente le courant de charge (ou de convec-
tion) et ne dépend pas de la facon dont on fixe la jauge. Les deux autres termes

viennent du courant de spin.

Wiy(pw)

P2 S ittt - - 1 D)

ﬁ}p@)

On peut si besoin éliminer les vertex W+ Z et W*¢Ty. Pour éliminer ce dernier
il faut prendre o« = 1 qui simplifie aussi le vertex WW+ ainsi que WW~~), alors
que pour éliminer W*¢pFZ, on doit prendre g = —s%- /¢ qui ne rend pas vraiment
plus simple d’autres vertex. Notons aussi que ces vertex ne dépendent pas de &y, et

qu’il est impossible d’éliminer les autres vertex trilinéaires.
[WP(p); Z27]

H .

— i9” [gMw; g7 My]

(W=(p_); Z°]
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[903903]
H ig 2 T2 5 =
o { [_W(MH+2§W5MW);(9_>QZaMW_>MZ’§W_>§Z’6_>6)
w
AN
[80 ;903]
Vertex &*

WP [yt o 2]

—ie*[1; ew /sw ety /sty ] (29" g

—(g" g + g"g"*) (1 — &% /&w); (1 — aB/éw); (1 — B%/&w)])

wte ws
h¢ .
ig*(29"° 9" — (¢"79g"" + 9" g""))
o ©F
/
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Notons qu’il n’est pas suffisant de prendre & = 1 pour éliminer ce vertex.

Z, ot
/ ~ ~ ~
i (1= (1= 38)) ;% (1 — (1 - ﬁ/%))]%gw
o [T}; ]

Notons que si 6 = & = 1 alors la méme condition qui élimine le vertex W*pTZ,

élimine ce vertex aussi.

9° o
2
- AN
[H; 3507
ZF [H; 3]
S,
Zg_Zg;w
2
\
Z [H; @3]
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[H; 035 0%] [H; @35 07]
AN /

g M?% [3 3 1]
_ 2.9,
>< 2M2, (272

/ AN
[H; 0350T] [H;@3;07]

H ©3
N 4 iQZ 2 2 ~2
>< _4M5v (M7 + 2MZE%¢5)
H/ AN
©3
w*\ [g ;3]
y i
Y — MY+ 2M2 5% MY + 2M2 2]
4M3,
/ N\
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Couplages des fantomes de Faddeev-Popov.

[74; 12 (P) 7+(P)
W . W Er .
+ip He; gew] File; gew] (P + [
Nz [114; 112) (p)
Nz M+
. = , +
H; 9"J< —ngfz [92(1 + &); —g] ¢ < ~iMwewle 2 (5 + ety — sy
(123 11%] (173 71z]
7+(P) N+
052 e gewl (5 — (63 Bl o % (=il + 01— )]
1+ (p) M
[H; 3] Nz [H; 3] 7
N ) N
[ +igzeZ is F1]ee, 22
/
[H; 903] Nz 90! UE=
W N+ Wi M+
—ieg,u[ed; gew ] iow Guold; B
S Sw
i Z izl




[H; @3] 7+
AN
Ve
2 My
Rt
v N+
ot N+
\<
/
¥ N+
s Zus Zu] )

[H;\g03] N4+
Cow [i0; 7] =—
25w
90! Nz
Wi N+
—i(e*a + gQC%VﬁN)gW
I e
H,; cpg\; H] N+
g QEW (6 + 7)
[H; 903/; CEIEN

i[2e%a; 2920%[,3; gcwsw(a + 0)]guw
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2i(e’a + gQC%VB)guV

92§W

2i6; 2ik; +(k — 0)]

S
H_
]|

H_

4

¥ N+

Remarque: les regles précédentes ont été obtenues par la procédure de Faddeev-

Popov [120]. Si on considére plus fondamentale la symétrie BRS [121], et que 1'on

exige que l'action soit a la fois BRS et anti-BRS symétrique, alors des vertex quar-

tiques dans les fantomes apparaissent (par exemple avec une jauge non-linéaire

comme ici) (voir [122] p21). Ces vertex n’interviennent qu’a partir de deux boucles.
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Chapitre 11

Annexe C: identités de

Ward-Takahashi

11.1 Identités de Ward-Takahashi

Cette annexe est destiné a montrer quelles équations de contraintes sont imposés
par I'invariance de jauge formelle qui existe dans la théorie électrofaible. Le groupe
de jauge SU(2), ® U(1)y possede 4 générateurs et par conséquent, 4 variations infi-
nitésimales de jauge sont possibles (avec les parametres 64, 07 et §* pour reprendre
les conventions des régles de Feynman vues en annexe B). Le lagrangien qui fixe la

jauge est noté:

1
Lgauge fizing — —2§(LF3(W:‘:,A, Z, H, gp:,ngpi) (111)

ou a est un indice valant A, Z ou 4 pour écrire d’une facon générique les trois

lagrangiens écrits dans 'annexe B (eq. (10.12), (10.13) et (10.14)).
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Pour les fermions, on se limitera ici juste a une famille de leptons ce qui nous

suffira amplement. On note:
v
= (11.2)
€L

Les variations infinitésimales de #* dans I’action donnent la relation suivante

1 SF? 1 §F? 1 0F?
= |— o Zy+ swA) £ — Ta ey
0 l gaa“ <6Wjﬂ> 2§G5Wﬂ:zg(cw +swA,) £ 26054 ieW,]
1 §F? 1 6F?ig 1 §F?%ig 1 6F2%¢g
b2 g, WF 4 R T 0Ty
26052, 2gagpt o T HEI) F o Y Y 350, 0
—(0, FiglewZ, + swA, ))Ji FigewW,FJy FieW T Jy
$5g(v + H £ ips)J = +! 5 c;ﬁJH — icp Ty,

—E(ﬁueeL — Uelle, + TepVe — €LMw,)
V2

j| W(JA, JZ, J:I:a ']Ha Jkpia w3777L7ﬁL777R7ﬁR)

(11.3)
Les variations de 4 donnent :
1 SF? 1 5F2 1 6F?
0 = |—0 a4+ W + “jepT
l2§a " (&4) 2¢a 5Wﬂ:Z 2¢ 5o ¥
—0,J4 F ierJi FiepT J,x
_ie(ﬁReR — €RNR + My Ve — Denve)
:| W(']Aa']ZaJﬂ:a‘]Hﬂ]ﬁpia W3777L777L777R777R) (114)

Les variations de #Z donnent :

1 (6F2 1 SF? 1 6F2igy,
— _ a )+ :I: a “IL 2 2
0 lzgaa“ (52 ) 2¢a 5WiZgCWW 2ga 5t o W W)Y

1 (SFZQZ 1 6F2gz
L+ H
ToaSH 27 2 55 2 (v+H)

:F

-,y F ichWiJ T —(cW s?

>
——chpg + ‘%Z(v +H)J,,

)Jwﬂpi



A sw _ cZ, — s? _ 1
+Z6 ( - (nReR - eRnR) + v W) (nVe Ve l/e/r]l/e) +
Cw CwSW 2cw

:| W(JA, JZa J:I:a JH? Jtpia W3777L777L777R777R)

Dans ces équations, W est la fonctionnelle génératrice des fonctions de Green

connexes, et dans les crochets, les champs devraient normalement étre remplacés par

des dérivés par rapport aux sources classiques (i.e. A* —

5]”’

€L—)W

). Clest

pour ne pas surcharger 1’écriture de ces équations que j’ai choisi cette présentation.

Par dérivations (par rapport aux sources) successives de ces expressions on obtient

des relations de contraintes entre fonctions de Green. Un exemple a été donné au

chapitre 3 page 32.

Et on obtient pour la fonctionnelle de vertex:

1 SF? 1 §F? 1 6F?
= |— a Z, A
! [2@ O <5W,}> T o gz (w2t swdi) £ 5554
1 0F? 1 5F2ig 1 5FZZg
L o o+ H+i ¥
264527, 57, oW kS i W Hb i) T onsro v
. or or or
+(0, FiglewZy + swAu)) =z SV + zchWj@ +ieWF— S
ig o _ig Lol g ol
j:2(v+Hj:w3)5(pi:|:2<p 5H+2QO 5s
+i_g 6—Fe 55F+5FV—65—F }
V2 \ o, “Ser | der, “sv,
1 5F2> 1 §F? 1 5F2
0 = |=—0 <)+ ieW; + ¥
[2511 g <6A# 2g0 sWE' T H T 2ge g
5T L or 5T
+0,—— S An T ieW; VT +iepT G0t

—€R — €eRp—— + — VU, — I

i or or or
e der dep O,

)|

1 0F?g -
260 5y 27

(11.6)

(11.7)
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1 (§F2 1 §F? 1 0F2igy,
— a ) 4 :I: a 2 .2 F
’ [2@ g (52) 2o g g 90 Wi £ pga gty (v sl
1 (SF2 gz 1 5F2 gz
Z(v+H
6ol 2% 2agp, o V)

or or g
+0,—- 570 + zchWMi ST + TZ(CW — S%V)&’?ap

9z or 9z or
9z H)2—
Sens Ty W

. or or (¢t — s¥) 5F _ o0
e < <E6R B 6R56R> + Cw Sw (5Ve - Veé_ye

1 oI or
—€ 11.
+2CW8W <5eL °r cL 56L>> :| ( 8)

et on remarque que si I'on pose I'" =T + F2/(2£") on peut reécrire ces identités

sous une forme un peu plus compacte:

oT0 oT0 oT0
SV + zchWfﬁ +ieW ] — S

0T _ig oI’ g _or"

5or T 2Y 50 2% o

0 = [(au FiglewZ, + swA,)) ==

:I:%(v + H +ips)

ig (6T ) AR A ~ 6T ]
—= A — e — 11.9
VG (5176 T VeSe, T oa T o (11.9)
ol oT0 oT0
= + ieW +iepT —
0 l—i-aﬂéA ieW, ST e St
oI° ) AR oT0
e [ —ep — Epo— 5 11.1
+ie <5 ReR eRéeR + — 57, Ve — g 51/6) } (11.10)

SI0 ) A7 )
0 = [8“52 ZgCWW"i(SWi -+ TZ(CW S%’V)(S(,ﬁ(p
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gz 61" 9z or°
227 . Iz H)——
MW AL B el
0 0 2 .2 0 0
—ie [V 5;6}{— éR(SF + (G — sw) M: Ve — 176(SL
cw \degr oer CwSW 0V, 0V,
1 oT0 _or°
2CW3W (EGL - eLE)) :| (].].].].)

Le fait d’écrire les identités de Ward comme ’action de polynomes différentiels
sur 'Y a son importance. En effet, comme on se place ici explicitement & 'ordre
des arbres, I' se réduit & ’action classique. ' n’est donc que l'action classique a
laquelle on rajoute ce qu'on a précédement retranché pour fixer la jauge. On peut
donc exprimer ces identités de facon diagrammatique entre des fonctions de Green
calculées comme si la fixation de jauge était absente. C’est d’ailleurs a partir de
cette formulation utilisant l'action effective I' que 't Hooft a développé une forme
diagrammatique de ces identités. Grace a ces relations entre diagrammes, il a pu

montrer la renormalisabilité des théories de jauge spontanément brisées [22].



208



Chapitre 12

Annexe D. Factorisation de

I’espace de phase

12.1 Cas de trois particules dans I’état final, avec

deux désintégrations primaires

Dans cette annexe nous allons détailler le calcul qui nous permet d’assimiler le
processus vy — WTW~™H au processus vy — WHW~-H — W*W~bb. De cette
fagon on montre que cela a un sens de parler du sous processus vy — H (My >
2Myy) en lassimillant au processus W*+W = — H — bb dont on calcule la section

efficace au pic du Higgs (s = M%).

Ecrivons alors la section efficace de ce processus:
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o= b R - med) 0]~ mi)ot)
X(27T)464(pautres + Po +pl_) - (\/ga 6))|M|2drautres (121)

Nous avons posé ici F' pour le facteur de flux et dl',ures désigne 1'élément
différentiel d’espace de phase qui concerne les autres particules que les quarks b
et b. Maintenant posons py = py + pj et ¢ = py — p;, et négligeons myM. On obtient

alors:

d* gt 9 )
7= 16F/ pH <_+q_+@>9(pb) q(S(Z)—H—f—q__@)g(pg)

402 2r)* \ 4 4 2
(27T) 5 (pautres +pH - (\/ga 6))|M|2dFautres (122)
Mo M(H = bb) |
2 - 12.
M| py —m2% +ilgmy (12:3)
+ . o= AR
py —my +ilgmpy

Ou Mg, est 'amplitude du processus WHW~ — H — bb. En combinant les

deux fonctions delta on obtient :

d* d4
o= ox / P 24§02+ 4*)3 (o) 0 (0 — |0°))
(27)45 (pautres +pH - (\/ga 6))|M|2drau"85 (12'5)

d3 d*
L 5(ona)0(% — 1¢°))

2F/ (27)32,/ (P )_q2(27r)3

X (271-) 5 (pautres +pH - (\/EJ 6))|M|2drautres (126)

(ULa seule contribution utile de my est dans le couplage Hbb.
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I1 va falloir dans la suite tenir compte du fait que le propagateur du Higgs favorise

un Higgs sur couche de masse. On va en effet pouvoir utiliser la limite suivante quand

'y —0:

T
1/((pf — m%)? + Tymy) — 8(pf —my)
et on a alors® :

2
~ 167°0(py; — my) = 167°6(¢* + m3;)

M(H — bb)
P —m% +ilgmpy

ce qui donne:

]_ 2 dSﬁH d?’(f 0 0
— = S 0(p —
o n/SF (27)%2E; (27)32¢° (pua)0(py — la’)

X (27T)454(pautres + Pr — (\/ga 6))|M0|2drautres

(12.7)

(12.8)

(12.9)

La forme que prend la section efficace se rapproche de plus en plus de celle du

processus vy — WTW™H. Reste encore a integrer sur les trois composantes du

vecteur ¢. La contrainte restante d(pyq) fixe un angle entre 'impulsion py (que 'on

peut maintenant appeler impulsion du Higgs) et I'impulsion différentielle ¢. Plus

précisément on peut écrire:

d*q
2¢°

_ |c7|2d|q_1dcos(é)dfl>6

S(prq)8(P%y — 14°]) 20

(1ei Ty = D(H — bb) = 5 CM ot on o |M(H — b)|? = £malic,
w w

(14117 cos(0) — p%a*)0% — 1a°])
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Pdldcos@)dd (o N o
200715 5( ®) = G5 |>( ~ 17D
(12.10)

ol Cos(é) est 'angle entre ¢ et p. On peut alors immédiatement faire I'intégrale

sur @ et cos(d) ce qui donne® :

F/ 271' 32EH 27r)464(pa’u.tres +pH o (\/g’ 6))|M0|2drautres X

/ m% +(Pm)? |(j1d|(j1
m P |\/(9)? — mE

(12.11)

Et la derniere intégrale vaut 1 ce qui finalement donne:

4 ¢4 -, 9
F/ 27'(' 32EH 271') 5 (pautres +pH - (\/E’ 0))|MU| dFautres
= olyy = W'W"H) (12.12)

En conclusion de ces calculs on peut dire que le cas de trois particules dans 'état
final se déduit par généralisation du cas a 4 particules dans I’état final en utilisant

la conversion suivante:

olyy = WW H) = o(yy = W'W H — WTW bb)
= /dTE Ow+w- be)(\/_s)

(®)La fonction #(p% — |¢°|) impose la condition |]> < 2m?; + |Pr|? et pour que la condition sur

cos(f) soit possible (cos(f) < 1), il faut une contrainte plus forte |72 < m2; + |7 |
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7r
= a7 /dT(S(TS—MIQJ)E(T)F%[M]Q{U(W+W—ﬁbI;)(MH)
aMp
g M
= E(M?I/S)ﬂa(w+w——>b5)(MH)
202 M2 1 —2MZ,/M?
= L(M2)s)— I My (12.13)

. X
sin®(Ow)Miys — 1 — aM3, /M3

et en ayant utilisé comme largeur du Higgs dans son propagateur 'y = I'(H —
bb). L’équation (12.12) est relativement intuitive en fait, mais nous venons de la
justifier. La largeur totale que nous avons utilisée dans le propagateur est telle que

le rapport de branchement du Higgs en bb & été pris égal & 1 pour simplifier.
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