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Résumeé

La théorie effective a basse énergie du secteur électrofaible sans particule de Higgs utilise les
méthodes de la Théorie de Perturbation Chirale. La formule de comptage de Weinberg permet un
développement cohérent en boucles et la renormalisation correspondante. On trouve que certains
opérateurs effectifs, supprimés par une échelle de masse dans le cas du Mode¢le Standard, ne le
sont plus dans le cas sans particule de Higgs. De plus, ils apparaissent & 1’ordre dominant du
développement chiral, en conflit avec les expériences. Pour décrire leur suppression, on demande
Pinvariance sous la symétrie obtenue lorsque le secteur composite (produisant les trois modes de
Goldstone) et le secteur élémentaire (quarks, leptons et champs de Yang-Mills) sont découplés.
On introduit alors les couplages en réduisant la symétrie & SU(2) x U(1), via des spurions. Les
opérateurs indésirables n’apparaissent qu’aux ordres supérieurs du développement simultané en
puissances des impulsions et des spurions. De plus, la brisure de l'isospin faible est traitée de fagon
systématique et la formule de comptage de Weinberg peut étre reproduite. Les spurions permettent
de rendre compte des faibles masses des neutrinos actifs. Les trois neutrinos droits, légers par
rapport au TeV, introduits afin de préserver une symétrie custodiale, sont quasi-stériles et stables.
On étudie également le raccordement des anomalies dans le secteur composite, généralisant la
construction de Wess-Zumino: on obtient une contrainte sur la théorie sous-jacente. Appliquant
le formalisme des spurions aux modeéles moose linéaires ouverts, on démontre des régles de somme
de Weinberg généralisées.

Abstract

The low-energy effective theory of electroweak symmetry-breaking without a Higgs particle is
constructed using the methods of Chiral Perturbation Theory. Weinberg’s power-counting formula
demonstrates the consistency of the loop expansion, with the corresponding renormalization. We
find that the suppression of effective operators by a mass scale, which was automatic in the case of
the Standard Model, no longer holds in the Higgs-less case. Moreover, the incriminated operators
appear at leading order in the chiral expansion, at variance with experiments. To account for
their suppression, invariance under a larger symmetry is required, corresponding to the composite
sector (which produces the three Goldstone modes) being decoupled from the elementary sector
(quarks, leptons and Yang-Mills fields). The couplings are introduced via spurions: this reduces
the symmetry to SU(2) x U(1). In the simultaneous expansion in powers of momenta and spurions,
the aforementioned operators are relegated to higher orders. In addition, the method allows for
a systematic treatment of weak isospin breaking. The Weinberg power-counting formula can be
recovered, and small neutrino masses accounted for. The three right-handed neutrinos (lighter
than the TeV), which are introduced in connection with the custodial symmetry, are quasi-sterile
and stable. A constraint on the underlying theory is obtained by studying the anomaly-matching
in the composite sector and generalizing the Wess-Zumino construction. The spurion formalism is
also applied to open linear moose models, for which generalized Weinberg sum rules are derived.
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Glossaire

Dans le texte, on utilisera les abréviations suivantes:

xPT: Théorie de Perturbation Chirale,
CKM: Cabibbo-Kobayashi-Maskawa,
EWSB:  brisure de la symétrie électrofaible,
EWPTs:  tests de précision électrofaibles,
FCNCs:  courants neutres changeant la saveur,
GB(s): boson(s) de Goldstone,

LEET(s): théorie(s) effective(s) & basse énergie,
LEC(s): constante(s) de basse énergie,

OPE: développement en produit d’opérateurs,
PGB(s): boson(s) pseudo-Goldstone,

QED: électrodynamique quantique,

QCD: chromodynamique quantique,

SM: Modéle Standard,

WSR(s): regle(s) de somme de Weinberg.






Introduction

Le mécanisme de Higgs [EB64, Hig64, GHKG64, Hig66] a initialement été introduit dans le but
d’éliminer du spectre les particules scalaires sans masse, prédites par le théoréme de Goldstone
lorsqu’une symétrie globale est spontanément brisée: les bosons de Goldstone (Goldstone bosons,
ou GBs) [Nam60, NJL61a, NJL61b, Gol61, GSW62]. Le mécanisme de Higgs nécessite que les
GBs soient couplés & des champs de Yang-Mills. Ces derniers deviennent alors massifs, leurs
polarisations longitudinales étant fournies par les GBs, lesquels disparaissent du spectre.

C’est ce deuxiéme aspect qui a été mis & profit dans le contexte du Modeéle Standard (Stan-
dard Model, ou SM) des interactions électrofaibles [Wei67a] afin de donner une masse aux bosons
vecteurs faibles W* et Z°, tout en préservant la propriété de renormalisabilité, valable pour les
théories de Yang-Mills [tH71b]. En effet, la théorie obtenue aprés la brisure spontanée due au
mécanisme de Higgs élémentaire est encore renormalisable [tH71a]. Ceci permet de construire un
développement en puissances des constantes de couplage, donnant des prédictions finies & tous
les ordres en fonction d’un nombre restreint de parameétres a priori libres, qui doivent étre fixés
expérimentalement. De plus, le nombre de ces constantes reste le méme, quelle que soit la précision
demandée. Un ingrédient essentiel nécessaire a cette propriété de renormalisabilité est la présence
d’une particule scalaire physique: le boson de Higgs.

Nous n’insisterons pas ici sur la renormalisabilité. En effet, le sujet de cette thése est 1'élabo-
ration d’une théorie effective non-découplante, pour laquelle le critére de renormalisabilité en tant
que principe directeur est abandonné. Comme nous le verrons aux chapitres 2 et 3, la procédure de
renormalisation pour obtenir des résultats finis ordre par ordre dans le développement en puissances
des impulsions est cependant similaire, mais met en jeu a chaque ordre de nouveaux opérateurs et
de nouvelles constantes, en nombre fini [Wei79¢, GL84, GL85].

e Succés du SM

Sur le plan phénoménologique, le SM prédit I'universalité des couplages des bosons vecteurs aux
fermions de chiralité gauche, quelle que soit la génération a laquelle ces derniers appartiennent.
Cette propriété a trait au caractére non-abélien du groupe de jauge. Lorsque I'on utilise les champs
du SM, elle ne peut étre violée que par des opérateurs non-renormalisables. L’échelle de masse qui
divise ces derniers peut étre arbitrairement grande. Ces opérateurs sont donc irrelevants & basse
énergie. L’universalité des couplages est par ailleurs bien testée expérimentalement, en particulier
pour les leptons [LEP]. De plus, les deux chiralités de fermions ont des propriétés de transformation
distinctes sous les symétries de la théorie.

Un autre aspect du SM, que nous décrivons au chapitre 1, mérite d’étre souligné: il s’agit de la
possibilité de donner des masses via le mécanisme de Higgs élémentaire non seulement aux bosons
vecteurs, mais aussi aux fermions chiraux [DS79, SSVZ80], a travers les termes d’interactions
de Yukawa. Ces termes d’interactions renormalisables impliquent en effet le doublet complexe
élémentaire responsable du mécanisme de Higgs. La richesse de la structure ainsi obtenue permet
de décrire un large éventail de phénomeénes physiques effectivement observés: la matrice de mélange
de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM) [Cab63, GIM70, KM73] pour les quarks permet des tran-
sitions de saveurs via les interactions de courants chargés, ainsi que la violation de la symétrie C' P.

Le fait que le SM puisse effectivement accommoder les masses des fermions ainsi que ces
phénomeénes doit étre considéré comme un succés, mais suscite également des interrogations. En
effet, on pourrait objecter que le mécanisme de Higgs élémentaire n’explique rien, étant donnée la
prolifération de constantes associées & ces interactions de Yukawa. Ceci est évidemment exagéré.
En réalité, la dynamique qui doit générer ces constantes réside en dehors du SM lui-méme, lequel
doit étre considéré comme une théorie effective 1.

1. La théorie effective est découplante dans ce cas, puisque lagrangien construit avec tous les opérateurs de
dimension quatre est renormalisable.
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12 Introduction

Il n’en reste pas moins que toute théorie alternative pour la brisure de symétrie électrofaible
(electroweak symmetry breaking, ou EWSB) doit permettre les mémes effets physiques pour étre
crédible. Les théories supersymétriques, en tant qu’extensions du SM, présentent ces mémes carac-
téristiques. Pour ce qui est des théories sans particule de Higgs, la difficulté est bien réelle, comme
nous le verrons au chapitre 5.

Concernant les premiers effets au-dela du SM, rappelons que les résultats des expériences
démontrant des transitions entre saveurs de neutrinos, interprétés en termes d’oscillations entre
ces derniéres [Pon58, MNS62], impliquent des masses pour les neutrinos. Du point de vue théo-
rique, ceci nécessite une extension du SM original, ce qui est possible et connu depuis longtemps
[GMRST79, Yan79]. En revanche, des difficultés peuvent apparaitre dans les modéles sans particule
de Higgs pour rendre compte des faibles masses des neutrinos.

o Au-deld du SM: modéles

Le succes pratique du SM dans ses prédictions quantitatives a été confirmé & maintes reprises,
malgré quelques doutes qui subsistent toujours 4 un niveau de certitude insuffisant pour mettre
le modele en danger [PDG]. Cependant, comme nous le mentionnons au chapitre 1, il existe
des indications qualitatives du fait que le SM est insuffisant ou du moins incomplet: il s’agit du
probléme de hiérarchie entre 1’échelle électrofaible et celle de la nouvelle physique. La résolution
de ce probléme nécessite la stabilisation de la masses du boson de Higgs physique, sujette a des
corrections quantiques potentiellement importantes 2.

Une réponse technique & ces difficultés est donnée par la supersymétrie, qui lie les masses des
scalaires & celles des fermions, lesquelles sont protégées par des symétries chirales. On doit alors
supposer que la brisure de la supersymétrie ne réintroduit pas de divergences quadratiques. On
inclut donc tous les opérateurs correspondants. Les modéles supersymétriques sont donc également
des théories effectives (découplantes). La recherche d’un modeéle adapté de brisure de supersymétrie
constitue un champ d’investigation important. Un point important est que ’échelle de la nouvelle
physique au-dela des masses des super-partenaires des particules connues (c¢’est-a-dire au-dela du
TeV) peut alors étre rejetée & des énergies arbitrairement grandes. Mentionnons par ailleurs une
alternative & la supersymétrie pour protéger la masse du boson de Higgs physique, mais que nous
ne considérerons pas ici: les modeéles dits little Higgs [AHCGO01b, AHCKNO02, AHt02].

Dans une autre direction, une idée ambitieuse a été proposée par Susskind [Wei79a, Sus79] et
baptisée technicouleur, voir chapitre 1. Les trois GBs nécessaires pour donner les masses aux W=
et Z° 3 travers le mécanisme de Higgs sont produits par une brisure de symétrie chirale analogue 4
celle qui a lieu en chromodynamique quantique ( quantum chromodynamics, ou QCD). Le spectre
ne contient alors pas de particule de Higgs. En effet, cette derniére n’est pas requise pour avoir
une réalisation (non-linéaire) de la symétrie [CWZ69, CCWZ69]. L’échelle électrofaible est générée
par le mécanisme de transmutation dimensionnelle, et il est tout & fait concevable que ’évolution
logarithmique (donc lente) de la constante de couplage permette une séparation des échelles &
partir d’un couplage de jauge raisonnable & haute énergie.

Afin d’obtenir des termes de masse satisfaisants pour les fermions, 'idée originale de Susskind
doit en réalité étre combinée & des interactions supplémentaires (technicouleur étendue [DS79]).
La mise en place pratique d’un modéle réaliste suivant ces lignes est cependant malaisée: la dyna-
mique d’interactions forte du secteur de brisure compromet 'utilisation des méthodes perturbatives
habituelles (développement en puissances de constantes de couplage). En réalité, certains de ces
modeles semblent exclus expérimentalement [PDG]. Nous étudierons d’autre part au chapitre 6
une contrainte théorique sur ces modéles, due & la présence d’anomalies empéchant ’élimination
compléte des GBs du spectre.

Parmi les approches de la physique au-dela du SM, celles qui consistent en des extensions du
SM (supersymétrie et little Higgs) ont pour attrait et pour motivation la possibilité d’effectuer
des calculs perturbatifs jusqu’a des échelles d’énergie élevées. Les autres modeéles, y compris la
technicouleur, proposent une solution plus radicale, qui est de se débarrasser du boson de Higgs.
Le premier pas dans cette direction était celui de la limite de boson de Higgs lourd [AB80, Lon80,
Lon81, NS00]. La construction de nouveaux modéles sans particule de Higgs, qui reste une activité

2. En particulier, le probléme peut étre mis en évidence comme suit: les corrections quantiques a la masse du
boson de Higgs contiennent des divergences quadratiques impliquant 1’échelle de la nouvelle physique.
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vivante & ce jour [CGPT03, BPR03, CCGT04], et qui conduit & des prédictions & comparer aux
expériences. C’est dans cette derniére étape que réside la difficulté majeure, étant donnés les
obstacles au calcul explicite dans ces théories en interactions fortes.

e Théories effectives & basse énergie

Alternativement, on peut adopter le paradigme des théories effectives pour le cas non-découplant,
telles qu’elles ont été initiées par Weinberg [Wei79c] dans le domaine de la QCD a basse énergie:
on utilise le lagrangien effectif au-dela de la premiére approximation en arbres, calculant les cor-
rections quantiques aux relations obtenues. Dans cette approche, qui porte le nom de Théorie de
Perturbation Chirale (Chiral Perturbation Theory, ou xPT) [GL84, GL85], on renonce a faire des
prédictions & partir d’'un modéle, mais on utilise essentiellement les symétries de la théorie. La
théorie effective & basse énergie (low-energy effective theory, ou LEET) est construite en incluant
tous les opérateurs permis par les symétries et que l’on peut construire avec les degrés de liberté
légers, au premier rang desquels on trouve les GBs.

Afin d’organiser de cette infinité d’opérateurs, on doit instaurer une régle de comptage de
puissances. Ce comptage sera basé sur les puissances des impulsions, et éventuellement, d’autres
paramétres appropriés (constantes de couplage de jauge). La relation cruciale montrant que la
LEET fonctionne est la formule de comptage de Weinberg [Wei79c¢|, qui donne la dimension chirale
d’un graphe ('ordre auquel ce graphe intervient dans le développement en puissances d’impul-
sions et de paramétres de brisure explicite de symétrie) en fonction de celle des vertex ainsi que
du nombre de boucles. Le comptage de puissances pour les généralisations de la xyPT incluant
d’autres degrés de liberté protégés (champs de jauge, fermions chiraux) ou paramétres de brisure
explicite (via des spurions: champs ne se propageant pas) est essentiellement fixé par la condition
de reproduire une relation qui soit formellement la méme.

En effet, la formule de comptage de Weinberg montre que le développement chiral correspond
a un développement en boucles. Ainsi, pour une précision donnée, on doit calculer un nombre fini
de graphes, dont les divergences sont absorbées par un nombre fini de constantes de couplages. La
théorie est renormalisable ordre par ordre, bien que le nombre d’opérateurs et de constantes de
couplage augmente avec la précision demandée.

Dans la construction d’une telle théorie effective, seuls les degrés de liberté légers interviennent.
Le terme « léger » mérite une qualification précise: pour que les degrés de liberté appartiennent effe-
ctivement au secteur de basse énergie en dépit des corrections radiatives, leurs masses doivent étre
protégées par une symétrie. Les possibilités connues pour protéger les masses des particules sont
les suivantes: i) pour les fermions, une symétrie chirale ou bien la participation au raccordement
des anomalies (anomaly-matching) [tH79a] entre la théorie effective & basse énergie et la théorie
fondamentale, ii) pour les bosons vecteurs, la symétrie de jauge locale, iii) pour des scalaires, la
réalisation de Nambu-Goldstone d’une symétrie globale ou bien la supersymétrie, qui nous raméne
d’une certaine fagon au cas i) car elle implique également les fermions chiraux.

Cette courte liste est & I'origine du choix suivant: si I’on souhaite construire une théorie effective
a basse énergie pour la brisure électrofaible, les bosons vecteurs doivent étre introduits en tant
que champs de jauge [Geo90, BL93, Wud94] 3. Concernant les fermions, on voit que la théorie
de jauge aura naturellement une structure chirale puisque les couplages des deux chiralités d’un
méme fermion sont différents. Notons cependant que, contrairement au cas du SM, I'universalité
des couplages fermions-bosons vecteurs n’est plus automatique lorsque I’on considére la brisure éle-
ctrofaible résultant d’un secteur en interactions fortes. Nous reviendrons sur ce point au chapitre 5.

En ce qui concerne les scalaires, qui posaient déja probléme dans le cadre des théories renorma-
lisables, on observe que la théorie effective peut s’accommoder d’un type de scalaires particuliers:
les GBs. Si ’on cherche une alternative & la supersymétrie, ceux-ci sont les seuls scalaires permis
par notre liste de degrés de liberté légers.

e Applications & I'EWSB sans particule de Higgs

Dans le secteur électrofaible, on se trouve confronté a la difficulté suivante: en plus des trois GBs
nécessaires pour donner leurs masses aux W+ et Z° le SM contient un scalaire non protégé: la
particule de Higgs physique. Les théories sans particule de Higgs supposent 1’absence de cette

3. Il est remarquable que cette conclusion soit la méme que pour les théories renormalisables, bien que les raisons
en soient différentes [tH79b].
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derniére, résolvant la difficulté de fagon radicale. Le spectre minimal est obtenu en supposant que
les seules particules légeres sont celles connues & ce jour (trois générations de quarks et leptons, les
gluons, les W+ et Z° ainsi que le photon, mais pas de boson de Higgs physique). Les seuls états
liés légers produits par le secteur de brisure sont alors les trois GBs, qui disparaissent du spectre
suite au mécanisme de Higgs, donnant leurs masses aux W+ et Z°. Les autres degrés de libertés
introduits dans la LEET sont en revanche fondamentaux: ils ne présentent pas de sous-structure
a léchelle de quelques TeV. Supposer Pexistence d’autres particules légeres (scalaires, vecteurs ou
encore fermions composites résultant de la dynamique forte du secteur de brisure) impliquerait
de considérer une théorie effective différente dans laquelle le secteur d’interactions fortes produit
d’autres états liés légers, ce que nous ferons briévement au chapitre 6. Dans des cas non-minimaux,
on peut inclure des résonances vectorielles ou bien des bosons pseudo-Goldstone ( pseudo-Goldstone
bosons, ou PGBs) [HS04b], ainsi que des fermions composite [HS04a]. Remarquons que la prise en
compte de PGBs permettrait également de traiter les modéles de déconstruction dimensionnelle
et little Higgs dans le cadre des théories effectives [KNP04], ce que nous ne ferons pas ici.

Les états plus lourds, qui ne sont pas protégés par des symétries, ne sont pas inclus dans la
théorie effective. Celle-ci perd donc de son utilité & des énergies de 'ordre des masses de ces réso-
nances (a moins que ’on parvienne & inclure les résonances les plus légéres dans la théorie effective).
Une estimation de I’échelle & laquelle le développement devient inapproprié est fournie par des
considérations concernant la renormalisation des constantes & I’ordre sous-dominant [Geo84], dans
le cadre de la LEET elle-méme. On trouve dans le cas de la xPT, A~4x fo, ou foy est la constante
de désintégration des pions. Dans les applications au secteur électrofaible, ceci fournit une premiére
estimation, avec f~246 GeV (f correspond au v du SM: la valeur moyenne dans le vide du champ
de Higgs), donnant une limitation & ’applicabilité de la LEET correspondante de A ~3TeV. Au-
dessous de cette échelle, la théorie effective constitue une méthode systématique pour construire
une théorie ot I'unitarité est approchée ordre par ordre dans le développement, satisfaisant comme
toute théorie des champs aux contraintes de croisement et d’analyticité. La procédure & suivre
pour le développement est basée sur celle mise en place pour étudier les conséquences de la QCD
a basse énergie.

Différents modeéles sous-jacents possédant les mémes symétries vont se distinguer par les valeurs
des constantes de basse énergie (low-energy constants ou LECs) apparaissant en facteur des opé-
rateurs dans le lagrangien effectif. Ce fait est illustré par la distinction entre la limite de masse
lourde du modéle sigma linéaire et le lagrangien effectif pour la QCD & basse énergie, ou ces
différences apparaissent au premier ordre sous-dominant [GL84]. De méme, les prédictions pour les
valeurs des LECs dans deux modeéles particulier pour 'EWSB ne nous renseigne pas sur les autres
modeles: la limite de Higgs lourd [NS00] et la technicouleur (voir annexe C) ne prédisent que deux
jeux particuliers de valeurs pour les LECs. En dehors des valeurs numériques des LECs, la LEET
permet uniquement de distinguer les modéles en fonction de leurs symétries.

On peut par exemple exclure certaines classes de théories qui donneraient & I'ordre dominant
des termes supplémentaires par rapport au SM, comme nous le verrons au chapitre 5. A moins
d’un « réglage fin » (fine-tuning) des constantes de couplage de la théorie effective, les « déviations
du SM » seraient immédiatement observables expérimentalement. Un tel réglage fin peut se com-
prendre 8’il correspond & un accroissement de la symétrie [tH79al: il est alors maintenu au cours
de la procédure de renormalisation 4. L’idée est d’imposer cette symétrie & la théorie effective:
autrement dit, on a pratiquement exclu tous les modéles qui ne posséderaient pas la symétrie en
question d’une maniére approchée, laquelle est précisée par le comptage de puissance. Un exemple
connu est la symétrie custodiale [SSVZ80], que le secteur de brisure doit respecter dans la limite
ou la constante de couplage de ’hypercharge tend vers zéro. Nous verrons un autre exemple au
chapitre 5, dont I'idée provient de la généralisation du principe que nous appliquons aux modéles
moose [Geo86] au chapitre 4.

e Objectifs

D’aprés la discussion précédente, on peut voir que le cadre des LEETS, auquel nous avons recours
pour discuter de 'EWSB sans particule de Higgs, ne permet pas de faire des prédictions quanti-
tatives a priori, puisqu’il recouvre en réalité tout un ensemble de théories. Il permet en revanche

4. Dans le SM, une telle propriété, qui protégerait la masse du boson de Higgs physique, est justement absente.
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de paramétrer efficacement notre connaissance (et notre ignorance) des modeéles, lorsque le spectre
physique présente une différence de masse (mass-gap) entre les degrés de liberté protéges et les
autres. A plus long terme, le programme des théories effectives consiste & fixer expérimentalement
la valeur des constantes de couplages apparaissant en facteur des opérateurs dans la LEET 4 partir
de certaines observables, et afin d’en prédire d’autres. Ceci dépasse le cadre de cette thése, dont
le but est la recherche de régles permettant un développement & la fois cohérent théoriquement et
viable phénoménologiquement pour ces théories effectives sans particule de Higgs.

Le point de départ est la remarque que la construction de la LEET rencontre des difficultés,
lesquels se résument essentiellement & la présence, & 'ordre dominant dans le développement
chiral, d’opérateurs qui étaient irrelevants a basse énergie dans le SM. En revanche, la discussion
n’apportera pas d’argument supplémentaire pour ou contre ’existence d’une particule de Higgs
physique. En effet, la question que nous nous posons ici intervient & un niveau plus basique,
avant méme de considérer une comparaison quantitative avec I’expérience: peut-on décrire "TEWSB
sans particule de Higgs dans le cadre des LEETs? Nous montrons que l'on peut répondre par
Paffirmative. La réponse comporte en réalité deux aspects: I'un théorique et 'autre qualitatif.

Le premier aspect théorique concerne la viabilité méme du développement: nous cherchons &
préciser les régles de construction qui doivent étre respectées dans les applications des théories
effectives au-deld de la xPT, en particulier lorsque la symétrie n’est pas réalisée selon le mode de
Nambu-Goldstone, mais selon le mode de Higgs. Un autre aspect théorique concerne les anomalies,
qui peuvent constituer une entrave au mécanisme de Higgs, empéchant 1’élimination des GBs du
spectre.

Les régles de comptage nécessitent également d’étre clarifiées pour ce qui concerne la prise en
compte des fermions et de la brisure de I'isospin faible. Dans ce cas, on constate que des difficultés
phénoménologiques qualitatives surviennent dés ’ordre dominant: les interactions permises a ce
niveau par la LEET donneraient des corrections trop importantes aux relations valables dans le
SM pour espérer raisonnablement décrire les expériences connues. La solution & ce volet qualitatif
de notre question nécessite de reconsidérer la maniére dont est introduit le couplage entre GBs et
champs de jauge.

Revenant & la question de l'existence de la particule de Higgs, précisons que les restrictions
ainsi posées sur la construction de la LEET impliquent que l'on sélectionne un sous-ensemble de
modeles possibles. Dans ce cas, les tests de précision électrofaibles (electroweak precision tests
ou EWPTSs) permettront & nouveau d’exclure certains modéles en fonction de la valeur des LECs
qu’ils prédisent. Une question est alors de savoir si I’ensemble de théories décrites par la LEET
possédant ces propriétés est vide ou non. Nous ne savons pas comment répondre & cette question.

Plan de I'exposé

Le manuscrit est organisé comme suit. Le chapitre 1 présente une revue de quelques aspects
du SM qui sont pertinents pour guider la construction de théories alternatives. Quelques idées
générales sur les théories alternatives sont présentées au travers d’exemples. Il s’agit d’expliciter
en quoi les succeés du SM sont non-triviaux. L’idée sous-jacente est que toute théorie alternative
pour 'EWSB devra en premiére approximation (c’est-a-dire & 'ordre dominant du développement
approprié) présenter les mémes interactions que le SM concernant des aspects expérimentalement
établis. Le chapitre 1 est donc axé sur ces sujets, ainsi que sur les masses des neutrinos, dont de
simples extensions du SM permettent de justifier la faible valeur.

Dans cette thése, nous ne considérons pas de modeéles explicites, mais abordons ces questions
dans le cadre général des théories effectives sans particule de Higgs. Il se trouve que ces contraintes
phénoménologiques ne sont pas anodines, et demandent la mise en place d’un formalisme nou-
veau en plus du cadre des LEETs. Précisément, nous verrons qu’il sera nécessaire d’introduire de
nouveaux paramétres de développement sous la forme de spurions correspondant au couplage du
secteur de brisure (composite) et du secteur de jauge (élémentaire).
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Avant de nous embarquer dans ce formalisme, il est nécessaire de décrire explicitement la
procédure & suivre pour construire une LEET, ce que nous faisons au chapitre 2. Pour introduire
la méthode, nous décrivons les aspects essentiels de la xPT et du développement correspondant:
le comptage de puissances pour ordonner l'infinité d’opérateurs permis par les symétries et la
renormalisation ordre par ordre pour obtenir des résultats finis & une précision donnée. La colonne
vertébrale sur laquelle repose le développement est la formule de comptage de Weinberg donnant
la dimension chirale d’'un diagramme en fonction des vertex qui le composent et du nombre de
boucles. Pour formuler une théorie effective applicable & des degrés de libertés de spin 1/2 et 1, un
comptage de puissances doit étre imposé de maniére & obtenir une formule de comptage analogue,
mais qui tienne compte de la propagation de ces nouveaux degrés de liberté.

Le chapitre 3 constitue une premiére application de ces idées, se limitant au cas le plus simple
d’une théorie de jauge non-abélienne sujette au mécanisme de Higgs, sans particule de Higgs phy-
sique. Nous considérons la brisure dynamique d’une symétrie de jauge SU(2) par ses interactions
avec trois champs (composites) scalaires: les GBs 5. Ce cas correspond au secteur électrofaible
dans la limite ot la constante de couplage U(1),. est prise égale & zéro (angle de Weinberg nul), en
omettant les fermions. L’absence de Higgs physique permet 'utilisation de redéfinitions des champs
non-singuliéres, menant & une formulation en termes de variables invariantes de jauge. On montre
que tous les calculs & une boucle donneront des résultats finis, une fois fixées les renormalisations
des constantes O(p*) obtenues par la méthode du noyau de la chaleur adaptée au cas d'une théorie
de Yang-Mills massive.

L’application & une théorie de jauge SU(2) x U(1) serait en principe le pas suivant, puis
Iinclusion des fermions. Cependant, on observerait rapidement que les symétries de la théorie
effective permettent des termes qui ne sont pas observés, correspondant a des opérateurs irrelevants
dans le cas du SM. Ceci ne pose pas de probléme pour le développement systématique, mais
serait en revanche difficile & réconcilier avec ’expérience, d’aprés la discussion du chapitre 1. La
suppression de ces termes indésirables nécessite une justification plus générale, et si possible unique,
plutdt que le traitement au cas par cas, qui traduit une compréhension incompléte.

Remarquons qu’'une difficulté similaire survient lorsque I'on cherche & inclure en yPT les réso-
nances les plus légéres, afin d’étendre le domaine d’applicabilité de la LEET. Introduisant les
champs vectoriels correspondants en tant que champs de jauge, on trouve que les termes permis
par les symétries de la LEET sont en trop grand nombre pour reproduire un résultat physique
[Mei88, EGL'89]: les régles de somme de Weinberg ( Weinberg sum rules on WSRs) [Wei67b]. Ces
régles de somme reposent sur les propriétés a haute énergie de la QCD, et non pas sur la symétrie
chirale elle-méme, c’est pourquoi elles doivent étre imposées en plus & la théorie effective.

Partant d’une discussion récente de ces régles de Weinberg dans le contexte des modéles moose
[SS03], le chapitre 4 propose une approche basée sur les symétries pour construire la théorie
effective correspondante, traitant les premiéres résonances comme des champs dynamiques. Celle-
ci produit automatiquement les deux WSRs, ainsi que leurs généralisations, & l'ordre dominant.
Les corrections & ces régles sont calculables dans un développement en puissance de spurions (sur
lesquels on impose des contraintes), introduits pour coupler les champs de jauge et de Goldstone
le long du moose. Le formalisme est exposé et ses conséquences sont étudiées en détails.

Aprés ce détour dans le domaine des mooses et des théories effectives de la QCD, nous reprenons
le fil du manuscrit au chapitre 5, appliquant la méme méthode d’introduction des couplages entre
GBs et champs de jauge au secteur électrofaible. Le cas particulier ou les spurions sont absents
correspond & la situation suivante: les deux secteurs, composite et élémentaire, sont découplés, ce
qui confére & la théorie une symétrie plus grande. Les contraintes appliquées sur les spurions ont
pour effet de réduire cette symétrie & celle observée dans la nature SU(2) x U(1). En outre, nous
considérons les spurions comme paramétres de développement. Le chapitre 5 montre quelles sont
les conséquences pour le lagrangien effectif & ’ordre dominant d’une théorie sans particule de Higgs
obéissant & ce principe. Les opérateurs indésirables qui étaient irrelevants a basse énergie dans le
SM mais apparaissaient a I’ordre dominant dans la LEET sans spurions sont maintenant relégués
aux ordres suivants du développement spurionique.

5. Par brisure de symétrie « dynamique », on entend généralement le fait les GBs associés sont composites et
non élémentaires [Wei79al.
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Finalement, le chapitre 6 s’intéresse & un autre question qualitative qui doit encore étre abordée
avant I’étude quantitative des boucles et les comparaisons & I’expérience. On étudie les changements
de variables définissant la jauge unitaire, afin de vérifier si les modes de Goldstone sont effective-
ment éliminés du spectre. Ceci nécessite que les symétries globales de la techni-théorie agissant sur
les variables de basse énergie soient dépourvues d’anomalies. On trouve par ailleurs que la somme
des charges B — L pour les fermions élémentaires doit étre égale & zéro: ce résultat découle ici du
fait que les GBs doivent disparaitre du spectre, et non pas du principe de renormalisabilité comme
ce serait le cas dans le SM.






Chapitre 1

Mécanisme de Higgs dans le Modeéle Stan-
dard

Nous donnons ici une présentation théorique du SM, par opposition & une présentation historique,
Pobjectif étant de mettre en valeur les principes fondamentaux qui sous-tendent le modéle. L’inter-
prétation de ces derniers a évolué depuis I'invention du SM [Wei67a]: le paradigme dans lequel le
SM est actuellement interprété est celui des théories effectives [Wei96]. Le SM est un exemple de
théorie effective du type découplant, puisque le lagrangien composé des opérateurs de dimension
quatre ou inférieure est renormalisable. La propriété de renormalisabilité garantit la suppression
a basse énergie des effets dus & la nouvelle physique.

Parmi les nombreuses références utiles, certaines apportent un éclairage nouveau sur le sujet
[Jeg91, Hab91, DGH92, Hor94, Hor97].

En plus de présenter des rappels sur le SM, le but est ici d’introduire des notations utiles pour la
suite, qui ne sont pas celles utilisées habituellement. Nous discutons également certains opérateurs
effectifs particuliérement sensibles au mécanisme de brisure de la symétrie électrofaible, et qui
joueront un role important dans la suite. Nous motivons également les approches au-deld du SM.

1.1 Architecture du SM

Les constituants élémentaires de la matiére sont des champs fermioniques de spin 1/2. Bien que
tous les fermions connus possédent une masse (y compris les neutrinos en I’état actuel de nos
connaissances), la description théorique procéde avec des champs sans masse, et donc des fermions
de chiralité bien définie. L’introduction des masses physiques observées de ces fermions sera une
des conséquences du mécanisme de Higgs élémentaire.

1.1.1 Champs de matiére

Nous utiliserons la notation usuelle pour le SM, qui consiste & utiliser les projections de chiralité
définie d’un spineur de Dirac & quatre composantes complexes !, et renvoyons le lecteur & ’annexe
A pour une explication détaillée des relations entre les différentes notations. Pour chacune des trois
générations connues, les champs sont les suivants

r g b r g b r g b r g b
VL7eLaeR7uL7uL7uL7dL7dL7dL7uR7uR7uR7dR7dR7dR7 (11)

ou nous avons indiqué la charge de couleur 7, g,b en exposant pour les quarks. Puisque nous nous
intéresserons essentiellement ici aux interactions électrofaibles, que nous allons introduire plus bas,
et non aux interactions fortes, cet exposant n’interviendra plus par la suite, l'effet principal de
notre point de vue étant le facteur trois dans le comptage des degrés de liberté. Lorsque cela sera
nécessaire, nous introduirons également des indices romains du milieu de ’alphabet pour dénoter
les générations: i, j =1,2,3. Notons qu’a ce stade, le neutrino vy, n’a pas de partenaire de chiralité
opposeée: il n’y a qu’un spineur de Weyl par famille pour décrire les neutrinos dans le SM, et donc
chaque génération comporte 15 champs chiraux 2. Le lagrangien libre pour ces champs est la somme
des termes cinétiques, puisque ces fermions ne possédent pas de masse & ce stade
45
Efermions libres — i Z w_a’)“u 8,u¢a . (12)

a=1

1. Chaque projection compte donc deux composantes complexes.
2. Nous considérerons des modifications mineures du SM qui introduisent un deuxiéme spineur de Weyl de
chiralité droite vr pour les neutrinos.
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Nous avons indexé par a l’ensemble des projections chirales pour les trois générations, les 45
spineurs de Weyl étant collectés dans un vecteur

(G
Y = : . (1.3)
Va5
Le lagrangien libre (1.2) posséde une symétrie globale Gtermions libres = U(45). Les interactions entre
fermions sont régies par le principe suivant, qui permet de construire des termes d’interactions
tout en ayant une théorie renormalisable (en se limitant aux opérateurs de dimension quatre ou
inférieure): un sous groupe Glocal=SU(3) X SU(2) X U(1) C Gtermions libres €St promu en une symétrie
locale dynamique de la théorie. Lorsque I'on applique une transformation U(x) € Giocal

P(x) — Ul2) P(a), (1.4)

le lagrangien doit alors étre invariant. Ce n’est pas le cas du lagrangien Lgermionslibres- On introduit
donc des champs vectoriels qui se transforment également sous cette symétrie locale, de fagon
a compenser la variation de la dérivée appliquée au champs fermioniques. Les champs de jauge
correspondants interviennent dans la dérivée covariante, qui remplace la dérivée simple

3 Ny
b — Db = (a“—iz gy TTW;”) ¥, (1.5)
r=1 n=1

ou r=1,2,3 correspond respectivement aux différents facteurs U(1), SU(2) et SU(3) intervenant
dans Glocal, tandis que n,.=1,3,8 pour r=1,2,3 dénote le nombre de générateurs de chaque groupe
unitaire, dénotés par T,.,: dans cette notation, ce sont des matrices 45 x 45. Les constantes de
couplage g, sont des nombres réels. On peut résumer les interactions des champs de matiére avec
les champs de jauge en termes des courants de symétrie

Jim = AT, (1.6)
sous la forme
3 Ny
Einteractions courants — Z gr Z ]#n V;n . (17)
r=1 n=1

1.1.2 Champs de jauge

A ce stade, il est plus utile d’abandonner ’écriture utilisant des matrices 45 x 45 en faveur
des notations usuelles. Introduisons tout d’abord les générateurs des groupes de jauge. Pour les

interactions fortes, il s’agit des huit matrices de Gell-Mann {X"}a =1, ---, 8}, sur lesquelles on
décompose les champs de gluons (champs de jauge de SU(3) )
AO{

Le tenseur de Faraday correspondant (terme de courbure)
g#y - 8p.gl/ - 81/9# —1i Js [g,u; gl/] ) (19)
nous permet de compléter le terme cinétique pour former un invariant

1
Ecinétiqueg - - 5 <g;u/gw/> 5 (110)

ou a été utilisée la notation (---) qui signifie la trace d’une matrice. En effet, si la transformation
locale de SU(3),_ est notée G, c’est-a-dire si I'on considére 'application

G, —s Gcguehgiacauei, (1.11)
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qui va compenser la transformation des champs de matiére dans la dérivée covariante, on peut voir
que le tenseur de courbure (1.9) se transforme selon la représentation adjointe

G — GGGl (1.12)

On peut de méme décomposer les champs de jauge SU(2)  sur la base des matrices de Pauli {T“|
a=1,2,3}

a Ta
WH - WN?’ (113)
avec la loi de transformation sous G € SU(2)
W, —» GWHGT+§G8HGT. (1.14)
Le champ de jauge U(1),, quant & lui, se transforme selon
v, — b%—%@uao. (1.15)
Les tenseurs de Faraday pour les champs de jauge électrofaibles sont donnés respectivement par
W = 0,W,—0,W,—ig[W,,W,] — GW,,GT, (1.16)
et pour 'hypercharge
W, = 9.b) — 0,80 — VY, (1.17)

Le lagrangien de la théorie de Yang-Mills pure (c’est-a-dire comportant uniquement les champs de
jauge) renormalisable est

1 1 1
Lyang-Mills = — 3 (G G*) — 3 (W WH) — 1 by, b0 (1.18)

la normalisation impliquant la définition des constantes de couplage ¢’, g et gs.

1.1.3 Couplages des fermions

Il nous faut & présent préciser les charges des fermions sous Giocal. 1l se trouve que le SM n’emploie
que les représentations non-triviales de plus basses dimensionalité de Gocal.

Seuls les quarks sont sujets aux interactions fortes: ils constituent des triplets sous la symétrie
de jauge SU(3) , les leptons étant des singlets de couleur. Pour ce qui est de la symétrie SU(2),
seuls les fermions de chiralité gauche se transforment, et uniquement suivant la représentation de
dimension 2. Les doublets de SU(2)  sont les suivants, pour chaque génération

— VL UL
fL = <€L)’ et qr <dL) (119)

Ceci signifie que les valeurs pour les nombre quantiques d’isospin faible T5,, ainsi que pour la
troisiéme composante Ty, 3 sont celles reproduites dans le tableau 1.1.

Tw Tw3
vp | 1/2[1/2
ep | 1/2]-1/2
€eRr 0 0
ur [1/2]1/2
dp [1/2]-1/2
UR 0 0
dr| O 0

Tableau 1.1. Charges des fermions sous SU(2)_ .
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Afin d’achever cette description explicite des générateurs introduits formellement en (1.5), nous
devons & présent assigner leurs hypercharges aux deux doublets ¢, et gz, ainsi qu’aux trois singlets
de SU(2),

€Rr,UuR,dR, (1.20)

soit cing constantes. On peut fixer ces charges en utilisant la contrainte d’absence d’anomalies
couplées au champs de jauge [BIM72, GJ72, KAP72, GGT72], afin de préserver la propriété de
renormalisabilité. Ceci impose les relations

2Y (qr) Y (un) - Y (dr) = 0, (121)
3Y (qr)+Y(lr) = 0, (1.22)
3 (2Y3(qL)—Y3(uR)—Y3(dR)) +2Y3(€L)—Y3(€R) = 0. (123)

En demandant & présent que la relation entre ’hypercharge et la troisiéme composante de I'isospin
faible d’une part et la charge électrique d’autre part soit linéaire, et en fixant la normalisation de
maniére & ce que I’hypercharge de er soit égale & — 2 pour une charge électrique valant — 1, on
obtient

Q = ng—i—X. (1.24)

Si ’on requiert de plus que le courant électrique ait uniquement une composante vectorielle et non
axiale, on obtient les valeurs du tableau 1.2, o sont également reproduites les valeurs de la charge
électrique déduites de la formule (1.24).

Yy | @
vy, -1 0
er | -1 -1
ER -2 -1
up | 1/3 | 2/3
dy | 1/3-1/3
ug | 4/3 [ 2/3
dr|-2/3[-1/3

Tableau 1.2. Hypercharges des fermions.

Notons encore que les transformations des fermions sous SU(2)  x U(1),. peuvent étre résumées
d’une autre fagon, qui nous sera utile pour la suite (nous omettons & présent les interactions fortes).
La méme remarque est & l’origine du développement des modéles symétriques gauche-doit (left-right
symmetric models) [SM75], que nous ne considérerons pas. On dénote de fagon générale le doublet
de chiralité gauche (fermions ou quarks) par x, et I’on rassemble les composantes de chiralité droite
en un vecteur a deux composantes . On utilise les nombres baryonique (B) et leptonique (L),
dont les valeurs sont les suivantes: B =1/3 pour les quarks, et B =0 pour les leptons; L =1 pour
les leptons, et L =0 pour les quarks. Pour le cas des leptons (B =0,L=1) on aura donc

x = (:) (1.25)

et pour le cas des quarks (B=1/3, L =0)

x = <§) (1.26)

x = (iﬁ: ) (1.27)

De fagon générale, on notera
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Cette notation permet également de tenir compte d’un éventuel degré de liberté vp comme
extension minimale du SM. On écrit alors les transformations des projections chirales xr, g sous
SU(2), xU(1),

1— _.B-L

= 50y ety (1.2)
.73 .B-L

XR = 1_;75)( G aOXR. (1.29)

Ceci nous donne une écriture explicite compacte pour les transformations décrites en (1.4). La
dérivée covariante (1.5) est donnée par

) 314 B-L e -
= (s (A () o

Ceci correspond & 'utilisation d’une écriture alternative équivalente & (1.24) pour I'expression des
charges électriques des différents champs [Dav79, MMS80)
B-L

Q = Tw3+Td3+T, (1.31)

ol Ty 3 est la troisiéme composante de I'isospin droit. On peut écrire le lagrangien le plus général
avec ces champs, et qui soit invariant sous SU(2)  x U(1),,

6

Lfermions = Z iX_f’Y'uD,qua (132)
=

oll la somme sur f est une somme sur les trois générations et sur les doublets de quarks et leptons.
On voit que les couplages des fermions aux bosons vecteurs sont introduits uniquement a travers
la dérivée covariante, et sont donc tous fixés par la constante de couplage g, indépendamment du
fermion et de la génération: ceci constitue 'universalité des couplages. Cette remarque ne s’applique
pas aux couplages du champ abélien, ou interviennent des constantes arbitraires (B — L). A la
section 1.6.2, nous introduirons des opérateurs ¢rrelevants & basse énergie, qui apporteront des
corrections & cette universalité de la charge.

1.2 Interactions

Dans cette section, nous explicitons la forme des interactions des champs vectoriels entre eux et
avec les courants fermioniques, dans la base des champs vectoriels physiques.

1.2.1 Structure des courants fermioniques

A ce stade, le modeéle n’est pas phénoménologiquement viable: les fermions n’ont toujours pas de
masse et les bosons vecteurs non plus. Néanmoins, on peut étudier les interactions fermions-bosons
vecteurs dés & présent, le seul ingrédient nécessaire étant de reconnaitre les différents champs
physiques parmi les bosons vecteurs, remettant & plus tard la description des masses.

1.2.1.1 Champs physiques pour les bosons vecteurs

Nous savons que le photon est couplé aux fermions par la charge électrique ). Nous cherchons les
états propres de @) parmi les champs vectoriels. Les champs W); ont une hypercharge nulle et donc
Q =Ty 3. On observe que les combinaisons
1.2
£ T EITT (1.33)
2

correspondent aux états propres de charge, puisque 'on a (les champs W, sont dans la représen-
tation adjointe)

[ [ (134
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Les champs correspondants définis par
1
wE = —
2 /2

ont donc une charge électrique bien définie, respectivement +1. On a effectivement

(WaFiW;), (1.35)

3
1 .
W, = Wg%juﬁ(wjﬁjuwﬂ ). (1.36)

On sait d’autre part que, dans la théorie compléte incluant les masses des bosons vecteurs, seule la
symeétrie U(l)Q associée & la charge électrique sera visible. Or, les deux champs vectoriels WS‘ et
b% ne sont pas électriquement chargés (Y =0 et T, 3=0) et peuvent donc se mélanger. On dénote
par Z, la combinaison linéaire qui couple au neutrino vy, et par A, la combinaison orthogonale,
qui couple & @, et est donc le photon
A, = cosfb), +sind W, (1.37)
Z, = —sinfb),+cosW;. (1.38)

L’angle de Weinberg 6 est donné par les relation

!’

tanf = % (1.39)

On utilisera par la suite les notations
¢ = cosfl, s = sinf. (1.40)

Dans cette nouvelle base, les termes quadratiques sont encore diagonaux et normalisés.

1.2.1.2 Interactions fermions-vecteurs

Nous pouvons & présent expliciter la structure des interactions, c’est-a-dire ’équation (1.7)

1 — _
ﬁinteractions courants — €J5 AM‘FES (JéLC WJ + Jgé_ WP« ) + Cc;s JIGC ZH . (14].)

Dans cette équation, on a introduit la charge électrique e qui apparait en facteur devant les
interactions du photon

!
e = Lz = gs. (1.42)
A /92 + g/
On définira également la constante de structure fine

e2

= —. 1.43

“ 4n ( )
D’autre part, on donne les expressions des courants extraits de (1.32), ce qui fournit une forme
explicite correspondant a 1'équation formelle (1.6)

6

JG = ) Xir'Qxy . (1.44)
=1
6 1 75
pt vk F [
JEé ; X < 5 )Xf, (1.45)
. N (A=)

1

-~
Il

La derniére de ces équations est souvent écrite sous la forme alternative

6 F_f
e = Y X <—g” 29”5> X7 (1.47)
=
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avec dans ce cas
3

ol = 5204, (1.48)
3
T

g = 5 (1.49)

Explicitement, on obtient le courant électromagnétique sous la forme voulue, impliquant une som-
mation sur les trois générations de termes vectoriels
3

2 1~
Jy = 2; (—e_i’y“e¢+§lt_¢’y“ui—§d¢’y“d¢). (1.50)
im
Les courants chargés impliquent uniquement les chiralités gauches des fermions: ils générent des

transitions entre les deux composantes des doublets
3

Jbo =Y (TLivteri+umivtdy:). (1.51)
i=1

Les courants neutres impliquent quant & eux les deux chiralités de chaque fermion, mais avec des
couplages distincts

3
1 1
Hie = > <§m7“m+(—5+32) eriv" erit s’ EmiY" eri
=1
1 2 2
+ (5—552)1@7"%1'—582@7“%1
1,1, +—, P
+ ——+=s")dr;y dLi"'gS driv*dg; | - (1.52)

Notons qu’a ce stade, aucun de ces courants n’engendre de transitions entre les générations. Cette
possibilité s’introduira pour les courants chargés lorsque ’on considérera les masses des fermions,
et sera discutée & la section 1.4.2.

1.2.2 Interactions entre bosons vecteurs

La structure de Yang-Mills donnée en (1.18) implique, & travers la diagonalisation (1.37-1.38) des
interactions bien définies. Les tests expérimentaux de ces interactions ne sont pas encore trés précis
[LEP], mais confirment déja la structure non-abélienne, responsable de ces interactions. On peut
réécrire le lagrangien de Yang-Mills dans la base des champs physiques (VV;r W 2, A u)

Lyang-Mills = — % Wi W—h — % Ly ZH — % A AP+ Lav + Lav (1.53)
ou nous avons utilisé la notation standard pour les champs physiques
Xuw = 0,X,—0.X,. (1.54)
Les interactions trilinéaires sont données par
Lyy = ig(WELWHW3 W W3rEWv W2, WHrW =), (1.55)
ol nous avons réintroduit la troisiéme composante du champ W
W2 = cZ,+s4,. (1.56)

Celle-ci est la seule combinaison du Z° et du photon qui posséde des couplages avec les autres
champs vecteurs, le champ b% correspondant & une symétrie abélienne. Notons que, du fait de
Pantisymétrie des constantes de structure du groupe SU(2), (1.55) ne contient pas de couplages
entre trois bosons neutres. Les couplages quartiques s’écrivent

e

(W) (W) = (W) (W W) (1.57)
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Ces termes ne contiennent pas d’interactions a quatre bosons neutres. Par ailleurs, le lagrangien
ne contient pas d’interactions & cinq bosons vecteurs ou plus: puisque ’on souhaite obtenir une
théorie renormalisable, on s’est volontairement limité aux termes de dimension physique inférieure
ou égale & quatre.

Jusqu’a présent, nous n’avons discuté que les interactions des fermions et des champs de jauge,
tous sans masse. Pour introduire les masses, le SM utilise le mécanisme de Higgs, que nous pré-
sentons maintenant.

1.3 Meécanisme de Higgs dans le SM

Les expériences qui ont permis de déterminer la structure des interactions décrite ci-dessus dans
un modéele renormalisable basé sur une symétrie de jauge SU(2)  x U(1),, montrent également que
ce modeéle n’est pas suffisant: toutes les particules introduites jusqu’a présent, hormis le photon,
ont une masse 3.

Il est donc clair que la symétrie de jauge SU(2), x U(1),, est brisée, c’est-a-dire qu’elle n’est pas
réalisée de la maniére que nous avons décrite ci-dessus. En effet, pour rendre compte des masses,
il serait nécessaire d’ajouter les termes suivants au lagrangien

6

1 —_ Jra—

Emasses = EM%ZNZ“'FM{%/WJW H— E X
f=1

mY% 0
of it | X (1.58)

La difficulté est qu'un tel terme de masse n’est pas invariant sous la symétrie de jauge SU(2)  x
U(1), sur laquelle a été basée la construction jusqu’a présent. A défaut de trouver une extension
du terme de masse (1.58) pour le rendre invariant, en introduisant éventuellement de nouvelles
particules, le principe de construction serait totalement remis en cause.

Il se trouve qu’une telle extension est effectivement possible en utilisant le mécanisme de Higgs,
qui introduit des champs scalaires. Parmi ces champs scalaires doivent se trouver trois bosons de
Goldstone, afin de donner une masse aux W=* et au Z° comme nous expliquons ci-dessous. Ces
particules doivent se transformer sous SU(2) x U(1), puisqu’elles doivent briser cette symétrie.
L’extension minimale satisfaisant au critére de renormalisabilité nécessite de plus I'introduction
d’une quatriéme particule scalaire, ne possédant aucune charge sous les symétries de jauge, mais
dont les couplages aux autres particules sont fixés par la contrainte de renormalisabilité: le boson
de Higgs.

1.3.1 Interactions entre champs de jauge et scalaires sans masses

Les termes de masses pour les bosons de jauge, s’ils sont directement introduits dans le lagrangien,
violent I'invariance de jauge que nous avons supposée. Cependant, il n’est pas vrai que 'invariance
de jauge interdit aux champs vecteurs correspondants d’acquérir des masses. Cette masse peut en
effet étre générée par les interactions d’un champ de jauge avec une particule scalaire elle-méme
sans masse, qui disparait du spectre au profit de la composante longitudinale du boson vecteur: le
décompte des degrés de liberté est donc correct. On peut rapidement se convaincre de ceci & ’aide
du court exemple décrit ci-dessous.

On considére un champ de jauge A, couplé & un courant j, par le terme suivant dans le
lagrangien

T3 Ay, (1.59)

3. Les neutrinos semblent bien avoir des masses, bien que ces derniéres soient trés faibles comparées 4 celles des
leptons chargés.
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ou le courant correspond & un générateur de symétrie qui ne laisse pas le vide invariant, mais
produit donc une particule scalaire m sans masse, avec d’aprés le théoréme de Goldstone

0[7u(0)|m(p)) = 1frxpu- (1.60)

La constante de proportionnalité apparaissant ci-dessus est la constante de désintégration du
scalaire. Elle a la dimension d’une masse

[fx] = +1. (1.61)

On voit que ’échange d’'un GB va donner une contribution & la fonction & deux points du courant
ju ot apparaitra un terme de la forme g% f2 DpPv/ p?. Le courant étant conservé, les identités de
Ward garantissent la transversité de la fonction & deux points, qui prendra donc la forme suivante
pour p? petit

2
[ doers T30 300) L~ G 12 (p“p”—mw) . (1.62)

p2—0 p2

Ceci entraine une contribution & la partie transverse du propagateur du champ A,, qui devient
aprés resommation

GT,(p) = _iﬁ (1.63)
A TP AR |

ol la nouveauté est que 1’énergie propre (self-energy) intervenant au dénominateur posséde d’aprés
(1.62) un pole en p? =0, correspondant & 1’échange du scalaire de masse nulle [JJ73, Wei73c, CN73]

2 r2
9° f=
II(p?) 222050 A (1.64)

Ceci indique que le champ vectoriel acquiert une masse
g2
= g2 (1.65)

ce qui se vérifie explicitement lorsque ’on étudie le propagateur dans son intégralité. En réalité, il
est encore plus simple de lire le résultat en jauge unitaire, auquel cas le terme de masse est visible
au niveau du lagrangien. C’est ce que nous ferons dans la suite dans le cas du SM: comme nous
ne décrirons pas de calculs en boucles, 'utilisation de la jauge unitaire n’est pas une complication,
mais bien une simplification. Nous décrivons la brisure de symétrie dans le SM de cette fagon dans
la section 1.3.3 4.

1.3.2 Doublet complexe de Higgs

Le caractére sans masse des champs scalaires couplés aux champs de jauge est nécessaire a la
réalisation du mécanisme de Higgs. Afin de garantir cette propriété de masse nulle malgré les cor-
rections radiatives, on doit supposer que les scalaires sont des bosons de Goldstone correspondant
a la brisure spontanée d’une symétrie globale: le lagrangien est invariant sous la symétrie globale
correspondante, mais ’état fondamental ne 1’est pas. Dans le SM, on introduit explicitement des
degrés de liberté élémentaires qui vont fournir les scalaires sans masse, & travers la brisure de
symétrie due aux signes des couplages choisis dans le potentiel scalaire 5. L’identification d’un sous-
groupe de cette symétrie globale brisée avec la symétrie de jauge sous laquelle les GBs doivent se
transformer permet alors les interactions, nécessaires au mécanisme de Higgs, entre GBs et champs
de jauge. Nous explicitons dans cette section la structure correspondante, faisant le lien avec la
section 1.3.1.

4. Dans le cas de la théorie effective sans Higgs, la jauge unitaire est la jauge de prédilection pour toutes les
applications.

5. Notons que, dans les extensions supersymétriques, on peut donner une origine dynamique au signe négatif de
la masse carrée: son évolution depuis I’échelle d’unification vers I’échelle électrofaible est fortement liée au couplage
de Yukawa du quark top, qui domine les autres contributions.



28 Meécanisme de Higgs dans le Modéle Standard

On introduit un doublet complexe ¢ dans un représentation du groupe de jauge & briser, c’est-
a-dire SU(2)  x U(1),,
0

© — Ge 'z ®. (1.66)

On construit alors les termes invariants avec ces champs. D’aprés ses propriétés de transformation,
ce doublet a une hypercharge Y =1/2, et on peut donc noter explicitement la charge électrique de
chacune des composantes complexes

¢ = <:’; ) (1.67)

Bien str, nous n’avons pas encore décrit la brisure de SU(2), x U(1), vers U(1),, qui doit

précisément étre introduite grace & ce doublet. Le lagrangien bosonique le plus général contenant
uniquement des opérateurs de dimension quatre ou inférieure s’écrit

2\ 2
LHiggs = DHQDTD“@—)\ <@T<p—%> , (1.68)
avec

/
Dup = apgp—i(%bg—l—gwp) Q. (1.69)

A ce stade, il est commode d’introduire la matrice 2 x 2 notée ®, qui rassemble les quatre méme
champs réel

d = (o) = 905* L ) : 1.70
( Fer? ) ( — Y+ ¥o ( )
ou le conjugué ¢, de ¢ est une autre combinaison des mémes champs

.(XD
Yo = iT20* — Ge'2 .. (1.71)

On en déduit les propriétés de transformation de ®
.3 g
 — Gde 2. (1.72)
Par comparaison avec la transformation (1.29) pour les doublets de fermions droits, on voit que
le champ de Higgs posséde une hypercharge non-nulle, que 1'on peut, utilisant la formule (1.32),
attribuer a une valeur non-nulle de 'isospin droit avec B — L =0. On peut résumer les propriétés
de transformation des différentes composantes des doublets selon le tableau 1.3.

Tws | Tas |B-L| Y Q

| 12 0 | -1 | =1 o0
er | —1/2] 0 | -1 | -1 | -1
vr| 0 | 12| =1 | 0 0
er| 0 |—1/2] -1 | —2 | —1

up | 172 | 0 | 1/3 | 1/3 | 2/3
dp [—1/2] 0 | 1/3 | 1/3 [—1/3
ur| 0 | 1/2 | 1/3 | 4/3 | 2/3
dr| 0 |—1/2| 1/3 [—2/3[-1/3
ol | 172 [ 12 0 1 1
oo | —1/2] 1/2 | 0 1 0

Tableau 1.3. Charges des composantes des difféerents doublets du SM.

Le lagrangien (1.68) s’écrit avec cette notation

1 A
Luiggs = Z<DN(I)TD“(I)> 1 (<@T(I)> _Ug)Q’ (1.73)
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3

D@ = 0,8 —igW,®+ig'b, o

(1.74)
Grace a cette écriture, on identifie dans la limite g’ —» 0, une symétrie accidentelle du lagrangien
LHiggs de (1.68): on peut, en plus de la multiplication & gauche par un élément de SU(2)_, effectuer
une transformation globale Geust. € SU(2) a la place de la transformation impliquant o, sans
modifier Luiggs

d— GOG! (1.75)

cust. *

Cette symétrie approximative est appelée symétrie custodiale, et notée SU(2)_ ., et nous en verrons
les conséquences plus tard.

1.3.3 Masses des bosons vecteurs
La brisure spontanée de symétrie a lieu lorsque 'on choisit dans le potentiel de Higgs (1.73)

v? > 0, (1.76)

le signe positif de A étant imposé par la nécessité d’avoir un potentiel borné par en bas. On voit
alors que le potentiel présente une infinité continue de minima, relié entre eux par des transfor-
mations SU(2) pour lesquelles G = Geyst, ¢’est-a-dire le sous-groupe diagonal de la symétrie ou les
transformations G sont restreintes & leur sous groupe global: dans la limite g = ¢’ =0, la symétrie
globale est donc spontanément brisée selon

SU(2),, x SU(2)_., — SU(2) (1.77)

cust w-+tcust *

Les minima correspondent & tous les points pour lesquels

2
1 :U 10
oo — 2 (0 1), (1.78)

soit alternativement
v
Pl = 5 (1.79)

La théorie sélectionne donc un vide particulier, brisant la symétrie globale SU(2)  x SU(2)_, -
On peut exploiter linvariance de jauge pour décrire la méme physique avec des variables

différentes: on note que la matrice ® est auto-conjuguée, soit
20* 12 = P, (1.80)

ce qui revient & dire que I'on peut I’écrire comme produit d’une fonction réelle par une matrice

SU(2)

o — HEtvg=— (1.81)
V2
ot les minima du potentiel correspondent & avoir la composante radiale égale & v/v/2, soit
H = 0. (1.82)

On peut effectuer une transformation de jauge SU(2)  qui élimine les champs 7%, en choisissant
d’aprés (1.72) 6

G =¢e v . (1.83)
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Le lagrangien de Higgs (1.68) se réécrit dans cette jauge unitaire

Frigss = %8“H6HH_%m%’H2—)\vH3—%H4
2 2
" (H%) (%Z“ZMM%VW:W“) (1.84)

ou les termes de masse pour les bosons vecteurs proviennent des termes cinétiques pour ®. Les
masses sont données par les expressions

M% = QZUQ, (1.85)
2 12 2
2 _ 9ty _ My
Mz = £ = (1.86)

»»»»»

que celui apparaissant dans la diagonalisation. Une conséquence phénoménologique importante est
obtenue dans la limite de basse énergie si I’on écrit les opérateurs effectifs résultant de I’échange
de ces bosons massifs: on obtient la théorie de Fermi. Sous I’écriture générale

G _
‘CQuatre fermions — — Tg (JéC o JCC# + p*(O) JNC © JIGC) ) (187)

on trouve dans le cas du SM en arbres, que la constante de Fermi est donnée par

2
1
Gp = —2 = , 1.88
T AVaME T V22 (1.88)

ce qui implique, avec Gp~1.16 x 1075 GeV 2
v =~ 246 GeV. (1.89)

Le parameétre p.(0) introduit en (1.87) est donné dans le SM en arbres par 7

M2
SM _ w
P (0)}arbres - W ’ (190)
D’apres les formules de masses (1.85-1.86), on voit que ce rapport est égal a 1'unité
pMO) L = 1 (1.91)

Cette relation obtiendra des corrections aux ordres supérieurs. Elle est liée a la symétrie custodiale
SU(2),, dans la limite g — 0 du lagrangien tel que nous l'avons écrit jusqu’a présent (soit
Lermions + Lyang-Mills + LHiggs, ¢'est-a-dire le lagrangien total hormis les termes de Yukawa que nous
introduirons a la section 1.4.1). En effet, cette symétrie est responsable du fait que la matrice de
masse dans la base originale (Wﬁv Wﬁ, Wﬁ, b%) prend la forme

@20 0 0

w2 0 g2 0 0

— 1.92
0 O _ g/ g/2

6. Cette transformation de jauge effectuée au niveau du lagrangien est suffisante pour ce qui est de la physique
en arbres. Pour étendre I'idée & 'intégrale fonctionnelle, voir [GKK93]. Dans le cas du SM, il est en général plus
commode de fixer la jauge de la maniére traditionnelle.

7. Remarquons qu’une relation de cette forme est souvent donnée comme définition du parameétre p. Voir a ce
sujet 'annexe B.1.
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La diagonalisation nécessite alors une transformation orthogonale impliquant le bloc 2 x 2 en bas
a droite pour définir les champs Z, et A, comme nous Iavons fait en (1.37-1.38). La symétrie
SU(2),, 4 cust. Tésultant de la brisure spontanée de SU(2), x SU(2) ., est en revanche respon-
sable du fait que le bloc 3 x 3 en haut & gauche soit proportionnel & I'unité. Ainsi, bien que la
symétrie de jauge SU(2)_ soit brisée, il reste une symétrie SU(2) approximative qui garantit que
les interactions de Fermi des courants chargés et neutres dans (1.87) interviennent avec la méme
constante. On peut en déduire que les corrections radiatives & la relation (1.91) interviendront
accompagnées de puissances de g’, ou de puissances des différences de masses (splittings) des
fermions divisées par I’échelle de Fermi (violation d’isospin faible). En tout état de cause, la
conclusion est que les corrections au résultat pr(O)}arbres = 1 seront petites. Pour reproduire
ce succés phénoménologique, un modéle alternatif devra donc posséder une symétrie custodiale
approximative. Une telle symétrie custodiale est donc en général un ingrédient essentiel des modeéles
alternatifs. Notons cependant que, dans le cas des modeles dits little Higgs [AHCKNO02] ou basés
sur des mooses [AHCGO01b, AHCGWO02, AHT02], ces symétries semblent ne pouvoir étre réalisées
que de maniére approximative, méme dans les limites mentionnées ci-dessus 8.

Notons que le champ neutre H posséde des interactions bien définies en fonction de deux
constantes A et v, qui sont également reliées & sa masse par la relation

m¥ = 202, (1.93)

Les couplages des interactions autres que les termes de masse des bosons vecteurs sont fixés par
le fait que le boson de Higgs provient d’un doublet complexe, ce qui est nécessaire pour avoir une
représentation linéaire de la symétrie (par opposition & une réalisation générale non-linéaire (voir
section 2.1.3), qui ferait obstacle & la renormalisabilité de la théorie).

Nous avons introduit dans cette section la matrice ®, qui rassemble les degrés de liberté sca-
laires, car cette écriture permet de visualiser la symétrie custodiale que nous supposerons étre
présente dans les théories que nous étudierons. De plus, cette écriture nous permettra de faire plus
clairement le lien avec les lagrangiens chiraux, utilisés dans les théories effectives sans Higgs: la
composante radiale de (1.81) sera alors absente, seuls les trois bosons de Goldstone étant supposés
étre présents.

Ceci conclut la discussion du secteur bosonique. Nous en venons & présent aux conséquences
du mécanisme de Higgs dans le secteur fermionique.

1.4 Conséquences du mécanisme de Higgs élémentaire

L’introduction du doublet complexe de Higgs permet de construire une théorie renormalisable avec
un nombre important de paramétre libres, nécessaires pour rendre compte des masses des fermions,
et aussi de leur mélanges. Au niveau du SM, on ignore l'origine des constantes correspondantes
apparaissant dans le lagrangien ainsi que leurs relations.

Notons que le mécanisme de Higgs élémentaire avait été introduit pour donner des masses aux
bosons de jauge tout en conservant une théorie renormalisable. C’est cette renormalisabilité qui
nous avait obligé & considérer un modéle invariant de jauge, interdisant par 14 méme les termes de
masses dans le lagrangien, tels qu’écrits en (1.58). En réalité, ce méme doublet complexe de Higgs
permet également d’écrire des termes d’interactions de Yukawa invariants sous la symeétrie.

1.4.1 Interactions de Yukawa et masses de Dirac des fermions

Des termes de Yukawa invariants sous SU(2) x U(1),, peuvent étre construits & I’aide du doublet
de Higgs. Nous les écrivons en termes de la matrice ®, ce qui donne

3 u u *
B yi; 0 <uL) — (. <um)
L ukawa — T g iad [ (I)T J + ',d i (b *
Yok = <(uR i ) ( 0 yflj) dr; (15, 15) < 0y dRri

)=

_ 0 0 VL, i o 0 O 0
+ (0, €R¢)<O yfj)¢T<eij)+(VLj,eLj)‘b<o yf’j*) <€R¢>). (194)

8. Il n’existe pas de démonstration générale de ce fait, mais c’est ce que la littérature semble indiquer, voir
[CW03, CDOO03, HS04b]. On doit alors distinguer entre les différentes définitions des paramétres p et T' dés 'ordre
des arbres, voir ’annexe B.
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Au niveau du SM strict, on ne peut pas construire d’opérateurs invariants de dimension inférieure
ou égale & quatre qui donnent des masses aux neutrinos: nous reviendrons sur ce point & la section
1.6.1 et 1.6.2.1. Les constantes de couplages de Yukawa intervenant ici sont totalement libres.
Notons que 'on peut bien introduire ces constantes de couplages selon une matrice diagonale sans
que cette derniére soit proportionnelle & l'identité: en effet, une matrice diagonale quelconque
commute avec les matrices 73 des transformations (1.29) et (1.72). En jauge unitaire (® = (H +
v) 1), on voit que ces interactions produisent des termes de masse, les matrices de masse pour les
quarks up, quarks down et leptons chargés étant données respectivement par

u Yigv
4 yLo
ms; = Ll (1.97)

V2

Les différentes constantes de couplages de Yukawa permettent de rendre compte des différentes
masses des fermions. En revanche, elles n’apportent aucune compréhension en ce qui concerne la
hiérarchie des masses entre, par exemple, celle de 1'électron (couplage de Yukawa de l’ordre de
1079) et celle du quark top (couplage de Yukawa proche de 1'unité).

1.4.2 Matrice CKM

Les coefficients complexes apparaissant dans la matrice de masse des quarks & travers (1.94) sont
libres. Ainsi, si l'on veut diagonaliser la matrice de masse complexe obtenue (1.95-1.96), on va
utiliser des transformations unitaires globales opérant dans ’espace des indices de génération, et
ce séparément pour les quarks u; et pour les quarks d; et séparément pour les deux chiralités. La
situation dans le cas des leptons sera briévement mentionnée plus bas & la section 1.6.1. Lorsque 'on
effectue les redéfinitions & I’aide de matrices unitaires sur les quatre vecteurs a trois composantes
uri, drq, Uri, dg; afin de diagonaliser les matrices de masses, on introduit une modifications des
interactions décrites en 1.2.1.2. On définit ainsi

up; = (UL)ijule, (1.98)
di = (Dy),;db; . (1.99)
UR; = (UR)ijué%ja (1.100)
dr; = (DR)ijd}{j, (1.101)

ot les quatre matrices 3 x 3 dénotées par Uy r et Dr g sont unitaires et les primes dénotent les
états propres de masse. Remarquons que, dans le SM, ces rotations diagonalisent également les
couplages de Yukawa, puisqu’il n’y a qu’'un doublet de Higgs.

On peut voir immédiatement que P'écriture des courants neutres J§ et Jq est inchangée: il
suffit d’ajouter les primes, puisque la méme matrice intervient deux fois dans chaque terme, par
exemple

TLiv*urL;

upiy* (UF), (Un), b

ij

ul iyl (1.102)

Ainsi, en arbres, les courants neutres changeant la saveur (flavor-changing neutral currents, ou
FCNCs) sont absents. En revanche, pour les courants chargés qui couplent une composante u avec
une composante d, ceci n’est plus vrai. On définit la matrice unitaire Vognm [Cab63, GIM70, KM73]
selon

Vekm = Ul Dy, (1.103)
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ce qui donne pour le terme intervenant dans les courants chargés
iyt dei = upiv" (Vorw),; dL; (1.104)

et donc des interactions non-diagonales dans la base des états propres de masse. La structure des
transitions entre générations est donnée directement par la matrice unitaire CKM, dont les entrées
sont libres dans le SM: la prédiction est que toutes les transitions s’expriment en termes des trois
angles et de 'unique phase physique contenue dans cette matrice. En effet, des six phases présentes
dans une matrice unitaire 3 X 3 générique, cinq peuvent étre absorbées par des redéfinitions des
vecteurs & trois entrées u; et d; (on doit appliquer la méme transformation aux deux chiralités
pour garder une masse réelle), tandis que la sixiéme redéfinition (correspondant & une phase
globale) laisse invariante la matrice CKM. C’est cette unique phase qui doit rendre compte de
la violation de C'P observée dans les expériences, mais que 1’on sait d’autre part étre insuffisante
pour étre & l'origine de I’asymétrie baryonique de I'univers [GHO194]. Ceci signifie uniquement
que 'on doit chercher une extension & plus haute énergie de la théorie effective qu’est le SM, et
que cette extension doit laisser la place & une violation de C'P « plus importante ». FEn revanche,
les expériences aux énergies accessibles actuellement et qui cherchent & mettre en défaut le SM
en mesurant des processus distincts, mais décrits par le SM & 'aide des mémes paramétres de la
matrice CKM, n’ont pour l'instant pas permis de mettre le SM en défaut.

Apres avoir décrit la structure du SM, et introduit ses 18 paramétres (dans le cas du SM strict,
c’est-a-dire avec des masses de neutrinos égales & zéro), nous présentons un rapide survol des
comparaisons avec l’expérience.

1.5 Succeés phénoménologiques du SM

Jusqu’a présent, nous avons décrit la structure du SM en arbres, discutant tous les opérateurs
renormalisables qui le composent. La théorie renormalisable est construite avec uniquement ces
opérateurs: lorsque l'on calcule les corrections quantiques, on absorbe les divergences qui appa-
raissent & l'aide d’une redéfinition du nombre fini de constantes de couplage apparaissant en
coefficient de ces opérateurs. Notre propos n’est pas ici de décrire la procédure de renormalisation
dans le cas du SM: les principes en sont bien connus, étant donné que ce sont ceux qui régissent
le développement perturbatif d’une théorie renormalisable 9. Néanmoins, avant de passer en revue
I’accord des prédictions du SM avec 'expérience, il parait nécessaire de rappeler 'effort qui a été
consacré et est encore consacré afin d’obtenir les résultats théoriques (et expérimentaux) que nous
allons décrire.

1.5.1 Remarques sur les calculs de boucles

Les prédictions théoriques nécessitent toute une machinerie pour effectuer les calculs de boucles.
Mentionnons ici qu’une partie des corrections les plus importantes ont été calculées & deux boucles,
et toutes celles étudiées expérimentalement 'ont été jusqu’a une boucle. On utilise généralement
la régularisation dimensionnelle: les constantes apparaissant dans le lagrangien deviennent dépen-
dantes de l’échelle de renormalisation p, et présentent un pole en d = 4, ou d est la dimension
d’espace-temps. Cette dépendance d’échelle et ces poles sont compensés par les contributions de
boucles, si bien que les résultats sont finis. Les calculs utilisent en général les jauges R¢ [tHT71a,
FLS72] pour lesquelles les propagateurs des bosons vecteurs prennent la forme

le—(l—f)%

v\P, = —i T 5 1.1
Guv(p, §) ! p2—M?+ie (1.105)
qui a pour avantage de procurer une dépendance satisfaisante pour les grands p?

G, € < 20) ! (1.106)

p?—00 p2 :

9. En revanche, nous nous attacherons (section 2.3) a décrire la procédure de renormalisation dans le cas d’une
théorie effective a la Weinberg.
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La jauge unitaire est obtenue dans la limite singuliére £ — oo, pour laquelle la décroissance du
propagateur n’est plus suffisamment rapide pour rendre la propriété de renormalisabilité manifeste.
Cette jauge n’est donc pas particuliérement adaptée pour un théorie renormalisable, d’autant que
les contributions des bosons vecteurs (1.105) s’accompagnent dans une jauge R¢ de contributions
dues aux GBs, dont le propagateur prend la forme

i

G(p,§) = ISR (1.107)

ou le méme paramétre M apparait que dans le propagateur du champ vecteur correspondant
(1.105). Dans la limite £ — o0, il subsiste néanmoins un effet de ces diagrammes impliquant les
GBs, puisque certaines de leurs interactions sont proportionnelles & £. Ces diagrammes peuvent
cependant &tre resommés [Wei73a, Wei73b|, donnant lieu & des termes d’interactions du type
de ceux obtenus par Lee et Yang [LY62] 19: des interactions non-polynomiales proportionnelle &
5(4)(96 =0), qui disparaissent donc lorsque I’on utilise la régularisation dimensionnelle 1. De tels
termes peuvent directement étre interprétés comme provenant du changement de variable effectué
pour obtenir lécriture (1.81): le jacobien correspondant est singulier en H = 0 [GKK93, Nyf].
En tout état de cause, la paramétrisation (1.81) introduit des interactions non-renormalisables,
ce qui est maladroit dans le cas du SM. Nous insistons sur ce point pour clarifier les obstacles a
I'utilisation de la jauge unitaire dans le cadre du SM: d’une part le comportement des propagateurs
pour de grandes impulsions est inadapté pour une théorie renormalisable, d’autre part on génére
des interactions non-polynomiales. Ces deux difficultés ne seront plus des obstacles & 1'utilisation
de la jauge unitaire dans le cas des théories sans particule de Higgs physique; nous y reviendrons
au chapitre 3.

Revenant aux calculs effectués dans le SM, il est & noter que des prédictions pour les mémes
observables ont été obtenues par différents groupes, ce qui se traduit souvent en différents codes
de calculs, et en l'utilisation de différents schémas de renormalisation. On peut également inter-
préter ces distinctions comme différents préjugés sur la resommation des ordres supérieurs [B197,
MNP98]. Ces différences dans le traitement précis de la procédure de développement & un ordre
donné ne sont pas des incohérences, mais fournissent bien au contraire une estimation de I'incer-
titude théorique correspondant aux ordres supérieurs. L’accord entre les différents groupes & un
niveau de précision acceptable vient confirmer d’un point de vue concret la cohérence de la théorie.

1.5.2 Approximation au pdle du Z°

Une grande partie de I'activité consistant a tester les prédictions du SM est liée aux « mesures au
pole du Z° »: les processus et e~ —s f f avec une énergie dans le centre de masse proche de la
masse du Z°. Dans cette section, nous nous concentrons sur ’analyse de ces processus. La section
efficace en arbres pour le processus et e~ — Z — f f (c’est-a-dire en supprimant les contributions
du photon qui ne sont pas résonantes pour s~ M%) s’écrit, en négligeant les masses des fermions
par rapport & My 12

do _ N.GZMj s?
a0 T T32xZs (s M2)Z4TLM2
X {(g52+g§2) (gqf?—kg({?) (1+cos20)+8gﬁgvg§gvfcos9}. (1.108)

10. Notons que dans la limite £ — oo, les effets des fantémes de Faddeev-Popov disparaissent également,
quelques subtilités prés [Jeg91]. En conclusion, cette procédure n’est pas appropriée pour définir la jauge unitaire,
la limite étant singuliére: il est préférable d’opérer au niveau du lagrangien méme [Col84], & travers des redéfinitions
des champs [GJ72], valables de fagon générale dans le cadre de Iintégrale fonctionnelle [GKK93].

11. Néanmoins, on peut également conserver ces termes proportionnels & 6(4)(50 = 0), et vérifier qu’ils sont
compensés par des contributions dues au bosons de Higgs [AQ72, JogT4].

12. La formule est écrite pour le cas des quarks, pour lesquels N.=3. Dans le cas des leptons dans I’état final,
on posera N.=1.
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A partir des « observables réalistes » effectivement mesurées & LEP et SLC, on obtient les para-
métres du ZY aprés déconvolution des effets de radiation dans les états initiaux et finaux dues &
Pélectrodynamique quantique (quantum electrodynamics ou QED) et des corrections dues a la
QCD. Les paramétres ainsi extraits sont appelées des « pseudo-observables » .

Afin de permettre une description en termes de « couplages effectifs » , ¢’est-a-dire de paramétres
qui généralisent ceux apparaissant dans 'expression de la section efficace de Born (1.108), on
effectue un certain nombre d’approximations [Bt97, MNP98]. En effet, la section efficace & une
boucle s’exprime en réalité en termes de facteurs de formes complexes, et non plus en termes des
constantes g{a. Ces facteurs de forme dépendent non seulement de la variable de Mandelstam s,
mais également de ¢, suite aux contributions des diagrammes de type box. Comme les contributions
de ces diagrammes sont petites (excepté en jauge unitaire, ou elles divergent) car non-résonantes
au pole du Z° l'idée est de les négliger 3. Ceci supprime donc la dépendance en t, et permet
également de récupérer une forme ou les couplages des fermions f et des électrons sont factorisés
et ou la contribution du photon peut étre séparée. On peut alors mettre la section efficace & une
boucle sous la méme forme que celle obtenue en arbres, la contribution du Z° étant écrite comme
en (1.108) avec la modification de notation

9la — gba (1.109)

Précisons encore un point supplémentaire: les diagrammes d’énergie propre des bosons vecteurs se
subdivisent en deux ensembles: les contributions comportant des bosons dans la boucle, et celles
dues aux fermions. Ces deux types de corrections sont indépendantes des fermions observés dans
I’état final. De plus, la contribution des fermions, numériquement plus importante, est invariante
de jauge. L’approche généralement adoptée est d’effectuer une resommation sur cette classe de dia-
grammes. En revanche, la contribution bosonique & ces fonctions & deux points n’est pas invariante
de jauge: la dépendance de jauge doit étre compensée par celle des diagrammes box en particulier.
Cette classe de diagrammes n’est donc pas resommée.

Notons que 'utilisation directe des résultats expérimentaux pour les pseudo-observables dans
un modele alternatif n’est pas nécessairement justifiée & partir du moment ot un certain nombre
d’ingrédients théoriques et d’approximations (spécifiques au SM) on été employés.

1.56.3 Ajustement de paramétres dans le SM

1.5.3.1 EWPTs

Un certains nombre d’observables, dont une grande partie sont mesurées au pole du Z°, sont
regroupées sous le nom de « tests de précision électrofaible » (electroweak precision tests, ou
EWPTs). Dans cette section, on se concentre sur les mesures expérimentales qui donnent lieu au
fameux ajustement des paramétres électrofaibles, suivant [Mat04].

Aprés avoir effectué les calculs mentionnées en 1.5.1 et extrait les pseudo-observables de la
section 1.5.2, on procéde de la fagon suivante. Comme paramétre d’entrée, on utilise les trois
parameétres les plus précisément connus (par des mesures « directes » ): a(1=0),Gp, Mz, au lieu des
trois parameétres fondamentaux (g, g’, v) apparaissant dans le lagrangien. Au niveau des boucles,
les prédictions vont aussi dépendre des couplages de Yukawa, qui sont remplacés en pratique
par les masses des fermions en tant que paramétres d’entrée, mais également de la constante de
couplage forte et du couplage quartique du doublet de Higgs A. Ce dernier paramétre fondamental
est remplacé par my, qui intervient donc dans les expressions théoriques des observables. Comme
cela fut le cas pour le quark top avant sa découverte expérimentale, on va donc pouvoir placer des
limites sur la masse d’une particule hypothétique. Si I'on mesure suffisamment d’observables, on
peut effectivement contraindre les différents parameétres du SM.

13. On peut se soucier du manque d’invariance de jauge du résultat. En pratique, la sensibilité des calculs a
l'approximation décrite est testée numériquement.
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Nous ne définirons pas ici les différentes observables qui entrent dans cette étude. Notons
cependant que, pour une observable donnée O, le désaccord entre la prédiction théorique aprés
ajustement des paramétres Ofif et la mesure expérimentale O™ est mesuré par le pull

|Omeas _ Oﬁt\

- (1.110)

pull =

ou intervient également ’erreur combinée o. On constate sur la figure 1.1 que la plupart des mesures
sont en accord avec le SM: il y a bien deux observables pour lesquelles le désaccord est plus grand
que deux déviations standard. Ceci n’est pas surprenant pour un ensemble de mesure de cette taille.

Summer 2003

Measurement Fit |om-Ofgmea

0 1 2 3

m, [GeV] 91.1875+0.0021 91.1875
r,[Gev]  2.4952+0.0023  2.4960
o Inb]  41.540+0.037  41.478

R, 20.767 £0.025  20.742
AY 0.01714 + 0.00095 0.01636
AP, 0.1465 +0.0032  0.1477
Ry 0.21638 + 0.00066 0.21579
R, 0.1720£0.0030  0.1723
ARP 0.0997 +0.0016  0.1036
Ay’ 0.0706 £0.0035  0.0740
A, 0.925 + 0.020 0.935
A, 0.670 + 0.026 0.668
A(SLD) 0.1513+0.0021  0.1477

sin?6P(Q,) 0.2324+0.0012  0.2314
m, [GeV] 80.426+0.034  80.385
rw [Gev] 2.139 £ 0.069 2.093
m, [GeV] 174.3£5.1 174.3
sin’8,(N)  0.2277 +0.0016  0.2229

Figure 1.1. Accord entre les valeurs mesurées et les prédictions du SM pour certaines observables [LEP].

Comme nous 'avons déja mentionné, ’ajustement des parameétres donne lieu & des contraintes
sur les valeurs possibles de ces mémes parameétres. Pour la plupart d’entre eux, qui sont mesurés
par ailleurs, le but est de chercher un désaccord pour mettre en défaut le SM et détecter un effet
da a de la nouvelle physique. Il en est différemment pour ce qui est de la masse du boson de Higgs.
Puisque cette particule est toujours hypothétique et que sa masse n’a donc pu étre mesurée, les
contraintes extraites de ’ajustement de paramétre nous permettent de prédire dans quelle fenétre
on doit s’attendre & la trouver. Ceci est illustré par la figure 1.2, ou est utilisée la valeur la plus
récente de la masse du top [Tev]

my = 178.04+4.3 GeV, (1.111)

qui montre que l'intervalle de confiance & 95% donne [LEP]

my < 251 GeV. (1.112)
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Figure 1.2. Contrainte sur my dans le cadre du SM. Les courbes représentent la valeur de x2 — x2;, en fonction
de mp. La bande foncée représente les incertitudes théoriques, et la courbe en pointillés est obtenue avec la valeur
la plus récente pour la masse du quark top. Le rectangle gris clair représente les masses exclues par les recherches
directes [LEP].

On a donc, indépendamment de considérations théoriques que nous donnerons a la section 1.6.3,
une limite expérimentale (indirecte) supérieure sur my, en plus de la limite inférieure d’exclusion
directe & 95% de confiance [LEP]

my > 114.4 GeV. (1.113)

1.5.3.2 Correction obliques

Une premiére tentative en vue d’interpréter les EWPTs dans un cadre plus large que le SM a
consisté en I'introduction des « paramétres obliques » [PT90, MR90, K190, AB91, PT92|. L’idée est
que ces paramétres décrivent les effets principaux de la nouvelle physique. En effet, I'introduction
de physique nouvelle ajoutera de nouveaux parameétres a ceux présents dans le SM, et qui sont
utilisés en particulier pour effectuer ’ajustement décrit & la section 1.5.3.1. En principe, on doit
calculer les observables pour chaque modeéle, puis comparer les résultats & 1’expérience en utilisant
la méme procédure que pour le SM. En pratique, le nombre de modéles connus rend cette tache
rédhibitoire. Certains auteurs ont donc essayé de formuler une paramétrisation simple mais englo-
bant si possible une large classe de modeéles. L’hypothése principale est que les corrections les plus
notables affecteront essentiellement les fonctions & deux points des bosons vecteurs: ces corrections
sont appelées « obliques ». Elles affectent alors de facon universelle les processus e™ e~ — f f,
quel que soit le fermion f, ce qui fait leur facilité d’utilisation.

Les corrections obliques sont souvent exprimées en termes des paramétres S, T, U, dont la
définition originale utilise les fonctions & deux points des champs vecteurs. La question de I'inva-
riance de jauge se pose alors. D’autre part, la présentation des résultats fait toujours appel au SM
avec une valeur de my donnée. L’annexe B contient une discussion des paramétres obliques et de
questions reliées.

La figure 1.3 donne 'ajustement des paramétres en incluant S et T', mais fixant U =0. A ce
niveau, on ne peut pas placer de limites indépendamment sur S, T et my. La figure permet en
revanche de dire que, si un boson de Higgs de 115 GeV est présent, la nouvelle physique au-dela du
SM ne doit apporter que des faibles contributions & S et 7. Ceci est une autre fagon de voir que le
SM rend bien compte des EWPTs sans nouvelle physique. Ainsi, les extensions supersymétriques
du SM cherchent-elles & préserver cet accord, tout en introduisant des nouvelles particules pour
protéger la masse du boson de Higgs (voir section 1.6.3).
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Figure 1.3. Contraintes & 1o sur les parameétres S et T' pour mpy = 115 GeV pour différentes observables (U est
supposé étre nul). Les ovales représentent les intervalles de confiance a 90% pour différentes valeurs de m g, aprés

combinaison des différentes observables [PDG].

Les diagrammes du type de la figure 1.3 sont & l'origine de 'interprétation qu’il faudrait une
« conspiration » de la physique nouvelle pour que les théories sans Higgs soient capable de rendre
compte des EWPTs. L’idée sous-jacente est la suivante: la limite de Higgs lourd est supposée
donner une premiére idée du comportement des théories sans Higgs 14. Par exemple, pour my =1
TeV, on constate qu’il est nécessaire d’avoir T'~ + 0.3 pour satisfaire les EWPTs. Cependant, la
référence & un boson de Higgs dans le cadre d’une théorie sans Higgs semble inutile et, qui plus
est, dangereuse. Le but de cette thése est précisément de mettre en place un formalisme effectif
indépendant pour les théories sans Higgs, suivant la ligne d’idée des « lagrangiens chiraux pour
le secteur électrofaible » (electroweak chiral lagrangians) [HT90, DEH91, EH92, Fer93, Wud94,
NSO00]. Précisons dés maintenant que les difficultés principales auront trait aux parameétres S et T
15 et également au secteur fermionique, qui n’a été abordé que récemment [NS96, BEM99, NS00]
dans ce contexte, et pas encore de fagon systématique. Différents problémes apparaitront alors dés
lordre des arbres.

Pour clore cette section, on peut dire que le SM accommode extrémement bien les données
expérimentales. Les raisons d’aller au-dela du SM se trouvent donc ailleurs: en effet, on sait que
le SM n’est pas la description définitive des tous les phénoménes en physique des hautes énergies.
Nous en venons & présent & discuter plus précisément les raisons qui ont amené la communauté a

penser ainsi.

1.6 Le SM comme théorie effective (découplante)

Nous discutons ici les limites d’application pratiques et de principe du SM. L’état actuel de notre
compréhension de la théorie des champs est que le SM doit étre vu comme une théorie effective
valable jusqu’a une certaine échelle, & laquelle de nouvelles particules peuvent étre produites. Une
nouvelle théorie, englobant le SM, doit alors prendre le pas.

14. Nous préciserons & ’annexe C en quoi ceci n’est pas justifié dés que l'on considére la théorie sans particule

de Higgs a l'ordre les boucles.

15. Qui est déja en cause pour exclure les modéles de technicouleur, voir la section 1.7.3 et annexe C.



1.6 LE SM COMME THEORIE EFFECTIVE (DECOUPLANTE) 39

Dans le cas d’une théorie renormalisable, les effets & basse énergie de la nouvelle physique se font
sentir & travers les opérateurs irrelevants, qui sont divisés par une échelle de masse. Les opérateurs
renormalisables décriront la physique & basse énergie avec une précision d’autant meilleure que
Iéchelle A sera grande. La théorie effective correspondante est souvent appelée découplante, car
léchelle A peut étre envoyée vers l'infini sans incohérence technique: les effets de la nouvelle
physique disparaissent alors complétement.

Lorsque 'on se trouve dans le cas opposé (celui des théories effectives non-découplantes), on
doit procéder suivant une autre organisation de l'infinité d’opérateurs permis par les symétrie: le
critére de renormalisabilité n’est plus un guide approprié. Nous aborderons ce cas au chapitre 2.
Pour le moment, nous nous intéressons & une premiére extension du SM pour expliquer les faibles
masses des neutrinos. Nous verrons ensuite comment les mémes effets & basse énergie sont décrits
par un opérateur effectif. Nous discutons ensuite une classe d’opérateurs effectifs qui nous informe
sur le mécanisme de 'EWSB.

1.6.1 Mécanisme see-saw et masses de Majorana pour les neutrinos

Nous présentons dans cette section la description la plus courante utilisée pour rendre compte des
faibles masses des neutrinos: on fait pour cela intervenir des champs vi lourds. En effet, puisque
ces champs ne sont pas chargés sous la symétrie SU(2) x U(1),,, leurs masses ne sont pas liées &
la brisure électrofaible, et n’ont donc aucune raison d’étre d’ordre v.

Avec ces neutrinos hypothétiques lourds vg; invariants sous SU(2)  x U(1)y,, on peut construire
les termes suivant dans le lagrangien

3
ﬁneutrinos = § VRi A/M 8MVRi

i=1
3
_ (Y 0 g VL o yi;© 0 VRi
132‘:31 (VRz,eRz)< 0 0>‘I> (eLj>+(VLJ,e j)(I’< 0 0 en
+ M URi (VRj)c+Mij(VRj)cl/Ri), (1.114)

ou les indices de générations sont explicitement écrits. Il n’y a aucune contrainte théorique sur les
constantes M;; apparaissant dans le lagrangien, et aucun lien avec la brisure électrofaible : on peut
donc logiquement imaginer qu’elles soient de l'ordre de I’échelle de la nouvelle physique inconnue
qui les génére, et donc éventuellement de I'ordre de 10'® GeV (échelle de grande unification) 16.
Ceci permet, grace au mécanisme see-saw [GMRST9, Yan79], d’obtenir trois états propres lourds
(de 'ordre des valeurs propres de M;;) qui sont essentiellement une combinaison linéaire des états
propres d’interactions vr;, et peuvent étre qualifiés de « stériles », puisque leurs interactions avec
les champs vecteurs sont supprimées par rapport a celles des leptons chargés. Plus important du
point de vue physique, on obtient également trois états propres de masses trés faibles avec des
grandes composantes v,; et de faibles composantes (vg;), qui sont donc appelés « actifs ». Ceci
se vérifie en étudiant la diagonalisation de la matrice de masse pour les neutrinos: voir 'annexe A

pour le cas d’une génération. Les masses des états propres légers sont alors d’ordre

yQ ’UQ

My actifs ™~ M (1115)

ol y représente un couplage de Yukawa générique et M dénote une valeur propre de la matrice M.
Le point est que I'équation (1.115) permet, avec M grand, d’obtenir une masse de ces neutrinos
actifs plusieurs ordres de grandeurs plus faible que les masses de Dirac des autres fermions et en
particulier que celles des leptons chargés. Or, on sait que les limites actuelles sur les masses des
neutrinos sont de 'ordre de I’électron-volt: le mécanisme see-saw permet donc de comprendre la
légéreté des neutrinos, relativement aux autres fermions. Il reste encore & expliquer la hiérarchie
entre I'électron et le quark top, ce qui nécessite des idées au-dela du SM (symétries horizontales
par exemple).

16. Du point de vue logique, dans une théorie renormalisable, on ne peut pas estimer 1’échelle & laquelle la
nouvelle physique doit intervenir, la procédure de développement étant techniquement viable jusqu’a une échelle
arbitrairement grande. Nous verrons cependant & la section 1.6.3.1 que les divergences quadratiques & la masse du
Higgs peuvent donner une idée des limitations de principe de la théorie, ainsi de 1’échelle & laquelle elle devrait étre
complétée.
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1.6.2 Opérateurs irrelevants

Le SM est une théorie renormalisable. Les effets & basse énergie de la nouvelle physique peuvent
étre décrits par des opérateurs irrelevants construits avec les champs du SM et respectant ses
symétries. Nous mentionnons ici quelques-uns de ces opérateurs. Le fait est que, dans une théorie
renormalisable telle que le SM, on peut imaginer que ’échelle de masse A qui divise ces opérateurs
pour obtenir des objets de dimension quatre, soit suffisamment grande pour que les effets soient
indétectables. 11 suffit que cette échelle A, & laquelle la nouvelle physique qui produit ces opérateurs
effectifs deviendrait visible, soit grande devant ’échelle de Fermi. Or, dans une théorie renormali-
sable, il n’y a pas d’incohérence interne & considérer que la théorie soit valable jusqu’a une échelle
arbitrairement grand.

Nous avons également mentionné le probléme de la génération de I’asymétrie baryonique de
P'univers, ainsi que les nombre important de constantes arbitraires, qui suggére que le SM n’est
pas une théorie fondamentale. Notons que, dans tous les cas, ces questions sont liées au fait que
le SM doit étre intégré dans une théorie plus générale valable & plus haute énergie, et donc plus
fondamentale. Nous mentionnerons & la section 1.6.3 une autre difficulté de principe qui rentrerait
dans cette catégorie: il s’agit du probléme de hiérarchie des échelles.

1.6.2.1 Opérateur effectif de dimension cinq

Il existe un type d’opérateurs effectifs de dimension cinq construit avec les champs du SM et
invariant sous SU(2) x U(1),: on s’attend a priori & ce qu’il fournisse les premiéres déviations
du SM, puisque la suppression par ’échelle de la nouvelle physique y est la plus faible (une seule
puissance de A au dénominateur).

Afin d’écrire ce premier opérateur effectif, on définit le conjugué complexe invariant de Lorentz

x¢ 17 d’'un doublet fermionique y

x¢ = ir?0x7T = (_2‘;;) (1.116)

ce qui entraine (comparer avec (1.28-1.29))

¢ 1+ . iB-L 0 ¢

(xr)” = T%X — Ge 2 (x1)°, (1.117)
c 1- —iﬁao iZ-Lq0 c

(xr)" = T%XC'—) e 2% e 2" (xp) (1.118)

L’opérateur de dimension cing en question est [Wei79b]
1 ¢ TN & - i N s c
LMajorana L = A Z (Cij(éLi) ST @i+l TTO (éLi)); (1.119)

ij=1

ol I'échelle A est caractéristique de la physique qui génére cet opérateur effectif, et est supposée
étre grande devant l’échelle électrofaible (avec des constantes c¢;; d’ordre unité). L’opérateur effectif
(1.119) brise explicitement la symétrie custodiale Geyst. agissant sur @ selon (1.75). En réalité,
il brise méme explicitement le sous-groupe U(1) de cette symétrie, qui correspond au générateur
T4 3. Cependant, 'opérateur est bien invariant sous la symétrie de jauge, puisqu’il viole également
explicitement le nombre leptonique par deux unités, respectant ainsi la symétrie U(1),.. Il produit
des masses de Majorana d’ordre
02
mrp ~ ——, (1.120)

comme on peut le vérifier en jauge unitaire. Il est ainsi possible de décrire les faibles masses des
neutrinos sans méme introduire de degrés de libertés supplémentaires & ceux du SM (c’est-a-dire
sans considérer de vg), en écrivant les opérateurs non-renormalisables de plus basse dimension
respectant les symétries du SM. En réalité, les conséquences & basse énergie de (1.119) sont les
meémes que celles résultant de « l'intégration » des vg; lourds introduits dans (1.114). On peut
également adopter le point de vue suivant, correspondant & celui des théories effectives: le méca-
nisme de see-saw décrit en 1.6.1 est un modéle particulier permettant de générer explicitement
Popérateur effectif de (1.119). En effet, les degrés de liberté lourds vg; peuvent étre éliminés,

17. Le conjugué pour un spineur de Dirac est défini 4 ’annexe A.3.
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et leur effet représenté par un opérateur effectif, qui sera toujours irrelevant dans le cas d’une
théorie découplante (c’est-a-dire de dimension supérieure 3 quatre), puisque tous les opérateurs
renormalisables construits avec les champs de la théorie ont déja été inclus dans le lagrangien.
Dans une théorie effective, on ne se préoccupe pas de la construction d’un modeéle, mais l'on écrit
de facon générale les opérateurs effectifs.

La situation concernant le mélange pour les leptons est légérement différente du cas des quarks,
du fait des termes de masse de Majorana pour les neutrinos. La diagonalisation de la matrice de
masse de Majorana de (1.119) et de Dirac pour les électrons (apparaissant en (1.97)) pour trois
générations se fait & l'aide de trois matrices unitaires, respectivement pour les vecteurs & trois
entrées ey, er; et vp;. Le produit des matrices de changement de base pour les deux projections
gauches intervient alors dans ’expression des courants chargés, de fagcon analogue au cas de la
matrice CKM; cette matrice est appelée matrice MNS [MNS62]. La différence est que l'on ne
peut pas absorber autant de phases, et la matrice MNS contient donc trois angles et trois phases
physiques. Notons que la matrice de passage entre la base originale et celle des états propres de
masse est celle qui intervient dans le phénoméne d’oscillations. Les phases ne sont cependant pas
observées dans ces expériences. En revanche, elles interviennent dans la désintégration double-3
sans neutrinos, qui est possible du fait de la violation du nombre leptonique introduite par le terme
de masse de Majorana.

1.6.2.2 Opérateurs irrelevants de dimensions six

Nous donnons & présent quatre opérateurs de dimension six. Nous nous concentrons sur ceux qui
impliquent le doublet de Higgs, et qui sont donc liés au mécanisme de brisure de la symétrie. La
question qui se posera dans le cadre de la théorie effective sans Higgs et de savoir quelles sont les
modifications dues & I’absence du boson de Higgs. En d’autres termes, on se demandera a quel
niveau les opérateurs correspondants apparaitront, s’ils seront supprimés, ou bien au contraire s’ils
apparaitront dés ’ordre dominant.

Le premier opérateur concerne uniquement le secteur bosonique, et introduit un terme croisé
entre le tenseur de Faraday des champs de jauge non-abéliens de SU(2) et celui du champ de
jauge de I'hypercharge U(1),,, sous la forme

1

A2

En jauge unitaire et en utilisant la diagonalisation des champs (1.37-1.38) ainsi que la décompo-

sition alternative (B.14), on voit que ce terme donne une contribution & la combinaison (B.24)

des fonctions & deux points, c’est-a-dire au paramétre S. Une contribution au paramétre T serait

donnée par I'opérateur suivant, qui viole la symétrie custodiale (le lien entre cet opérateur et le
paramétre T se comprend & Paide de la relation (B.26) et en utilisant la jauge unitaire)

L 3 3

el <’7’ @TD,@XT of D“q)> . (1.122)
De nouveau, nous constatons qu’une symeétrie accidentelle des termes renormalisables que l'on
écrit avec les champs du SM, n’est plus vérifiée dés que 'on introduit des opérateurs irrelevants:
la symétrie custodiale, qui était également violée par 'opérateur (1.119).

Parmi les autres opérateurs de dimension six possibles [BW86, SCW98], on trouve notamment

1
22 T @ (D) s, (1.123)

by (P TERTIWHY) (1.121)

1
Az TRV 1 (Du®) Xk - (1.124)

En jauge unitaire, ces termes correspondent & des couplages des bosons vecteurs aux fermions. Les
constantes apparaissant devant ces opérateurs peuvent étre arbitraires, et dépendent a priori du
fermion considéré, et en particulier de la génération, puisque les termes ci-dessus sont invariants
de jauge indépendamment pour chaque doublet, tandis que les couplages introduits simultanément
aux termes cinétiques étaient tous fixés par U'invariance de jauge une fois que le terme cinétique
était correctement normalisé. Ces nouveaux opérateurs de dimension six introduisent donc des
corrections a l'universalité des couplages, comme nous l’avions annoncé & la section 1.1.3. Ils
engendreront également des processus violant la saveur, étant donné que les deux doublets peuvent
porter des indices de génération différents.
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L’idée n’est pas ici de donner une liste compléte des opérateurs de dimension six que 1’on peut
construire & l'aide des champs du SM, ce qui a déja été fait [BW86], mais d’en mentionner certains
dont nous rencontrerons les analogues dans le cas sans Higgs, et qui poseront donc des problémes
phénoménologiques. En effet, de tels opérateurs sont supprimés par une échelle dans le cas du SM,
et donc irrelevants & basse énergie. En revanche, ils ne seront pas supprimés dans le comptage de
puissance approprié pour une théorie effective non-découplante. Ils ne seront pas non plus divisés
par une échelle. On comprend que le statut de ces opérateurs soit différent dans le cas sans Higgs,
puisque la matrice ® de dimension physique unité sera remplacée par une matrice unitaire £f. On
se doit alors d’expliquer leur suppression & ’aide d’une symétrie, ce que nous ferons au chapitre 5.

Il existe également des opérateurs irrelevants, n’impliquant pas le doublet de Higgs: on peut
ainsi construire des opérateurs & quatre fermions. Le statut de tels opérateurs n’est pas différent
dans le cas sans Higgs: la méme division par une échelle que dans le cas du SM est présente et la
difficulté n’est donc pas nécessairement plus aigué que dans le cas du SM. D’une fagon générale,
de tels termes auraient un effet sur la structure en génération des fermions, probléme que nous
n’aborderons pas ici.

1.6.3 Hiérarchie et naturalité

Nous avons présenté a la section 1.5 une bréve revue des nombreux succés non-triviaux du SM.
Comparativement, les difficultés liées au SM sont peu nombreuses: elles consistent en de nouvelles
questions soulevées par le modeéle, auxquelles celui-ci ne répond pas. Ces difficultés sont de nature
théorique, et sont une manifestation du fait que le SM n’est pas la théorie ultime qui doit expliquer
tous les phénomeénes connus en terme d’un nombre restreint de parameétres, mais nécessite qu'une
autre théorie, éventuellement plus proche de ces objectifs, prenne le relais au-deld d’une certaine
échelle.

1.6.3.1 Divergences quadratiques a la masse du Higgs

Parmi les nombreux parameétres introduits aux sections 1.1, 1.3 et 1.4, il reste une combinaison qui
n’est observable directement que dans le secteur de Higgs, tandis que les autres on des effets pour
des processus impliquant les bosons vecteurs et les fermions déja observés auprés des accélérateurs.
En particulier, tous les couplages de Yukawa donnent les masses des fermions, et les matrices de
mélanges sont testées dans des processus n’impliquant pas le boson de Higgs. Egalement, la valeur
moyenne dans le vide v du champ de Higgs est directement reliée & la constante de Fermi par
(1.88). En revanche, le paramétre libre restant A\ n’intervient que dans le potentiel de Higgs: en
particulier, la masse du boson de Higgs est donnée en fonction de A et v par (1.94). Le point est
que cette masse n’a pas été mesurée & ce jour, pour la simple raison que le boson de Higgs n’a pas
été observé. En revanche, cette constante intervient dans les corrections radiatives & de nombreuses
observables. Les autres parameétres étant connus (hormis la masse du quark top qui souffre encore
d’incertitudes relativement importantes), on peut donc donner des limites sur cette masse, voir
figure 1.2. Cette fagon de faire a un inconvénient évident: elle exclut d’office toute analyse en terme
de modeéle sans Higgs. Un des objectifs & long terme de la LEET pour le secteur électrofaible,
dans laquelle s’inscrit cette thése, est précisément de permettre une paramétrisation des mémes
observables dans le cas sans Higgs, et d’en obtenir une information sur les modéles possibles.

Dans cette section nous précisons une difficulté théorique du mécanisme de Higgs élémentaire,
c’est-a-dire tel qu’il est réalisé dans le SM. Cette difficulté a historiquement incité & rechercher
une alternative au mécanisme de Higgs élémentaire. Le point important est que les scalaires
élémentaires ne sont pas naturels au sens de 't Hooft [tH79a], tandis que les théories de jauge
asymptotiquement libres peuvent naturellement générer une grande hiérarchie. En effet, du point
de vue théorique, il parait souhaitable que les propriétés observables de la théorie soient sta-
bles vis-a-vis de petites variations des paramétres. C’est 14 I'idée de naturalité, qui énonce que les
seuls paramétres petits acceptables sont ceux résultant en un accroissement de symétrie lorsqu’ils
sont posés égaux a zéro (ou de fagon plus générale, toute relation approximative entre para-
métres doit étre liée & un tel accroissement de symétrie).
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Pour discuter ces idées dans le cas du SM, nous nous intéressons aux divergences & une boucle,
et plus particulierement & celles qui affectent la masse du Higgs. Comme la limite my — 0
ne correspond pas & un accroissement de symétrie, les différentes contributions des boucles ne
contiennent pas une puissance de masse en facteur, comme ce serait le cas pour un fermion. Si
lon tient compte des dimensions physiques, on s’apergoit que la renormalisation de la masse peut
donc présenter des divergences quadratiques, si I’on n’utilise pas la régularisation dimensionnelle.
Ce probléme est bien connu et constitue ’obstacle principal & 1'utilisation d’un scalaire élémentaire
dans une théorie naturelle [tH79a]. Dans le cas du SM, on trouve des contributions dues aux
boucles des bosons vecteurs massifs, ainsi qu’a celles de fermions, pour lesquels nous n’incluons
que la contribution du quark top, qui est dominante du fait de sa masse élevée m;
omi| = 3—/\2(21\42 + Mz +m¥ —4mi) (1.125)
quad 8212 w Z H t) - .
L’idée est la suivante: si 'on considére le SM comme une théorie effective, on voit que la masse
carrée du Higgs est quadratiquement sensible & ’échelle A & laquelle on coupe les intégrales de bou-
cles, et qui est supposée étre celle de la nouvelle physique. Bien siir, les intégrales exactes devraient
couvrir toutes les valeurs des impulsions jusqu’a l'infini, en incluant les particules nouvelles encore
inconnues & ce jour 8. Cependant, la formule (1.125) indique & quel degré la valeur de la masse
du Higgs dépend de I’échelle de la nouvelle physique. D’un point de vue strictement technique, on
peut demander que la masse nue myq soit choisie pour avoir

m%y = mi+om¥y < 250 GeV, (1.126)

~

mais alors, si m3 n’était pas exactement ajusté, on retrouverait immeédiatement une valeur pour la
masse physique m? qui serait de 'ordre de dm%. Autrement dit, dés que I’échelle de la nouvelle
physique dépasse [KMOO]

Apat ~ 47w, (1.127)

les corrections radiatives & la masse du Higgs sont plus importantes que la masse elle-méme, et que
I’échelle électrofaible. Une maniére d’éviter la conclusion que la nouvelle physique doive intervenir
a Pordre du TeV serait que la condition de Veltman [Vel81]

m3y ~ 4mi—2M3 — M%, (1.128)

soit approximativement vérifiée, auquel cas on doit s’intéresser aux corrections & deux boucles. Le
résultat d’une analyse détaillée est que la sensibilité & A est effectivement réduite lorsque la relation
(1.128) est satisfaite [KMOO]. La nouvelle physique peut donc éventuellement apparaitre & une
échelle plus haute. Notons qu’avec les valeurs expérimentales des masses entrant dans le membre de
droite de la condition de Veltman (1.128), ¢’est-a-dire pour que le SM ait une chance d’étre valable
jusqu’a des énergies plus grandes que le TeV, on s’attendrait & trouver, avec my;=174.3+£5.1 GeV
[KMO00]

195 GeV < my < 215 GeV. (1.129)

Nous ne discutons pas les contraintes de trivialité ni de stabilité, qui se trouvent &tre moins
restrictives que les précédentes [KMOO].

1.6.3.2 Protection du Higgs élémentaire

Il existe & ce jour deux idées viables pour remédier & cette difficulté théorique tout en conservant
le mécanisme de Higgs élémentaire et le boson de Higgs physique léger qui décrivent si bien les
expériences, comme nous ’avons vu a la section 1.5.

18. On peut aussi effectuer une renormalisation, puis envoyer le régulateur ultraviolet A (cut-off ) vers 'infini
afin d’obtenir la prédiction du SM seul: la renormalisation sert alors & fixer la valeur des fonctions de Green pour
une impulsion donnée. Cette valeur devrait idéalement étre fournie par une théorie plus fondamentale, mais la
dépendance en impulsion de toutes les fonctions est uniquement donnée par le SM lui-méme. Dans cette vision, on
peut aussi bien utiliser la régularisation dimensionnelle, dans laquelle les divergences quadratiques sont éliminées
dés le début.



44 Meécanisme de Higgs dans le Modéle Standard

La premiére idée est d’utiliser une symétrie entre bosons et fermions, qui relie les couplages des
uns & ceux des autres, et en particulier leurs masses. Le formalisme correspondant, la supersymé-
trie, correspond & une extension du groupe de Poincaré. Puisque la masse des fermions est protégée
de recevoir des corrections radiatives grandes par la symétrie chirale, elle peut étre naturellement
petite devant I’échelle de la physique nouvelle au-dela des particules supersymétriques. Pour les
applications au secteur électrofaible [HK85], on remarque que le spectre des particules connues ne
présente pas de dégénérescence de masse entre fermions et bosons, ce qui signifie que la supersymé-
trie est brisée. L’approche utilisée en pratique est la suivante: on admet dans le lagrangien tous les
termes brisant la supersymétrie de fagcon douce, c’est-a-dire ne réintroduisant pas de divergences
quadratiques. On construit donc un lagrangien effectif, avec quantité de parameétres représentant
notre ignorance du mécanisme de brisure de supersymétrie. La supersymétrie étant brisée, le pro-
bléme des corrections radiatives & la masse du Higgs réapparait dans une certaine mesure, puisque
les particules (super-partenaires) responsable des compensations entre divergences quadratiques
sont plus lourdes que les particules déja connues. Leurs masses correspondent alors & I’échelle A de
la nouvelle physique du point de vue du SM, dont les modéles supersymétriques phénoménologiques
sont une extension. On comprend donc que ces super-partenaires des particules connues soient
attendus avec des masses d’ordre le TeV, ou inférieures. La nouveauté est que, lorsque ’on inclut ces
super-partenaires, la sensibilité quadratique a ’échelle de la nouvelle physique au-dela de quelques
TeV disparait: le modeéle peut donc en principe étre valable jusqu’a une échelle arbitraire, tout en
restant naturel. On a ainsi résolu le probléme de hiérarchie du point de vue technique: il reste a
expliquer comment les différentes échelles sont générées.

Toutes les extensions supersymétriques du SM nécessitent I'introduction d’au moins deux dou-
blets complexes de Higgs, conduisant & cing (ou plus) particules scalaires physiques dans le spectre.
Une autre particularité de ces modeles est que le boson de Higgs est léger (ce qui était aprés tout
le but initial). Quantitativement, les analyses & l'ordre de deux boucles donnent pour le boson de
Higgs neutre et pair sous C'P le plus léger [DHHT03]

m3 < 135 GeV. (1.130)

Une autre possibilité pour protéger la masse du boson de Higgs est d’en faire un PGB: on
se place ainsi dés le début dans le cadre d’une théorie effective, cette fois-ci non-découplante.
Le doublet complexe est dans ce cas issu d’un multiplet plus grand de GBs. La symétrie glo-
bale correspondante, qui protége la masse du Higgs, est brisée explicitement par les interactions
de jauge. Ces interactions de jauge doivent elle-mémes étre introduites d’une fagon bien précise
pour ne pas générer & nouveau des corrections trop importantes & la masse du Higgs. C’est sur
ce dernier point qu’a eu lieu le progrés récent, d’abord dans le cadre de modéles moose ou de
« déconstruction dimensionnelle » (dimensional deconstruction) [AHCGOla, CHPWO01, AHCGO1b,
AHCGWO02, AH"02]. Dans ce cas, la protection des PGBs peut se comprendre en termes de la
localité dans la cinquiéme dimension ou bien, comme nous le verrons a annexe H.5.3 [HS04b], de
régles de somme du type de celles de Weinberg [Wei67b], comme c’est le cas pour les corrections
électromagnétiques  la masse du pion en QCD [DGM 67, EGPdR89, Mou97|. Une généralisation,
nommeée little Higgs, ne reposant pas nécessairement sur des diagrammes moose a ensuite été
exploitée [AHCKNO02|. La confrontation avec les tests de précision n’a pas encore été effectuée au
méme niveau que pour les modéles supersymétriques, mais des comparaisons phénoménologiques
apparaissent réguliérement qui vont dans ce sens [CHKT03a, HLMWO03, KS03, CW03, CHK03b,
CDO03, CDOO03]. Dans ces modeles, les divergences quadratiques sont compensées par d’autres
particules de la méme statistique, contrairement au cas de la supersymétrie. Une autre différence
profonde est que l’échelle de la nouvelle physique ne peut étre repoussée que par un facteur
de boucle, c’est-a-dire vers quelques dizaines de TeV. Notons que les modéles présentés dans la
littérature ne suivent pas toujours la logique des théories effectives, puisqu’un choix particulier des
termes est fait, qui implique des hypothéses sur la théorie sous-jacente. En revanche, une premiére
investigation du processus de renormalisation tel qu’il serait fait dans le cadre des théories effectives
a la Weinberg discutées au chapitre 2, est parue récemment [KNP04].
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1.7 Modéles sans particule de Higgs physique

Aprés avoir exposé les difficultés qui se posent lorsqu’une théorie contient des champs scalaires
élémentaires, comme par exemple le boson de Higgs, nous présentons les idées qui ont historique-
ment mené & ’élaboration du premier modéle sans Higgs. Nous mentionnons aussi les difficultés
phénoménologiques que rencontre ce modéle.

Notre objectif dans cette thése est la formulation d’une théorie effective sans Higgs, par oppo-
sition & un modeéle. Deux constatations nous poussent & adopter cette approche: les seuls modéles
explicites bien maitrisés du point de vue théorique semblent exclus expérimentalement [HT90,
PT92, PDG], ce qui incite & se tourner vers d’autres modeles, de fagon plus générale si possible.
D’autre part, les modeéles sans Higgs sont généralement en interactions fortes & partir d’une échelle
A, et donc les calculs perturbatifs dans cette région sont proscrits. Le cas d’école de ce type est la
QCD a basse énergie (sur laquelle est d’ailleurs basé le modele original de la technicouleur), pour
laquelle le succés de 'approche de théorie effective n’est plus & démontrer.

Notons une différence importante dans notre cas: nous ignorons la théorie sous-jacente, et
sommes donc incapables de donner des estimations pour les constantes de basse énergie apparais-
sant dans le lagrangien effectif, en dehors du modeéle de technicouleur minimal et de la limite de
Higgs lourd. Ces deux modéles ne constituent cependant que deux cas particuliers de modeéles qui
peuvent étre traités par 'approche des LEETSs: celle-ci ne se réduit pas a la limite de Higgs lourd.

Récemment, de nouveaux scénarios pour la brisure électrofaible sans Higgs sont apparues
[CGPTO03], faisant appel & une dimension supplémentaire et un scénario de type Randall-Sun-
drum [RS99]. Un des espoirs est que ces modéles se prétent & un développement perturbatif
classique [CGM ™03, BPR03] jusqu’a une échelle A sensiblement plus grande que la valeur habi-
tuelle de quelques TeV. Leur statut vis-a-vis des tests de précision n’est cependant pas encore
clair [BPR03, CCGT04]. Nous aurons l'occasion de discuter ces modéles, en particulier en con-
nexion avec leur relation & la QCD dans la limite de grand nombre de couleurs, et & la technicouleur
[SS03, CNP03, BPR03] aux chapitres 4 et 5.

Nous décrivons briévement les caractéristiques principales des modeéles de technicouleur, nous
limitant aux aspect utiles & la suite de notre propos. Pour plus de détails, voir [Chi98, Hab01,
Lan02b, HS03].

1.7.1 Liberté asymptotique et naturalité

La motivation originale pour introduire un secteur de brisure électrofaible basé sur des interactions
de jauge entre des fermions (appelés techni-fermions par opposition aux fermions expérimenta-
lement observés) est la suivante: il se trouve que les théories de jauge asymptotiquement libres
permettent d’obtenir une hiérarchie importante de fagon naturelle entre ’échelle de la physique
considérée et celle de la nouvelle physique [Sus79]. En effet, dans les théories asymptotiquement
libres, I’évolution du couplage de jauge g lors d’un changement d’échelle de renormalisation p est
donnée par

dg
i -bg*+0(g°), (1.131)

avec l'inégalité cruciale responsable de la liberté asymptotique [GWT73b, Pol73, GW73a]
b > 0, (1.132)

responsable du fait que la constante de couplage croit lorsque 1’échelle p est envoyée vers le domaine
infrarouge. D’apreés notre compréhension actuelle, de telles théories vont ainsi générer des masses
de l'ordre de I’échelle Ar a laquelle le couplage g diverge, comme c’est le cas en QCD. Définissant
go & ’échelle A

g°’(A) = g8, (1.133)

Péquation différentielle approchée (1.131) donne en premiére estimation

1

% ~ e 290 (1.134)
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Prenant le cas d’une théorie de Yang-Mills SU(3) pure, on a b=11/(167?), ce qui permet d’obtenir
avec g ~0.2, c’est-a-dire sans ajustement trés fin, une hiérarchie de 'ordre de 10~ 19 entre I’échelle
de Planck Mp;~10'° GeV et la masse du proton. De plus, la hiérarchie

AR < A, (1.135)

est préservée si I'on considére des petites variations de la constante gg, tandis que nous avons vu
auparavant que, si 'on demandait m% < A2, alors m? devenait treés sensible a la valeur de mé.

1.7.2 L’exemple de la QCD

La question est & présent de savoir comment une telle théorie peut donner leurs masses aux W=
et Z%. Pour comprendre ceci, nous considérons le cas de la QCD avec deux saveurs de fermions de
masses nulles. Le lagrangien de la théorie de Yang-Mills est

1 .
L = —§<g,ng>+1 Z 7" Duq, (1.136)

q=u,d
ou la dérivée covariante agit de fagon vectorielle dans ’espace de couleur (notons qu’a ce stade nous
ne considérons pas les interactions faibles, qui peuvent étre introduites comme des perturbations)

T '

q q
Dug = Dyl ¢ | = (Ou—igsGu) | ¢ |- (1.137)
¢ ¢’

On voit que le lagrangien est invariant sous des transformations globales formant un groupe
SU(2), xSU(2) , x U(1),, qui agit dans I'espace des saveurs, distinguant entre les deux chiralités

.O(.O

U, = <Zi) — eilTVL\I/L, (1138)
.(XO

Up = (Zz) — eilTVR\IJR, (1139)

avec (V, Vr) € SU(2), x SU(2), et o une phase agissant simultanément sur les deux chiralités.
Rappelons le sort de la symétrie U(1),: bien que le lagrangien (1.136) soit invariant sous les
transformations
.80
Uy, — €2V, (1.140)
.80

Up — e 2 0p, (1.141)

cette symétrie n’est plus valable au niveau quantique. En effet, le courant de Noether associé n’est
pas conserveé

- 3
8#{\11 ’Yﬂ 75\1}} = TRQQQ ghvpe <g,u1/gpo> . (1142)

Les courants vectoriels et axiaux donnés par les expressions

T = Tw%\p, (1.143)
I, = Wm%axp, (1.144)
T, = TW%%Q\IJ, (1.145)
sont, quant & eux, conservés
d ot = 0, (1.146)
ATt = 0, (1.147)

9,J%" = 0. (1.148)
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En QCD avec deux saveurs de masse nulle, la symétrie chirale SU(2), x SU(2), x U(1),, est brisée
vers son sous-groupe vectoriel, du fait du vide choisi par la théorie. Le vide n’est donc pas invariant
sous les transformations générées par les charges axiales, et le spectre contient donc trois GBs qui
se couplent aux courants axiaux (pour plus de détails, voir section 2.1.1)

(0| A5(0)|m*(p)) = 16°* fopy- (1.149)

Ceci est & comparer avec (1.60) qui concernait le cas abélien, et permettra donc de donner des
masses a trois bosons vecteurs grace au mécanisme de Higgs, étendant ’idée de la section 1.3.1 au
cas non-abélien. Notons que, du fait de la symétrie vectorielle restante SU(2), ., les trois GBs
sont couplés au vide via une constante de désintégration unique fy: ils forment un triplet.

La démonstration théorique que cette brisure de symétrie a lieu ne s’applique que dans le cas
de trois saveurs ou plus [tH79a, CG82, FSBY81]. Malgré cela, la phénoménologie hadronique
confirme bien que cela reste vrai dans le cas de deux saveurs (y compris avec des masses de quarks
non-nulles, ce qui n’est pas notre propos). Notons par ailleurs qu'une autre conséquence de la
dynamique non-perturbative de la QCD 4 basse énergie est notre incapacité a calculer la constante
de désintégration fy a partir de I’échelle A a laquelle le couplage de jauge diverge.

1.7.3 Technicouleur: idée générale

A partir de la description précédente, on obtient une réalisation du mécanisme de Higgs sans
scalaires fondamentaux [JJ73, Wei73c, CN73, Wei79a, Sus79]. Nous avons introduit ci-dessus la
symétrie chirale de la QCD dans la limite ou les quarks u et d sont sans masse. Si I’on considére
maintenant leurs interactions électrofaibles, on constate que les charges sous SU(2) ~x U(1),
rassemblées au tableaux 1.1 et 1.2 (pages 21 et 22) impliquent les interactions suivantes entre les
courants de Noether introduits en (1.143-1.145) et les bosons de jauge
I

Lo = (Vi A Wers L (% VO+ V3 +Ai) b, (1.150)
si bien que l'on trouve, en utilisant le couplage des GBs aux courants axiaux (1.149) et le raisonne-
ment de la section 1.3.1, la méme matrice de masse (1.92) que dans le cas du mécanisme de Higgs
élémentaire, excepté que la valeur dans le vide v du champ de Higgs est remplacée par la constante
de désintégration fy des pions. La diagonalisation du terme de masse est strictement identique a
celle du SM, donnée 4 la section 1.2.1.1. Cependant, ’échelle de masse n’est pas du tout la méme
puisque 'on a

2

My = L3, (1.151)
2 12
My = ST g, (1.152)
avec
fo ~ 93 MeV. (1.153)

Puisque I'échelle de masse n’est pas la bonne, on doit imaginer une version donnant la bonne échelle
f = 246 GeV, (1.154)

et éventuellement basée sur un groupe de jauge SU(Npc) au lieu de SU(3). Un tel modéle per-
mettrait d’obtenir les bonnes valeurs numériques pour les masses des bosons vecteurs, sans avoir
de bosons de Higgs restant dans le spectre: la brisure de la symétrie chirale selon SU(2), x
SU(2)z x U(1)y, — SU(2), , p X U(1),, ne produit pas de scalaire restant dans le spectre, mais
uniquement les trois GBs qui disparaissent du spectre. Les autres particules composites produites
par la technicouleur auront des masses d’ordre Ajgr, comme déja mentionné plus haut.

Une telle vision d’un secteur de brisure basé sur un théorie identique a la QCD, avec uniquement
une échelle différente semble cependant étre exclue expérimentalement. Nous reviendrons sur ce
point & I’annexe C, aprés avoir développé le formalisme des LEETSs au chapitre 2. Nous donnerons
de plus au chapitre 6 un argument théorique qui exclut certains modéles de type technicouleur
comme modeéle possible ’EWSB sans Higgs, en fonction de la présence d’anomalies. La difficulté
est alors de savoir si les estimations tirées de ’analogie avec la QCD (qui sont & la base de ’exclusion
expérimentale de ces modéles) sont encore valables pour les modéles non-anomaux.
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Notons que, historiquement, la technicouleur n’a pas été exclue aussi rapidement, si bien que le
modéle a été développé plus avant afin de prendre en compte le secteur fermionique: on a besoin
pour cela de considérer la technicouleur étendue [DS79, EL80]. Celle-ci permet de rendre compte
des masses des fermions en introduisant des interactions de jauge entre les fermions usuels et les
techni-fermions. La difficulté est que ceci introduit en général des FCNCs & un niveau inacceptable.
Ces difficultés ont conduit & 1’élaboration d’autres modeéles, que nous ne décrirons pas: I'idée de
walking technicolor [Hol81, Hol85, AKW86, AWST], ainsi que celle de technicouleur assistée par
topcolor [Hil95]. Remarquons que dans ces deux derniers cas, 'argument permettant d’exclure la
technicouleur simple ne s’applique pas 19.

Etant donné que le sujet de cette thése est la construction d’une théorie effective et non de
modeles spécifiques, nous arrétons ici cette discussion.

1.8 Résumé

La logique qui préside & la construction du SM est celle de renormalisabilité. Dans le cas des
bosons vecteurs, ceci entraine 'utilisation du principe d’invariance sous les transformations de
jauge locales. Ce principe d’invariance représente la seule facon connue de restreindre les termes
permis afin de réaliser I'objectif de renormalisabilité. Un des écueils est que la théorie de jauge
semble interdire les masses des bosons vecteurs (et celle des fermions chiraux). Ceci est en conflit
flagrant avec ’expérience. Il existe un moyen de résoudre ce paradoxe, & l'aide du mécanisme de
Higgs élémentaire: un doublet scalaire complexe est introduit dans la théorie, avec des propriétés
de transformation appropriées et un potentiel bien choisi. En particulier, le signe de la masse
carrée doit étre négatif. Ceci a pour conséquence que la configuration dans laquelle les champs
sont nuls n’est alors plus I’état fondamental de la théorie. L’état fondamental sélectionné, lui, n’est
pas invariant sous la symétrie. Le lagrangien, lui, posséde bien cette invariance, ce qui garantit
sa renormalisabilité. On dit parfois que la symétrie est spontanément brisée. Le mécanisme de
Higgs résulte en la disparition des GBs correspondant & cette brisure, au profit des polarisations
longitudinales des trois bosons vecteurs W et Z°, lesquels acquiérent donc une masse. Il reste
dans le spectre une particule scalaire neutre avec une masse libre: le boson de Higgs.

Il est & noter que le mécanisme de Higgs élémentaire permet également de donner des masses
indépendantes & chacun des fermions. Le couplage du boson de Higgs & ces fermions est propor-
tionnel & ces masses. Le SM permet de rendre compte d’un nombre impressionnant d’expériences.
En effet, nous avons vu que les interactions de courants chargés introduisaient la violation de saveur
pour les quarks, tandis que la saveur était conservée avec un grand degré de précision dans les
interactions de courants neutres, et que les expériences n’avaient jusqu’a présent pas décelé de failles
dans la description de ces phénoménes par le SM. De méme, la violation de C'P observée dans les
expériences semble étre bien expliquée par I'unique phase apparaissant dans la matrice CKM.

Le SM ne permet cependant pas d’expliquer tous les phénoménes connus, mais nécessiterait
pour cela d’étre étendu. On a mentionné la question de 'asymétrie baryonique, pour laquelle la
violation de C'P présente dans le SM est insuffisante. Par ailleurs, lexistence de faibles masses
pour les neutrinos, bien qu’elles puissent étre accommodées avec une extension bénigne du SM,
semblent montrer qu’il existe une échelle de masse plusieurs ordres de grandeurs au-dessus de
I’échelle électrofaible. On connait également une autre échelle: la masse de Planck, & partir de
laquelle les effets de la gravitation vont se faire sentir au niveau quantique.

La présence d’échelles de masse au-dela du SM implique que ce dernier est une théorie effective,
qui doit étre complétée & haute énergie. Le probléme de hiérarchie se pose alors: comment ’échelle
électrofaible, en particulier la masse du boson de Higgs, peut elle étre stabilisée vis-a-vis des
corrections radiatives qui ont tendance & 'amener vers 1’échelle de la nouvelle physique?

19. Par exemple, le modéle de walking technicolor se comporte, de par sa définition méme, différemment de la
QCD. On ne peut donc se servir de nos connaissances sur cette derniére pour évaluer les observables en walking
technicolor.
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Une réponse possible & laquelle nous nous intéressons ici consiste & se débarrasser du boson de
Higgs. Dans ce cas, le probléme de la naturalité du scalaire disparait complétement. Cette idée
a originellement été introduite sous une forme analogue & ce qui se passe en QCD: la hiérarchie
entre I’échelle électrofaible et celle d’une théorie plus fondamentale est alors naturellement produite
par ’évolution d’un couplage de Yang-Mills qui diverge a l’échelle électrofaible. Le modeéle de
technicouleur minimal semble cependant expérimentalement exclu par les mesures de précision
électrofaibles. Nous nous orientons donc vers une approche effective basée sur les symétries connues
ou bien supposées de la théorie sous-jacente. Les principes qui régissent la construction d’une telle
théorie effective sont le sujet du chapitre 2.






Chapitre 2
Théories effectives non-découplantes

Indépendamment des idées théoriques mentionnées au chapitre précédent, il parait souhaitable
d’étudier le cas ou le mécanisme de Higgs n’est pas réalisé a ’aide d’un scalaire élémentaire, pour
la simple raison que nous ne sommes pas capables, & I’heure actuelle, d’exclure un tel scénario a
partir des expériences. En effet, la possibilité de comparer les modéles sans particule de Higgs aux
résultats expérimentaux fait toujours défaut. On souhaite décrire une telle situation dans le cadre
d’une théorie effective, avec 'idée de paramétrer les expériences dans le secteur électrofaible indé-
pendamment du SM. Les premiéres tentatives en ce sens [PT90, PT92] utilisaient toujours comme
point de départ le SM avec une référence & une masse donnée pour le boson de Higgs physique.
D’autres approches ont également été développées, cherchant & s’affranchir de cette référence au
SM [HT90, GR91, AB91, DEH91, EH92, BGK ™94, NS00]: une approche cohérente doit en effet
intégrer une procédure de renormalisation bien définie et propre & la théorie alternative proposée
au lieu d’gtre formulée en tant que correction au SM [CGJZ00]. En particulier, on peut définir
les corrections obliques en termes d’observables [SCW98], évitant ainsi les écueils tels que la non-
invariance de jauge [PT92], ou bien, dans le cadre des théories effectives, le fait que différentes bases
d’opérateurs soient équivalentes [NS00]. On cherche ainsi en particulier & avoir une interprétation
des mesures électrofaibles alternative & la paramétrisation en termes de la masse du boson de Higgs,
décrite & la section 1.5.3.1.

Nous nous proposons ici de formuler cette question dans le cadre des théories effectives telles
qu’elles ont été introduites par Weinberg [Wei79¢]. Avant d’appliquer ces théories effectives au cas
électrofaible, nous nous attachons dans ce chapitre & décrire les principes de base qui régissent leur
application au domaine de la QCD & basse énergie: la xPT [GL84, GL85], suivant [Kne96, DGOO,
Sch02]. L’inclusion de champs dynamiques autres que les GBs est ensuite décrite: champs vectoriels
en tant que champs de jauge, et également fermions chiraux. Nous précisons le role et I'importance
de la formule de comptage de Weinberg pour la cohérence du développement: le comptage de
puissances pour les différents objets entrant dans le lagrangien effectif doit permettre d’obtenir
cette formule, qui garantit & son tour la validité du développement de la LEET. La construction
du lagrangien effectif consiste alors en I’écriture de tous les opérateurs invariants sous les symétries
du problémes, ordonnés suivant le comptage de puissances. Les LECs apparaissant en facteur des
opérateurs sont inconnues: leurs valeurs dépendent de la théorie sous-jacente.

Rappelons que, dans le cas de la yPT, les valeurs des LECs sont extraites des expériences de
physique hadronique, et sont donc caractéristiques de la QCD. D’autres modéles donneraient des
valeurs différentes pour ces LECs. Considérant I’exemple analytiquement calculable de la limite de
masse lourde du modéle sigma-linéaire, on obtient & ’ordre dominant le modéle sigma non-linéaire.
Poussant I'analyse au-deld de cet ordre dominant, on constaterait que ce modeéle particulier ne
reproduit pas les valeurs des LECs trouvées en xPT pour décrire les interactions fortes [GL84,
GL85]: la LEET ne se réduit pas a ce modéle particulier. De la méme maniére, la LEET pour le
secteur électrofaible sans boson de Higgs physique ne se réduira pas au cas particulier du SM dans
la limite my — oo.

2.1 La QCD a basse énergie

Cette section discute les propriétés de symétrie de la QCD & deux saveurs de quarks de masse nulle,
et leurs premigres conséquences pour la physique & basse énergie, dues au théoréme de Goldstone.

ol
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2.1.1 Symétrie chirale

Nous avons déja introduit le lagrangien de la QCD en (1.136), ainsi que ses symétries (globales)
SU(2); x SU(2), x U(1) 5 dans la limite chirale (masse de quarks nulles). On utilise la notation
suivante pour le doublet de quarks
u
oo (1), o

Vg = 1y (2.2)

La dérivée covariante sous les transformations du groupe SU(3)  couple le champ des gluons G,
aux quarks selon

DY = (0,-i1gsG.®1ax2) V¥, (2.3)
et le lagrangien (1.136) prend la forme

L= —%<g#,,gw>+ﬁ VD,V (2.4)

Nous avons également défini les courants de Noether (conservés du fait des symétries) sous la combi-
naison vectorielle et axiale (1.143-1.145), qui permet d’identifier le couplage des pions aux courants
axiaux. Pour la suite, nous utiliserons plus fréquemment les combinaisons linéaires suivantes

1

Sy = T30, (2.5)
a BELE i — @
JEt = VTA = \I;pru%\pR. (2.6)
o JGM_JG# o a
Jor = VTA — \I/L'Y#%\I/L, (2.7)
également conservées dans la limite chirale
g = 0, (2.8)
OuJg" =0, )
duJit = 0. (2.10)

On peut également définir les charges correspondantes, qui seront indépendantes du temps, en
vertu du théoréme de Noether

QY = /d?Jeo(tj), (2.11)
Q% = / d?J}%O(t,?) : (2.12)
Q4 = / dE’JﬁO(t,E’) , (2.13)
pour reconnaitre les relations de commutation de I’algebre de SU(2) x SU(2)
[Q%, Q] = 1e"°Q%, (2.14)
[Q%, Q1) = ie"cQq, (2.15)
[Q%, QL] = 0. (2.16)
Par souci de clarté, précisons qu’en termes des charges vectorielles et axiales
QY = Qr+QL, (2.17)

Qi = Qr—Q1, (2.18)
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on aura
[QV, QY] = 1e*°QY, (2.19)
[Q4, Q4] = ie"°QY, (2.20)
[QV, Q4] = ie"°Q%. (2.21)

Dans le cas de la QCD, on sait que la symétrie chirale est spontanément brisée vers son sous-groupe
vectoriel, c’est-a-dire que le vide est annihilé par les charges vectorielles

Qvlo) = o, (2.22)

Qv|0) = 0, (2.23)
mais n’est pas invariant sous les transformations axiales

Q4l0) # 0. (2.24)

Dans d’autre cas ou ’on ne connait pas le lagrangien en termes des champs fondamentaux, on sera
amené A supposer que cette brisure a lieu. Le principe de construction du lagrangien effectif est
identique dans ces différents cas, puisqu’il est basé sur les symétries, et ne fait pas entrer en jeu les
détails de la dynamique a haute énergie de la théorie sous-jacente. Les différents modeles (QCD,
technicouleur ou autre) se caractériseront cependant par les valeurs des différentes constantes
apparaissant en facteur des opérateurs dans le lagrangien effectif. En revanche, les opérateurs seront
les mémes, puisqu’on doit inclure tous ceux qui sont permis par les symétries.

Le théoréme de Goldstone [Nam60, NJL61a, NJL61b, Gol61, GSW62] nous dit que la théorie
produit un mode scalaire de masse nulle par générateur de symétrie qui ne laisse pas invariant le
vide. Explicitement, on a, comme déja écrit en (1.149), trois GBs {n%|a=1, 2,3}

(0[AL(0)[x"(p)) = 16°° fopy- (2.25)
Rappelons que le fait d’avoir I’équation (2.25) avec
fo # 0, (2.26)

est précisément équivalent 3 'affirmation que la symétrie est brisée spontanément: c’est 13 un critére
nécessaire et suffisant. En général, on s’attend dans ce cas & trouver des paramétres d’ordre non-
nuls correspondants & cette brisure spontanée. L’opérateur de plus basse dimension que ’on puisse
imaginer et qui se transforme selon une représentation du groupe chiral qui ne contienne pas la
représentation triviale dans sa décomposition est ¥ ¥ dans le cas de la QCD. Toujours en QCD,
il semble bien que le paramétre d’ordre correspondant soit non-nul

(O[T w|0) # 0. (2.27)

En revanche, ceci n’est pas général: la brisure de symétrie n’implique pas que tous les paramétres
d’ordre soient différents de zéro.

Par contre, notons que si une théorie présente la brisure de symétrie chirale, soit (2.26), alors
on connait immédiatement un paramétre d’ordre différent de zéro et qui se trouve étre non-local.
Il s’agit de la fonction & deux points gauche-droite

5L, (q) = 4i/dxeiq'””<0’TJEM(x) J%V(O)’O>
- i/dmeiq'z<0’T{JV‘;(m) JvE(0) = Jo%(x) JAZ(O)}‘0>. (2.28)

Sachant que les courants sont conservés (2.6-2.7), on peut extraire la structure de Lorentz de cette
fonction & deux points selon

Mw(q) = (4u9 — 1w d®) Tor(—¢?). (2:29)

Etant donnée le couplage des GBs aux courants axiaux (2.25), on reconnait bien le fait que fo
correspond & la valeur d’un parameétre d’ordre

lim  Q?H.r(Q?) = —f3. (2.30)

Q*— 400
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2.1.2 Idées de bases de la théorie effective

La QCD est une théorie asymptotiquement libre 4 haute énergie. A I'autre extrémité de I’échelle
des énergies, I’évolution via le groupe de renormalisation fait diverger le couplage de jauge. Ainsi,
en dessous d’une échelle d’environ 1 GeV, la théorie de perturbation devient inapplicable: quarks
et gluons ne sont plus des degrés de liberté adaptés. On entre dans le domaine non-perturbatif.
Pour remédier & cela, on peut considérer comme degrés de liberté les états physiques légers: les
mésons pseudo-scalaires 7. En particulier, nous venons de voir & la section 2.1.1 que, dans la limite
chirale, le spectre comportait trois états de masse nulle: les GBs. Ces états sont identifiés aux
pions de la QCD. Puisqu’ils sont les seuls états protégés par la symétrie chirale, on va pouvoir
batir une approximation de la physique & basse énergie en considérant uniquement les trois GBs
comme degrés de liberté dynamiques. Si I'on étudie des processus mettant en jeu des énergies
inférieures aux masses des résonances les plus légéres, ces derniéres ne seront jamais produites dans
les états finaux. Dans ce domaine d’énergie limité, on peut donc construire une théorie effective
ne comportant pas explicitement les états massifs.

L’idée est qu’en construisant le lagrangien le plus général respectant les symétries de la théorie,
on ne fait qu’écrire les interactions les plus générales satisfaisant aux contraintes d’unitarité, d’ana-
lyticité, de la symétrie de croisement ainsi qu’au cluster decomposition principle [Wei79c]. Nous
verrons & la section 2.3 que la théorie effective correspondante prendra la forme d’une théorie des
champs avec procédure de renormalisation, permettant d’améliorer systématiquement la précision
en poussant les calculs a l'ordre suivant. L’ingrédient crucial permettant d’élaborer un tel déve-
loppement est le suivant: il s’agit du fait que les GBs interagissent faiblement & basse énergie. Le
développement se fera donc en puissance des impulsions (c¢’est-a-dire, au niveau du lagrangien, en
puissance des dérivées). Nous verrons plus tard (section 2.3.1.2) que ce développement est lié au
développement en boucles.

2.1.3 Reéalisation non-linéaire de la symétrie et GBs

Pour le moment, nous cherchons & établir les propriétés de transformation des champs de Goldstone
sous la symétrie chirale, suivant [CWZ69, CCWZ69, Leu94, Sch02]. On part du fait que 'action
d’un groupe de symétrie G sur le vecteur des champs ® € R3 (qui décrit les trois GBs) doit repro-
duire la loi de transformation du groupe: 'application ¢ de G x R? vers R? est un homomorphisme
pour G, soit

©(92,0(91,®)) = ¢(921,P), (2.31)

pour tout (g1, g2) € G ¢ est une réalisation de la symétrie sur les champs, qui est a priori
non-linéaire: on a, pour un scalaire A générique ¢(g1, A @) # A (g1, ®). Si H est le sous-groupe
laissant le vide (l'origine des champs ® = 0) invariant, on peut montrer que l’action de ¢ doit
fournir une représentation de ce sous-groupe: dans ce cas, I'action est linéaire en les champs
o(h, A @) = X ¢(h, @), pour tout h € H (soit h tel que ¢(h, 0) = (1, 0)). On peut de plus
établir un isomorphisme entre les champs de Goldstone et les éléments du quotient G/H, la classe
d’équivalence de g; étant définie par

En effet, & chaque élément de G/H correspond une unique image dans R?, puisque
©(g1h,0) = ¢(g1,0). (2.33)
Réciproquement, si 'on a ¢(g1,0) = ¢(g2,0), alors g; g5 '€ H, et donc g; et g appartiennent a la
méme classe d’équivalence
g H = g2H. (2.34)
L’effet d’une transformation appartenant & G est donné par (2.31). On peut & présent 'utiliser

dans le cas particulier ® = 0 pour déterminer la loi de transformation des champs de Goldstone,
puisque ces derniers sont identifiés aux éléments de G/H.
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Appliquons ce traitement général au cas de la brisure SU(2), x SU(2), — SU(2),, , o

G={(L,R)|LeSU(2),ReSU(2)} et H={(V,V)|V €SU(2)}. La classe d’équivalence de § = (E,
]{’) € G est alors §H = { (I:V, RV) ‘V € SU(Z)}. Si l'on choisit d’utiliser comme représentant de

la classe d’équivalence I’élément g~’ pour lequel la matrice de droite égale & 1'unité, on écrira
GH = ¢'H, (2.35)

avec V=R", ce qui donne

g = (ERT,hxz) ~ (2.36)
Grace a l'isomorphisme précédent, on peut choisir de paramétrer les GBs par la matrice X
s = LA (2.37)

On lit alors directement la loi de transformation de ¥ € SU(2) sous G, qui est celle que nous
utiliserons dans toute la suite

s % LERI, (2.38)
puisque, pour une transformation g= (L, R) € SU(2) x SU(2), on a
9GH = gg'H = ¢g'H, (2.39)
avec

g = (L (ERT) R, 12x2) . (2.40)

En conclusion, on pourra décrire les champs de Goldstone par une matrice complexe X(z) € SU(2).
La symétrie SU(2), x SU(2) , agit alors selon (2.38). On peut paramétrer cette matrice selon

2= e "OR (2.41)
ou les trois champs réels 7* sont les champs de Goldstone et fy, qui sera identifiée en (2.76) comme
étant leur constante de désintégration (seule constante de dimension physique égale & un & notre
disposition & ce stade). L’adoption d’une autre définition est toujours possible, mais ne modifiera
pas la matrice S [CWZ69, CCWZ69].

Par ailleurs, on vérifie bien que le vide (¥ = 12x2) est effectivement invariant sous H, et que
les transformations des champs 7@ sont linéaires sous H

mere Ly (mrer) VT, (2.42)
Pour construire le lagrangien effectif, on utilisera ces variables, et on devra respecter la symétrie
SU(2), x SU(2) 5. Le formalisme de cette section est suffisant pour cela. Cependant, si I'on souhaite
décrire les fonctions de Green des courants de symétrie (2.5-2.7) de la théorie, on doit introduire
en plus les sources correspondantes. Avant de décrire la construction du lagrangien effectif, nous
faisons donc un détour par la fonctionnelle génératrice de la QCD & deux saveurs de masse nulle.

2.2 Identités de Ward

Cette section présente une discussion des contraintes que doit satisfaire le lagrangien effectif pour
reproduire les relations dérivées des propriétés de symétries mentionnées en 2.1.1. La discussion est
volontairement limitée, dans le sens ot nous omettons la possibilité d’avoir des anomalies modifiant
les identités de Ward. Les anomalies seront traitées en détail au chapitre 6.
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2.2.1 Dans la théorie fondamentale

Les identités de Ward expriment les symétries de la théorie au niveau des fonctions de Green des
courants de Noether (2.5-2.7), impliquant des relations entre ces fonctions de Green. Pour extraire
ces derniéres, on ajoute des termes de sources au lagrangien de la QCD en définissant

LQcD+sources = L+ Jp(x) LY (z) + Jg"(z) Rj,(x) + VOK(z) Bz(m) , (2.43)

ot les courants utilisés sont ceux définis en (2.5-2.7), et les sept sources LY, RY,, BB sont des objets

classiques. On définit la fonctionnelle génératrice I'[L,, RY,, Bg] par
e T Rt Bl — / d[Gg] d[] el drLacprmources (2.44)

En prenant des dérivées fonctionnelles par rapport aux sources, puis mettant les sources a zéro, on
obtiendra les fonctions de Green connexes des courants de symétrie de la QCD: par exemple

0°T(Lj, R}, By

SLE(x) SRE(0) = ti <0’TJZ“(:E) J%”(O)‘0> : (2.45)

— — 0_
L{=0,R{,=0,B;=0

A partir de U'expression de la fonctionnelle génératrice (2.44), on peut dériver les identités de Ward:
en considérant une version locale des transformations de symétrie des champs dynamiques [Col84],
on obtient ainsi en l’absence d’anomalies

OV [Ly, R}, By OT[Lyi, Ry, By

_ abc 7b
0 = 9, SL5(x) +etbe Lb (z) SL5() , (2.46)
— 5F[LZ’RZ’B?J abe pb 5F[LZ7RZ’BB]
ST [L%, R%, BY
0 — o, LT, Bl (2.48)
I

De ces trois équations, on peut obtenir les identités de Ward par application répétée de la dérivée
fonctionnelle et en posant ensuite les sources égales & zéro.

On peut également interpréter les équations (2.46-2.48) d’une autre maniére: elles expriment le
fait que la fonctionnelle génératrice I'[L{,, RY,, Bg] est invariante si 'on applique les transformations
suivantes aux sources

L(z) L(z) +iL(z) 8,L(x)", (2.49)
Ru(z) — R(x) Ru(z) R(z)" +iR(x)d,R(x)", (2.50)
B(z) s BY(z)—09.a°x), (2.51)

ot les transformations L, R, de SU(2), x SU(2) , x U(1),, ont été promues au rang de fonctions
de la variable x selon

L — L(x), (2.52)
R — R(z), (2.53)
a® — o). (2.54)

Ainsi, le fait de considérer les fonctions de Green des courants de Noether, et donc de travailler hors
de la couche de masse, nous a amenés & considérer une version locale du groupe de transformation.
On trouve que les identités de Ward (non-anomales) sont équivalentes au fait que la fonctionnelle
génératrice I'[L{,, R, Bg] soit invariante sous ces transformations locales 1.

1. On utilisera indifféremment les expressions « invariance locale » et « invariance de jauge ». Lorsqu’il sera
nécessaire de préciser que la connexion intervenant dans la dérivée covariante est une variable d’intégration, on
parlera de champs « dynamiques ».
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2.2.2 Dans la théorie effective

On cherche & reproduire la fonctionnelle génératrice T'[L%, R%, Bj] & basse énergie. La théorie
effective proceéde donc en construisant un lagrangien effectif Log dépendant des sept sources Lj;, I},
Bg, ainsi que des degrés de liberté a basse énergie: les GBs, rassemblés dans la matrice ¥ (2.41).

On veut donc déterminer les régles de construction de Leg[%, L%, R%, By] telle que
TG R B / d[¥] ol dw Lot [3, L5, R, By 7 (2.55)

ou l'on utilise la mesure d’intégration d[X] invariante sous les transformations (2.38).

Nous avons vu & la section 2.2.1 que la fonctionnelle génératrice était invariante sous les trans-
formations locales (2.49-2.51). On requiert donc la méme chose de sa représentation & basse énergie
(2.55). La régle de construction du lagrangien effectif est alors la suivante: le lagrangien effectif Leg
qui apparait dans cette représentation & basse énergie doit lui-méme étre invariant sous les trans-
formations SU(2), x SU(2), x U(1),, locales des champs et des sources, que nous reproduisons ici

S(z) — (z) = L(z)S(x) R(z)", (2.56)
Lu(z) — 'Ly(z) = L(z)L(x) L(z)' +iL(z) 8,L(x)", (2.57)
Ru(z) — 'Ru(z) = R(z)Ru(z)R(z)"+iR(z)8,R(z)", (2.58)

(z) ( (2.59)

(
— 'Bi(z) = BY(z) — 0,.a°(x).

Pour ce qui est du lagrangien effectif, nous considérerons par la suite toujours des transformations
locales, et nous omettons donc la dépendance explicite en x dés maintenant. De méme, les champs
et les sources dépendent toujours de xz. On peut vérifier directement qu’un lagrangien effectif
invariant sous les transformations (2.56-2.59) produira bien une fonctionnelle génératrice invariante
sous (2.57-2.59), comme désiré. La démonstration procéde comme suit [Kne96]

GTTLE R B / d[] o4 Cer 2L, B3, B
_ /d[tE} olfdeLer ['5, LG, *RE, 'BY)]
_ /d[tE} ol doLet [S.L4, R BY)

= /d[E] ei,fd$£eT[E7Lﬁ,Rﬁ,Bm

ol TS, R, B : (2.60)

ce qui est le résultat désiré. Nous avons utilisé successivement: un changement de nom de la variable
d’intégration, I'invariance du lagrangien effectif, puis I'invariance de la mesure d’intégration sous la
transformation (2.38) et donc sous sa version locale (2.56). Nous ne présentons pas ici la démons-
tration de la réciproque: le fait que I'invariance locale de I'[L{,, R}, Bg] implique effectivement celle
de Leg, car cette démonstration nécessite une étude détaillée [Leu94], par récurrence ordre par
ordre dans le développement en puissance des impulsions que nous n’avons pas encore introduit.

En conclusion, pour que la représentation a basse énergie de la fonctionnelle génératrice (2.55)
reproduise les identités de Ward de la symétrie chirale, le lagrangien effectif Eeﬂr[E, LY, R, Bﬁ} doit
étre invariant sous les transformations locales (2.56-2.59) de SU(2), x SU(2) , x U(1),,. A ce stade,
on a exploité toutes les contraintes dues & la symétrie chirale: la présence de modes de Goldstone,
ainsi que leurs propriétés de transformations, et les identités de Ward. On ne sait finalement rien
de plus sur le lagrangien effectif: celui-ci doit donc inclure tous les termes permis par les symeétries,
quelle que soit leur dimension physique. Il existe une infinité de tels termes. Il est donc nécessaire
d’avoir une régle pour ordonner les différents termes, ainsi que les diagrammes de Feynman, en
fonction de leur importance. Nous exposons maintenant ce point.
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2.3 Théorie de perturbation chirale

Dans le cadre des théories renormalisables, on construit un développement basé sur les puissances
de constantes de couplage avec un nombre fini d’opérateurs de dimension inférieure ou égale
a quatre. Ici, la situation est différente: on a une infinité d’opérateurs, et donc une infinité de
constantes apparaissant en facteur. En revanche, puisque le domaine d’application de la théorie
effective est restreint aux faibles énergies (voir la discussion de la section 2.1.2), on peut considérer
les impulsions des pattes externes, ou des sources, comme paramétre de développement. La LEET
essaie d’utiliser au maximum les informations connues & basse énergie, sans se préoccuper du
comportement & haute énergie: la premiére conséquence est que le comptage & appliquer aux
opérateurs est different du comptage basé sur les dimensions physiques utilisé pour les théories
renormalisables. En particulier, nous avons déja vu en (2.25-2.26) que la dynamique de la QCD
perturbative produisait une constante dimensionnée fj, rendant inadaptées le comptage des dimen-
sions physiques.

2.3.1 Comptage de puissance et développement en boucles

En pratique, 'application de cette idée nécessite deux étapes: on doit tout d’abord ordonner les
opérateurs dans le lagrangien en fonction du nombre de dérivées, puis étudier le comportement des
diagrammes de Feynman.

2.3.1.1 Lagrangien effectif

Pour construire les opérateurs invariants sous la symétrie chirale locale, on utilise des briques de
construction élémentaires qui se transforment de fagon covariante. Il s’agit de

DY = 9,X-iL,2+iXR, + L(D,)R, (2.61)
L,, = 0,L,—08,L,—i[L,,L,) +— LL,L% (2.62)
R,, = 9,R,—0,R,—i[R,,R,] +— RR,R', (2.63)
BY, = 0,B)—09,B), = — Bj,. (2.64)

Notons que la définition de la dérivée covariante nous fournit immédiatement la régle de comptage 4
appliquer aux sources si I’on désire respecter I'invariance locale & chaque ordre du développement en
puissance des impulsions. On dénotera comme suit le fait qu’une quantité X doit étre comptabilisée
comme une dérivée & la puissance n

X = O(p"). (2.65)
Le point de départ est
o, = O(ph). (2.66)
On doit imposer le comptage chiral 2 suivant
D, = (’)(pl) , (2.67)
ce qui implique
L, R, = O(pl) . (2.68)

Remarquons que I’on aboutirait & la méme conclusion en étudiant (2.57-2.58), puisque les transfor-
mations L, R sont unitaires (LT L= ]lgxg) et ne peuvent donc pas porter de comptage de puissance.
Par extension, on imposera

BY = O(p), (2.69)

bien que, dans ce cas limité n’incluant que des GBs, ceci ne découle pas automatiquement du
raisonnement ci-dessus 3. Il n’y a pas de sens profond associé & ce comptage pour les sources: ces
objets eux-mémes ne sont pas physiques, mais servent uniquement & extraire de fagon commode
les fonctions de Green des courants. Le sens physique de ce comptage réapparaitra lorsque I'on
considérera ces connexions comme des champs de jauge dynamiques (section 2.4.2.1).

2. On utilisera indifféremment les expressions: « comptage chiral » et « dimension infrarouge ».
3. Nous verrons plus tard que, si I'on introduit des champs se transformant sous cette symétrie U(1),,, alors le
comptage (2.69) sera nécessaire.
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Comme la matrice ¥ qui décrit les champs de Goldstone est unitaire
YTY = 1oxa, (2.70)

on doit imposer

Y = (’)(po) . (2.71)
Le seul terme invariant que ’on puisse construire a 1’ordre O(po) est une constante

<ZTE> = 2. (2.72)

Le seul terme invariant & deux dérivées que l'on puisse construire est (D,XT DY), ou (X)
représente la trace de la matrice X. On en déduit I'expression du lagrangien (’)(pg), ou l'on a
normalisé le terme cinétique des champs 7

f2
Ly = (DB D). (2.73)

La constante fy ne porte pas de comptage chiral: elle est fixée par la dynamique non perturbative de
la QCD. De plus, nous verrons que le rapport entre fq et Péchelle A (au-dela de laquelle la théorie
effective ne s’applique plus) est fixe: on aura A/ fo~4n. A la différence des théories renormalisables,
le lagrangien (2.73) implique nécessairement des interactions entre particules en nombre arbitraire,
du fait de la réalisation non-linéaire de la symétrie. On peut également remarquer que la constante
fo brise I'invariance d’échelle de ce lagrangien pour des champs sans masses. C’est précisément
la présence de cette constante de désintégration fj, directement lige & la brisure spontanée (voir
(2.25)), qui rend inapproprié le classement des opérateurs en fonction de leur dimension physique.

De fagon générale, les constantes multiplicatives apparaissant en facteur d’un opérateur seront
comptabilisées comme d’ordre un 4. Ceci justifie donc le comptage chiral utilisé

fo = 01", (2.74)
qui entraine a son tour
7 = O(pY). (2.75)

La justification ultime de ces régles de comptage réside dans la formule de comptage de Weinberg
(voir 2.3.1.2), qui montre que 'on peut donner un sens au développement avec ces dimensions
infrarouges. Prenant la dérivée fonctionnelle de L4 par rapport aux sources, on obtient ’expression
des courants de Noether

o i d0 gt
J%, = —i 1 (r*{1,0,5})
= fodr O, .76

et on reconnait le fait que fy est la constante de désintégration des GBs.
Le lagrangien O(p4) contient tous les opérateurs d’ordre (’)(p4) invariants sous C, P et la
symétrie chirale. Il se met sous la forme [GL85] °

L 2 y
L4 <L1+73) (D2t DM+ Ly (DX D, ) (DFF DVS)
— iLy(L" DX DT+ R D, D,%)

+ Lio(Luw X R ET) + Hy (L LM + Ry R (2.77)

4. En principe, on peut imaginer des exceptions dans le cas ou la symétrie est accrue lorsque la constante est
posée égale & zéro: on peut alors considérer la constante comme un petit paramétre (en relation avec 'idée de
naturalité de 't Hooft [tH79a]) et lui associer un comptage de puissance. En pratique, ceci sera formulé en termes
de spurions aux chapitres 4 et 5.

5. Nous utilisons les notations du cas de trois saveurs nulles, utilisant cependant I’identité
(D,xf D*s D2 DYS) =1/2 (D%t D”E>2 valable dans ce cas. Les autres opérateurs présents dans [GL85)
sont absents dans la limite chirale.
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ou les L; sont les constantes de basse énergie. Pour arriver & ce résultat, on utilise, en plus des
identités sur les traces et les déterminants des matrices [GL85, FS96], le fait que ’on peut effectuer
des redéfinitions des champs de Goldstone sans affecter les prédictions physiques: la procédure
est communément appelé « utiliser les équations de mouvement de Lo pour éliminer les termes
redondants de L4 » [GL84, Geo91, SF95].

Un résultat crucial de cette section est que le lagrangien effectif ne commence qu’a l'ordre O (pQ).
Ceci est la traduction dans le langage des théories effectives du fait suivant, que nous avons déja
énoncé: les GBs n’interagissent plus lorsque leur impulsion tend vers zéro. Plus généralement, on
voit que le lagrangien effectif se décompose selon une série de termes d’ordre de plus en plus élevé

Lot = Lo+ La+ Lg+---. (2.78)

2.3.1.2 Formule de comptage de Weinberg

Nous avons ordonné les termes du lagrangien suivant une régle bien définie, liée au nombre de déri-
vées qu’ils contiennent. Il nous faut maintenant comparer I'importance des différents diagrammes
de Feynman. Pour cela, nous examinons le degré d’homogénéité d’un diagramme donné sous un
changement d’échelle (rescaling) des impulsion externes p;— tp; [Wei79c, Sch02], la limite ’intérét
correspondant & t — 0. On voit alors que la conservation de I'impulsion, via les fonctions de Dirac
a chaque vertex, impose le méme changement d’échelle pour les impulsions internes. On trouve
ainsi que le diagramme est multiplié par t” ot le degré d’homogénéité D est donné par

1%
D = 201-4V+) " dy, (2.79)
v=1
ou I est le nombre de lignes internes, V' le nombre de vertex, et d, la dimension chirale du vertex v.
En utilisant la relation entre le nombre de boucles L et le nombre de vertex V' d’un graphe connexe:
L=I-V +1, on obtient [Wei79c]
\%
D = 242L+)  (d,—2). (2.80)
v=1
Cette formule suppose 'utilisation de la régularisation dimensionnelle, qui ne fait pas apparaitre
de puissance d’une échelle autre que les impulsions externes aprés intégration, mais uniquement
des logarithmes (si I'on a des particules massives, ce que nous considérerons plus tard). Notons
que l'on se doit de toutes fagon d’utiliser un régulateur qui préserve la symétrie sur laquelle
est basée la construction. En pratique, ceci implique justement 1’utilisation de la régularisation
dimensionnelle 6.

La formule de comptage de Weinberg (2.80) nous apprend deux choses. Premiérement, 1'ordre
chiral D auquel un diagramme contribue dans le développement est une fonction strictement
croissante du nombre de boucles, indépendamment du nombre de lignes internes. Deuxiémement,
D est également une fonction croissante du nombre de vertex qui composent le diagramme, puisque
le lagrangien effectif commence avec l'ordre O(p?), et que tous les vertex ont donc une dimension
supérieure & deux

dy, > 2. (2.81)

On vérifie ainsi que le comptage de puissances introduit a la section 2.3.1.1 permet de formuler
un développement en puissances des impulsions, dont la précision peut étre systématiquement
améliorée en travaillant & 'ordre supérieur.

En particulier, si 'on veut donner des résultats & la précision O(pD ), on doit connaitre les
termes de Lp dans le lagrangien effectif, puisque les diagrammes en arbres avec un vertex de
dimension d, = D vont contribuer & cet ordre. D’autre part, on devra en général effectuer des
calculs jusqu’a un nombre de boucles égal & D/2 — 1: le lagrangien Lo donnera en effet & ce nombre
de boucles des contributions & ’ordre O(pD ) De fagon plus pratique, considérons la précision la
plus basse: O(p2). Seuls les diagrammes en arbres avec des vertex de Lo contribueront. A I'ordre
de précision suivant (O(p*)), on aura d’une part des contributions & une boucle avec des vertex
de Lo, et des contributions en arbres avec un vertex de L£4. Ceci permettra justement d’absorber
les divergences des boucles, comme nous allons maintenant le voir.

6. Pour une discussion approfondie, voir [EM94].
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2.3.2 Renormalisation ordre par ordre

Les contributions d’ordre O(p?) a la fonctionnelle génératrice sont données par le lagrangien Lo
en arbres, c¢’est-a-dire

Io[L%, RS, BY] = /dxcg[zcl,Lz,Rz,Bg}, (2.82)

ou X est la solution des équations classiques du mouvement
(DDt -5 (D, D) = 0, (2.83)

dérivées du lagrangien Lo.
Nous décrivons ensuite la procédure & 'ordre O(p?). Les contributions & une boucle dues a L2
sont d’ordre O(p*) et s’écrivent

ry='[L% R% BY = %thet Do, (2.84)

ol Dy est opérateur décrivant les fluctuations quadratiques autour de la solution des équations
de mouvement (2.83). Les divergences contenues dans ces boucles (2.84) peuvent étre absorbées
dans les contributions en arbres de L4

ry=oL%, R%, B)) = /dxﬁ4[ch,LZ,RZ,B2], (2.85)

puisque ce lagrangien rassemble tous les opérateurs de dimension chirale O(p?) invariants sous la
symétrie du probléme, et que ’on utilise la régularisation dimensionnelle qui préserve ces symétries.
Alors, on peut obtenir des résultats finis et indépendants d’échelle & ’ordre de précision (’)(p4), en
écrivant (on omet la dépendance en les sources par souci de clarté)

Iy = F£:1+/d$£4(L1)

- Ff:l}Partieﬁnie(M)—'_/ dz ’C4(LI(M)) (286)

A cette fin, on doit définir les constantes de couplages (’)(p4) nues divergentes et indépendantes

d’échelle L; en fonction des constantes renormalisées finies mais dépendantes d’échelles L} comme
suit [GL85]

Li = Li(p)+T3A, (2.87)
avec
d—4
(1 1 _
A= 62 (d—4 2(1n4n 7+1)), (2.88)
et
T (2.89)
1 — 12) .
1
Ty = 0, (2.91)
1
Ty = = 2.92
9 67 ( 9 )
1
o = e (2.93)
et
1

Hy = H{(n)+55 M (2.94)
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L’écriture (2.86) met en évidence le fait que le résultat est fini. L’indépendance vis-a-vis de I’échelle
de renormalisation p sera automatiquement vérifite grace aux définitions (2.87-2.94). De cette
fagon, on obtient une série qui approxime la fonctionnelle génératrice exacte I[L%, R%, BY], sous
la forme

F[L(llu Rlllh BB«] = FQ[L?M RZ) Blol«] +F4[Llllu Rlllu BB«] +e (295)

A ce stade, on peut se poser la question suivante: jusqu'a quelle échelle ce développement
est-il utile? Il existe deux fagons de répondre a cette question. La premiére est de remarquer
qu’en physique hadronique, la premiére résonance vectorielle est le po(770) que nous n’avons pas
incluse dans notre théorie effective. Ceci donne une idée de 1’échelle & laquelle la théorie effective
sera forcément incapable de reproduire les résultats phénoménologiques. Un deuxiéme point de
vue est de considérer les renormalisations des constantes L; [MG84, Geo84]: lorsque 'on effectue
le développement en puissances d’impulsions, on sous-entend en réalité en puissances de p/A,
ol I’échelle A est celle qui nous intéresse ici. Les objets dimensionnés de I'unique terme de Lo
peuvent schématiquement s’écrire f& p2. On doit s’attendre & ce que les termes de £4 donnent des
contributions d’ordre f3p? (p2 / A2). Ceci implique que les constantes L; sont d’ordre f3/A%. Silon
change maintenant I’échelle de renormalisation p par un facteur d’ordre I'unité, la variation de la
partie finie est d’ordre 1/(4 n)2 puisque l'on a

I I
! _ K3
Li(w') = Li(n) +Tn21n (?) : (2.96)
Si notre compréhension est juste, cette variation ne peut pas raisonnablement étre plus grande que
Pestimation initiale, et donc on ne peut pas avoir 1/(4 rc)2 > f¢/A2. La conclusion est donc que

A< dnfo. (2.97)

~

Ceci signifie que la constante de désintégration des GBs ne peut pas étre prise arbitrairement petite
devant A: ceci est cohérent avec son comptage chiral introduit en (2.74). Notons que (2.97) fournit
I’estimation

A < 1.1 GeV. (2.98)

2.3.3 Traitement des masses des pions

On peut incorporer les masses des pions dans le formalisme précédent, auquel cas les GBs devien-
nent des PGBs: le point important est que, si ’on introduit des masses pour les scalaires, on brise
explicitement la symétrie chirale. En ’absence de tels termes, les GBs sont protégés par la symétrie
chirale et n’acquiérent pas de masses via les corrections radiatives. Ceci implique précisément que,
si 'on introduit les paramétres de brisure explicite rendant compte de ces masses (qui en QCD sont
dues aux masses de quarks non-nulles), les corrections radiatives aux masses seront elles-mémes en
puissance de ces paramétres: les « petites » masses sont donc naturelles pour les PGBs, au sens de 't
Hooft [tH79a]. Ici, le terme « petit » s’entend a priori « petit devant I’échelle A ». Physiquement,
ceci est raisonnable pour les applications aux pions, puisque ’on a expérimentalement

mgyo =~ 135 MeV. (2.99)

En relation avec I'idée de naturalité, on cherche & expliciter la maniére dont les nouveaux termes
vont briser la symétrie: la fagon de procéder est de maintenir formellement I'invariance originale.
On remarque que le terme de masse pour les quarks que ’on doit maintenant ajouter au lagrangien
de la QCD

— UMY, -V, Mt Og, (2.100)

avec

M= (mu 0 ) (2.101)

Omd
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serait invariant si ’on remplagait la matrice M par un champ x ne propageant pas (un spurion)
[GL84, GL85] avec les propriétés de transformations suivantes sous la symétrie chirale [Geo84]

X — RxLT, (2.102)

ou x est une matrice 2 x 2. La brisure explicite de symétrie est alors introduite comme suit: on
écrit le lagrangien effectif le plus général, comme auparavant, mais avec le spurion x comme objet
supplémentaire possible 7. Aprés avoir écrit le lagrangien, on utilise la valeur physique

X |physique M. (2.103)

Le seul terme invariant et sans dérivées qui contienne une puissances de x est
2
@ (xE+ETxT), (2.104)

ou nous avons introduit une constante By de dimension physique égale & un
[Bo] = +1, (2.105)
avec, de facon similaire & fo, le comptage chiral suivant
By = O(po) . (2.106)
On peut vérifier que le terme (2.104) donne bien une masse aux pions
m2 = Bg(my+ma). (2.107)

Ceci va nous permettre de déterminer le comptage de puissances & appliquer au spurion: si 'on
veut que la théorie effective décrive les poles dus aux PGBs sans resommation des propagateurs,
on devra compter [Wei79c]

ms> = O(p?), (2.108)
soit
Box = O(p?). (2.109)

Pour l'application & la QCD, la relation (2.108) parait physiquement raisonnable. La théorie
effective devrait en effet permettre d’étudier des processus mettant en jeu des énergies atteignant
la valeur donnée en (2.99), qui reste petite devant A donnée en (2.97).

Pour déterminer si les dimensions chirale attribuées aux différents objets sont cohérentes, on
vérifie que l'on reproduit la formule de comptage de Weinberg (2.80). On peut vérifier que ceci
est le cas avec le comptage (2.109), entrainant (2.108): les lignes internes des diagrammes sont
modifiées selon

/dkk — — /dk e (2.110)

et le comptage est donc le méme. Le terme (2.104) introduit également des interactions nouvelles,
qui vérifieront également la condition (2.81). On obtient donc la méme formule de comptage (2.80),
ce qui nous permet de dire que l'organisation du développement est bien définie, et correspond & un
développement en boucles. En revanche, le lien avec le développement en puissance des impulsions
n’est plus aussi direct, puisqu’on considére d’autres paramétres de développement 8.

7. En reéalité, la logique serait plus précisément décrite ainsi: en présence de masse de quarks, les courants (2.5-
2.7) ne sont plus exactement conservés. Leurs identités de Ward font intervenir les densités scalaires et pseudo-
scalaires. La matrice x est introduite en tant que source de ces opérateurs. Le fait de reproduire les identités Ward
demande que le lagrangien effectif inclut les invariants construits avec x, avec la loi de transformation (2.102). A
la différence des sources vectorielles, les dérivées fonctionnelles seront prises non pas en x =0, mais en x = M.

8. Nous appellerons le développement correspondant « développement chiral » ou « développement & basse
énergie ». Ceci est ainsi une généralisation du « développement en puissances des impulsions ».
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Pour clore cette discussion, rappelons que la limite p— 0 a un sens physique: on peut toujours
étudier des processus & des énergies faibles. En revanche, la limite m, — 0 est un outil technique
qui traduit mathématiquement 1'idée que m2 < A2. La relation (2.108) est obtenue lorsque 1’on
exige un lien entre les deux développements.

2.4 Théories effectives non-découplantes: au-dela de la xPT

Nous avons décrit le traitement des GBs et des PGBs dans le cadre d’une théorie effective a
basse énergie. Dans ce cas, le classement des opérateurs selon leur dimension physique n’est plus
approprié, et I'on doit recourir & un autre classement systématique. On peut certes donner un
sens physique aux dimensions chirales associées aux différents objets, mais la formule centrale est
(2.80), qui permet de garantir la cohérence du développement.

En vue d’appliquer le formalisme au secteur électrofaible, nous introduisons en plus des GBs
paramétrés par la matrice X, des champs de spin 1 ainsi que de spin 1/2 dans la théorie effective

a basse énergie, précisant les conditions & vérifier.

2.4.1 Particules protégées: champs de spin 1 et 1/2

L’introduction d’autres champs dans la théorie effective nécessite que leurs masses soient protégées
par une symétrie, comme c’était le cas pour les PGBs. Si ce n’est pas le cas, on retrouve la difficulté
de naturalité décrite a la section 1.6.3: les champs en questions n’appartiennent en fait pas au
secteur de basse énergie, leurs masses tendant naturellement & étre de ’ordre de I’échelle A. Pour les
scalaires, nous avons déja mentionné (section 1.6.3.2) la possibilité d’utiliser la supersymétrie. Une
des conséquences principales dans ce cas est que le domaine d’application de la théorie perturbative
peut étre arbitrairement étendu, puisque l'on préserve la propriété de renormalisabilité. Nous
n’étudierons donc pas cette possibilité dans le cadre des théories non-découplantes puisqu’elle cor-
respond plutot & suivre la ligne des théories renormalisables. Une autre possibilité pour protéger la
masse du boson de Higgs est de supposer qu’il est lui-méme un PGB. Cette approche a récemment
trouvé une voie possible, sous la forme des modeéles de little Higgs. Nous ne considérerons pas ces
modéles, bien que nous serons amenés & discuter certaines connexions aux chapitres 4 et 5.

Nous nous intéressons en revanche aux cas suivants: tout d’abord l'introduction de champs
vectoriels. Dans ce cas, on doit en fait supposer que ces champs sont sujets & une symétrie inter-
disant un terme de masse: des champs de Yang-Mills, respectant I'invariance sous la symétrie de
jauge associée. Nous avons déja vu que des champs de jauge couplés & des GBs vont acquérir une
masse (sections 1.3.1 et 1.7.3). Nous verrons en revanche que la masse obtenue via le mécanisme
de Higgs (dynamique) satisfait automatiquement un critére de comptage de puissances approprié,
c’est-a-dire permettant un développement cohérent dans le cadre de la théorie effective. Ceci est
directement lié au fait que la constante de couplage de jauge est utilisée comme parameétre de
développement (comme c’est le cas dans les théories renormalisables). La deuxiéme possibilité
concerne les champs fermioniques: la symétrie chirale permet d’effectuer un développement autour
de la limite de masse nulle.

2.4.2 Généralisation du comptage de puissances

2.4.2.1 Champs de jauge

On considére le cas ou les connexions dans la dérivée covariante (2.61) deviennent des champs
dynamiques (variables d’intégration). On écrira ainsi

R, = gG,, (2.111)

ou G, est le champ dynamique. La propriété de transformation que ce champ doit vérifier est
obtenue directement & partir de cette identification

G, — RGMRT+§R8NRT. (2.112)
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Le comptage de puissances pour la connexion est maintenu (comparer avec (2.68) et (2.63))
9G, = O(p"), (2.113)
9Gu = 9(0,G,—8,Gu—ig[Gu.G) = O(p?). (2.114)

Si les champs de jauge sont des variables dynamiques au méme titre que les GBs, on s’attend
également & ce que le terme cinétique correspondant intervienne au niveau de Lo, soit

~5(GuwG™) = 0(p?). (2.115)
Ceci donne immeédiatement, par comparaison avec (2.113-2.114)
G, = O(po) , (2.116)
g = 0.

Remarquons que la limite de constante de couplage nulle g —» 0 correspond & I'annulation de
certaines interactions et a des lois de conservations (nombre de particules vectorielles [tH79al).
Ceci explique le fait que cette constante de couplage porte une dimension chirale, en liaison avec
I'idée de naturalité.

L’introduction de champs de jauge a été considérée dans le cas des applications au secteur élec-
trofaible [Wud94, NS96, NS00], mais également pour le cas de la QCD, en liaison avec le couplage
des pions au photon [Ure95, KU98] 9. Dans ce cas, le développement a été mené explicitement &
une boucle, de méme que pour la partie bosonique du secteur électrofaible [NS00]. Le comptage
utilisé est le méme que celui que nous venons d’introduire. Nous discutons ici la cohérence de ce
comptage et précisons le role de la formule de comptage de Weinberg. Les calculs & une boucle
seront considérés au chapitre 3.

La question est & présent de savoir si on obtient bien la formule de comptage (2.80), généralisée
pour inclure le cas des champs vectoriels. En principe, cette question est délicate pour le cas des
champs de jauge non-abéliens, puisque I'on devrait introduire un terme de fixation de jauge et
considérer la propagation de champs fantémes. Cependant, dans les cas qui nous intéressent, les
bosons vecteurs vont acquérir une masse par le mécanisme de Higgs, excepté pour un sous-groupe
U(1) o que I’on sait traiter sans recourir & des fantémes. Ce phénomeéne de Higgs sera étudié plus en
détail au chapitre 3. Le point important pour cette section est que la masse des champs vectoriels
pour ce cas d’une théorie de Yang-Mills SU(2) couplée aux GBs est donnée par I’expression en
arbres (1.151) 10

My = £ 0. (2.117)

Le comptage chiral de la masse est donc automatiquement (’)(pg): c’est I’expression dans le langage
des théories effectives du fait que cette masse est protégée. Ceci signifie que le propagateur de ces
champs vectoriels massifs en jauge unitaire porte le méme comptage que celui des GBs

kuky

Npv — M2
—i [ Ak = O(p?). 2.118
1/ k2= Mg, +ie () (2.118)

Pour un champ de jauge abélien non brisé, on obtiendra le méme comptage.

On voit donc que la formule de comptage de Weinberg (2.80) s’applique: le comptage de puis-
sances proposé ci-dessus va donc permettre un développement en boucles & basse énergie, comme
extension du développement en puissance des impulsions. A nouveau, nous remarquons qu’il est
crucial que les masses des particules présentes dans la théories effectives soient petites, et concréte-
ment comptabilisées comme O(p') pour la cohérence du développement. A son tour, ce comptage
est possible en vertu de la naturalité, puisque 'on a uniquement inclus des particules protégées
par des symétries.

9. Dans ce dernier cas, on introduit les couplages électriques des quarks sous formes de spurions brisant expli-
citement la symétrie [EGPdR89, Mou97]. En tout état de cause, ces spurions étant comptabilisés comme O(pl)7 on
obtient le méme résultat.

10. Nous préciserons & la section 3.2.1 la différence entre ce cas et le cas du champ vectoriel massif du point de
vue du comptage de puissance. Voir également & ce sujet la section D.3.
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2.4.2.2 Fermions chiraux

Les derniers champs dynamiques que nous souhaitons introduire dans la théorie effective sont des
fermions. Leurs masses sont protégées par la symétrie chirale: les propriétés de transformation
des chiralités gauches et droites étant différentes, on ne peut pas écrire directement un terme de
masse invariant. Pour chaque chiralité, introduisons un doublet de spineurs de Dirac, soit xr et
Xr- De nouveau, si ’on souhaite que les termes cinétiques pour ces fermions chiraux interviennent
au méme ordre que pour les GBs (c’est-a-dire dans £5), on va fixer

iXEY"Ouxr = O(p?), (2.119)
iXEY"Ouxr = O(p?), (2.120)
ce qui implique le comptage suivant, déja utilisé par d’autres auteurs [Wud94, NS96, Nyf99]
XLy XR = O(pl/"’) : (2.121)
Les lignes internes fermioniques donneront le propagateur suivant
—i/ dk k’é“fi”e = O(p%). (2.122)

Dans ce cas, il faut noter que les vertex joints par ce propagateur contenaient deux spineurs compta-
bilisés chacun comme O (pl/ 2) . Ceci est responsable du terme de polarisation Y u(k)@ (k) =~v"k,

qui compte pour O(p'): le comptage pour les lignes internes est donc strictement identique au
cas bosonique. Pour un diagramme sans pattes externes, que l'on peut directement comparer a
un opérateur du lagrangien effectif, on aura donc de nouveau la méme formule de comptage de
Weinberg (2.80), a la condition que l'on définisse la dimension chirale d’un opérateur comme 1

d, = na—i—ng—i—%nx, (2.123)
ou mp est le nombre de puissance de dérivées (covariantes) dans l'opérateur, n, le nombre de
constantes de couplages et n, le nombre de champs fermioniques chiraux. Les poids respectifs dans
(2.123) reflétent le comptage de puissances introduit dans ce chapitre. La formule (2.80) donne alors
le degré d’homogénéité D d’un graphe lorsque I'on effectue le changement d’échelle des impulsions
externes, constantes de couplage, et spineurs selon

p; — tpi, (2.124)
g +— tg, (2.125)
x — 2. (2.126)

Le graphe est alors multiplié par ¢”, et contribuera donc a I'ordre O(p”).
On ordonne donc les opérateurs dans le lagrangien effectif selon

Leg = Lo+ L3+ Ls+ . (2.127)

On ordonnera également les diagrammes de Feynman suivant la méme régle, ce qui correspond & un
développement en boucles. Le point important est que le lagrangien effectif commence & nouveau
avec 'ordre O(p2).

Ceci nécessite néanmoins une qualification: nous avons discuté dans le cas du mécanisme de
Higgs élémentaire les termes de Yukawa, donnant des masses aux fermions en jauge unitaire. Dans
le cadre des théories effectives sans Higgs, le terme correspondant est du type

XrZxr+xz 2xr = O(p"). (2.128)

A moins que la masse apparaissant en facteur de ce terme ne soit petite devant ’échelle A, cet
opérateur apparait avant le terme cinétique, ce qui pose probléme vis-a-vis de la formule de comp-
tage. On doit donc trouver une symétrie approximative telle que cette masse disparaisse dans la
limite appropriée.

11. Nous n’incluons que le cas des GBs et non des PGBs.
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2.5 Résumé

Dans ce chapitre, nous avons présenté un condensé des idées fondamentales nécessaires a 1'élabo-
ration de la yPT. On construit une théorie effective & basse énergie basée sur une exploitation
systématique de la symétrie chirale de la QCD dans la limite de masses de quarks nulles. Les
variables appropriées sont les états physiques légers: les GBs dus & la brisure de la symétrie chirale.
La théorie effective contient tous les opérateurs permis par la symétrie. On doit cependant les
ordonner selon un développement. Il se trouve que la classification selon la dimension physique des
opérateurs est inappropriée, du fait de la réalisation non-linéaire de la symétrie, qui implique auto-
matiquement que le terme cinétique des GBs doit s’accompagner d’interactions entre un nombre
arbitraire de particules, ayant donc une dimension physique arbitrairement grande. Ceci est lié &
la présence de la constante dimensionnée fj.

En revanche, le fait que les interactions des GBs soient faibles dans la limite des faibles impul-
sions permet d’envisager un développement en puissance des dérivées. Le lagrangien est donc
organisé de cette maniére. Etudiant I’ordre auquel un diagramme donné contribue, on constate que
le développement précédent est lié & un développement en boucles. La différence avec les théories
renormalisables est que de nouveaux opérateurs apparaissent & chaque ordre. Ceci est nécessaire
pour absorber les infinités présentes dans les boucles et obtenir des résultats finis et indépendants
de I’échelle de renormalisation.

L’inclusion de champs de jauge et de fermions (dont les masses peuvent rester petites car
elles sont protégées par une symétrie) comme variables dynamiques dans le théorie effective est
également décrite. Nous précisons en quoi le comptage chiral pour les différents objets est contraint
par la nécessité de reproduire la formule de comptage de Weinberg, généralisant le développement
dérivatif pour inclure d’autres parameétres de développement, tout en permettant une organisation
systématique des termes du lagrangien mais surtout des différents diagrammes en fonction du
nombre de boucles. On peut ainsi formuler un développement systématique, donnant des expres-
sions finies pour les observables grace & la procédure de renormalisation, chaque ordre permettant
d’ameéliorer la précision.






Chapitre 3
Yang-Mills massif: le cas SU(2)

La littérature contient des traitements avancés de la partie bosonique du secteur électrofaible dans
le cadre des théories effectives [NS00]. Un des objectifs principaux de ces travaux était 1’étude du
raccordement entre la LEET et un modéle sous-jacent particulier: la limite de Higgs lourd. Pour
cette raison, l'accent était mis sur l'invariance de jauge, et des sources étaient construites qui
généraient des opérateurs invariants de jauge, tandis que les variables d’intégration, incluant a la
fois les champs de Goldstone et les champs de jauge restaient dépendantes de jauge.

Nous choisissons de travailler directement dans la jauge unitaire, ou, plus exactement, avec des
champs invariants sous les symétries dynamiques (excepté éventuellement sous les symétries U(1),
que l'on sait traiter sans introduire de fantomes). Bien que cette formulation ne soit pas utilisée
dans le cas du SM, pour les raisons mentionnées en 1.5.1, elle est tout-a-fait adaptée ici, et conduit &
un nombre de diagrammes plus faibles, n’incluant que des particules physiques. Comme application
du programme des LEETSs présentées au chapitre 2, nous considérons le cas d’une théorie de jauge
SU(2) sujette & un mécanisme de Higgs dynamique sans boson de Higgs physique. Nous décrivons
la renormalisation de la fonctionnelle génératrice & une boucle par la méthode du noyau de chaleur,
ainsi que les fonctions & deux points.

Puisque le lagrangien O(p?), apreés redéfinition des champs, correspondra a celui d’une théorie
de Yang-Mills massive, nous utiliserons cette dénomination. I’application & une situation physique
nécessite cependant que la masse puisse étre considérée comme petite devant I’échelle de la nouvelle
physique: ceci nécessaire afin de pouvoir utiliser la LEET. Le formalisme des LEETs sera alors
utile pour ’étude de processus mettant en jeu des énergies de 'ordre de grandeur des masses des
bosons vecteurs, supposées étre faibles devant 1’échelle de la nouvelle physique.

3.1 Lagrangien effectif

On construit le lagrangien effectif d’une théorie de Yang-Mills SU(2) directement couplée aux
courants Jp" d'une symétrie globale SU(2), x SU(2), spontanément brisée vers SU(2); , ,. On
se limite aux termes invariants sous C' P. Notons en particulier que les termes topologiques seront
toujours égaux & zéro, puisque notre approche est perturbative autour de la situation ou les champs
sont égaux a zéro.

3.1.1 Ordre O(p?)

On consideére la fonctionnelle génératrice d’une théorie caractérisée par la brisure spontanée de la
symétrie globale SU(2), x SU(2), — SU(2), , . Cette méme fonctionnelle génératrice est repré-
sentée & basse énergie en termes d’un lagrangien effectif dépendant des trois GBs correspondant a
cette brisure, comme décrit en 2.3. On étend le champ d’application de cette LEET en couplant
aux GBs des champs de Yang-Mills en interactions faibles. Nous considérons le cas ot les courants
conservés Jg! sont ainsi couplés, tandis que les courants de symétrie J;* ne le sont pas: les
sources classiques correspondantes restent en tant que variables dont va dépendre la fonctionnelle
génératrice finale I'[L{;]. En revanche, les sources R}, deviennent des variables d’intégration G7,

R, = gG,. (3.1)
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On integre alors sur les fluctuations des champs dynamiques G7,
oTILE / d[S] ]G] e =Lt B L5 GGl (3.2)

On suppose que I’échelle de ces fluctuations relativement aux sources qui générent les courants ! de
la symeétrie globale est faible. Ceci va étre mesurée par la constante de couplage g apparaissant dans
(3.1), qui donne le facteur de conversion entre les sources et les champs de jauge. Nous supposons
cette constante de couplage suffisamment petite pour &tre considérée comme un paramétre de
développement, comptabilisé comme (’)(pl), et pour que les fluctuations des champs de jauge ne
restaurent pas la symétrie. Celle-ci reste alors brisée; le couplage des champs de Yang-Mills aux
GBs résultera, comme nous le verrons explicitement, en un mécanisme de Higgs. Le comptage du
champ GY, est par conséquent (’)(po).

Au lieu de construire un lagrangien effectif fonction des variables {3, Lj;, Rj;} ou ¥ € SU(2)
et invariant sous (2.56-2.58), on doit & présent construire un lagrangien effectif dépendant des
variables {¥, L{,, G},} invariant sous

S(z) — B(z) = L(z)%(z) R(z)", (3.3)
Ly(@) = "Lu(x) = L@) Lu(@) L)' +iL(@) duL(x)', (3.4)
Gu(x) — 'Gu(x) = R(x) Gu(x)R(x)T—F;R(x) 8, R(x)". (3.5)

Il nous faut reprendre les briques élémentaires covariantes (2.61-2.62) dans ce cas. Certaines sont
modifiées et deviennent

DY = 9,2 -iL,S+ig2G, = O(p),
G = 9,G,—8,G,—ig[G,, G = O(p),

Le lien entre cette construction et le secteur électrofaible est le suivant: nous construisons ici la
LEET du secteur bosonique pour la brisure électrofaible sans Higgs physique, dans la limite ou le
couplage de I'hypercharge est nul (angle de Weinberg nul). En effet, on peut faire le rapprochement
entre les propriétés de transformation de la matrice ¥ et celles de ®' dans le cas du SM (voir
section 1.3.2). Parmi les différences entre les deux approches, on note ’absence de la composante
radiale dans le cas de la matrice ¥, qui est unitaire. D’autre part, le principe de construction de
la théorie est ici différent, et a été décrit au chapitre 2.
Le lagrangien O(p?) contient deux termes indépendants

2
£2 = fz <DNET DNE> - % <GMVGMV> . (38)

L’écriture du terme cinétique des champs de Yang-Mills dans (3.8) avec la normalisation canonique
équivaut & définir la normalisation de g, comptabilisé comme O(p'). Notons que G, est un objet
bien défini dans la limite g — 0 puisque les termes inhomogeénes en 1/g disparaissent dans la loi
de transformation correspondante. La division par une constante de couplage pour R,, n’a en
revanche pas de sens (voir 'annexe D.1).

Du lagrangien L5 on obtient, par variation des champs, les équations de mouvement classiques
suivantes pour les champs vectoriels

2
D,GM —i gfz stpvs = 0. (3.9)

Cette équation nous sera utile par la suite pour éliminer les termes redondants dans les ordres
supérieurs du lagrangien effectif. Les équations de mouvement pour les GBs ne sont pas indépen-
dantes de celles des champs de jauge, puisque 'on peut les obtenir par application de la dérivée
covariante sur (3.9)

stDrD,Y — (D, DFE)'S = 0. (3.10)

1. Ces courants sont normalisés d’aprés la relation de commutation (2.14), due & la structure non-abélienne.
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L’expression des courants de symétrie est donnée par

oL . f? .
5L3 —1g‘%<7“ (Z(0u—igG) ). (3.11)
rlrt=o

3.1.2 Ordre O(p?)

A cet ordre, on ne peut construire que deux invariants indépendants, dont I'un est supprimé par
une échelle inconnue. La seule échelle dimensionnée & notre disposition dans la théorie effective
étant f, nous utiliserons cette derniére pour construire des opérateurs de la bonne dimension. On
s’attend & ce que léchelle approprié soit en fait plus grande, d’ordre A ~ 4 f ou plus (voir les
discussions précédant (2.96)). Les deux opérateurs O(p?) sont

O = (G stLmwy), (3.12)
0P — %@N,,Gwam. (3.13)

En particulier, notons que ’analogue du terme Lg dans le lagrangien de Gasser-Leutwyler (2.80)
peut étre éliminé par utilisation des équations de mouvement, en négligeant la contribution des
termes de surface. Puisque ceci constitue notre premier exemple, nous le montrons explicitement.
Le terme en question s’écrit

i1(GuDETDYE) = O(p%). (3.14)

A un terme de surface prés, on peut le réécrire sous la forme

: 2
~i(D"Gu ST D"E) - 2(G, £ DH, DVIE) = - gfI (D,xt Drs)

- %(G#UETL“V ) +%<GWGW> . (3.15)
Ceci est da au fait que la connexion R, est ici un champ dynamique gG,: on a donc des équations
de mouvement supplémentaires 2 pour ré-exprimer certains termes en fonction des autres. On peut
utiliser les équations de mouvement pour écrire ce terme (’)(p3) en fonction d’une combinaison
linéaire des termes O(p2) multipliés par g et d'un terme O(p3) (il s’agit de l’analogue du terme
Lip de (2.77)). Ceci montre que le nombre de constantes indépendantes dans ce secteur n’est
pas le méme lorsque 'on étudie 'TEWSB, par rapport au cas de la xPT [NS00]. D’autre part, les
termes n’apparaissent pas au méme ordre chiral, puisque 'on peut maintenant diviser le tenseur
de Faraday R, par g=O(p'), tandis que cette constante n’existait pas dans le cas de la xPT.

3.1.3 Ordre O(p?)

Appliquant systématiquement les identités algébriques, ainsi que des intégrations par parties et les
équation de mouvement (3.9) afin de réduire les termes O(p4) 4 un nombre minimal donnant des
contributions indépendantes, on arrive & la liste suivante de quinze opérateurs

o\ = (L, LY, (3.16)
o — %(DPGW,DPG“”), (3.17)
O = i(L,, D DS, (3.18)
o Lnoman,

2. Plus précisément, on dispose de plus nombreuses possibilités de redéfinitions des champs laissant la physique
invariante [SF95].
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o) = (D5 Drx)?, (3.19)
of’ = (D,2'D,) (D*ST DY), (3.20)
oW — %<GWGW><DP2TDPE>, (3.21)
oW — %(GWG‘“P) (D"STD,%), (3.22)
ofY = %(GWETD,@ (GH 31 DPR) | (3.23)
ol = %(GWETD,,X» (Gre st DVS) (3.24)
oY = %(GWETD”X» (Gr DY), (3.25)
OfF) = F1(GuG™) Gy G™). (3.26)
O = 1 (GG} (G Cop) (3.27)
O = 1 (GuuGpn) (G GP). (3.28)
oW — %(GWGM (GreGrTy (3.20)

Précisons par ailleurs que les termes déja introduits aux ordres inférieurs, mais multipliés par des
puissance de g seront comptabilisés comme O(p4). Puisque ce ne sont pas des nouveaux opérateurs,
ils n’apparaissent pas dans la liste (3.16-3.29). Ceci signifie que les constantes apparaissant en
facteur des opérateurs s’exprimeront en réalité comme un développement en puissances de g.

Le lagrangien effectif jusqu’a l'ordre O(p4) s’écrit

2 2 15
Lg = > a, O+ 0,00 +3 e, 0" +0(p), (3.30)
n=1 n=1 n=1
avec
(9%2) — _%<ngw>, (3.31)
2
0P = %(DMETD“E». (3.32)

Les constantes apparaissant dans l'expression (3.30) prennent en réalité la forme de séries en
puissances de g

an = An,o+gan1+9°an2+0(g°%), (3.33)
bn = bn,0+ gbn,1+o(92) 5 (334)
Cp = Cn,o—FO(Ql) 5 (335)

ol la normalisation choisie en (3.31-3.32) pour les opérateurs O(p?) fixe

ano = 1. (3.36)

3.2 Opérateurs invariants de jauge

Les interactions entre les GBs et les champs de jauge ont pour conséquence physique le mécanisme
de Higgs. Nous souhaitons utiliser au maximum une écriture en termes de champs physiques. Ceci
est en général formulé comme un passage & la jauge unitaire. Ici, nous utilisons des redéfinitions
des champs, mieux adaptées & notre approche.
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3.2.1 Redéfinitions des champs

Nous définissons des champ vectoriels invariants sous la symétrie dynamique SU(2),, que nous
appellerons W,,. Nous effectuerons ensuite un changement de variable de G, vers ces nouveaux
champs. Dans une théorie ou le mécanisme de Higgs a lieu, une telle redéfinition va permettre
d’obtenir un lagrangien indépendant des champs de Goldstone. La raison en est que la redéfinition
des champs utilisée est formellement une transformation de jauge dans laquelle les GBs intervien-
nent en tant que matrice de transformation SU(2),. Si le lagrangien original est invariant sous
la symétrie SU(2) , on trouvera donc que I'écriture en termes des nouvelles variables n’implique
plus les GBs X. Explicitement, on utilise la définition suivante, qui peut étre vue comme une
transformation de Stiickelberg inverse [GKK93] pour le cas non-abélien

gW, = ix DXt
= iX9,51+g¢SG, ST - L,. (3.37)

Précisons de nouveau que, bien que cette écriture ressemble formellement & une transformation de
jauge, l'intégrale fonctionnelle impliquera en réalité toutes les valeurs de ¥ € SU(2). Par conséquent,
(3.37) n’est donc pas un choix de jauge [GJ72, GKK93, NS00]. On effectue ensuite un changement
de variables selon

{(3,G,} — {Z,W,.}. (3.38)

Notons que le jacobien de cette transformation est égal a 'unité [Nyf], car on n’a pas ici de
composante radiale correspondant au boson de Higgs, et donc pas de termes de Lee-Yang comme
on en aurait dans le cas du SM.

Les champs vectoriels que nous venons de définir sont invariants sous les transformations de
jauge SU(2),, mais se transforment comme un triplet (représentation adjointe) de la symétrie
SU(2), 3 (qui est en réalité globale, mais dont nous avons étendu les transformations au groupe
local pour définir la fonctionnelle génératrice, voir section 2.2)

W, — LW,L. (3.39)

Les charges des champs de jauge sont donc écrantées, ce qui est mis en évidence dans cette écriture:
c’est 1a un des aspects du mécanisme de Higgs. Le point important est que ’on peut réécrire tous
les termes du lagrangien en fonction de variables invariantes sous la symétrie SU(2) . En effet, la
définition (3.37) permet d’absorber toutes les occurrences de la matrice ¥ dans le lagrangien Lo:
on obtient en appliquant les redéfinitions des champs & Lo donné par (3.8)

La = =g W)+ L (W) (W) =L W 1) gL p iy pao)
Dans cette écriture, on a utilisé la définition
W, = iS[D,, D)Xt
= DW,—-DW,—ig[W,,W,], (3.41)
avec la définition de la dérivée covariante
DWW, = 0,W,—ig[L,,W,] — L(D,W,)LT. (3.42)

La propriété de transformation pour W, est la suivante

Wy — LW, Lt (3.43)

3. Ceci a donné lieu & I'appellation « transmutation de symétrie » [CS86]. La symétrie SU(2), joue ici le role
de la symétrie custodiale introduite en 1.3.2. La symétrie (globale) sous laquelle les champs vecteurs massifs se
transforment comme un triplet est donc distincte de la symétrie de Yang-Mills [EB64, Eli75, O’'R98, Cha98].
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L’examen de l'expression (3.40) du lagrangien Lo permet de reconnaitre que 'on a affaire & un
champ de Yang-Mills massif. On pose pour cela les sources égales & zéro 4, ce qui donne
1 . v ow . y
£2|Lz:0 - 73 ((0uWy = 0W, —1g[Wy, W) (OFWY = O"WH —ig W, W"]))
+ M2(W,WH), (3.44)

moyennant l'identification

a2 = £8 o(p?). (3.45)

Dans cette derniére équation, le comptage chiral nécessaire a la cohérence du développement (voir
section 2.4.2.1) apparait automatiquement. Ceci est d au fait que la masse n’est pas introduite
a la main, mais via le mécanisme de Higgs: la structure de Yang-Mills garantit que cette masse
n’obtiendra que des renormalisations en puissances de g (voir & ce sujet la discussion des divergences
quartiques dans 'annexe D.3). L’équation (3.45) est cruciale pour la LEET: on ne pourra étudier
une théorie de Yang-Mills massive dans ce cadre que si la masse est petite devant 1’échelle de la
nouvelle physique, permettant de considérer cette masse comme paramétre de développement.
Cette équation illustre également que la cohérence de la LEET demande de plus de considérer des
impulsions du méme ordre de grandeur que la masse des bosons vecteurs.

Notons que les coefficients des deux derniers termes de (3.40) sont fixés (voir & ce sujet 'annexe
D.1). Les équations de mouvement classiques obtenues avec (3.40) s’écrivent

D WH + M2W" + é D,LM = 0, (3.46)

avec la définition de la dérivée D, pour un objet X dans la représentation adjointe de SU(2),
DX = 0, X —-i[gW,+ L, X]. (3.47)

Précisons que si 'on extrait 'expression des courants J;" en terme de ces variables, on obtient les
identités champ-courant usuelles [Sak69, CS86]

2
Jok = % - —M7Wa“+(’)(p2). (3.48)
#lrt—o

On peut vérifier explicitement, utilisant les équations de mouvement (3.46) que ce courant est
effectivement conservé

aMJg“}ngo = 0. (3.49)

On peut réécrire le lagrangien effectif tout entier en termes de ces variables invariantes sous SU(2) p,
soit en substituant directement dans les expressions données en 3.1, soit en utilisant les régles
déduites & 'annexe D.2 pour écrire directement le lagrangien en termes de ces variables. Le point
important est que le lagrangien effectif, réécrit en termes des variables W,,, ne dépend plus de la
matrice ¥ °) on peut donc effectuer I'intégrale fonctionnelle sur les champs de Goldstone, résultant
en un facteur multiplicatif constant. Finalement, on voit que la fonctionnelle génératrice (3.2)
s’écrit

oL — /d[Wﬁ]ei,fdwﬁéT[Lﬁ:WffL (3.50)

4. Les sources Rj, nous ont servi d’outil technique pour introduire le couplage des champs de Yang-Mills aux
courants conservés. En revanche, les sources L‘ZL restent en tant que sources pour extraire les fonctions de Green des
courants J;* de la théorie sous-jacente. Ces fonctions de Green feront intervenir '’échange de bosons W massifs,
étant donnée ’identité champ-courant (3.48). Cependant, si 'on souhaite uniquement étudier les fonctions de Green
des champs W, et non le lien avec la théorie sous-jacente, on peut introduire une source couplant directement aux
champs W;.

5. En présence d’anomalies, ceci nécessite un étude détaillée, qui sera présentée au chapitre 6.
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ou Llg est juste la réécriture du lagrangien effectif en terme des nouvelles variables, selon

il LS, Wi = Leg[¥, LY, G . (3.51)

3.2.2 Opérateur des fluctuations quadratiques
Afin de calculer les contributions & une boucle dues & £, on décompose le champ W,, selon

W, = W,+A,, (3.52)

en un champ de fond classique W, vérifiant les équations d’Euler-Lagrange (3.46) et une fluctuation
quantique A,. On considére alors le terme quadratique en A, dans Lo, qui va nous permettre
de calculer la contribution & une boucle. Définissant par le symbole ¥ 1’expression obtenue en
remplagant dans une fonctionnelle Y le champ total par le champ classique W, — W,,, par exemple

W = D,W,—D,W,—ig[W,,W,], (3.53)
DX = 0,X —i[Lu+gW,, X], (3.54)

on peut écrire, aprés quelques réarrangements
Ly = (AF{n,, (D Dy+M?) ~D,D,} AY) — 20 (A [g Wy + Ly, A]) + O(A3) . (3.55)
A ce stade, il est commode d’utiliser une écriture en termes de vecteurs & trois composantes pour
les champs, au lieu des matrices 2 x 2 hermitiennes. On définit ainsi la matrice 3 x 3 T2 selon
ab _— : T Tb T abe i1 ¢ c
ry = 2i 55 (gW#—i—LH) = —¢ (gW#—i—LN), (3.56)

ce qui permet de définir la dérivée covariante d,, & partir de

diPAY = (19D,A,)

= 0,AL+T5PAY. (3.57)
Notons que 'on a
[y o)A, = T4 AL, (3.58)
avec
ab : T¢ Tb 7 abe i1 ¢
rab = 2i -5 (GWuw+ L) ) = —e*(gWy+ L), (3.59)
Cette écriture permet d’exprimer le terme quadratique de L5 sous une forme utile pour la suite
L = SALFLU AW+ O(AY), (3.60)
avec
FRE = pk (dPd,+ M?) — d*d, +2T*,. (3.61)
On peut également vérifier certaines identités du type
a b
ab T T _ —
[dp,T]"” = 21<[7,7} (gDme,+Dme,)>. (3.62)

Le résultat de 'intégrale fonctionnelle & une boucle est

/ d[AT] o3/ WAL AT WP @IV @) _ Tenn s (3.63)

ot la trace fonctionnelle est définie par

TrinF = /dx (]:‘:Laa(x) 5(4)(x—y)) (3.64)

y=x
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La trace fonctionnelle sera en général divergente, les divergences ultraviolettes provenant de la
limite de coincidence y — x.

Dans la suite, nous utiliserons la notation F en omettant les indices et la variable . Dans tous
les cas, il faudra lire le placement d’indice de Lorentz suivant

abréviation

Frabgy I E (3.65)

v

3.3 Renormalisation a une boucle

Nous décrivons la procédure de calcul & une boucle ainsi que les résultats, démontrant explicitement
que ces calculs sont faisables « en jauge unitaire », et que la procédure de renormalisation donne
des résultats finis. En effet, étant donné le propagateur pour un champ vectoriel massif, il n’est pas
évident a priori, méme & une boucle, que le nombre de divergences dans la fonctionnelle génératrice
soit fini, ni que ces divergences puissent effectivement étre absorbées dans les opérateurs présent
dans notre lagrangien.

Nous avons vu ci-dessus que le lagrangien & 'ordre O(p?) avec lequel nous allons calculer les
diagrammes & une boucle était identique, une fois écrit en termes des opérateurs invariants sous
la symétrie dynamique, au lagrangien composé des opérateurs de dimension inférieure ou égale
a quatre d’une théorie de Yang-Mills massive. La littérature indique que les calculs & une boucle
effectués avec un tel lagrangien (et donc en jauge unitaire) comportent plus de divergences que le
lagrangien original ne peut en absorber: les fonctions de Green ne sont pas finies. En revanche, les
infinités se compensent lorsque l'on évalue des éléments de la matrice S [Wei7l, APQ72, APQ73,
BP99]. Dans le cas d’une LEET, on doit pouvoir absorber toutes les divergences, puisque tous les
opérateurs permis par la symétrie sont présents. De plus, la formule de comptage de Weinberg nous
dit que les contributions & une boucle de £, seront renormalisées par les opérateurs de £4. Nous
vérifions explicitement cette affirmation, et donnons la valeur des contre-termes nécessaires pour
obtenir des résultats finis. Pour ce faire, nous adaptons la méthode dite du noyau de la chaleur,
utilisée par exemple en xPT [GL84, DGH92] pour obtenir en une expression fermée toutes les
divergences & une boucle.

3.3.1 Meéthode du noyau de la chaleur

En premier lieu, nous nous intéressons au calcul de ’ensemble des divergences & une boucle. Une
procédure « élégante » pour obtenir ces derniéres existe sous la méthode dite du noyau de chaleur
[GL84, Bal89]. Plus précisément, nous utiliserons une adaptation des méthodes de [BV85] & notre
cas. On peut en réalité présenter deux calculs distinct, reposant sur des développements différents.
Nous choisissons ici de présenter la méthode la plus rapide, bien qu’elle soit d’applicabilité res-
treinte, car elle permet de suivre le décompte des polarisations possibles pour un champ vectoriel
massif. Une autre méthode, suivant de plus prés la logique générale de la référence [BV85], est
exposée & 'annexe E.

Le point de départ est I’expression suivante pour le logarithme d’un opérateur (voir annexe E.1),
permettant d’en extraire les singularités a courtes distances par la méthode de Schwinger-DeWitt

“+oo
mF = _/ L gmisr (3.66)
0

avec la modification sous-entendue M2 —s M? —ie pour assurer la convergence de 'intégrale. Des
singularités vont réapparaitre plus tard dans 'intégration sur s. En réalité, nous n’appliquerons
pas directement la formule (3.66) & 'opérateur F lui-méme, mais & des objets dérivés: la difficulté
essentielle réside dans la présence de l'opérateur différentiel d*d,, non-diagonal en les indices de
Minkowski dans I'expression (3.61) de F (opérateur non-minimal). Pour se ramener au cas d’'un
opérateur plus simple (minimal), on remarque, en définissant

dtd,

’Clt/: 77Mu+ M2

(3.67)
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que 'on peut écrire
FLKY, = DL+ M, (3.68)

ou apparait I'opérateur minimal D",

Dt o= 7t (dpdp+M2) +2T7% (3.69)
et un opérateur ne comportant qu’'une dérivée libre
1
MNV == W[dp,Fp“] du. (370)

On va alors déterminer les divergences dans I'expression TrIn F en utilisant la relation

InF = n(D+M)—-Ink. (3.71)

Il se trouve que I'on peut traiter les deux termes du membre de droite. En particulier, le terme In
K se réduisant a la contribution d’un champ scalaire, qui sera donc soustraite & la contribution de
In (D + M), correspondant & quatre polarisations, et ou la structure non-abélienne sera reconnais-
sable.

3.3.1.1 Contribution scalaire

Nous avons dit que la contribution Tr In I correspondait & celle d’'un champ scalaire. Ceci se
démontre en utilisant I'invariance de la trace fonctionnelle sous les permutations circulaires [Bal89]

Trnk = i El_MlQ): (v (dvd,)" " d, )

n=1

_ - (_1)” o n
= ; e Tr((dvd,)")

= Trln(drd,+M?), (3.72)

ou toutes les égalités sont valables & des constantes infinies prés. On reconnait I'expression de
I'intégrale & une boucle pour un triplet de champs scalaires (d,, est une matrice 3 x 3 dans ’espace
d’isospin) dans la derniére ligne de (3.72). Cette contribution se calcule donc suivant les méthodes
usuelles dans ce domaine. Nous décrivons rapidement les étapes, car nous aurons besoin de leurs
généralisations dans la suite.

L’idée est de partir de l'opérateur d’Alembertien 92, qui gouverne les propriétés & courtes
distances de d?d,+ M?. On a en effet, notant z=z —y

(-d2) e

— e E, 3.73
(47 s)/? (3.73)

e—i582 5(d)(2) —

Dans (3.73), on voit apparaitre explicitement la dimension d’espace-temps d. A l'aide de cette écri-
ture, les difficultés & courtes distances z —» 0 seront transférées en divergences pour l'intégration
en s — 0. Extrayant la contribution provenant du d’Alembertien, dominante & courtes distances,
on écrit pour opérateur entier [Sch51, GL84]

ja-d/2) 2

o is(dPdy+ M) §D(z) = —e T Q(s, 2), (3.74)
(4ms)?

ou la fonction (s, z) est développée en puissances de s selon
Qs,2) = > (—is) " an(2). (3.75)
n=0

Comparant la définition (3.74) & la relation (3.73), on a
ao(0) = 1. (3.76)
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En réalité, les coeflicients a,,(2) sont des matrices 3 x 3 dans I'espace d’isospin, mais nous n’écrivons
pas explicitement les indices correspondants. Injectant le développement (3.75) dans Iécriture
(3.66), on voit que U'intégrale sur s est effectivement divergente en s = 0: le degré de divergence
dépend de la dimension d’espace-temps. Nous utiliserons donc une forme de régularisation dimen-
sionnelle, qui consiste & utiliser librement l'intégration par partie dans les intégrales sur s en
omettant les termes de bords (voir I'annexe E.3) [Col84, BV85]. De I’expression pour le logarithme
d’un opérateur (3.66), on déduit

2\ s(d) i(l /2) ds —iLz
In(drd,+ M?)6'9(z) = — TSCE / @ e 1 Q(s,z2). (3.77)
0

Les termes générant des poles en d =4 dans cette équation sont les suivants

(2-d/2)

i .
- §Tr In(d’d,+ M?) N > (4 T / / d/2+1) (ao(0) —isai(0) —s*as(0)). (3.78)

Il nous faut donc évaluer les coefficients an(z) dans la limite de coincidence z = 0. Pour cela,
on remarque, dérivant I’équation définissante de €)(s, z), que cette fonction vérifie une équation
différentielle de type Schrédinger ou bien de la propagation de la chaleur, dans laquelle la variable
s joue le role du temps (d’ou le nom de temps propre pour s et noyau de la chaleur pour 'ensemble
de la méthode)

0 1

i <§+§z“dﬂ>9(s,z) = (drd,+M?)Q(s, 2). (3.79)
Injectant le développement en puissances de s de (s, z) (3.75) dans cette équation, on obtient les
relations de récurrence suivantes

ztdya0(z) = 0, (3.80)
(n+1)+ztdy)ans1(z) = (dPd,+M?)an(2) pour n=0. (3.81)
Par application répétée de ces relations dans le cas z =0 avec la condition limite (3.76), on trouve
a1(0) = M2, (3.82)
1 v
az(0) = 0] L v 4= 5 M4 (3.83)

Le seul terme qui ne soit pas une constante dans ’expression des divergences (3.78) est donc celui
contenant a(0). Par ailleurs, seule cette intégrale produit un péle en d =4 avec la régularisation

employée (voir section E.3). On trouve ainsi
1 ) = T ;w
3 TrIn(drd, + M?) N Bi62d—1 da (T, TH) . (3.84)

La trace dans le membre de droite est prise dans ’espace des matrices 3 x 3. Il restera alors &
exprimer ce résultat dans la notation originale en termes de matrices 2 x 2. Cependant, nous devons
tout d’abord calculer la contribution aux divergences due & l'opérateur D + M.

3.3.1.2 Contribution vectorielle

On écrit le développement de In(D + M) en puissances de M

In(D+M) = lnD—Fi i

n=1

(MD~H". (3.85)

Définissant les matrices M,,, qui portent en réalité des indices de Minkowski en plus de leurs indices
d’isospin, selon

My = M, (3.86)
Mpy1 = MM, +[D, M,) pour n>1, (3.87)
on peut écrire
_ S (_1)7171 —-n
In(D+M) = nD+ ) — M, D" (3.88)

n=1
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Ce développement est utile car nous avons besoin de considérer uniquement les termes jusqu’a
n=4 pour extraire les divergences, comme nous le verrons. Pour exploiter (3.88), il nous faut non
seulement une expression pour le logarithme de 'opérateur D, mais également pour ses puissances
inverse, qui sont données en E.1 selon

“+ oo

_ i ; 2
DM = L __ [ dssnle #P(MY) 3.89

0
Pour déterminer le premier terme de (3.85) et également pour tous les autres, il nous faudra utiliser
la généralisation de la fonction (s, z) en une matrice Q, (s, z) portant des indices de Minkowski

j(A=d/2) .2

(e—iS”(MQ))” §@(z) = e QR (s, 7). (3.90)
v (4ms)2
Dans ce cas également, les coefficients du développement
Oh(s,2) = Y (—is)"al,(2), (3.91)
n=0

vont étre déterminés en utilisant les relations de récurrence, qui sont ici
zZhdyal(z) = 0, (3.92)
(n+1)+2z"dy)ak 1, (2) = D', (M?)a],(2) pour n>=0. (3.93)

La condition pour le premier coefficient étant cette fois
af,(0) = n'y. (3.94)

En réalité, on aura également besoin de connaitre la valeur de certaines expressions impliquant
des dérivées d,, agissant sur ces coefficients, toujours dans la limite de coincidence. Les expressions
nécessaires sont données 3 'annexe E.2. On trouve les contributions suivantes: pour i/2 Tr In D,
Pexpression est identique au membre de droite de (3.78), excepté que les coefficients apparaissant
portent des indices de Minkowski a’ ,(0), et que le signe global est opposé. D’apres les valeurs

np
données en E.2, on trouve

i 5 1 1

2 - 2_- - pv

2TrlnD " 3162 d—4/ dz (T, TH) . (3.95)

En reéalité le facteur 5/3 provient d’une contribution d/12 du premier terme dans (E.20), qui est
lanalogue du premier terme dans l’expression (3.83) de az(0), mais avec une somme sur les indices
de Minkowski, et d’une contribution — 2 du dernier terme de la méme équation, qui provient
purement de la structure non-abélienne.

Comme les calculs sont assez fastidieux, nous reléguons une description de la contribution des
termes M,, D~" pour n <4 a 'annexe E.4.

3.3.1.3 Divergences a une boucle

Le résultat final est que le pole en d =4 de la contribution & une boucle & la fonctionnelle génératrice
est donné par

i 11
§Trln.7:div = _16n2_d—4/dx
< 17w D) = s (45 TP Ty
4 i ]_2M2 P sLop
_L 1
a 24 M4 <[d“’ [dpjrpu]] [dN’ [dgarou]p - 6 M4 <[dp’I‘PM] [dmrgy] F;w>
1
~ g (e D7) [do, T2 [dy, [d7. D))
—1 ov T
- 96 M3 ([dp, LP¥] [do, T7]) <[d s Tl [dAaFAuD
1

o375 (4o D71 47, D) ([T, D) [dr, T)) | (3.96)
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Une remarque est nécessaire concernant cette expression: 'apparition de puissances inverses de M
est directement liée au terme p, p,/M 2 du propagateur pour le champ vectoriel massif. Chaque
puissance de M contenant une puissance de g, il semblerait donc que ’expression soit singuliére
dans la limite g — 0. Ceci étant dit, chaque courbure I',,,, contient les sources L, mais également
les champs classiques W, accompagnés d'une puissance de g. Il faut donc utiliser les équations
de mouvement (3.46) pour mettre le résultat (3.96) sous la forme des termes indépendants du
lagrangien effectif L.g. Pour arriver & cela, il faut également revenir & l’écriture en termes de
matrices 2 X 2. Lorsque ceci est fait, on trouve

i _ 1 1 43 20h@ 17 2@
g TnF| = 16n2d—4/dx{3 9O 5 970
L o®
+ ﬁg(’)l
1 @ 5,4 1 @ 1 54
+ Eco;)—g(og)—ﬁ@g)—g@g)}. (3.97)

On vérifie donc explicitement que toutes les divergences prennent la forme de termes présents dans
le lagrangien. Employant la méme définition que précédemment pour A

,ud_4 1 1
A = 62 (m—§(1n4n—’y+1)), (3.98)

on définit les constantes nues en fonction des constantes renormalisées selon

an2 = ap o(p) +an X, (3.99)
bn = b (i) + Bu X, (3.100)
0 = Cpolk)+ A, (3.101)
avec
ap = —4—;, (3.102)
ay = —%, (3.103)
B = —1—12, (3.104)
M= —1—12, (3.105)
V3 = %, (3.106)
V5 = %, (3.107)
Y6 = %, (3.108)

(2 ainsi que tous les autres coefficients ~,, étant nuls. Alors, on définit le lagrangien effectif renor-
malisé L{g comme le lagrangien effectif, mais avec les constantes renormalisées apparaissant dans
le membre de droite de (3.99-3.101), au lieu des constantes nues du membre de gauche. Dénotant
par i/2TrIn F|, . (u) la partie finie des diagrammes évalués en régularisation dimensionnelle avec
I’échelle p, on aura

%Trln]—'—k/dxﬁeff = +%Tr1n]—'

ﬁnie(u) +/ da Log(p). (3.109)

Nous vérifions explicitement & la section 3.3.2 que les fonctions & deux points sont effectivement
finies avec ces renormalisations.
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3.3.2 Fonction a deux points des courants de Noether

On effectue le calcul du terme quadratique en sources dans la fonctionnelle génératrice I'[L{}], en
régularisation dimensionnelle. A nouveau, nous utilisons comme variable les champs invariants sous
la symétrie SU(2) ,: les champs W . Les techniques de calcul pour les diagrammes a une boucle
étant connues, nous donnons uniquement les résultats et commentons quelques points spécifiques
aux LEETs. A titre de vérification, ces calculs ont également été effectués sur ordinateur, en les
programmant en langage FORM [Ver00].

Les calculs sont effectués a I'ordre (’)(p4), c’est & dire en tenant compte des contributions & une
boucle avec les termes du lagrangien O(p?) et en arbres pour les termes de Lo, L3 et L. Avec les
renormalisations données en (3.102-3.105), le résultat est fini, est indépendant de I’échelle . On
peut écrire la fonction a deux points des courants J;* sous la forme

i / dzeiP® (0| TJE (x) JL(0))0) = (P — pp)

Mg 1 )
x 7= —— + +0(p?), 3.110
{ZMh i)} o0, eao
ou f est une fonction d’ordre O(p°). Afin d’expliciter cette écriture, quelques définitions sont en
ordre: nous utilisons les conventions de [GL84]. Les définitions sont les suivantes. La fonction a
deux points J(p?) est donnée par

. d%% 1 1
() = /(%)d I G (3.111)

La fonction & deux points renormalisée est définie par
J(p*) = J(»*)—J(0). (3.112)

Egalement, de fagon & faire apparaitre explicitement les poles, nous définissons

; _ J@?) = I(m?) — (p° —m?) J'(m?)

J (m?,p?) ) : (3.113)

ou J' est la dérivée de la fonction J. Les fonctions J ne présentent donc pas de péles.
Avec ces notations, la masse physique My est définie par

Miy

S 1+g(—ai,1+asz1)

1
+ g% ali—ai1a2,1 —al o(p) +abo(p) + 5 CQ,O>

23 M? 61 33—
2( =2 ital R N Bt 2
+ 9 < 64n21n('u2> 992 1 J (M )). (3.114)

Le facteur Z est donné par

Z = 1+g(a1,1—2b1)0)

r - 85 M?
+ ¢ (b%,o +aia(p) —2b11(p) + 1922 In (7))

+ g (53212 —%7(M2)+375’M2J’(M2)>. (3.115)

La fonction f ne contient pas de péle, et est donnée par
1 1 M? 25 11
2 _ 2 r ) )
f(p ) = b1,0+§cl,0(ﬂ)+mln<7> +W_7M JI(M )
1
12

72)+ 002 (2 (17 0.0 =5 T2 ) + T 22T 0202 ). (@16)
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Ces expressions sont finies (et indépendantes d’échelles): les termes proportionnels a A (2.88)
dus aux intégrales de boucles, et les facteurs de A entrant dans les définitions (3.99-3.101) se
compensent.

Notons que cette renormalisation procéde différemment du cas des théories renormalisables
usuelles: la constante g n’est pas renormalisée, mais les constantes ay,, b, ¢, le sont. De plus, avec
lécriture adoptée, la masse M? n’est pas directement renormalisée: le rapport My /M est fini.
En revanche, c’est la constante de basse énergie as apparaissant devant le terme de masse qui est
renormalisée. On peut vérifier dans les expressions (3.114-3.115) que la fonction & deux points
est indépendante de ’échelle p. Ceci montre explicitement que 1'on peut exprimer des quantités
physiques, telles que la masse My, en fonction des paramétres du lagrangien. La masse s’écrit
comme un développement en puissances de g. Nous obtenons que les premiéres corrections & la
masse carrée sont d’ordre g>: ces corrections peuvent sembler importantes a priori, mais on ne
s’attend pas & ce que les constantes a1,; et ag 1 soient d’ordre unité, mais plutot d’ordre f/A,
d’aprés la discussion précédant (2.96).

Nous avons ici travaillé en régularisation dimensionnelle, évitant la question des divergences en
puissances. Pour une discussion auxiliaire liée & ’annulation des divergences quartiques due & la
structure de jauge, voir section D.3.

3.4 Résumé

Dans ce chapitre, nous avons considéré la théorie effective & basse énergie décrivant les interactions
des trois GBs résultant de la brisure de symétrie SU(2), x SU(2) , avec une théorie de Yang-Mills
SU(2). Les GBs décrivent la dynamique & basse énergie d’une théorie présentant cette brisure, du
moment que les autres modes produits seront plus massifs. La différence entre les modeéles inter-
viendra au niveau de la valeur des constantes de basse énergie apparaissant devant les opérateurs
du lagrangien effectif.

Le couplage des champs de jauge aux courants conservés du secteur produisant les GBs est
introduit directement, en identifiant le groupe de transformation SU(2) , au groupe de Yang-Mils
SU(2). On construit alors le lagrangien effectif, qui contient tous les termes invariants sous les
symétries du probléme. Ces termes sont ordonnés sous forme d’un développement & basse énergie,
selon les régles de comptages décrites au chapitre 2, permettant en principe un développement en
boucles.

Un des objectifs de ce chapitre était de démontrer explicitement le fonctionnement de la procé-
dure de renormalisation 4 une boucle dans le cas d’une théorie de Yang-Mills subissant le mécanisme
de Higgs, et de présenter une premiére application. Pour ce faire, nous avons choisi de travailler
avec des variables invariantes de jauge (sous la symétrie dynamique SU(2),). Ceci entraine que
seuls les champs physiques apparaissent encore dans le lagrangien, d’ou 'utilisation abusive de
lexpression « jauge unitaire ». La procédure de renormalisation & une boucle est effectuée avec
ces variables: on utilise les méthodes du noyau de la chaleur pour obtenir toutes les divergences 4
une boucle dans une expression fermée. Ceci démontre que le calcul de la fonctionnelle génératrice
a une boucle dans la jauge unitaire génére un nombre fini de divergences. De plus, ces derniéres
peuvent effectivement étre absorbées dans les constantes du lagrangien (’)(p4), comme prévu par le
comptage de puissance. Nous donnons des détails sur la méthode du noyau de la chaleur, adaptée
a notre cas d’'un champ de Yang-Mills non-abélien et massif & I’annexe E.

Nous avons ainsi étudié le couplage de champs de jauge SU(2) & un triplet de GBs résultant
de la brisure SU(2) x SU(2) — SU(2), utilisant le comptage de puissance introduit au chapitre
2. Nous avons également explicitement vérifié la cohérence du développement & une boucle. Il ne
semble donc pas y avoir de difficultés quant & la cohérence théorique d’'une LEET pour la brisure
d’une théorie de Yang-Mills SU(2) x U(1) vers U(1) sans Higgs physique, y compris concernant le
calcul en jauge unitaire. Nous verrons cependant & la section 5.1 que, dans une telle application,
on rencontrerait d’autres difficultés, d’ordre phénoménologique: le couplage direct des GBs aux
champs de Yang-Mills, ainsi qu’aux fermions qui leur sont couplés permettrait des termes & 'ordre
(’)(pg) qui ne sont pas observés expérimentalement & ce niveau de précision (ils correspondent &
des opérateurs irrelevants dans le cas du SM, voir section 1.6.2).
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Ceci nous incite & trouver un autre moyen pour introduire le couplage entre les GBs et les
champs de jauge. Comme premiére application de cette idée, nous nous intéressons aux modéles
moose, décrits & 'annexe F. Nous en introduisons un formalisme utilisant des spurions pour
introduire les couplages au chapitre 4. La solution que nous proposons sera ensuite appliquée au
cas de TEWSB au chapitre 5.






Chapitre 4

Bosons de Goldstone, résonances vecto-
rielles et régles de somme de Weinberg

Dans ce chapitre, nous poursuivons notre investigation de l'interaction entre champs de jauge
et GBs: nous reconsidérons l'introduction des couplages entre les uns et les autres, procédant
difféeremment des sections 2.4.2.1 et 3.1.1. Nous aurons recours & une plus grande symétrie sous
laquelle les transformation des GBs et celles des champs de Yang-Mills sont indépendantes. Nous
introduisons en effet des champs se transformant & la fois sous les symétries de jauge et sous les
transformations chirales agissant sur les GBs. En revanche, 'intégrale fonctionnelle ne porte pas
sur ces champs: ce sont des spurions. On requiert également que les spurions satisfassent & la
contrainte de covariance constante: ceci permet de décrire la réduction de symétrie correspondant
a l'introduction du couplage des GBs aux champs de jauge. La contrainte de constance covariante
réduit 'espace des configurations admises pour les connexions. De plus, aprés résolution des con-
traintes, on constate que les spurions se réduisent & des constantes: celles-ci serviront de parameétres
de développement.

Appliqué au modeéles mooses, qui consistent en un enchainement de théories de jauges et de
modeles sigma non-linéaires interagissant les uns avec les autres (voir 'annexe F), le développement
en puissance des spurions permet une classification des opérateurs du lagrangien effectif, distin-
guant entre les termes d’un méme ordre du développement en puissances des impulsions. La régle
générale est la suivante: les interactions entre objets distants le long de la chaine que constitue le
moose sont reléguées aux ordres supérieurs dans ce développement. A l'ordre le plus bas dans le
développement chiral et dans le développement en puissances des spurions, on obtient ainsi le méme
lagrangien que celui postulé dans ’hypothése de déconstruction dimensionnelle (voir 'annexe F.3):
il ne contient pas de termes « non-locaux » dans la cinquiéme dimension définie par la chaine du
moose.

L’interprétation des conséquences physiques de ’absence de tels termes nécessite un nouveau
détour par le domaine de la QCD & basse énergie. On remarque en effet que I’extension de la xPT
vers les plus hautes énergies, incluant explicitement les résonances vectorielles les plus légéres dans
le lagrangien effectif contenant tous les termes permis par la symétrie chirale [Mei88, EGLT89], ne
reproduit pas automatiquement les deux deux regles de somme de Weinberg ( Weinberg sum rules
ou WSRs) [Wei67b] ! déduites de la QCD. Notons que ces WSRs ne sont pas uniquement liées a la
symétrie chirale, mais également aux propriétés a courtes distances de la QCD (voir annexe G.1).
On doit donc imposer & la théorie effective de reproduire les WSRs, ce qui nécessite d’interdire
certaines interactions.

Le moose linéaire ouvert fournit une extension particuliére de la xPT, incluant des résonances
vectorielles comme degrés de liberté dynamiques dans la LEET: comme déja discuté & la sec-
tion 2.4.2.1 abordant les extensions de la xPT, les champs vectoriels (massifs) doivent alors étre
introduits comme champs de jauge afin que leurs masses soient protégées. Si les interactions cor-
respondant & des termes non-locaux le long du moose sont éliminées, on obtient a ’approximation
des arbres [SS03] les deux WSRs, correspondant 4 un comportement plus doux & haute énergie que
celui naivement attendu.

1. Au sujet des WSRs en xPT et ses extensions, on pourra consulter I’annexe G.
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Dans ce chapitre, nous proposons une approche basée sur les symétries, en relation avec 'idée
de naturalité [tH79a], et non sur une référence aux théories a cingq dimensions et a la localité dans
la dimension supplémentaire. Le cadre des mooses et du développement en puissances de spurions
permet ainsi de rejeter aux ordres supérieurs les interactions engendrant des corrections aux WSRs.
De plus, nous montrerons & la section 4.2.1 qu'un moose & K sites donne & l'ordre dominant du
développement approprié, K régles de somme généralisant ces deux WSRs 2. Nous discutons leur
lien avec le schéma de brisure de la symétrie chirale.

4.1 Spurions et mooses

Dans cette section, nous présentons le développement simultané en puissances des impulsions et
des spurions, appliqué aux mooses linéaires ouverts. Partant du cas ou les GBs et les champs de
jauge n’interagissent pas, on introduit leurs couplages via la contrainte de covariance constante
appliquée aux spurions. En I'absence des spurions, les GBs et les champs de jauge n’interagissent
plus, le groupe de symétrie du lagrangien est alors plus grand. Par conséquent, un développement
autour de ce point est possible, les corrections radiatives aux petits paramétres étant elle-mémes
faibles. Les paramétres de la théorie sous-jacente n’auront donc pas & étre ajustés finement pour
obtenir de telles valeurs des paramétres de la théorie effective.

Afin de distinguer la situation dans laquelle le moose est disjoint de celle ou les constantes de
couplage de jauge sont nulles, on est contraint d’introduire des nouveaux parameétres de développe-
ment. Ceux-ci vont provenir des spurions, lesquels rendent le lagrangien effectif invariant sous une
symétrie plus grande sous laquelle les transformations des GBs et celles des champs de jauge sont
indépendantes. Ceci nous donne la loi de transformation des spurions. La contrainte de constance
covariante appliquée aux spurions implique une relation entre les transformations de jauge et
celles des GBs. De plus, chaque spurion se réduit alors & une constante, qui sert de paramétre de
développement.

Notons que les spurions on été employés & maintes reprises par le passé: pour introduire en
XPT la brisure explicite de symétrie due aux masses des quarks [Wei79c, GL84], pour introduire le
couplage électromagnétique des quarks dans cette méme xPT [EGPdR&9, Ure95] et pour 1'étude
des masses radiatives des PGBs [Mou97]. Dans toutes ces applications aux LEETS, les spurions
sont utilisés comme parameétres de développement. D’autre part, des spurions ont également été
utilisés dans le seul but de compter formellement les occurrences des constantes de couplages dans
les mooses fermés [AHCGO1b]. Le but était de déterminer 'ordre auquel les corrections radiatives
aux masses des PGBs apparaissent, supposant que 1’on s’est débarrassé des termes indésirables
(les termes non-locaux). Ces spurions sont ensuite posés égaux & un, et ne peuvent donc pas
servir de paramétres de développement. Les spurions que nous utilisons ici sont apparentés au
premier cas: ils seront utilisés comme paramétres de développement. L’emploi de la contrainte de
constance covariante est en revanche nouveau dans ce cadre, et nous détaillons donc les étapes
correspondantes.

4.1.1 GBs et champs de jauge

Nous considérons K + 1 triplets de GBs, décrivant chacun la brisure spontanée SU(2) x SU(2) —
SU(2). Indépendamment de ces GBS, nous incluons K théories de Yang-Mills SU(2). Nous
décrivons le cas général, laissant K libre. En revanche, les schémas résumant les propriétés de
transformations des champs, comme par exemple la figure 4.1, représentent le cas K =2.

2. Depuis que nous avons publié ce travail dans [HS04b], d’autres auteurs ont également retrouvé ce résultat
concernant les régles de somme de Weinberg [CKTO04]. Par ailleurs, nous nous intéressons particuliérement a la
formulation du développement en termes de spurions, qui n’apparait pas dans [CKT04].
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z:O,l
Ly —»— R @ L —»— Ro @ Ly —»— Rs3
Y12 o3

Figure 4.1. Trois triplets de GBs et deux théories de Yang-Mills.

Les trois modeéles sigma non-linéaires sont représentés par des fleches joignant des carrés: ceci
représente par exemple le fait que la matrices 3¢ ; € SU(2) décrivant un triplet de GBs se transforme
selon

Yo,1 — Lo 20,1RI, (4.1)

avec (Lo, R1) € SU(2) x SU(2). Les groupes de jauge sont représentés par des cercles: le cercle
étiqueté par G signifie que le champ de jauge hermitien G, se transforme selon

Gi, — GGy, Gl +é G10,G1, (4.2)

avec G1 € SU(2). Notons que le placement des différents éléments de la figure n’a pas d’importance
a ce stade.

L’ensemble des cinq théories indépendantes que nous venons de décrire est invariant, pour K
générique, sous le groupe

K K
Snavwret, k. = [ [ SU@)g, x [ SU@),, xSU@)g, ., (4.3)
1=1 k=0
sous lequel les champs se transforment selon
Ykokt1 —> LpXg p41 RZ@H’ pour k=0, K, (4.4)
Crop — GkaMGLJréGkaNG,Z, pour k=1, K. (4.5)

Reprenant la méthode présentée & la section 2.2 pour construire la fonctionnelle génératrice des
courants de symétrie, on considére une version locale des transformations Ly, Ry en introduisant
les sources correspondantes. Le lagrangien effectif doit alors étre invariant lorsque, simultanément
aux transformations des GBs (4.4), on transforme les sources Ly, Ry, selon

Liy — LpLp,Li+iLy0,L),
Riu — RipRi,RI+iRyO.RL. (4.7)
On introduit donc les dérivées covariantes suivantes
D,uzk,k+1 = auzk,lﬁ.l—iLk#Ek’k+1+iZk’k+1Rk+1#, pour kZO,---,K. (4.8)

Le lagrangien effectif contiendra tous les termes invariants sous le groupe de symétrie Shaturel, K
(4.3). D’aprés 'étude du chapitre 2, le comptage de puissance approprié pour le développement &
basse énergie est le suivant (les fj sont les constantes de désintégration des GBs)

fr = O0(p?), (4.9)
Srrs1 = O(P°), (4.10)
g = O(p'), (4.11)

Grp = O(p?), (4.12)
Liw, Riy = O(pY). (4.13)

Le lagrangien O(p?) le plus général invariant sous Snaturel, & €st

K K
1 1 ,
Ly = Z};} ? <Dp2k,k+1 D#E,J27k+1> —5; (Gruw G, (4.14)
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ol 'on a noté

Gk#” = 8#Gk#—8qu#—igk[Gk#,Gku], pour k=1,..., K. (4.15)

4.1.2 Introduction des couplages le long de la chaine

Le lagrangien (4.14) ne contient pas d’interactions entre les différents éléments de la figure 4.1.
Pour introduire les couplages entre les GBs et les champs de jauge, nous n’introduisons pas de
nouveaux termes, mais restreignons les champs a 1’aide de contraintes.

4.1.2.1 Spurions réels

On considére les champs spurioniques suivants: pour k=1,---, K, on introduit des matrices 2 x 2
dénotées par X, Y. Ces matrices sont supposées satisfaire 4 une condition de réalité

Xie = Xy, pour k=1,...,.K, (4.16)
Yie = Yy, pour k=1,... K, (4.17)
ou le conjugué d’une matrice 2 x 2 a été défini comme en (1.80) selon
X, = 72X*72. (4.18)
Précisons dés maintenant que l'on appliquera le comptage suivant aux spurions

XYy = O(e), pour k=1,...,. K, (4.19)

ol € est un petit parameétre 3, dont le comptage est a priori indépendant de celui en puissances de
p. La possibilité de considérer les spurions comme paramétres de développement est garantie par
le fait que le cas e =0 correspond & recouvrer la symétrie Shaturel, K-

Les propriétés de transformation des spurions sont

Xy — Ry XpG}, pour k=1,.. K, (4.20)
Vi — GpYiLl, pour k=1,.., K. (4.21)

Les conditions de réalité (4.16-4.17) sont bien compatibles avec les transformations (4.20-4.21).
Ce point, ainsi que la condition de réalité elle-méme, est particulier au groupe SU(2). Les lois de
transformations des spurions sont représentées a la figure 4.2 (comparer avec la figure 4.1). On
reconnait bien le fait que les spurions relient les transformations de jauge avec celles des GBs.

Yo,1
Lo —»— Ry po ope{ L; ——] Ry }o opey{ Lo —— Rj3
Xy Y, Y12 Xo Yo Y23

Figure 4.2. Introduction des spurions dans la théorie effective du moose déconnecté décrite a la section 4.1.1.

On impose la contrainte de covariance constante suivante aux spurions 4

D,X, = 0, pour k=1,....K, (4.22)
DY, = 0, pour k=1,....K, (4.23)
ou l'expression explicite des dérivées covariantes est la suivante, d’apres (4.20-4.21)
D, Xy = 0, X, — 1Rk, Xi+igr X Grp s (4.24)
D,qu = 8#Yk—igk Gkqu‘f’iYkLk,u- (425)

3. Nous considérons le cas le plus simple, dans lequel tous les spurions sont sujets au méme comptage. Ceci
n’est pas une nécessité absolue pour la cohérence du développement.

4. Bien que l’on puisse envisager d’introduire cette contrainte via des multiplicateurs de Lagrange, nous préférons
ici procéder de la maniére la plus simple possible.
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Pour résoudre les contraintes (4.22-4.23), nous choisirons une jauge, que nous appellerons jauge
standard, dans laquelle les spurions peuvent étre écrits comme des matrices constantes propor-
tionnelles & 'unité (la notation = signifie que 1’égalité est écrite dans cette jauge particuliére, en
injectant la solution des contraintes)

X "= &rlaxoe, (4.26)

Ve "2 meloxe. (4.27)

»

Les constantes {, ny seront alors des parameétres de développement, d’aprés (4.19)
ey = O(e), pour k=1,....K. (4.28)

D’autre part, dans la jauge, ou (4.26-4.27) sont valables, on trouvera que les sources et les champs
de jauge sont identifiés

Rj;, I 9k Gy s pour a=1,2,3, (4.29)

®

Lt = gGe..  pour a=1,2,3, (4.30)

ce qui est bien le résultat désiré, résumé par le tableau 4.1.

SU(2)g, x SU(2)g, x SU2),

~ S

Y

X, Yy
il

Ry+Gr+Lg

SU(2)

Tableau 4.1. réduction de symétrie due aux spurions Xy, et Yj,.

La différence avec les sections 2.4.2.1, 3.1.1 et 5.1, ainsi que I'annexe F, est que les autres
interactions des champs de jauge avec les GBs seront supprimées par des puissances des spurions.

Démonstration
On remarque tout d’abord que les conditions de réalité (4.16-4.17) équivalent & la possibilité
d’écrire
X = & Uy, pour k=1,... K, (4.31)
Yi = me Vi, pour k=1,...,.K, (4.32)
ou &, i, sont des fonctions réelles, et Uy, et V), appartiennent & SU(2). Les fonctions & et 7 sont

invariantes sous les transformations. Comme les contraintes impliquent, indépendamment de la
jauge

DH(X;CX,Z) = a#(Xng) =0, (4.33)

on peut montrer que
0uék = 0, (4.34)

et de méme pour Yj
Ok = 0. (4.35)

Nous démontrons & présent les affirmations (4.26-4.30). A cet effet, nous utilisons une transforma-
tion SU(2), avec le parametre suivant

Ry, = U}l (4.36)

Identifiant alors les composantes dans la contrainte (4.22), on obtient ’écriture (4.26), ainsi que le
résultat annoncé en (4.29), qui correspond & la réduction de symétrie décrite au tableau 4.2.
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SU2) g, x SU2)g,

~ /

Y

Xy,

SU2)g, 1a,

Tableau 4.2. Réduction de symétrie due au spurion Xk.

On procéde de la méme maniére pour Y}, appliquant la transformation SU(2) 1, Suivante
Ly = V. (4.37)

Ceci permet de mettre Yy sous la forme (4.27). On obtient également I'identification (4.30), qui
correspond & la réduction de symétrie décrite au tableau 4.3.

SU(2)g, x SU@2)p,

~ /

Y

Yy
!
SU(2)

Gr+Ly

Tableau 4.3. Réduction de symétrie due au spurion Y.

Nous avons ainsi obtenu la solution des contraintes dans une jauge ou les spurions s’écrivent
(4.26-4.27) avec &, ni constantes. Cette jauge est atteinte en appliquant les transformations (4.36)
et (4.37). Dans cette jauge, on trouve que les connexion et les champs de jauge sont identifiés selon
(4.29-4.30). Notons que l'on n’a pas eu a appliquer de transformation SU(2), . Ainsi le champ
de jauge Gy, est libre de toute contrainte. Du groupe de symétrie original Shaturel, K, l€s spurions
sélectionnent le sous-groupe Sreduit, x Suivant

K
Sreauit,x = SU(2), xSU@)p, % [] SU@) ¢4 r4m0 - (4.38)
k=1

puisque la solution explicite des contraintes dans la jauge standard n’est invariante que sous ces
transformations. Seul le sous-groupe suivant

K

denamique,K = H SU(2)Gk’ (439)
k=1

correspond & des champs de Yang-Mills dynamiques: ¢’est le sous-groupe « jaugé ». A ce stade, nous
n’avons pas introduit de spurions se transformant sous Ly ou Ri 41: Lo, et Ri 41, sont des sources
des courants de Noether de la symétrie globale SU(2) < SU(2) Ric,- Nous verrons a la section 4.1.3

que les K champs de jauge correspondant au groupe H?:l SUR) g, 410t

ce qui élimine du spectre K multiplets de GBs via le mécanisme de Higgs. La symétrie globale
SU(2) ., xSU(2) g, , correspond a la symétrie chirale agissant sur le multiplet de GBs restant dans

Ry acquiérent des masses,

le spectre, qui est donné en jauge standard par le produit des matrices Xy ;1 le long de la chaine.

4.1.2.2 Lagrangien O(p?€?)

Le fait d’imposer les contraintes entraine ’identification des transformations Ly et Ry aux transfor-
mations de jauge G. En revanche, les sources correspondantes Ly, et Rg 1, restent des fonctions
classiques dont la fonctionnelle génératrice dépendra explicitement, et qui permettront d’obtenir
les fonctions de Green des courants de Noether de la symétrie globale SU(2), x SU(2) par

Ri 41
application de dérivées fonctionnelles.
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Ceci peut étre représenté diagrammatiquement par le passage de la figure 4.2 & la figure 4.3,
correspondant a la notation usuelle pour les mooses (voir figure F.1 dans l’annexe F). Cette
représentation perd cependant I'information des spurions, lesquels vont jouer un réle essentiel par

la suite.
0.1 Y12 Y23

Figure 4.3. Le diagramme « réduit » correspondant au modéle de la figure 4.2.

Nous introduisons également une nouvelle notation pour les dérivées covariantes lorsque ’'on
injecte la solution (4.26-4.30) des contraintes (4.22-4.23) exprimées dans la jauge standard. On
écrira alors, pour k=1,---, K —1

VX k1 = Duzk7k+1|j. N
= 00Xk k1 — 196 Grp Xk k+1+19k+1 2k, k+1 Grrip, (4.40)
et pour les extrémités du moose

VMEOJ = DMEQJ}J,. .

= 0,30,1—1Lou20,1+191201G1,, (4.41)
VXK k41 = DuZK,KH}j_ .
= 8#21(,[(4_1—igKGK#EK,K_;_l—|—iZK,K+1RK+1#. (442)

Nous pouvons & présent écrire le lagrangien 4 1’ordre dominant dans le développement en impulsions
et en spurions, c’est-a-dire a 1’ordre (’)(p2 eo). En réalité, tous les termes de cet ordre ont déja été
écrits dans l'expression de Lo (4.14): les spurions n’y apparaissent pas explicitement. La différence
est que l'on considére maintenant que les contraintes (4.22-4.23) s’appliquent

K K
1 1 v
L& — 1 > fi <Du2k,k+1DHE};,k+1>_§§ (Gruv GE") - (4.43)
k=0 k=1

La conséquence des contraintes appliquées sur les spurions est plus aisément visualisée dans la jauge
standard. Dans cette jauge, on voit que le lagrangien (4.43), bien qu’il soit formellement identique
a L2 (4.14), contient des interactions entre GBs et champs de jauge. En effet, on a

K K
i.s. 1 1 v
£E0 =2 vi > <vu2k,k+1v“2};,k+l>_§§ (Gruw GE") - (4.44)
k=0 k=1

Dans cette expression, les dérivées V, impliquent les champs dynamiques Gy,,. Les dérivées VX 1
et V, Yk, k41 impliquent également les sources Lo, et Rg 1, qui permettent d’extraire les cou-
rants de Noether de la symétrie SU(2), = x SU(2)RK+1. Ainsi, les contraintes appliquées aux

spurions ont également un effet sur le terme d’ordre le plus bas dans le lagrangien effectif, bien
que celui-ci ne contienne pas explicitement les spurions: les spurions choisissent le sous-groupe
Sreduit, k- Le fait que cet alignement du vide survive dans la limite e — 0 a un analogue en xPT,
ot 'on doit spécifier comment la limite chirale est prise afin de sélectionner la solution appropriée
des équations de mouvement (on considére dans ce cas la limite M =m 12x2 avec m — 0 ou M
est définie en (2.101)).

Le résultat est que nous obtenons & cet ordre le méme lagrangien que sous ’hypothése de la
déconstruction dimensionnelle (voir annexe F). Les autres interactions, en particulier celles qui
seront non-locales, n’apparaitront qu’aux ordres supérieurs en puissance des spurions. Le nombre
de spurions nécessaires pour rendre les termes qui étaient invariants sous Sysduit, x invariants sous
Shaturel, ¥ donne 'ordre en puissance de € auquel ces termes vont apparaitre. Nous discutons &
présent ces termes.
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4.1.2.3 Structure du lagrangien effectif

Nous avons décrit le formalisme des spurions et son utilisation pour la construction du lagrangien.
Nous avons également discuté la solution des contraintes dans la jauge standard, qui permet de
visualiser les interactions. Nous revenons & présent & I’écriture du lagrangien le plus général inva-
riant sous le groupe de symétrie Syequit, x, dans lequel les termes brisant le groupe Shaturel, Kk SONt
ordonnés selon une hiérarchie. Cette hiérarchie est définie par le nombre de spurions nécessaires
pour rétablir I'invariance sous Shaturel, k- En d’autres termes, on construit le lagrangien le plus
général invariant sous Shaturel, x cOntenant des spurions, ordonnant les termes selon les puissances
de spurions. On impose ensuite les contraintes (4.22-4.23) sur les spurions, réduisant la symétrie
a Sréduit, K C Sna‘curel7 K-

Tous les termes invariants sous Spaturel, K doivent donc faire partie du lagrangien effectif. Nous
construisons ces termes & partir de briques élémentaires covariantes sous la symétrie Hszo
SU(2) L, X SU(2) Ryt On peut ensuite également appliquer des dérivées covariantes. Des exemples

de briques élémentaires sont

Skoktt — LiSerr1 Ry, (4.45)
XpVi — RpXpYiL], (4.46)
X3, Gy Yi —> Ry Xy Grpu Y L) . (4.47)

Il nous faut de plus classifier ces termes suivant leur importance dans le lagrangien: ceci se fait selon
le double développement en puissances des impulsions et en puissances des spurions. Une fois ceci
fait, on injecte la solution des contraintes dans la jauge standard pour faire apparaitre le contenu
dynamique des divers termes. On obtient ainsi le lagrangien réduit, impliquant non pas les spurions
Xk, Y mais uniquement leurs reliques &g, 7mx, qui permettent également de comptabiliser les
puissances de € nécessaires. C’est ce lagrangien que 1’on utilisera pour les applications pratiques, le
lagrangien original invariant sous Spaturel, k' Servant en réalité & déterminer les termes apparaissant
a un ordre donné.

Nous avons déja donné en (4.44) Pexpression du lagrangien & I'ordre dominant O(p? €°): ce
sont tous les termes dans lesquels les spurions n’apparaissent pas explicitement, et seulement ceux-
ci. Nous discutons & présent les termes suivants. Les contraintes (4.22-4.23) peuvent directement
étre utilisées pour se débarrasser des termes comportant des dérivées covariantes appliquées aux
spurions: ceci ne nécessite pas de se placer dans une jauge particuliére. Ainsi, tous les termes
apparaissant a 'ordre O(p2 62) s’avérent étre de simples renormalisations des termes O (p2 60). Ceci
est da a la relation

Xp X} = 1oy, (4.48)
ou l'on sait que & est une constante indépendamment de la jauge. Grace & la méme identité, on
peut montrer que les termes (9(p0 el) avec | quelconque sont égaux & des constantes, suite aux
contraintes, mais sans choix de jauge.

A Tordre O(p? €*), on obtient en revanche des termes nouveaux. Nous les écrivons & la fois

dans Iécriture invariante sous Shaturel, k €t dans la jauge standard, pour mieux comprendre leur
contenu dynamique. On trouve les termes suivants, pour k quelconque

<Du2k7k+1 X1 Yir1 DPSkqn k2 Sf 1 ppa Yagr Xi E,i,k+1>
= &1 M <Vu2k7k+1 VHE k11, k42 ELLHQ E£,k+1> , (4.49)
ainsi que

<GkWYk Skk1 X1 GE 1 X4 EI];Jchl Y,J>
= &R yanf (G et GRS ) (4.50)

j

Nous verrons a la section 4.2.3 les conséquences des termes (4.49) et (4.50): ils donnent des corre-
ctions aux WSRs que nous obtiendrons & la section 4.2.1.1.
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Revenant & la question des symeétries et des termes permis dans le lagrangien, rappelons que
le lagrangien réduit (4.44) n’est pas invariant sous la symétrie Shagurel, k', mais uniquement sous le
sous-groupe d’invariance de la solution des contraintes Sigduit, k- 1l n’y a donc pas de raison que les
termes dans le second membre de (4.49) et (4.50) ne soient pas inclus dans le lagrangien effectif: ils
seront en effet requis pour la renormalisation des boucles 5. L’intérét du formalisme des spurions
est de montrer comment ces termes peuvent étre traités de maniére cohérente comme étant d’ordre
supérieur, déterminant sans ambiguités I'ordre auquel ils doivent apparaitre.

4.1.3 Redéfinitions des champs

La théorie effective que nous avons décrite jusqu’a présent est le siége de multiples mécanismes de
Higgs: les K champs de jauge vont obtenir des masses, résultant en la disparition de K triplets de
GBs du spectre. Il restera donc un multiplet de GBs. Nous verrons également qu’a ’ordre (’)(p2 eo),
la matrice de masse résultante pour les bosons vecteurs posséde une structure bien particuliére,
due & la symétrie Shaturel, k (00, de fagon équivalente, résultant de la restriction aux interactions
entre plus proches voisin le long de la chaine). Cette structure sera a l'origine des WSRs.

Pour décrire les mécanismes de Higgs, nous choisissons & nouveau, comme & la section 3.2.1, de
travailler avec des champs invariants sous les symétries dynamiques. Nous donnerons les définitions
complétes de ces champs, mais travaillerons par la suite dans la jauge standard. Nous définissons
tout d’abord la matrice unitaire U décrivant les GBs restant dans le spectre. La normalisation est
fixée par la condition d’unitarité

K—1
U= %10, ( 11 X/jzj,jHUjH) Vi SK 1 (4.51)

Jj=1

U ne contient que les parties angulaires Uy, et Vi des spurions (voir (4.31) et (4.32)). Nous définis-
sons ensuite les champs vecteurs W} pour k=1,---, K selon 6

k—1 E—1
g Wi = i<2071U1 I Vi Uj+1> D“(( 11 UJ]’L+IE;’7J’+1VJ’T> UITE(1371>
j=1

j=1
—iay UDMUT. (4.52)
Dans ’équation (4.52), nous avons introduit les coefficients «y, définis par
s
ap = f2 F, pour k=1,--- K, (4.53)
j=0 77
en fonction de
K
% = > % (4.54)
™ j:0 J
Notons que, d’aprés les propriétés de transformations de Uy et Vi, on a
DU, = 8HUk—iRk#Uk+igkUka#, (4.55)
Dp,Vk = 8;},Vk _igk Gkqu+inLku ; (456)

qui sont identiquement nulles étant données les contraintes (4.22-4.23), et ceci sans choix de jauge.
Les propriétés de transformation des champs que nous venons de définir sont les suivantes

U+ LoUR,,, (4.57)
Wiy — LoWi, L, pour k=1, K. (4.58)
Appliquant ensuite le changement de variable

{Glp,7“'7GK,u.) 20,17“'72K,K+1} - {Wlp,7“'7WK,U,7 U7 21,27“.72K,K+1}) (459)

5. Ceci a depuis été vérifié explicitement dans [KNP04].

6. Ceci est une généralisation de la transformation inverse de Stiickelberg de I’équation (3.37).
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on trouve que le lagrangien effectif écrit en termes des nouvelles variables ne dépend pas de
31,2y, LK, K +1: Cecl est une expression du mécanisme de Higgs. De plus, le choix (4.53) pour les
coefficients ay, élimine les termes de mélanges entre les GBs U et les champs vectoriels Wy,

Comme déja mentionng, il sera suffisant pour la suite de travailler avec le lagrangien réduit, et
d’utiliser de fagon générale les expressions des différents objet dans la jauge standard. Ceci permet
en outre de rendre plus apparent le contenu en champs. On a

, K
U= H 2415 (4.60)
i=0

) k-1 k—1 T
g Wi = 1<H Zj,j+1> V“( 11 Ej,j+1>
j=0 Jj=0
—iayUVHUT, pour k=1,--- K. (4.61)

Ecrivant alors le lagrangien effectif en termes des nouvelles variables, on identifie la constante f
définie en (4.54) comme la constante de désintégration des GBs restant dans le spectre (pour des
détails concernant les étapes menant a ces résultats, voir I’annexe H.1).

De plus, on trouve (équation (H.13)) que le coefficient dans la k-iéme ligne et la k’-iéme colonne
de la matrice de masse M? pour les champs W} est donné par

1
[Mz]k’k, =1 (Ok,kr 9% (fr—1+ J7) — Ok kr+1+ Okt 1, 57) Gk Grt1 [7) (4.62)

pour k,k’=1,---, K. Plus explicitement, on peut écrire

gt (fe+ f7) 0 0 0 0
T 0 0 0
0 202 2 _ 2 ) 0
AM? — 9% (fi 1+f1;) , gk92k+1J;k (4.63)
0 0 — kg1 Ji gk (JE+ fiv) 0
0 0 0
0 0 0 0 9k (f&—1+ [&)

Le fait que cette matrice soit tri-diagonale provient directement de la localité des interactions le
long de la chaine, puisque les termes de masse pour les bosons vecteurs proviennent des termes
cinétiques pour les GBs.

Notons que les éléments de cette matrice sont comptabilisés comme d’ordre O(p2 eo), puisqu’ils
contiennent deux puissances de couplages de jauge, généralisant le cas de (3.45) et permettant
un développement cohérent. D’autre part, on sait que les champs vectoriels massifs ne peuvent
appartenir & la LEET que si leurs masses sont petites devant ’échelle & laquelle la théorie effective
ne s’applique plus, et ou les autres résonances doivent apparaitre. Nous avons vu & la section 2.3.2
que, dans le cas de la xPT, les estimations indiquaient une valeur de 'ordre de 4 f [MG84, Geo84].

4.2 Le corrélateur gauche-droit

La figure 4.3 représente le cas particulier K =2 correspondant au cas général d’une chaine de K
champs de jauge en interactions avec K + 1 triplets de GBs. Suite au mécanisme de Higgs dyna-
mique produisant la matrice de masse (4.62) pour les champs vecteurs, tous ces GBs disparaissent
du spectre, excepté la combinaison paramétrée par U.

Cette théorie posséde une symétrie chirale global SU(2), x SU(2) Ry, Sbontanément brisée

vers son sous-groupe vectoriel. Ceci fournit donc une généralisation du cas de la xPT, qui corres-
pond au cas K =0. Les courants de Noether de la symétrie, ainsi que leurs fonctions de Green, sont
extraits en considérant les dérivées fonctionnelles par rapport aux sources Lg,, et Rx 11, présentes
dans (4.44).
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En plus de cela, le lagrangien (4.44) posséde des propriétés a haute énergie qui rappellent
celles de la QCD. En effet, en QCD, on peut déduire de la symétrie chirale et du développement
en produits d’opérateurs (operator product expansion ou OPE) que les deux régles de somme de
Weinberg [Wei67b] doivent étre satisfaites. La fonction & deux points des courants gauche et droit
se transforme suivant la représentation (3,3) du groupe chiral SU(2) x SU(2): il se trouve qu’on ne
peut pas construire d’opérateurs locaux avec une dimension physique strictement inférieure & six
[SVZ79] se transformant ainsi. Il en découle que le corrélateur gauche-droit décroit plus rapidement
a courtes distances. Pour plus de détails sur ces points, voir ’annexe G.

Les auteurs de [SS03] ont montré que le lagrangien (4.44) au niveau des arbres menait aux deux
régles de somme de Weinberg, conduisant & un comportement plus doux aux hautes énergies 7. De
méme qu’en QCD, cette particularité ne découle pas des symétries & basse énergie elles-mémes.
Dans le cas du lagrangien (4.44), la propriété cruciale est la localité, rendue explicite par Iécriture
suivante

£Z0 1= Lo(Lop, 20,1,G1p) + Lx(Grp, Xk k+1, Rk 414)
K—1
+ Y Lr(Grps Dkokt1, Grgrp) - (4.64)
k=1
Ceci a pour effet de reléguer les contributions & des ordres supérieurs. Nous avons vu 4 la section
4.1 que le lagrangien (’)(p2 60) présentait automatiquement cette propriété de localité. Nous mon-
trons dans cette section que ceci conduit aux deux WSRs ainsi qu’a leurs généralisations. Nous
commentons également les corrections a ces WSRs généralisées, dues aux termes d’ordre supérieur
en puissances des spurions.

4.2.1 WSRs généralisées
4.2.1.1 WSRs et localité

Les WSRs mentionnées ci-dessus ont trait & la fonction & deux points des courants de Noether
correspondant aux symétries sous lesquelles le triplet de GBs se transforme. Nous étudions donc
dans cette section le corrélateur suivant a Uordre O(p?€?)

4i / daeir® (0| T3 (x) Jhy ,(0)[0) = =6 (nq® = g ") L r(— ¢*). (4.65)

Une premiére approche pour évaluer cette intégrale serait de prendre la dérivée de l'intégrale
fonctionnelle par rapport aux sources correspondantes, puis d’évaluer les diagrammes dans la
base des champs vectoriels qui diagonalisent la matrice de masse M? donnée en (4.62). Une telle
approche du calcul est décrite & ’annexe H.3, car elle est utile pour pousser plus loin ’étude du
corrélateur gauche-droit présentée & I’annexe H. En revanche, nous utilisons ici une autre méthode
qui rend plus transparente 'origine des WSRs.

Nous extrayons tout d’abord les expressions des courants en termes des champs Wy, pour
lesquels la matrice de masse n’est pas diagonale. Ces champs sont en revanche plus proches de
lécriture originale en termes des champs Gy,. A partir du lagrangien (4.44), on trouve ainsi les
expressions suivantes, généralisant (2.76) et (3.48) 8

0L

ap
o §L§,

Lop=0,RKx+15=0
J._s g1 f(? a . fz a
= By dE uoruty”, (4.66)

Ja,u _ 652
Ri 1 5R?<+1M

Lop=0,RKk+1,=0

s g fr a [z a
= IRt WU i (Ut oru ). (4.67)

7. Ceci permet d’ailleurs une autre interprétation du phénomeéne de little Higgs, voir section H.5.3.

8. Le manque de symétrie entre les deux équations est juste dii & notre définition pour les champs Wy, qui
n’est pas symétrique par rapport au milieu de la chaine. Ceci permet en revanche de n’avoir qu’une définition pour
les champs Wy,.
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Pour évaluer la fonction & deux points en arbres, nous avons uniquement besoin des termes linéaires
en champs, qui sont les suivants

2

JH = _914f0 W{l#+%auﬁa+...7 (4.68)
2

Ju = — 9K4fK W%H_%auﬂa+...7 (4.69)

lorsque l'on utilise la paramétrisation

U=¢e 7T, (4.70)

Les contributions en arbres & Il g proviennent de ’échange de GBs ou de bosons vecteurs, pour
lesquels seul le terme reliant le champ Wi, au champ Wy, contribue. On obtient alors, utilisant
une écriture matricielle pour le propagateur des champs Wy,

41/ dzeit® <0’TJZ“($) J%”(O)’O>

a 5 [7 v p -1 -1 ab g2 0" 0"

= g I RIR ey — g ()7 (1 ae) ] e 2L
2 r2

— gab 919K4f0 JK (nyuq2_quqv) {(Mz)—l (q211 _Mz)—l}

w v
+ oot g7 (—qng —77“”)

1,K

2 2
ab ,,uv 2_gngf0fK 2\ 1
4 gaby (f,r DIKJo TR [(M) LK . (4.71)
On développe ensuite cette expression (4.71) pour Q2= — ¢®> — + 0o, sous la forme
41/ dz el <0’TJZ‘“(CE) J}%”(O)’0> = 6 (ng® — gt q) Z ﬁ (4.72)
1=0

A cet effet, on utilise les identités

—1 —1 = 1, K
-l @M= Y (4.73)
’ = (=@
on trouve
e 19k [ IR o1
o = fi— T [(M) L,K, (4.74)
it gk fE TR 2\0 -1 >
a = (-1) IR T (m2) L’K pour [>1, (4.75)
On constate, étant donnée la forme de la matrice de masse (4.63), que
2 l_l = = e —
[(M) L,K -0, pour I=1, K—1. (4.76)

Ceci montre que tous les termes en 1/Q*( ™) dans (4.72) ont des coefficients nuls pour 1 <[ <K —1.
Ainsi, pour K >2, le cas [ =1 correspond & l’annulation du terme en 1/Q* dans le développement
a grand Q? de Il g: ceci constitue la seconde régle de Weinberg.

Il reste & montrer que le terme [ =0 a également un coefficient nul, pour K >1 9. La transversité
de la fonction & deux points impose, d’aprés la relation (4.71)

2 2
~1
f,%—gng4f0 [k [(Mz) LK -0, (4.77)
d’ou découle, d’apres (4.74)

Cco — 0. (478)

9. Si K =0, la seule contribution & la fonction & deux points est due aux GBs. Autrement dit, la matrice dont
on devrait prendre ’élément (1, K') dans le dernier terme de (4.77) n’existe pas.
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Une dérivation alternative de ce résultat est mentionnée & 'annexe H.2. L’annulation de la cons-
tante co implique que le terme [ =0 est absent du développement & grand Q% de II; r (4.72). Nous
retrouvons ainsi la premiére régle de somme de Weinberg, dés lors que la chaine comporte un
site intermédiaire. La deuxiéme WSR est obtenue automatiquement & cet ordre si K > 2. Nous
avons aussi vu que l'on obtenait une généralisation de ces deux WSRs: dans le cas du moose
ouvert lingaire avec K sites, la fonction HLR(Qg) décroit a grand Q? comme 1/Q2<K+1) au lieu de
I'estimation naive de 1/Q?. Ceci signifie que les K premiers paramétres d’ordre apparaissant dans
le développement OPE de I r(Q?) sont nuls 10, Ceci fait le lien entre le comportement & haute
énergie des mooses ouverts linéaires et la réalisation de la brisure de la symétrie chirale.

A Tordre O(p2 60) auquel auquel nous travaillons, on ne considére que les diagrammes en arbres.
Comme décrit & I'annexe G.2, les WSRs correspondent dans ce cas & des relations algébriques
entres les constantes de couplages des champs vectoriels massifs et leurs masses. La dérivation des
WSRs présentée & I’annexe H.3 correspond & une telle vision des choses.

4.2.1.2 Autres aspects de II; g a haute énergie

Dans cette section, nous mentionnons d’autres propriétés du corrélateur gauche-droit. I’obtention
de ces résultats passe par I’écriture du corrélateur gauche-droit utilisée & 'annexe H.3, utilisant la
base physique pour les résonances vectorielles. Les détails nécessaires pour reproduire les résultats
présentés ci-dessous se trouvent donc & 'annexe H.3. Il nous suffit ici de mentionner que ’on peut
mettre la fonction Iz z(Q?) sous la forme

MLr(Q%) = +Z Q2+M2 (4.79)
o B F,%MQ(Z_U
_ _§+Z(_ ) 1 X i . (4.80)

=1

Dans cette équation, les masses M2 sont les valeurs propres (inconnues dans le cas général) de
la matrice M?2. Les constantes de couplages F2 peuvent s’exprimer sous les deux formes équiva-
lentes 11

F2 — 4 Z MQbkbk’a: L gk‘f’“’ (4.81)
k k/_
1 o o bubl

ot intervient la matrice orthogonale b permettant la diagonalisation de M? selon
K
Z [Mm? ]k k/bk by = Midmn. (4.83)

k,k'=0

Ici encore, on ne sait pas déterminer explicitement la matrice de passage b dans le cas général: on
peut cependant obtenir certains résultats. Par ailleurs, nous présenterons un exemple explicite
dans le cas le plus simple & ’annexe H.6.

A partir des expressions (4.80) et (4.82), on peut déterminer le premier moment non-nul dans
le développement 3 grand Q2 de I . On obtient ainsi

K
St - 4 (m) (Ho fﬂ), (48

ce qui donne le résultat suivant, d’apres (4.80): la fonction Il g décroit asymptotiquement & grand
Q? comme

M@ = — T8) L o] (459)
Lr( Hgl H 4 | Q2(K+D) Q*(E+2) ) '

i=0

10. En relation avec ces remarques, voir également section G.1.

11. Nous donnerons & I’annexe H.5.1 une expression de F,% en fonction uniquement des valeurs propres de M?2.
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On constate que le résultat obtenu satisfait & I'inégalité suivante 12
lim - Q2 HLR(Qg) = 0, (486)

Q2—+o0
qui est par ailleurs bien cohérente avec le résultat de positivité obtenu par Witten [Wit83] dans le
cas spécifique de la QCD. Ceci confirme le résultat de [KdR98], oti les contributions des résonances
étaient considérées indépendamment d’un lagrangien, mais en imposant la parité.

4.2.2 Autres conséquences

Nous nous concentrons & présent sur les conséquences & basse énergie de la théorie effective. A
nouveau, on peut déduire certains résultats sans connaitre la forme explicite de la matrice de
passage b apparaissant en (4.83). Par intégration des champs vectoriels massifs, on peut en principe
déterminer les valeurs des LECs du lagrangien chiral décrivant la physique & une énergie encore
plus basse, inférieure & la masse du champ vectoriel le plus léger. L’intégration des résonances
massives nécessite que leurs masses soient paramétriquement plus grandes que celles des autres
particules. Dans notre cas, les champs vectoriels ont des masses faibles, puisque comptabilisées
comme O(p?€®). La procédure a cependant un sens, puisque les autres particules présentes dans
le spectre sont les GBs de masse nulle.

Comme premiére application, on peut déterminer la valeur de la constante Ljg, liée au cor-
rélateur gauche-droit, que 'on trouverait dans le lagrangien de Gasser-Leutwyler (2.77) obtenu
apres intégration des champs massifs. Pour cela, on peut utiliser les équations de mouvement des
résonances suivant [EGPdR89], ou directement utiliser la relation donnée en (G.13)

Lo = —i? s (élm(nm(s»w%a(s))

K
1 F2
- -7 Z . (4.87)

K
= oy el (4.88)

On peut déterminer le signe de cette expression: d’aprés (4.53), les valeurs des «y, sont telles que
0 < ap < 1, pour k=1, K, (4.89)

ce qui implique un signe négatif pour I'expression (4.88). D’autre part, les constantes ay sont
connues explicitement dans le cas général (4.53), et I'on a donc une expression explicite pour Lig
en fonction des parameétres du lagrangien (4.44), sans avoir & diagonaliser la matrice de masse.
L’importance du signe de Lig est la suivante: si 'on considére de telles théories effectives pour
décrire le secteur de brisure électrofaible, couplant des champs de jauge SU(2) et U(1) aux extré-
mités de la chaine (voir référence [HS04b]), on trouvera alors toujours une contributions positive
en arbres au paramétre S 13. Bien que le signe soit fixé¢, la magnitude dépend des valeurs des
différentes constantes. En particulier, si 'on a fx < fr pour k=0,.--, K — 1, on peut obtenir une
valeur faible. L’autre possibilité, qui serait de considérer des gy grands, serait incohérente avec le
comptage de puissance gp = O(p) et impliquerait que l’approximation en arbres n’est pas justifiée.

D’autres applications sont décrites & ’annexe H.4, permettant de déterminer la valeurs d’autres
LECs.

La plupart des résultats présentés ci-dessus et a la section 4.2.1 sont illustrés dans le cas le plus
simple & ’annexe H.6.

12. En réalité, on peut montrer que l'inégalité de Witten est vérifiee pour tout Q2 >0 (voir annexe H.5.2).

13. Le signe de cette LEC peut étre modifié dans les situations ot l’on a moins de WSRs que de résonances
[KdR98].
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4.2.3 Corrections aux WSRs

Les termes supérieurs du développement en puissances des spurions apporteront des corrections
aux WSRs. Les premiers termes de ce type sont d’ordre (’)(p264): il s’agit des termes non-locaux
mentionnés en (4.49-4.50). A un ordre donné du développement, seul un nombre limité d’entre eux
apparaitra, avec un degré de non-localité le long de la chaine limité.

Nous considérons le lagrangien suivant, ou les termes (’)(p2e4) du type de (4.49) ont été ajoutés
au lagrangien O(p2 60) donné en (4.44)

K K
joso 1 1 v
L= ZZ f%<VuEk,k+1V“ZZ,k+1> _52 (GrwGL")
k=0 k=1
=
3 fl%+1771%+1fk,k+1<Vuzk,k+1v“2k+1,k+2 El];+1,k+22117k+1> . (4.90)
k=0

Etudiant 'expression du corrélateur gauche-droit dérivé de ce lagrangien a 'ordre des arbres, et
jusqu’a lordre O(p®?), on trouve que la derniére (K-i¢me) WSR est modifiée. En pratique, ceci
signifie que la somme

K
SRV = O(p2<’<—1>e4), (4.91)
n=1

n’est plus égale & zéro, mais est d’ordre O(p2<K*1)e4

). Ceci est représente une petite correction &
la K-ieme WSR, puisque les termes individuels dans la somme du membre de gauche sont d’ordre
@) pQ(K _1)60). Ce résultat confirme bien 1'idée naive que les interactions non-locales réduisent la

longueur de la chaine et font donc perdre les derniéres WSRs. En effet, les combinaisons linéaires
de termes du type

(VS k1 V] i) (4.92)
et
<vuzk,k+1w2k+17k+22,1+17,€+22,1’k+1> , (4.93)
peuvent étre écrites comme combinaisons de
(V1Y S, 1) (4.94)
et
<vu(2k,k+lzk+1,k+2) V“(£L+1,k+22£,k+1)> ) (4.95)

Dans ces termes, la transformation droite de X5 1 est identifiée avec la transformation gauche
P Jk+
de Xpy1,k+2 sans impliquer de puissances de couplage. En revanche, on voit dans (4.90) que la
présence des spurions entraine que de tels termes sont multipliés par une constante d’ordre €*.
Revenant & notre discussion de la fonction & deux points, on peut voir que, tant que dévelop-
pement en puissances des spurions est approprié, c’est-a-dire si I’on a bien

1Ml feps1] < [ (4.96)

alors la constante L restera négative.

Considérons maintenant les termes supplémentaires O(p%e*) quadratiques en courbures des
champs de jauge, tels (4.50). L’effet de ces termes supplémentaires est différent: la diagonalisation
des termes cinétiques est modifiée dans ce cas. Si ces termes sont ajoutés au lagrangien, toutes les
WSRs excepté la premiére obtiennent des corrections: la somme

K
SoRMY = 0(p2<l*1>e4), pour [=2,. K, (4.97)

n=1
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est évaluée comme étant d’ordre (’)(pQ(l_l)e4) tandis que les termes individuels sont d’ordre
(’)(pQ(l_l)eO). En revanche, la premiére WSR, qui est reliée a la transversité de la fonction a

deux points (voir équation (4.71)), reste valable. En réalité, les ordres supérieurs du développement
fourniront des termes qui donneront également des corrections & cette régle, tout en préservant
la transversité de la fonction & deux points. De tels termes peuvent uniquement apparaitre &

lordre (’)(p362). Ce sont des termes similaires a (4.49), mais impliquant les sources

%¢?) (4.98)

|
—

S

™

<L0WEO71X1G{“’X1T zg,1>

<GKWYK2K,KHR*,‘("HE}(,KHY,Q — 0(p*?). (4.99)

Finalement, nous voyons que les WSRs sont modifiées par les termes supérieurs dans le développe-
ment en puissance des spurions. Du moment que & et 1 sont effectivement des petits paramétres,
ces modifications représentent des petites corrections: la somme de termes individuels d’un ordre
donné est supprimée par un facteur O(p°e?) relativement aux termes individuels. Ceci est similaire
au cas de la QCD, ou la seconde régle de somme de Weinberg obtient des corrections en puissances
des masses de quarks, lesquelles proviennent de spurions en YPT (voir section 2.3.3).

En complément, précisons que ’annexe I étudie les conséquences des termes supplémentaires
(4.49-4.50) en arbres dans un cadre plus général, indépendamment du développement spurionique.

4.3 Résumeé

Dans cette section, nous avons utilisé I'idée de naturalité pour construire un développement en
puissances de paramétres décrivant la réduction de symétrie du groupe Shaturel, k¥ Vers son sous-
groupe Srsduit, K- Le groupe Spaturel, k' correspond & un moose disjoint dans lequel les GBs n’intera-
gissent pas avec les champs de jauge. Les interactions sont introduites via la contrainte de constance
covariante imposée sur les spurions. La solution explicite de ces équations de contraintes n’est en
effet invariante que sous le sous-groupe Syeduit, k', impliquant 'identification des transformations
appliquées aux GBs avec celles des champs de Yang-Mills. Les contraintes impliquent également
qu’il existe une certaine jauge, la jauge standard, dans laquelle les spurions se réduisent & des
constantes. Ce sont précisément ces constantes qui peuvent étre utilisées de fagon cohérente comme
paramétres de développement, en relation avec I'idée de naturalité.

Le lagrangien obtenu & l’ordre dominant est celui d’'un moose linéaire ouvert tel qu’on le
déduirait du principe de déconstruction dimensionnelle: il ne contient que des interactions locales
le long de la chaine. Il en découle un ensemble de régles de somme de Weinberg généralisées, en
nombre égal au nombre de sites de la chaine. Le formalisme des spurions fournit un cadre pour le
développement perturbatif incluant & chaque ordre des interactions entre voisins de plus en plus
¢éloignés le long du moose. En particulier, & ’ordre sous-dominant en puissances de € apparaissent
des corrections & toutes les WSRs, excepté la premiére.

Le formalisme des spurions pour introduire le couplage entre les GBs et les champs de jauge,
et de fagon plus générale, entre les GBs et un secteur élémentaire nous servira au chapitre 5 pour
remédier & certaines difficultés phénoménologiques qui affectent les théories effectives pour 'TEWSB
sans Higgs.

L’étude des modeles moose présentée dans ce chapitre suggere par ailleurs certaines remarques.
En effet, ces modéles fournissent une extension de la yPT. La validité des WSRs dans ces extensions
implique un comportement plus doux & haute énergie. Ceci signifie de plus que les paramétres
d’ordre apparaissant dans le développement OPE du corrélateur gauche-droit sont supprimés. La
théorie sous-jacente dont ce moose pourrait étre la LEET est donc différente de la QCD: la brisure
de la symétrie chirale y est réalisée difféeremment. On peut se demander en quoi cette théorie
sous-jacente devrait différer de la QCD. Ces questions dépassent cependant le cadre de la théorie
effective.
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La théorie effective décrite dans le présent chapitre peut également étre utile en connexion
avec la limite de grand N, en QCD. On s’intéresserait alors aux cas K =1 ou K = 2 avec N,
grand, et non pas & la limite de K grand avec IV, fini qui a été considérée dans la littérature
[SS03, CKTO04]. On devrait alors établir un lien entre le comptage chiral et celui de grand N,
la correspondance utilisant les relations fj = O(\/ﬁc) et gr= (’)(1 / \/Wc) (cette derniére n’ayant
rien & voir avec la limite de 't Hooft aqep Ne = constante) 4. Une telle idée reste encore a mettre
en pratique. L’intérét d’avoir une LEET par rapport & un modeéle réside dans la possibilité de
considérer systématiquement les fonctions de Green & un nombre de points plus grand, ainsi que
dans la possibilité d’améliorer I’approximation en travaillant & ’ordre suivant.

14. Ces comptages de grand N, impliquent en particulier que les masses des résonances seront comptabilisées
comme O(Ng) et les constantes L1, La, L3, Lo, L1g, Hy d’ordre O(N,), comme il se doit [GL84].






Chapitre 5

Théorie effective pour le secteur électro-
faible: utilisation des spurions

Ce chapitre utilise le formalisme des spurions introduit au chapitre 4 et I’applique & la construction
de la théorie effective de 'EWSB sans particule de Higgs. Rappelons que le but est de décrire un
secteur de brisure pour le secteur électrofaible, ou les seuls champs scalaires légers sont les trois GBs
nécessaires pour donner leurs masses aux W+ et Z° Le spectre de basse énergie ne contient alors
pas de scalaires légers. L’échelle caractéristique de cette LEET, & laquelle cette derniére devient
inapplicable, est d’ordre de A~4x f~3 TeV.

Nous avons déja souligné que la limite m g — co du SM ne correspondait qu’a un jeu particulier
des constantes apparaissant a ’ordre (’)(p4) dans la théorie effective (analogues des L; de la xPT).
Ces constantes nous sont en revanche inconnues dans le cas d’autres modéles sous-jacents. Avant
de s’intéresser aux petites corrections d’ordre O(p4), on doit cependant reconsidérer la formulation
générale de la théorie. Dans ce chapitre, nous nous concentrons sur les difficultés qui survient dés
ordre O(p?).

On explique en premier lieu quelles sont les difficultés rencontrées dans I’approche classique des
théories effectives avec le seul comptage chiral introduit au chapitre 2 et utilisé pour le cas SU(2) au
chapitre 3. Dans ce cas, on utilise directement le lagrangien effectif générant les fonctions de Green
des courants de la symétrie brisée SU(2), x SU(2), x U(1) 5 _,, identifiant quatre des sources aux
champs de Yang-Mills dynamiques de SU(2) x U(1),.. Nous discutons les problémes rencontrés
dans cette approche: certains opérateurs qui étaient irrelevants dans le cas du SM car ils étaient
quadratiques en le champ de Higgs (voir section 1.6.2) apparaissent ici dés 'ordre dominant (’)(pg),
et ne sont plus supprimés par une échelle de masse.

L’application du formalisme des spurions au cas électrofaible sans particule de Higgs est ensuite
exposée. L’accent est mis sur la résolution des difficultés précédemment mentionnées, et également
sur les premiers effets spurioniques remarquables.

5.1 Difficultés de la théories effective sans Higgs basée sur la
symétrie SU(2) x U(1)

Dans cette section, nous présentons une extension du cadre de la théorie effective développée
au chapitre 3. Ce chapitre traitait d’une théorie de Yang-Mills SU(2) couplée aux trois GBs de
la brisure SU(2) x SU(2) — SU(2). En vue d’une application au secteur électrofaible, le champ
de jauge U(1), est & présent introduit. Notons que nous avons déja discuté I'introduction de ce
champ abélien en le couplant & la théorie effective de la QCD dans la limite de deux saveurs de
masses nulles en 1.7.3. C’est en des termes analogues qu’est souvent analysée la technicouleur.
Nous présentons une telle discussion & 'annexe C. Au lagrangien effectif du secteur de brisure, on
ajoute alors uniquement les termes de courbures au carré pour chacun des groupes de Yang-Mills.
L’identification entre sources et champs est également imposée, suivant la méthode décrite pour le
cas SU(2) au chapitre 3. Le cas de la technicouleur correspond & prendre les valeurs des constantes
de basse énergie & l'ordre (’)(p4) obtenues en xYPT. La valeur de la constante f apparaissant &
(’)(pg) est en revanche supposée valoir 246 GeV. Cependant, une telle transposition de la QCD 4
une plus haute échelle semble expérimentalement exclue (voir 'annexe C).
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D’autre part, la simple « juxtaposition » des deux secteurs est elleeméme problématique: du
point de vue logique, on ne peut pas considérer le secteur de brisure et celui de jauge séparément,
puis simplement introduire les interactions entre les deux wia l'identification des sources et des
champs de jauges. En effet, les symétries permettront des opérateurs mélangeant les deux secteurs,
et la LEET doit tenir compte de tels termes. En particulier, puisque l'introduction du champ de
jauge U(1),, brise explicitement la symétrie custodiale, le lagrangien doit inclure tous les termes de
ce type, par exemple ceux impliquant explicitement une matrice 73: nous reviendrons sur ce point
ci-dessous. De tels termes seront d’ailleurs nécessaires aux ordres supérieurs [BEM99]: la question
est alors de formuler un développement donnant 'ordre auquel ces termes apparaissent, ce que
nous ferons & I'aide des spurions dans la suite de ce chapitre.

Nous décrivons & présent les difficultés dans le cadre d’une LEET pour TEWSB sans particule de
Higgs physique, dans le cas ou le couplage du secteur de brisure aux champs de jauge est introduit
par une simple identification des sources avec les champs de Yang-Mills. Les seules régles de
comptage & appliquer dans ce cas ont été discutées au chapitre 2. Les difficultés phénoménologiques
apparaissent dés ’ordre des arbres: les symétries et le comptage de puissance permettent & l'ordre
dominant diverses interactions supplémentaires par rapport au SM en arbres. Ces interactions
indésirables correspondent & des opérateurs qui seraient irrelevants dans le cas du SM et qui
contiendraient des puissances des champs des Higgs élémentaires.

5.1.1 Régles de construction

On considére la matrice ¥ € SU(2) décrivant les trois GBs de la brisure SU(2), x SU(2), X
UML) g_, — SU®2),,z x Ul)g_,, avec les propriétés de transformations sous L € SU(2), et
ReSU(2),

Y — LYR'. (5.1)

Les transformations des doublets fermioniques sont 1

.B—L ¢

XL — Re "7 % xp, (5.2)
_iB-L 0
XR +—— Le 2 XR - (53)
Les sources se transforment selon
L, 'L, =LL,L"+iLo,Lt, (5.4)

R, +— 'R, = RR,R'+iRO,R".

Les interactions sont introduites en identifiant sources et champs de jauge SU(2) x U(1), notés
GY et bY) selon

R, = gGY,,
LY = §%3¢'b),+ 5%,

ot les S}, sont des sources. Les propriétés de transformation des champs sont

G, — RG#RT—F;R&HRT, (5.8)
W, — b — a0, (5.9)

Dans la théorie effective, la régle d’introduction des couplages est la suivante: on écrit le lagrangien

invariant sous SU(2), x SU(2), x U(1)5_,, et on identifie ensuite les connexions selon (5.6-5.7).

1. Noter la similitude avec (1.28-1.29). Bien que préjudiciable d’un point de vue mnémotechnique, cette notation
pour les transformations L et R des GBs nous rappelle que celles-ci n’ont rien & voir avec la chiralité des fermions.
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Aprés l'identification (5.7), on note & nouveau le paralléle entre les transformations de la matrice
des GBs X et celles de la matrice @ du SM (1.72).

5.1.2 Secteur bosonique

Avec les comptages de puissances déterminés au chapitre 2
LY = 00,
O, Dy = O(pl),
Lu Ry S = O(pY),
Gu,b) = o(r°),
9,9 = O(p'), (5.14

on peut écrire les termes de plus bas ordre du lagrangien effectif dans le secteur bosonique. Celui-
ci commence bien par 'ordre (’)(pg), et 'on trouve

2
Ly = —5 (GG + I (D21 Drm) — Jup e (5.15)

Rappelons & ce stade que la symétrie SU(2), est essentielle: sans elle, on ne demanderait l'inva-
riance du lagrangien que sous le sous-groupe abélien de SU(2), correspondant & l'isospin droit
U(1)4, ,- Dans ce cas, on aurait dés I'ordre le plus bas O(p?) des corrections au parameétre 7. En
effet, les masses des W* et du ZY seraient indépendantes puisque l’on pourrait écrire 'équivalent
de l'opérateur (1.122) [Lon80], qui ne donnera de masse qu’'au Z°

(ST D) (ST Drs) = O(p?). (5.16)

Ceci est la motivation originale pour demander la symétrie custodiale du secteur bosonique dans
la limite g’ — 0 ici réalisée par le groupe SU(2), . De plus, le terme suivant [HT90, PT92, EH92],
donnant une contribution au paramétre S 2 serait également permis

W, (STrsam)y. (5.17)

Si pour une raison donnée, de tels termes n’apparaissaient que multipliés par g’, on récupérerait
bien la symétrie custodiale dans la limite g’ — 0.

Dans la théorie effective basée sur les régles données a la section 5.1.1, seul le terme suivant est
permis, qui apparaitra & l'ordre O(p?’)

(S L, 26y = O(p). (5.18)

Lorsque l'on effectue I'identification selon (5.7), on voit que ceci génére, en plus des termes de
sources 3, le terme (5.17), multiplié par ¢’, comme il se doit. Le résultat est donc le suivant:
lopérateur est relégué a l'ordre O(pB), mais interviendra donc encore avant les corrections de
boucles (’)(p4). Cet opérateur donne une contribution au paramétre S dés l'ordre des arbres. Nous
verrons dans la suite du présent chapitre que le développement en puissance des spurions permet
de reléguer cet opérateur a l'ordre O(p?).

Dans le développement chiral basé sur la symétrie SU(2) x U(1), tel qu’il a été présenté
jusqu’ici, le statut de l'opérateur (5.16) n’est pas clair: nous seront donc naturellement conduits
a introduire la brisure explicite de SU(2), vers U(1);, = a l'aide de spurions a la section 5.2,
permettant de compter les puissances des parameétres de brisure. Ceci constitue donc un autre role
pour les spurions en plus de la simple identification entre les groupes SU(2) chiraux et les groupes
de jauge, décrite a la section 4.1.2.

2. Nous avons déja remarqué que l'opérateur correspondant dans le SM (1.121) donnait des contributions au
paramétre S, voir (B.24). Voir aussi & ce sujet ’annexe C.

3. On peut également vérifier que l'opérateur (5.18) ne peut pas étre divisé par une puissance de constante
de couplage: les courants extraits par dérivée fonctionnelle seraient mal définis dans la limite (g, g’) — (0, 0). Le
raisonnement est analogue & celui de ’annexe D.1.
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5.1.3 Fermions

Construisons maintenant les terme d’ordre le plus bas comportant les champs spinoriels (2.121)
XLy XR = O(pm) : (5.19)

On trouve dés l'ordre O(pl) des termes de Yukawa donnant une masse commune aux deux com-
posantes du doublet

XEXxL = O(p'). (5.20)

Ceci présente immédiatement un danger pour le développement de la théorie effective: la formule
de comptage de Weinberg (2.80) n’est plus respectée. On doit donc trouver une raison physique
pour que ces masses soient protégées 4. De nouveau, la symétrie SU(2), semble interdire I'opérateur
suivant, qui générerait une différence de masse entre les deux composantes d’un doublet (par
exemple m; —my)

XET° Y XL, (5.21)

mais en réalité, un tel opérateur sera généré par les corrections radiatives. Il nous faudra recourir au
développement en puissance des spurions pour trouver une régle fixant 'ordre auquel les opérateurs
du type (5.16) et (5.21) vont apparaitre.

Les termes cinétiques, quant-a-eux, sont comptabilisés comme O(p2) (2.119-2.120)

ixzy* Duxe = O(p?), (5.22)
ixrv" Duxr = O(p?). (5.23)

Ils donnent des couplages des fermions aux bosons vecteurs identiques & ceux du SM, étant don-
neées les charges des fermions sous les transformations (5.2-5.3) et les identifications (5.6-5.7). En
revanche, les symétries de la théorie permettent d’écrire les opérateurs suivants [ABCHS85, PZ90]
au méme ordre

ixev" (XTDE) xL = O(p?), (5.24)
ixXey" (2D.EN) xr = O(p?). (5.25)

On peut voir que ces termes contiennent des interactions entre les fermions et les champs vectoriels
contenus dans la dérivée covariante. Ces termes, qui seront présents dans le lagrangien effectif,
multipliés par des constantes libres, violeront donc I'universalité des couplages. On constate de plus
que les fermions de chiralité droite vont pouvoir coupler aux champs de jauge SU(2) dés cet ordre.
Ceci est en conflit avec les expériences. Rappelons que, dans le cas du SM, des termes similaires
peuvent étre construits, mais seront de dimensions six (voir (1.123-1.124)).

A Tordre (’)(pl), on peut construire un opérateur effectif donnant des masses de Majorana aux
vr, ce qui constitue vraisemblablement la difficulté la plus flagrante pour cette théorie effective
sans Higgs. En effet, on peut écrire 'invariant suivant pour le cas ol le doublet xr est un doublet
de leptons (B—L=—1)

(x£)" X172 xz; = O(p'). (5.26)

Cet opérateur est invariant sous SU(2), x U(1),,, bien qu'il viole la symétrie custodiale SU(2),
ainsi que le nombre leptonique par deux unités (il conserve le nombre baryonique). Cet opérateur
est la version sans Higgs physique correspondant & Popérateur (1.119) dans le cas du SM. Un tel
opérateur apparaissant a ’ordre O(pl) et de dimension physique égale & trois introduirait une
violation du nombre leptonique & un niveau inacceptable (dans le cas du SM, l'opérateur (1.119)
est de dimension physique cing puisque la matrice ¢ a une dimension physique égale & un, et
Popérateur est donc supprimé par une échelle). Nous insistons sur le comptage de puissances et
de dimensions pour cet opérateur car il constitue la difficulté la plus sévére pour la LEET.

4. Comme déja mentionné & la section 2.4.2.2; et comme nous le verrons au chapitre 6, ’origine du probléme
est la suivante: les champs fermioniques que nous considérons ici correspondent en fait & des fermions composites
et non pas élémentaires. Dans ce cas, on peut par exemple supposer que leurs masses sont faibles en relation avec
leur participation au raccordement des anomalies [tH79a].
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5.1.4 Discussion

On voit que la formulation de la LEET pour 'EWSB sans particule de Higgs utilisant uniquement le
comptage chiral défini au chapitre 2 est insuffisante pour rendre compte de la suppression, observée
expérimentalement, de certains couplages. Le fait de considérer comme petites tout un ensemble de
constantes apparaissant devant des opérateurs mérite une explication basée sur des symétries pour
espérer prétendre a un début de compréhension. Ici, un tel choix serait arbitraire, contrairement
au cas du SM, ou les opérateurs correspondants sont irrelevants du fait de la dimension physique
du champ de Higgs élémentaire (voir section 1.6.2). De plus, le comptage de 'ordre auquel certains
effets apparaissent est malaisé. En particulier, la brisure d’isospin faible est un tel effet: si I'on
veut appliquer la LEET au secteur électrofaible, les différences de masses entre composantes d’un
doublet fermionique devrait étre comptabilisés comme étant du méme ordre que la masse moyenne.
Ceci n’est pas le cas dans le présent formalisme.

La situation est donc semblable & celle mentionnée & I'annexe F pour le cas des modéles moose,
et résolue par le formalisme des spurions au chapitre 4: on a des couplages indésirables dés 1'ordre
le plus bas, que I’on souhaite repousser a des ordres supérieurs de fagon cohérente. Ici, on souhaite
traiter comme étant d’ordres supérieurs 'opérateur (5.26) violant le nombre leptonique par deux
unités, les couplages non-standard des fermions aux champs vecteurs (5.24-5.25), 'opérateur (5.18)
correspondant & une valeur non-nulle du parameétre S en arbres, 'opérateur (5.16) contribuant au
paramétre .S, ainsi que les termes de Yukawa (5.20). Pour réaliser cette suppression, le formalisme
des spurions (introduit au chapitre 4) fait appel & une plus grande symétrie. Nous appliquons &
présent ce formalisme au cas de TEWSB sans Higgs. Ceci permettra de construire le lagrangien
effectif décrivant ensemble les deux secteurs (composite et élémentaire) en introduisant leurs inte-
ractions via des contraintes sur les spurions.

5.2 Couplage entre le secteur de brisure et le secteur élémen-
taire via des spurions

Nous avons vu & la section 5.1 que l’approche la plus simple, basée uniquement sur la symé-
trie SU(2) x U(1) rencontrait des difficultés phénoménologiques dés I'ordre dominant, ainsi que
des problémes plus théoriques du point de vue de sa formulation. Suite & cette discussion, nous
introduisons le couplage entre le secteur de brisure (que nous appellerons « techni-théorie » 5)
et le secteur de jauge (champs de Yang-Mills et fermions élémentaires: quarks et leptons) via les
spurions, étendant la formulation du chapitre 4.

L’introduction des couplages via les spurions utilise un plus grand groupe de symétrie, appelée
Shaturel, correspondant & la situation ou le secteur de brisure et le secteur élémentaire sont décou-
plés. Ceci traduit le fait que les deux secteurs sont distincts, puisque ’on introduit le couplage entre
les deux de fagon perturbative. Précisons néanmoins que, la procédure étant directement définie
au niveau de la théorie effective, qui est notre seul outil de travail, il parait difficile de la traduire
en un critére sur la théorie sous-jacente: la LEET ne se préoccupe pas de l'origine dynamique des
spurions et des contraintes qui leurs sont appliquées.

La théorie effective pour TEWSB avec un contenu minimal en particules est donc basée sur le
moose linéaire avec K =0, qui posséde une symétrie SU(2),; x SU(2) ,— SU(2), , 5. Nous couplons
des champs de Yang-Mills SU(2), x SU(2), et une source de la symétrie U(1); ;. Le groupe de
transformations de la symétrie naturelle sera donc

Snaturel = SU(2) g, X SU(2) x SU(2)p xSU(2), xU(1)5_ - (5.27)

Il sera réduit vers
Sréduit = SU(2)W X U(l)y y (528)

en utilisant des spurions et les contraintes qui leur seront appliquées.

5. La dénomination « techni-théorie » est choisie pour rappeler la parenté avec le premier modéle de ce type
(la technicouleur). L’idée est que la technicouleur n’est qu'un exemple de techni-théorie.
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Les détails de cette réduction de symétrie, ainsi que les premiéres conséquences physiques, sont
le sujet de cette section. La discussion est sensiblement améliorée par rapport a [HS04b], qui traite
également des premiéres extensions du cas minimal: nous ne considérons pas de tels cas dans le
présent manuscrit.

5.2.1 Spurion complexe et isospin droit

Nous décrivons le couplage des trois GBs de la brisure SU(2), x SU(2), — SU(2),, »
champs de jauge de SU(2), x SU(2),,, comme indiqué sur la figure 5.1. Le spurion X et la

aux

contrainte de covariance constante qui lui sera appliquée vont réaliser le couplage de champs de
Yang-Mills SU(2) G, BUX GBs, identifiant les sources et les champs dynamiques. Le groupe d’inva-

riance SU(2) |
faibles. Le spurion Y permet de sélectionner la connexion du sous-groupe abélien diagonal de
SU(2), xSU(2) ¢, comme champ de jauge dynamique. Les transformations correspondantes sont
celles de I'isospin droit dénotée U(1),, ©, qui seront ensuite identifiées a la section 5.2.3 avec celles

de la solution des contraintes correspondra au groupe SU(2) = des interactions

du groupe U(1), , pour donner les transformation de '’hypercharge U(1),  (ceci nécessitera un
spurion supplémentaire dénoté ¢).

o’o L —»—— R o’-@
v by X

Figure 5.1. Couplage de champs de jauge SU(2) x SU(2) & un triplet de GBs, via des spurions.

Les transformations des champs de Yang-Mills sont données par

Gop — GOGOMGSJrgiGOG,,Gg, (5.29)
0

Gy — G1G1#GI+QLG18HGI, (5.30)
1

les transformations correspondantes (Go, G1) € SU(2) % SU(2),, commutant avec la symétrie chi-
rale SU(2), x SU(2) . La sélection du groupe de jauge dynamique SU(2)  x U(1);.  est effectuée
par des contraintes. Celles-ci nécessitent d’introduire le spurion X satisfaisant & la condition de
réalité

X, = X. (5.31)

On introduit également le spurion Y, qui est une matrice 2 x 2. Les propriétés de transformation
des deux spurions, résumées par la figure 5.1, sont

X — RXG], (5.32)
Y —s GoYLT. (5.33)
Notons que le spurion Y et son conjugué Y. =72Y" 72 sont distincts, mais se transforment de
maniére identique
Y. — GoY.L'. (5.34)
Notons que, pour toute matrice 2 X 2, on a la relation
YY) = detY 1. (5.35)

On constate bien que les spurions relient les deux secteurs (composite et élémentaire), puisque
dans les équations (5.32-5.33), G et G1 sont les transformations de jauge apparaissant dans (5.29-
5.30), et les transformation L, R sont celles agissant sur les GBs selon

Y +— LYR'. (5.36)

6. La notation « d » pour « isospin droit » fait ici référence a la chiralité des fermions auxquels le champ abélien
sera couplé, et non pas au groupe SU(2) 5.
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On utilisera le méme comptage qu’au chapitre 4 pour les spurions

X,Y = O(e). (5.37)
Les termes invariants d’ordre O(p?€®) sont les suivants
2
‘Cl()%soo)ns = fz <Duz DMZT> - % <G1uu G‘i“/> - % <G0uu Ggu> ) (538)

ou la dérivée covariante D, implique les sources L, et R, d’aprés (5.36), et non pas les champs
dynamiques Go,, G1p

DY = 0,X2-iL,X+iXR,. (5.39)

Rappelons finalement les transformations des sources
L, s LL,LT+iL9,L", (5.40)
R, — RR,R'+iRO,R'. (5.41)

Nous suivons & présent la logique du chapitre 4. La contrainte de constance covariante est
imposée sur les spurions

DX = 9,X —iR,X+ig1 XG1, = 0, (5.42)
DY = 9,Y —igoGo,Y +iYL, = 0, (5.43)

ce qui introduira les interactions entre GBs et champs de jauge.

Solution des contraintes
On peut résoudre les contraintes de la maniére suivante: en appliquant des transformations
appropriées, on se place dans une jauge ou X s’écrit

X 2 €1y, (5.44)
Au lieu d’utiliser Y et Y,, on pourra, grace aux contraintes, travailler dans une base (Y, Yy) avec
Yy = Y., (5.45)

et 7

Y, Y] = o0, (5.46)

ou Yy, Yy se transforment de la méme maniére que Y (5.33). Ce sont les deux combinaisons
linéairement indépendantes solution de (5.43) qui vérifient (5.46). On pourra alors exprimer le

spurion original Y selon
Y = v (cosayY, +sinayYy), (5.47)

o, du fait la contrainte (5.43), ¢y et ay sont des constantes (réelles). On se placera dans la jauge
standard, dans laquelle
i s n 0
woe (19), o

et donc (en accord avec (5.45))
j- s 00
Yy = (0 77) . (5.49)

On voit que le comptage de puissance (5.37) équivaut & un comptage pour les constantes & et 7,
donné par

&n = Oe). (5.50)

7. Rappelons la relation (5.35).
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De plus, Y introduira la brisure d’isospin faible, étant diagonal mais non pas proportionnel  'unité
d’apres (5.47-5.48) 8. La résolution des contraintes (5.42-5.43) dans la jauge standard définie par
(5.44) et (5.48) donnera de plus

Ry = 91G1y, (5.51)
2= gl e, (5.52)
L3 2 400G, (5.53)

On constate que la connexion R, et le champ de jauge g1 G1,, sont identifiés du fait de la contrainte
sur le spurion réel X: on a ainsi réduit la symétrie SU(2) , x SU(2), a son sous-groupe SU(2) ., 4,
diagonal, qui est le groupe des interactions faibles SU(2)_. Le spurion complexe Y est responsable
du choix du sous-groupe abélien diagonal de SU(2) Gy % SU(2), qui correspond & un champ dyna-
mique, c’est-a-dire I'isospin droit U(l)Td I I’identification des connexions concerne uniquement la

troisiéme composante, les autres étant nulles.

Démonstration
Pour ce qui est de la contrainte sur le spurion X, on procéde comme & la section 4.1.2.1: on
utilise tout d’abord la décomposition

X = ¢U, (5.54)
avec U € SU(2). On montre que la contrainte (5.42) implique, sans choisir de jauge

0., = 0. (5.55)
Une transformation SU(2) , -définie par

R, = UT, (5.56)

permet d’obtenir le résultat annoncé (5.44) ainsi que (5.51), aprés écriture explicite de la contrainte
composante par composante. Notons que la jauge définie par (5.44) est fixée & une transformation
de jauge SU(2) G4+ R PIES, qui reste donc libre. Celle-ci sera plus tard identifiée avec le groupe faible
SU(2),,- La réduction de symétrie effectuée grace au spurion X est schématisée au tableau 5.1.

SU(2)

~

SU2),,

S

X
.
X
!
SU(2),

Tableau 5.1. Réduction de symétrie opérée par le spurion X.

Concernant le spurion Y, on utilise la décomposition suivante, valable pour une matrice 2 x 2
générique

Y = e9YGLDyLy, (5.57)

ol @y est une fonction réelle et Gy, Ly sont des éléments de SU(2). Dy est diagonale et réelle.
Puisque la matrice 73 commute avec Dy, on voit que le couple (Gy, Ly) n’est unique qu’a une
transformation U(1) diagonale prés, soit

SU(2) xSU(2)

(b € 1

(5.58)

73, diagonal

8. De telles matrices diagonales ont été utilisées dans la littérature (voir [AHCGO1b] entre autres). L’idée y était
également de sélectionner le groupe de jauge, mais la formulation covariante, permettant une formulation précise et
un développement systématique, en était absente.
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On peut vérifier que le nombre de paramétres indépendants dans le membre de droite de (5.57)
est bien huit. Utilisant la contrainte sur Y (5.43), on peut écrire sans aucun choix de jauge

(VY1) = 0u(tr D) = 0, (5.59)
DH(}N/}NQT) = 9,(e%¥  det Dy) Taxs = 0, (5.60)
ce qui implique, sans avoir eu & choisir de jauge
Oupy = 0, (5.61)
0,Dy = 0. (5.62)

On peut donc écrire Y comme combinaison linéaire avec coefficients constants (ce qui constitue le
résultat (5.47)) de

Yo = G%(g g)Ly, (5.63)
Yy = GxTv(g 2)Ly, (5.64)

avec, indépendamment de la jauge
d.m = 0. (5.65)

On vérifie que Y, et Y, donnés par (5.63-5.64) représentent les deux solutions linéairement indé-
pendantes de (5.43) et (5.46).

Comme Y, se transforme de fagon identique a Y, on peut construire des termes dans le lagran-
gien impliquant des combinaisons linéaires & coefficients arbitraires constants de ¥ et V.. Une
écriture équivalente utilise des combinaisons linéaires de Y,, et Yy: c’est celle que nous choisirons par
la suite. Notons que ceci pourra étre utilisé au niveau du lagrangien invariant sous Spaturel, PUisque
nous n’avons pas eu 4 choisir une jauge pour obtenir ce résultat. La suite de la méthode utilise en
revanche un choix de jauge particulier, que nous appellerons la jauge standard. La contrainte sur
Y (5.43) implique, d’apres (5.45) et (5.47)

DY, = 0. (5.66)
Appliquant les transformations suivantes de SU(2), et SU(2),
P
Go = 871f7 Gy, (5.67)
.3
L = e 7Ly, (5.68)

avec une fonction f arbitraire on obtient, dans cette jauge standard

j. s n 0
Y, = (0 O)’ (5.69)

et ce indépendamment de la fonction de jauge f, qui reste donc libre. On utilise ensuite les équation
suivantes, qui découlent de (5.66)

DH(YUYJ) ~ 0, (5.70)
DN(YJYU) = 0.

Ecrivant ces équations composante par composante dans la jauge standard ou (5.69) est valable,
on obtient les résultats (5.52), dans le cas général n+# 0. A partir de I'équation (5.66) écrite dans
cette méme jauge standard, on obtient Iidentification (5.53).

Notons que l'on a utilisé une transformation G (5.67) pour atteindre la jauge standard dans
laquelle (5.69) est valable: le champ de jauge Gf, est alors aligné selon la troisieme direction.
Cependant, il reste un sous-groupe abélien qui n’est pas contraint: parmi les six fonctions de jauge
initiales du groupe SU(2), x SU(2),, la transformation f reste libre. Nous utiliserons ainsi la
notation suivante pour le champ dynamique U(1) correspondant

S.

G, = . (5.71)
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Pour ce champ de jauge abélien, le tenseur de Faraday est donné par
v, = 0,b) —0.b) (5.72)
et la transformation de jauge par

b —s bﬁ—giauf, (5.73)
0

qui est bien compatible avec les contraintes. Nous avons donc trouvé que la contrainte appliquée
au spurion complexe Y, lequel contient huit fonctions réelles, réduit I'espace des connexions a un
plus petit sous-espace que dans le cas d’un spurion réel contenant quatre fonctions réelles. Ceci
est logique, puisqu’un nombre de paramétres indépendants plus grand pour le spurion entraine
davantage de relations non-triviales découlant de la contrainte de covariance constante. Dans les
deux cas, les combinaisons linéaires du spurion et de son conjugué peuvent étre écrites, dans la
jauge standard, comme combinaison linéaire de matrices n’impliquant qu’un parameétre libre, comp-
tabilisée comme d’ordre O(e). La réduction de symétrie opérée par le spurion Y et la contrainte
associée est résumée par le tableau 5.2.

Tableau 5.2. Réduction de symétrie due au spurion Y.

Injectant la solution des contraintes dans le lagrangien (5.38), on obtient

bosons

. 2
2,0 J. s. 1 v 1 v
£E0 2 —f; (VB VHET) = 5 {(Grw GI) = 7 b b7 (5.74)

ou la définition suivante a été employée

V.E = D3| |

3
= BNE—igob?L%E—i—iglEGlu. (5.75)

5.2.2 Bosons

Jusqu’a présent, nous avons uniquement introduit les champs bosoniques. Nous donnons & présent
plus de détails sur ce secteur, afin d’établir le résultat suivant: & ’ordre dominant O(p2 eo), les
interactions sont identiques & celles du SM, excepté pour ce qui est de ’absence de la particule
de Higgs. A cette fin, nous travaillons avec les champs physiques, utilisant des redéfinitions des
champs similaires & celles de la section 4.1.3: I'idée est & nouveau de définir des objets invariants
sous la symétrie SU(2) . Ainsi, on effectue un changement de variable pour les sources R, vers des
champs vectoriels W,,. Pour simplifier les écritures et faire apparaitre les interactions entre champs
physiques, nous nous plagons dans la jauge standard, et donnons les redéfinitions des champs dans
cette jauge. Les champs obtenus ne seront pas invariants sous toutes les transformations de jauge,
mais porteront une charge abélienne. En revanche, ils sont invariants sous les transformations
SU(2)g, (et SU(2)p, ces transformations étant identifiées dans la jauge standard). Pour les champs
W, on écrit
. S.
w, = ézvuzﬁ (5.76)
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De méme que pour le cas des mooses du chapitre 4, le lagrangien effectif (5.74), lorsqu’il est écrit
en termes des variables W), au lieu des R, ne dépend plus de X 2: c’est le mécanisme de Higgs.
Ces définitions permettent d’éliminer les GBs du lagrangien. Cette réécriture suffit & diagonaliser
les termes quadratiques pour les bosons vecteurs chargés définis par

wiE 1= 1;/5 (rF RV, (5.77)
1

Pour ce qui est des champs neutres en revanche, il reste encore & traiter le mélange: la matrice de
masse dans la base (b%, Wﬁ) est diagonale, puisqu’elle prend la forme

2 2
gif*(00
Z(o0y, -
En revanche, la matrice des termes cinétiques est donnée par
2
90 90
(@
= g1 g1 | . (5.79)
4 9o 1
g1
On utilise donc une transformation triangulaire, selon
j. s. i 1 0
Al‘ = SE<T32V#ET>+EZ)N, (580)
2, = cgi (3R V,51, (5.81)
1
avec
c = I (5.82)

Va+a
s = VI— 2. (5.83)

Si 'on souhaite comparer a la diagonalisation utilisée dans le SM, on doit suivre la méthode qui
serait utilisée dans ce cas pour définir la jauge unitaire: on fixerait dans ce cas & zéro les champs
=0 pour a=1,2,3 dans

Y =e /. (5.84)

Ceci correspond & effectuer le remplacement ¥ — 1oy o dans les définitions ci-dessus (5.80-5.81)
pour obtenir

A#|ﬂa:o = bl +sGY,, (5.85)

j.- s

Z, = —sb+cGi,. (5.86)

wa=0
On reconnait bien les formules utilisées dans le cas du SM, moyennant les remplacements go— g’
et g1 — g. La charge électrique s’exprime également comme attendu

e = R (5.87)
vV 90+ 91

d’apreés les lois de transformation des champs lorsque I'on applique une transformation de jauge f
qui est toujours libre, méme dans la jauge standard

WE — eTUWE, (5.88)
Zy — Zy, (5.89)
Ay s A= 0uf. (5.90)

Par ailleurs, les termes cinétiques pour les GBs donnent directement les masses des bosons vecteurs
selon
2 .
f s are =\ o Lo
(VL Vest) S MR (W W) 45 ME (2,24 (5.91)
9. Comme déja évoqué, la disparition des modes de Goldstone du spectre n’est plus garantie en présence
d’anomalies. Ceci sera étudié au chapitre 6.
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avec & nouveau des définitions identiques & celles du SM

2
gi+ g6
M2 = %f? (5.93)

Une étude détaillée des interactions contenues dans le lagrangien (5.74) montre alors que les
interactions entre bosons vecteurs & cet ordre sont identiques a celles décrites pour le SM en arbres
a la section 1.2.2. Nous ne reproduisons donc pas les expressions des interactions composante par
composante ici, mais mentionnons le sort des opérateurs indésirables. Les termes qui donneraient
des contributions au paramétre S en arbres, nécessitant une modification de la diagonalisation
pour les champs vectoriels neutres (5.80-5.81) sont absents & cet ordre. Ils sont donnés par 10

(L SRS = O(pte), (5.94)
(L, SXG XIS = 0(pPe?), (5.95)
<G0N,,Yu,dERWZTYJ7d> — 0(p*e?), (5.96)
<G0M,,Yu7dEXGf”XTETYJ’d> — O(p*eY). (5.97)

Mentionnons également que les opérateurs
<YJ’dYu,d2D#ZT> <YJ’dYu,dED“ET> — o), (5.98)

donnant une contribution en arbres au parameétre 7' (comparer avec (5.16) et (1.122)), qui sont
également supprimés par des puissances des spurions. Nous verrons plus tard (section 5.2.5) que,
si ’on impose le lien le plus simple suggéré entre le comptage spurionique et celui en puissance des

1/2

impulsions, on obtient € = (’)(p ) Si l'on utilise cette relation, toutes les opérateurs ci-dessus

(5.94-5.98) apparaitront alors & ’ordre O(p4), au méme niveau que les contributions & une boucle.
Dans ce formalisme de spurions, les corrections au paramétre .S sont donc naturellement plus petites
que dans 'approche basée uniquement sur la symétrie SU(2) x U(1) (voir (5.18)): en particulier,
il ne semble pas possible de discuter les parameétres S et T indépendamment des corrections de
boucles.

Dans cette section, nous avons vu comment le spurion complexe Y permettait d’introduire la
brisure de I’isospin faible: la motivation initiale pour introduire les spurions était précisément de
réduire la symétrie et ’espace des configurations de jauge. D’autre part, dans la jauge standard
utilisée pour résoudre les contraintes, les spurions se réduisent & des constantes, introduisant ainsi
la brisure explicite d’isospin, indépendamment de la constante de couplage go !, en plus de la
brisure due & la valeur non-nulle de cette constante (la nécessité d’une distinction entre ces effets
a déja été mentionnée par les auteurs de [BEM99]: le fait que cette brisure implique des spurions
permet de résoudre les questions relatives & la prise en compte des termes du type de (5.16) et
(5.21), en fixant 'ordre auquel ils apparaissent dans le développement).

5.2.3 Fermions et symétrie U(1), ,

La réduction de symeétrie, décrite a la section 5.2.1, du groupe SU(2)G0 x SU(2), x SU(2), x
SU(2) c utilisant un spurion réel X et un spurion complexe ¥ nous a permis d’obtenir la symétrie
U(l)Td , X SU(2),, qui est dynamique. Nous avons déja mentionné que le groupe de symétrie
Shaturel (5.27) comportait également un sous-groupe U(l)B_L. Cette symétrie abélienne entre en
jeu lorsque 'on considére les fermions, c’est pourquoi nous I'introduisons dans cette section. Nous
décrivons & présent la réduction de symétrie du groupe SU(2) X U(l)Td X U(1) ;_, vers le groupe
SU(2),, x U(1)y,, utilisant un autre spurion ¢, qui interviendra pour décrire la violation de B — L.

10. Comparer en particulier avec (5.18), (5.17) et (1.121).

11. Un certain lien entre les deux est donné par le comptage relatif ¢ = O(p1/2> suggéré entre spurions et
constantes de couplages (go et g1)-
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On dénote la connexion correspondant aux transformations U(1) ; _, par Bg, dont la transfor-
mation est donnée par

B +— B —09,a°. (5.99)

A ce point, Bg n’est qu’une source externe, au méme titre que L, et R,. Le comptage de puissance
approprié

By, = O(pY), (5.100)

a été donné & la section 2.3.1.1. Nous considérons des fermions élémentaires décrits par des doublets
de spineurs de Dirac, et leurs projections de chiralités définies

1
XL.R = %x- (5.101)

Les fermions élémentaires sont chargés sous les transformations de Yang-Mills élémentaires SU(2)
et SU(2) ar Leurs propriétés de transformations sous le groupe Spaturel sSont en effet les suivantes 12

.B—L
i 0

xL — Gie 2 %y, (5.102)
.B—L

Xr — Goe 7y, (5.103)

Toutes les transformations non-abéliennes des divers champs sont schématisées a la figure 5.2.

XR XL
o»o L 33— R podme
Y by X

Figure 5.2. Introduction de fermions dans le modéle de la section 5.2.1.

Une autre possibilité serait de considérer des fermions se transformant sous L et R au lieu de
Gy et G1. De tels champs s’interpréteraient comme des états liés résultant de la dynamique de
la techni-théorie, puisqu’ils se transforment sous les symétries de cette derniére, et non sous les
symétries de Yang-Mills élémentaires SU(2), et SU(2), : ce sont des fermions composites, que
nous considérerons au chapitre 6. Rappelons que la possibilité de distinguer entre les transforma-
tions agissant sur les GBs et celles agissant sur les champs élémentaires fait 1’'un des intéréts des
spurions. Nous en considérons ici les conséquences pour les fermions.

Il nous faut a présent identifier la symétrie U(1), , supplémentaire avec la transformation
U(1)y, , de la section 5.2.1. Cette identification sera & nouveau réalisée via une contrainte de
covariance constante imposée sur un nouveau spurion ¢, lequel doit donc porter une charge B — L.
Ce spurion est un doublet complexe 13 avec la loi de transformation suivante sous Syaturer 4

b — Goe'T ¢ (5.104)

Ce doublet complexe ne doit pas étre confondu avec le doublet de Higgs ¢ du SM, qui ne porte
pas de charge B — L. De plus, rappelons que ¢ n’est pas un champ dynamique ici.

Notre choix de la charge U(1), , pour ce doublet est tel que I'on obtienne la normalisation
usuelle pour les charges B — L des fermions aprés avoir identifié les connexions. La condition de
covariance constante imposée sur ce spurion s’écrit explicitement

0

. B
Dup = 9u6—i|gCGou—=)0 = 0. (5.105)

12. A comparer avec (5.2-5.3).

13. Nous avons également déja vu & la section 1.3.2 I’équivalence entre doublet complexe et matrice 2 X 2
satisfaisant une condition de réalité.

14. On notera que cette transformation est identique & celle donnée en (5.103) pour un doublet leptonique droit.
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A ce stade, il semblerait qu’on ne puisse pas résoudre les contraintes en fixant la jauge, la transfor-
mation SU(2), ayant déja été utilisée. Il se trouve que les contraintes elles-meémes, en restreignant
Pespace des configurations, vont permettre une solution. On procéde comme suit: de (5.105), on
déduit, se plagant dans la jauge standard (ce qui implique la nullité des deux premiéres composantes
de G, selon (5.52))

j- s i

0 = [Dy, Di)¢ =" =5 (90 G 7 = Bju) ¢- (5.106)

Ceci implique soit que les deux composantes de ¢ sont identiquement nulles, soit que

j. s.

BY, =" £g0Gi,.. (5.107)

Nous rejetons la premiére possibilité, les spurions étant précisément introduits pour contraindre les
champs. Les deux autres possibilités, distinguées par le signe dans (5.107), sont équivalentes & une
transformation de jauge discréte Go=1i72 prés, et donc ne peuvent étre distinguées physiquement:
nous choisirons la possibilité correspondant & la relation indépendante de jauge suivante

oYy, = 0. (5.108)
Dans la jauge standard ou (5.69) est valable, ceci implique que seule la composante supérieure

de ¢ est non-nulle: nous obtenons donc le signe positif dans I’équation (5.107). Il existe donc une
fonction f’ telle que

BY = goG3.+0uf". (5.109)
Effectuant & présent la transformation U(1), _, définie par
a’ = f', (5.110)
on obtient I’égalité entre les connexions elles-mémes
j.

s.
132 = 90(;8u

g (5.111)

ce qui implique la réduction de symétrie décrite par le tableau 5.3.

UM p_p x U)g,,

) Y
@
1

Uy

Tableau 5.3. Réduction de symétrie via le spurion ¢.

Utilisant (5.105), on remarque que la composante non-nulle de ¢ est une constante dans cette
jauge. Cette constante peut étre choisie réelle en utilisant une transformation o constante, qui ne
modifie pas (5.111). On obtient finalement

¢ 1= (g) (5.112)

9u¢ = 0. (5.113)

avec

Notons que le spurion ¢, lié au choix du groupe U(1),,, jouera un réle particulier dans la suite,
introduisant la violation du nombre leptonique. Nous distinguerons donc le comptage de puissance
pour ¢ de celui pour e: en pratique nous nous intéresserons & la situation ¢ < e. On comptabilisera
ainsi

¢ = 0(). (5.114)

Résultats
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En résumé, grace aux contraintes elles-mémes, nous avons pu trouver une jauge dans laquelle la
solution des contraintes prend la forme suivante: les spurions se réduisent aux constantes suivantes

X2 1oy, (5.115)

j- s n 0
Y, = <0 0), (5.116)

¢ = <8> (5.117)

Comme cette jauge est atteinte en fixant neuf des treize fonctions de jauge de SU(2), x SU(2), x
SU(2)p x SU(2), x U(1) g _ 1, seules quatre combinaisons des treize connexions seront non-nulles:
on a en effet les identifications suivantes

R, I 91G%,, pour a=1,2,3, (5.118)
j. s. j. s.

L)'= Gyl =0, (5.119)

L3 = g0G3, = BY 2 gotf. (5.120)

La réduction de symétrie du groupe Snaguret =SU(2) % SU(2) x SU(2) p x SU(2),, x U(L)z_; &
I’aide des trois spurions X,Y et ¢ a permis d’obtenir le groupe SU(2),, x U(1)y,, selon le tableau
5.4. Dans ce tableau, on a choisi pour les besoins de la représentation, d’ordonner les réductions
de symétries dues respectivement aux spurions Y et ¢. Ceci correspond & 'ordre chronologique
utilisé dans la description ci-dessus, bien que cet ordre n’ait aucune signification physique.

Ul)p_, x SU@)g, x SU@2), x SUEQ), x SU@2),

1

| 1
Y X
| l
‘U(l)B_L x Uy, x SU(2),,
T
¢
|
U(l), x SU(2),,

Tableau 5.4. Description de la réduction de symétrie opérée par les spurions X,Y/ et ¢.

Le groupe d’invariance SU(2) x U(1),, de la solution des contraintes correspond a une symétrie
dynamique: les connexions sont des variables d’intégration (champs de jauge).

5.2.4 Couplages des fermions
Avec les notations précédentes, les termes a l'ordre (’)(p2 €? CO) impliquant les fermions s’écrivent

,cg;r?;i?ns = ixzy* Duxr+1ixzy" Duxr+ interactions & quatre fermions. (5.121)

Les interactions & quatre fermions ont bien la dimension chirale O(p®€”¢?), mais sont cependant

divisées par une échelle de masse au carré: la question de leur suppression est donc similaire au cas

du SM. Nous omettrons donc les termes d’interactions & quatre fermions dans le cadre de cette
premiére étude, puisqu’ils peuvent étre supprimés par une échelle arbitraire.

Afin de montrer que les couplages aux champs vecteurs & cet ordre sont automatiquement

identiques & ceux du SM, on part de la définition de la dérivée covariante appliquée aux doublets

fermioniques, qui est donnée, d’aprés (5.102-5.103), par

. B-L
DMXL = 3MXL—1<91G1N+TB?L) XL , (5122)

. B-L
Duxr = Ouxr—1i (gOGO}L+TB;O,L> XR- (5.123)
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Injectant la solution des contraintes dans la jauge standard, les équations (5.122-5.123) deviennent

Vuxr = DNXL}J». .

. B—-L
= Ouxr—1i <91G1p+go 5 b%) XL » (5.124)
VuXr = DNXR|j_ .
. ™ B-L
= Ouxr—1g0b}, (74'7) XR- (5.125)

On peut vérifier, a I’aide du tableau 5.5, que les charges des différents fermions sous la symétrie
U(1) restante correspondant au degré de liberté f sont bien les hypercharges, par comparaison
avec le tableau 1.3 page 28. Ici, on a noté x, et x4 respectivement les composantes supérieures et
inférieures du doublet y. On peut explicitement vérifier que les charges du spurion ¢ sont différentes
de celles du doublet de Higgs, donnée dans le tableau 1.3. En particulier, le spurion ¢ introduit
la violation de B — L, puisqu’il identifie la transformation U(1); , & celle du sous-groupe abélien
U(), , de SU(2)GO+L7
non-nulle dans la jauge standard: ¢,,. D’aprés le tableau 1.3, on constate que le boson de Higgs du
SM, lui, ne brisait pas U(1);_,, mais identifiait les transformations générées par Ty, 3 et Tq 3.

ce qui se vérifie dans le tableau en considérant les charges de la composante

[Tws | Tas [B-L] ¥ | Q |
Leptons (B—L=—1)

XLu 121 0 “1 [ -1] 0
XLd —1/2 0 —1 —1 —1
XRu 0 | 12 | -1 0 0
0 0 |[—1/2] -1 | =2 | =1

Quarks (B—L=1/3)

XLe 2] 0 | 1/3 [ 1/3] 2/3

XLd —1/2] 0 | 1/3 | 1/3 |[—1/3

XRu 0 | 1/2 [ 1/3 | 4/3 | 2/3

XRd 0 |—1/2] 1/3 |=2/3[=1/3
Spurion ¢

Du 0 1/2 | -1 0 0

Y 0 |—1/2] -1 | —2 | -1

Tableau 5.5. Valeurs propres des composantes des champs sous certains opérateurs.

A ce stade, il est utile de définir des champs invariants sous SU(2), et SU(2) pour les fermions,
comme nous ’avons fait pour les champs de jauge a la section 5.2.2

.B—L
W = SUxr — Le "7 %4y, (5.126)

.B—L ¢

Yr = xr — Goe 2 7 4p. (5.127)

Ces définitions ne donneront pas de variation anomales de la fonctionnelle génératrice tant que
Pon aura trois quarks pour un lepton, la trace de B — L sur les fermions étant alors nulle (voir la
section 6.3.2 & ce sujet). Utilisant la notation ¥ pour la somme des deux projections de chiralité

Y = ¢Yr+Yr, (5.128)

on peut réécrire le lagrangien (5.121) sous la forme
‘ 3
2,0,0) s . — - e - 3 (1—
T A e R
1

V2

_ 1—
S Pyt A=) 1 Wff + interactions & quatre fermions, (5.129)

* 2
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avec

3
T B—-L
= —4+— 5.130
Q= 5+ (5.130)
Ceci constitue le résultat désiré: les couplages des fermions aux bosons vecteurs a ’ordre O (p2 ¢ 0)
sont identiques & ceux du SM (voir (1.31) et la section 1.2.1.2).
Un point important est que les termes de couplage non-standard

iXzY* XTET(D,X) Xy = O(erQCO), (5.131)
IXEY" YuaZ (D2 Y yxr = O(p?e2(0), (5.132)

ne pourront apparaitre qu’a l'ordre (’)(p2 € CO). Ceci est automatique dans ce formalisme de spu-
rions, sans hypothése supplémentaire, et constitue un résultat nouveau par rapport & la littérature
[ABCH85, CDCDG87, CDCD*89, PZ90, BEM99]. Notons que ces termes, écrits dans la jauge
unitaire, donneraient des couplages arbitraires des fermions gauches aux bosons vecteurs, puisque
les coeflicients apparaissant en facteurs seraient a priori différents selon la génération considérée: le
terme (5.131) correspond en effet & (5.24) dans Papproche sans spurions. Cet opérateur introduit
également des transitions entre saveurs, puisque les doublets peuvent appartenir & différentes
familles. D’autre part, Popérateur (5.132) produit des couplages des fermions de chiralité droite
aux W+, de méme que le faisait (5.25) dans I'approche sans spurions: la distinction est qu'ici
l'opérateur n’apparait pas a ’ordre dominant. Notons cependant qu’avec la relation € = (’)(pl/ 2)

suggérée par le comptage des masses des fermions & la section 5.2.5, ces termes pourront apparaitre
avant les corrections en boucles.

5.2.5 Masses de Dirac

Etant données les propriétés de transformation (5.102-5.103), on peut voir que la construction de
termes de masse pour les fermions nécessite des puissances des spurions, contrairement au cas de
lidentification directe entre les transformations des champs de jauge et celles des GBs (5.20-5.21).
Les opérateurs correspondants sont quadratiques en champs fermioniques, avec deux insertions de
spurions, et donc comptabilisés comme O (p' €2 ¢?).

Ceci suggere la possibilité évoquée ci-dessus d’imposer la relation suivante entre les paramétres
de développement selon € = O(pl/ 2), afin que le terme de masse et le terme cinétique des fermions

(5.121) apparaissent au méme ordre dans un comptage unique, ¢’est-a-dire au niveau du lagrangien
(’)(pQ). Dans ce cas, la masse des fermions suit exactement le comptage nécessaire pour reproduire
la formule de comptage de Weinberg. Notons que I'on peut cependant imaginer tenir compte de
la hiérarchie des masses des fermions chargés par un comptage de puissances supplémentaire,
lié & une symétrie horizontale, et qui viendrait compliquer cette comparaison. Dans ce cas, la
masse du quark top serait vraisemblablement comptabilisée comme O(pl), mais les autres seraient
supprimées, ce qui est encore compatible avec la régle de comptage de Weinberg. En conséquence,
nous n’imposerons pas  ce stade de lien entre les comptages en € et celui en p, 'important étant
que la liberté & 'ordre le plus bas est la méme que dans le SM en arbres.

On peut écrire des termes de masse de Dirac a 'ordre O(p' €? ¢°), qui sont invariants sous
Shaturel (on utilise les indices de générations 4, j) 15

L2 = NG YR YuE X xzy— N e X T2 xR
N X Ya S X xeg = M5 xep X VST i (5.133)

Ceci constitue les seuls termes donnant des masses aux fermions & cet ordre. On peut utiliser les
champs 1 définis en (5.126-5.127), avec 1'écriture suivante pour les quarks

Uj
¥ — (di)’ (5.134)

15. Notons que ’on peut construire des termes contribuant au moment magnétique (et magnétique faible) des
divers fermions & ’ordre O(p2 €2 CO): ces termes sont donc d’ordre supérieur. Ils sont également supprimés par une
échelle (comme dans le SM), et nous ne les discutons donc pas plus avant, pour la méme raison que dans le cas des
interactions 4 quatre fermions.
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ainsi que les définitions

Les termes de masse de Dirac (5.133) prennent alors la forme suivante, dans la jauge standard

‘C(g];azr)ks = - (m{;uRs uL;+m; ururp+ mé;dri dpj+mi drjdg;) . (5.136)
Le point important est que les masses et les différences de masses dans les doublets interviennent
ensemble dans le lagrangien O(p' €2 ¢Y), et sont donc comptabilisées comme d’ordre O (p® €2 ¢°):
a cet ordre, le nombre de paramétres libre sera le méme que dans le SM. Les constantes de
développement 7 et & fournissant uniquement des facteurs multiplicatifs réels signifiant que ces
masses sont considérées comme petites. Une fois cette distinction clarifiée, on constate que les
matrices de masses mqjjd contiennent exactement le méme nombre de parameétres libres que celles
introduites & la section 1.4.1 dans le cas du SM: en particulier dans le cas de trois générations,
on pourra éliminer cing phases en utilisant des redéfinitions des champs de quarks, obtenant une
matrice CKM contenant trois angles physiques et une seule phase responsable de la violation de
C P a cet ordre. A cet ordre, on aura donc la méme prédiction que dans le cas du SM. Puisqu’il ne
reste pas de scalaire dans le spectre, les termes de masses ne s’accompagnent pas ici de couplages
avec un Higgs physique, contrairement au SM.

Dans le cas des leptons, on peut écrire des termes analogues aux précédents
1,2,0 - oo
El(epton)s = —NXmRiYuS X X1 — N xi; XSV xri
— X XRYaS X xpj — A X XTSTY) i (5.137)

En jauge standard, et utilisant les redéfinitions des champs (5.126-5.127) ainsi que l'écriture
b — ( Vi ) , (5.138)

on voit que les termes (5.137) donnent des masses de Dirac d’ordre (’)(po € CO) aux leptons. La
difficulté est ainsi la méme que dans le SM concernant la hiérarchie de masse entre 1’électron et le
quark top (voir section 1.4.1). La différence avec le SM réside dans ’écriture des termes de masse
de Majorana pour les neutrinos, ce que nous considérons & présent. Ceci demande de considérer
le lagrangien au-dela de 'ordre O(p*e®(°).

5.2.6 Violation du nombre leptonique

Dans le secteur des leptons, c’est-a-dire pour des doublets x se transformant comme en (5.102-

5.103), mais avec B — L=—1, on peut construire des opérateurs spinoriels invariants sous Spaturel-
Il s’agit des deux opérateurs suivants, qui impliquent le spurion ¢
Npri = ¢'xri = 0(]91/2 e Cl) ; (5.139)
Npi = 6'YVuS Xy = o(pl/%? gl) . (5.140)

Rappelons que la contrainte sur le spurion ¢ impose dans la jauge standard l’identification des
transformations U(1) ; , et du sous groupe abélien de SU(2)G0+L. Ceci implique que les opérateurs
ci-dessus vont violer B — L. En effet, dans la jauge standard on voit que ces opérateurs projettent
les composantes v du doublet leptonique

j. s.
NRi = CVRi 5 (5141)

Np; = CEnvri. (5.142)

On pourrait également considérer le pendant de Popérateur Np,; de (5.140) en remplagant Y,, par Yy.
Cependant, un tel opérateur est identiquement nul d’aprés (5.108).
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A T’aide des opérateurs introduits ci-dessus, on peut construire des termes de masse de Majorana
invariants sous Shaturel
Nri (Nrj)© = O(p'e” (), (5.143)

(NLi)“Npj = O(p'e'¢?). (5.144)

Dans ce cas, la violation de B — L est due & la réduction de symétrie par les spurions et les
contraintes associées. En revanche, pour ce qui est de 'opérateur correspondant (1.119) dans le
cas du SM, ou de l'opérateur (5.26) dans le cas de la LEET sans spurions, B — L et Ty 3 étaient
séparément brisés, conservant Y /2 =Ty 3+ (B — L)/2. Dans le cas présent, I'identification entre
les deux transformations correspondantes est due aux contraintes sur le spurion ¢ (voir les charges
de ¢, dans le tableau 5.5). Le fait que les deux opérateurs violant le nombre leptonique (5.143-
5.144) contiennent un facteur ¢? suggére de considérer

¢ < e, (5.145)

auquel cas la violation du nombre leptonique engendrée sera faible. Le comptage utilisé pour le
spurion ¢ sera donc différent de celui des spurions X et Y

On peut également construire d’autres termes de masse de Dirac pour les neutrinos, & partir
de l'opérateur

NriNp; = O(p'e*(?). (5.146)

Ce terme ne sera qu’une correction aux termes de masses de Dirac usuels de la premiére ligne de
(5.137) pour les neutrinos. Il en sera de méme pour le terme suivant donnant une correction aux
termes de Dirac pour les leptons chargés

Xmidl b Yue XX xL; = O(p'e2(?). (5.147)

Un point commun aux opérateurs (5.144) et (5.146) est qu’ils font apparaitre le spurion ¢ (et
donc la constante (). Par comparaison avec les termes de masse de Dirac de la section 5.2.5,
ils contiennent également des puissances plus élevées des parameétres £ et n. D’autre part, les
masses de Majorana pour les vg, qui sont engendrées par (5.143) sont également petites, puisque
proportionnelles & (2. Rappelons que, dans le cas de la LEET que nous considérons, les v et leptons
droits chargés sont les deux composantes d’'un doublet: on s’est intéressé & des doublets droits y g se
transformant sous SU(2) Gy e relation avec la symétrie custodiale. On ne peut donc pas se passer
des vg comme on le ferait dans le SM, ni les considérer comme étant lourds 16. Rendre compte
des faibles masses des neutrinos nécessiterait alors la hiérarchie A¥ < A°® pour les valeurs propres
des matrices A; et \{; apparaissant dans (5.137). Une solution est d’interdire complétement les
termes de Dirac pour les neutrinos, en demandant l'invariance sous une symétrie discréte exacte.
On considére la transformation abélienne suivante appliquée aux doublets leptoniques droits

Xr — Xg = (1-M)xr+eTxz, (5.148)
ot le projecteur II est défini par
t
m— _¢T¢ , (5.149)
(¢7¢)

Notons que ' se transforme identiquement & y r S0us Spaturel. Précisons encore que cette trans-
formation chirale définie en (5.148) ne génére pas d’anomalies dans l'intégrale fonctionnelle, du
fait des contraintes appliquées sur les spurions. En effet, dans la jauge standard, on peut voir que
la transformation (5.148) se réduit & vgp—s €. Or, d’aprés leurs charges sous SU(2) x U(1)y,
on sait que les degrés de liberté vr ne couplent & aucun champ vectoriel dynamique. En réalité,
nous imposerons uniquement la symétrie Zs correspondant au cas particulier § =n dans (5.148), soit

XR (1—21_[) XR (5150)

16. De fagon générale, les degrés de liberté de la LEET sont par définition légers, et ne peuvent pas acquérir
une masse d’ordre 10'® GeV. D’autre part, si ¢ n’était pas petit, il nous faudrait considérer toutes les puissances
du spurion ¢, soit une infinité d’opérateurs sans principe d’organisation, et la LEET serait inapplicable.
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ce qui implique dans la jauge standard
VR — —UVR. (5.151)

On peut vérifier que I'invariance du lagrangien sous (5.150) requiert
X =0, (5.152)

dans les termes de masses de Dirac (5.137): utilisant (5.108), on remarque en effet que l'on a,
indépendamment de la jauge

vin = vy, (5.153)

u

v = o. (5.154)

Les masses de Dirac spécifiques aux neutrinos, introduites en (5.146), seront également absentes
en vertu de cette symétrie. Le seul terme de masse restant qui implique les vz, est le terme de
Majorana donné en (5.143)

3
ﬁl(elf)fclc’)i)s = Z ()‘%V(NM)CNLJ‘F)‘%V*NLJ (NLi)C)
ij=1
) 3
e cr N (M ) v AN 7 (). (5.155)

i,j=1

Dans notre cas, la petitesse des masses des neutrinos par rapport & celles des fermions chargés se
comprend donc suite & la relation

e < &, (5.156)

au lieu d’étre due & la suppression par une échelle comme dans le cas de U'extension du SM (1.119).
En effet, dans la LEET, 'opérateur correspondant n’est plus divisé par une échelle. Il apparaitrait
a lordre O(pl) dans un simple comptage chiral. En revanche, il est ici relégué & des ordres
supérieurs en puissances des spurions, générant des petites masses de Majorana pour les neutrinos.
La suppression de ces masses des neutrinos peut étre particuliérement efficace si la constante ¢
qui découle du spurion ¢ est petite devant & et 7, comme déja supposé en (5.145) pour décrire la
faible violation du nombre leptonique.

Précisons que les spurions ne sont que la description effective d’'un mécanisme dynamique
engendrant les opérateurs effectifs. La LEET laisse ouverte les questions concernant les détails du
mécanisme sous-jacent. On peut cependant constater que ce mécanisme est difféerent du see-saw,
en considérant les degrés de liberté vr, ce que nous faisons & présent.

Les vr possédent des masses proportionnelles & ¢2, uniquement dues aux termes de Majorana
(5.143). Ils sont donc légers relativement a 1’échelle A ~4x f. Ils sont également stables. Ils ne pour-
ront interagir avec d’autres particules qu’a travers des termes d’ordre supérieurs. Ils découplent
donc en premiére approximation, et on peut donc les appeler neutrinos « quasi-stériles ». Notons
cependant qu’on ne peut pas simplement omettre les champs vg, puisqu’ils auront des interactions
aux ordres spurioniques supérieurs. En effet, le lagrangien O (p?e?¢°) introduira leurs couplages au
Z9, ce qui se vérifie en écrivant (5.132) dans la jauge standard, pour le cas d’un doublet leptonique

RS (0,50 Ve = Lvyve 2, (5.157)

Ceci signifie que la largeur du Z° en neutrinos stériles v sera supprimée par un facteur n* vis-a-vis
de la largeur du Z° en les autres fermions légers. Nous voyons donc que les neutrinos stériles qui
interviennent dans la LEET sont trés différents des neutrinos stériles produits par le mécanisme see-
saw dans le SM (voir section 1.6.1) 17. Les termes & quatre fermions impliquant ces vg généreront
également d’autres interactions, mais ces derniéres seront & nouveau supprimées par une échelle
de masse. La physique de ces neutrinos quasi-stériles est développée plus avant dans [HS].

17. Dans le cas d’un mécanisme see-sqw, les neutrinos stériles sont lourds par rapport & I’échelle électrofaible,
et se désintégrent via les couplages de Yukawa en bosons de Higgs et neutrino actif.
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Précisons par ailleurs que les termes
iXEY Y (DY) Y xR, (5.158)
iXRY"YaZ (DuEN) Vi xr (5.159)

représentant des couplages des courants chargés droits aux W=, sont interdits par la symétrie
discrete (5.150) dans le cas ou x est un doublet leptonique. Cette symétrie interdit également les
termes de moment magnétiques pour les neutrinos (actifs ou stériles): les seuls termes possibles
de ce type sont des moment de transition (entre générations) de Majorana, qui violent donc le
nombre leptonique par deux unités. De tels termes seront comptabilisés comme O(p2 et ¢ 2) pour
les neutrinos actifs vz, et O(p? €” ¢?) pour les neutrinos stériles vz. Il seront de plus supprimés
par une échelle (comme dans le SM), de méme que les interactions & quatre fermions. Ce sont 13
les seuls opérateurs que ’on peut construire & ’ordre O(p2) et qui générent des transitions AL =2.

Parmi les opérateurs & quatre fermions qui étaient irrelevants dan le SM, il en existe également
qui violent & la fois le nombre leptonique et le nombre baryonique, mais avec AB=AL [Wei79b].
La suppression par une échelle pour ces opérateurs fonctionne de la méme fagon que dans le SM,
et n’est pas liée aux aspects de 'TEWSB discutés ici.

5.3 Résumé

L’application directe des LEET & la brisure électrofaible sans scalaire physique rencontre des
difficultés dés ’ordre dominant (’)(pg). En effet, & cet ordre, les régles de construction de la LEET
définie par la symétrie SU(2)  x U(1), autorisent des interactions supplémentaires par rapport
au SM. Certains termes qui étaient irrelevants dans le SM car ils nécessitaient la présence du
doublet de Higgs élémentaire et avaient donc une dimension physique supérieure & quatre, ne sont
plus supprimés par une échelle de masse dans la LEET, du fait de la réalisation non-linéaire de la
symétrie. Ils apparaitraient dés 'ordre O(p?) dans la LEET, et méme pour certains, dés 'ordre
o(ph).

On souhaite donc trouver une formulation systématique pour se débarrasser des termes indési-
rables & cet ordre. Ceci implique de recourir & une symétrie plus grande, et d’utiliser de nouveaux
paramétres de développement, & la maniére du chapitre 4. Nous proposons donc de baser la
construction de la LEET sur une symétrie plus grande Syaturel = SU(2)4 xU(1),_, (dont un sous-
groupe est la symétrie custodiale) caractéristique de la limite dans laquelle le secteur de brisure en
interactions fortes n’interagit pas avec le secteur élémentaire regroupant les champs de Yang-Mills
et les fermions. On doit distinguer cette situation de la limite ou les constantes de couplages de
jauge tendent vers zéro, ce qui correspond & une symétrie différente; c’est pourquoi 'introduction
de paramétres supplémentaires via les spurions est nécessaire. On peut considérer le cas ou les
paramétres correspondants sont égaux & zéro, et effectuer un développement autour de ce point, la
symétrie Spaturel dans la limite des petits paramétres garantissant que ces mémes parameétres sont
protégeés.

La réduction de symétrie pour obtenir le groupe de jauge Srsquit = SU(2),, x U(1)y C Snaturel
nécessite un spurion réel X (voir le cas des mooses, chapitre 4) pour identifier le groupe de jauge
SU(2),,, un spurion 2 x 2 complexe Y pour sélectionner le groupe U(I)Td , et enfin, un doublet
complexe ¢ portant nécessairement une charge B — L, dont le role est de réduire U(1) , , x U( l)Td .
vers U(1),. La solution des contraintes de covariance constante imposées sur les spurions est
précisément invariante sous ce groupe Sigduit, qui est jaugé. Remarquons que le choix et le nombre
des spurions nécessaires pour opérer la réduction d’un groupe Spaturel VErs un sous-groupe Sreduit
avec un alignement défini est essentiellement unique, comme on peut s’en convaincre en considérant
la démarche utilisée pour résoudre les contraintes dans la jauge standard.

On observe de plus que le spurion Y introduit la brisure de Iisospin faible, qui nécessite
donc des facteurs de la constante 7. Le doublet complexe ¢ paramétre la violation de B — L, qui
s’accompagne donc de puissances de (.
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Le développement en puissances des spurions distingue entre les différents termes d’un méme
ordre en puissances de p. On trouve que les termes indésirables mentionnés plus haut nécessitent
des insertions de spurions afin de les rendre invariants sous Spaturel: 118 sont donc relégués aux ordres
supérieurs du développement correspondant. En particulier, 'opérateur donnant une contribution
en arbres au parameétre S peut étre rejeté a ’ordre des contributions & une boucle. Il en est de méme
pour le parameétre 7. Les termes d’interactions non-standard des fermions aux bosons vecteurs
apparaissent a ’ordre sous-dominant: les corrections & 'universalité des couplages, et a la structure
V — A des couplages des W+ sont donc plus petites que dans I'approche effective & 'TEWSB basée
uniquement sur la symétrie SU(2) x U(1), et méritent donc bien le qualificatif de corrections dans
le cas présent. Une utilité du formalisme de spurions est de montrer comment ces termes peuvent
étre traités de fagon cohérente comme étant d’ordre supérieur.

D’autre part, le spurion Y introduit une liberté suffisante pour avoir, & 'ordre auquel les masses
des fermions apparaissent, une matrice de masse impliquant des masses différentes au sein d’un
doublet, ainsi qu’une matrice de mélange dans le secteur des quarks analogue & la matrice CKM
du SM. Ceci signifie qu’une théorie de brisure dynamique de la symétrie électrofaible implique a
priori assez de brisure de 'isospin faible pour générer les différences de masses au sein des doublets:
en revanche le spurion Y ne fait que rendre compte de ce fait, sans permettre d’expliquer lorigine
du mécanisme. Précisons par ailleurs que, si ’on souhaite strictement reproduire la formule de
comptage de Weinberg, on utilisera la relation suivante entre le développement en puissances des
spurions X, Y et des impulsions: € = (’)(pl/g).

Dans le cas des leptons, on fait appel 4 une symétrie Zs résiduelle pour interdire les masses
de Dirac pour les neutrinos. Les degrés de libertés vg, qui sont introduits dans cette approche
afin de compléter les doublets sous la symétrie custodiale, découplent alors des autres fermions.
Ils sont cependant maintenus parmi les degrés de liberté légers de la LEET: leurs masses (de
type Majorana) sont proportionnelles & ¢? et donc petites devant A ~ 4w f. Les masses (de type
Majorana) des neutrinos gauches vy, contiennent un facteur £2 2 (2. On doit donc envisager le
spurion ¢ comme étant de magnitude faible devant les autres spurions. Cette description permet
de rendre compte des faibles masses des neutrinos actifs, et d’une faible violation du nombre
leptonique. A ce stade, le comptage pour le spurion ¢ reste a priori distinct.

Pour résumer les effets impliquant les spurions que nous avons décrits dans ce chapitre, nous
présentons dans les tableaux 5.6 et 5.7 une liste des grandeurs physiques dont les valeurs contien-
dront des puissances des paramétres &, n et ¢ découlant des spurions. Ceci permet de voir que les
différentes observables interviendront chacune avec une puissance définie de ces trois parameétres.
Les autres constantes sans dimension sont a prior: d’ordre un 8.

Grandeur physique Ordre spurionique
Masses des fermions chargés &n
Masses des vy, (actifs) £2n2¢?
Masses des vr (quasi-stériles) ¢?

Tableau 5.6. Effets physiques O(pl) impliquant les spurions, avec les puissances de petits paramétres apparaissant
en facteur.

Effet Physique Ordre spurionique
Corrections & 'universalité ¢2
des couplages gauches
Corrections & I'universalité 2
des couplages droits n
Paramétre S &2n?
Parameétre T nt

Tableau 5.7. Effets physiques O(p2) impliquant les spurions, avec les puissances de petits paramétres apparaissant
en facteur.

18. Nous avons déja mentionné la possibilité d’utiliser une symétrie horizontale pour décrire la hiérarchie des
masses pour les fermions chargés.
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Concernant les autres opérateurs qui étaient irrelevants dans le cas du SM (par exemple les
termes donnant des contributions aux moments magnétiques ainsi que les interactions & quatre
fermions), on note qu’ils sont également divisés par une puissance d’une échelle ayant une dimension
de masse dans la LEET. Cependant, cette échelle n’a a priori rien & voir avec ’échelle A ~4 1 f,
puisque les interactions des champs élémentaires entre eux ne sont pas gouvernées par ’échelle 4
laquelle le secteur en interactions fortes produit ses premiéres résonances. L’échelle entrant en jeu
ici est plutot 'analogue de celle qui apparaitrait dans les opérateurs effectifs irrelevants du SM:
on peut donc imaginer qu’elle soit nettement plus grande que 4 f. La LEET se trouve confrontée
aux mémes difficultés que le SM, et nous n’avons donc pas discuté ces opérateurs: le but était ici de
régler les problémes qui se posaient pour que la LEET puisse reproduire certains des succés du SM.






Chapitre 6

Raccordement des anomalies dans la
théorie effective pour la brisure électro-

faible sans scalaire

Dans ce chapitre, nous nous intéressons & un autre aspect intervenant dans la construction de la
LEET sans particule Higgs pour le secteur électrofaible: il s’agit de I'inclusion des termes néces-
saires pour satisfaire a la condition de raccordement des anomalies [tH79a] entre la théorie effective
et la techni-théorie. En effet, en fonction du contenu en champs fermioniques de la techni-théorie
(le secteur de brisure en interactions fortes), certaines identités de Ward des courants de symétrie
présenteront des anomalies: la fonctionnelle génératrice de ces courants de Noether n’est plus
invariante sous les transformations locales des sources. En revanche, la forme générale que prend la
variation de la fonctionnelle génératrice est connue, & une constante multiplicative prés, qui refléte
le contenu en champs de la techni-théorie.

L’expression & basse énergie de la fonctionnelle génératrice, qui est I'intégrale du lagrangien
effectif sur les degrés de liberté légers, doit reproduire la méme variation. La contrainte sur le
lagrangien effectif est alors aussi forte que lorsque la variation est nulle [Leu94], modulo la connais-
sance de la constante multiplicative mentionnée ci-dessus. En revanche, I’écriture du lagrangien
effectif approprié implique une construction particuliére: dans le cas ou la théorie effective contient
uniquement des GBs, le résultat est connu, et ’on doit prendre en compte 'action de Wess-Zumino
[WZ71].

Dans le cadre de cette thése, nous nous intéressons au cas ou les GBs disparaissent du spectre.
Or, on sait de maniére générale que les anomalies doivent étre reproduites par des états physiques
légers de spin 0 ou 1/2 [CG82]. Afin de déterminer en toute généralité comment le raccordement des
anomalies procéde dans une théorie sans scalaires physiques léger, nous considérons la possibilité
que la techni-théorie produise des états liés légers de spin 1/2: des fermions composites. Rappelons
que la distinction entre fermions composites et fermions élémentaires est claire du point de vue de
la LEET: les premiers ne sont pas des variables fondamentales mais des états liés se transformant
sous la symétrie chirale SU(2), x SU(2) 5, tandis que les seconds sont introduits en tant que champs
externes 4 la techni-théorie, et se transforment donc sous les symétries de Yang-Mills élémentaires
SU(2)g, x SU(2)4,- Ces fermions élémentaires ne participent pas au raccordement des anomalies,
puisqu’ils sont décrits par les mémes champs & haute et basse énergie. Ceci est di au fait que le
secteur élémentaire interagit faiblement.

Nous introduisons donc la description des fermions composites, et discutons leurs couplages &
Pordre le plus bas: contrairement aux fermions élémentaires, les fermions composites possédent,
dés Tordre O(p? € (%) des couplages non-standards aux bosons vecteurs. Ces couplages non-
standards interviennent lorsque ’on calcule la variation de la fonctionnelle génératrice a partir
de la LEET. En effet, la variation due au déterminant des fermions composites s’ajoute a celle
produite par les GBs: le tout doit reproduire la variation obtenue dans la techni-théorie. Nous
montrons qu’il est effectivement possible de construire une généralisation du lagrangien de Wess-
Zumino de fagon 4 satisfaire cette condition, et ce quelle que soient les valeurs des couplages non-
standards des fermions composites et de leurs charges sous U(1), . Ainsi, les couplages de ces
fermions composites ne sont pas contraints du point de vue théorique, en particulier pour ce qui
est de leurs charges B — L.

127
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Le deuxiéme volet de I'é¢tude montre que la symétrie & basse énergie SU(2), x SU(2), X
U(1)5_, de la techni-théorie doit étre exempte d’anomalies pour que les GBs soient éliminés du
spectre, réalisant ainsi le mécanisme de Higgs 1. Ce résultat est en fait indépendant de la présence
de fermions composites. On montre par ailleurs que I’annulation de la trace de B — L sur les
fermions élémentaires est nécessaire pour I’élimination des GBs du spectre. Dans le cas du SM,
cette annulation des anomalies est requise pour préserver la propriété de renormalisabilité, ce qui
est different d’'un point de vue logique.

Nous donnons également les expressions nécessaires a 1’étude des diagrammes triangulaires
impliquant les fermions composites dans la jauge unitaire, et discutons les contributions de ces
diagrammes aux vertex a trois bosons vecteurs.

La discussion est sensiblement améliorée par rapport a [HS04a]

6.1 Fermions composites et élémentaires

Dans cette section, nous décrivons la LEET & 'ordre dominant, distinguant entre le secteur com-
posite résultant de la dynamique d’interactions fortes de la techni-théorie d’une part, et le secteur
élémentaire constitué des champs de Yang-Mills et des fermions élémentaires qui leur sont direc-
tement couplés. Cette distinction est clarifiée par le formalisme des spurions. Le cadre considéré
ici constitue une extension de celui du chapitre 5: le contenu en champs bosoniques est minimal,
le secteur de brisure ne produisant que les trois GBs nécessaires pour donner leurs masses aux
W= et Z°. En relation avec le raccordement des anomalies, nous considérons en plus la possibilité
que le secteur de brisure produise des fermions composites légers. Nous reprenons les étapes
de la formulation du lagrangien effectif en vue de 1'’étude du raccordement des anomalies. La
fonctionnelle génératrice des sept courants de Noether J7#, Jg", J§ _; correspondant aux symétries
globales de la techni-théorie est définie par

T [Li R BE) / A[T] e A Lo+ T T LG+ TR TV R+ TE L (T1BY, 6.1)

Dans cette définition, les variables T' dénotent les degrés de liberté fondamentaux de la techni-
théorie, et LT son lagrangien. Du fait des interactions fortes, les variables T sont inappropriées
pour décrire la physique & basse énergie. La LEET utilise comme champs dynamiques les trois
GBs décrivant la brisure SU(2), x SU(2), x U(1) 5 _; — SU(2),, » x U(1) et les éventuels

doublets de fermions composites x* produits par la techni-théorie.

B-L>

6.1.1 Secteur composite

Les notations sont celles du chapitre 5: les trois GBs paramétrés par la matrice SU(2) se transfor-
ment selon

Y +— LYRT, (6.2)

ce qui est représenté 4 la figure 6.1.

L —»—— R
by

Figure 6.1. Propriétés de transformation des GBs.

La techni-théorie peut éventuellement produire des états légers de spin 1/2: des fermions com-
posites chiraux. Ceux-ci se transformeront sous les symétries globales SU(2), x SU(2) , x U(1) 5 _,.
En incluant ces fermions chiraux dans la LEET, nous supposons implicitement que leurs masses
sont inférieures a l’échelle A & laquelle les autres états composites apparaitront: ceci peut étre
justifie [tH79a] dans le cas ou ils participent au raccordement des anomalies. C’est pour cette
raison que nous incluons un doublet de fermions composites dans cette discussion des anomalies,
par souci de généralité. Les projections de chiralités gauche et droite sont définies par

L[] 1 { ]
XL,R = %X . (6-3)

1. Remarquons qu’en QCD, le coefficient de I’anomalie globale est proportionnel & N.
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Nous avons déja donné a la section 2.4.2.2 le comptage de puissances pour les fermions chiraux:
celui-ci ne dépend pas du fait que les fermions soient composites ou élémentaires, et ’'on a

X* = O(pl/Q) : (6.4)

On suppose & présent que ces fermions possédent les propriétés de transformation suivantes 2, qui
sont schématisées a la figure 6.2 3

. —iZ a0 .
X} — Re 2 X%, (6.5)
B-L g

YR — Le "7 % \%. (6.6)

Rappelons que la charge vectorielle du doublet sous la symétrie U(1),_, est a priori libre de
prendre une valeur quelconque pour ces fermions composites.

A\Y

o
o u
XR w XL n

L (—»— R
by

Figure 6.2. Propriétés de transformation des fermions composites.

Le lagrangien le plus général invariant sous SU(2), x SU(2), x U(1) ;_, est donné par
Lcomp. = ESB + Eo P (67)
ou les termes d’ordre dominant (’)(pg) impliquant les fermions composites sont donnés par

Lo = iX*Y*Dux*+i0px2 (2T DY) x2 +10rx% v (S DWXT) Xk

+ interactions & quatre fermions, (6.8)

et les autres termes sont regroupés dans Lsp

Lsp = f; (D, % D*5T) 4+ 0(p*). (6.9)

Avec cette description, nous pouvons donner la représentation & basse énergie de la fonctionnelle
génératrice définie en (6.1)

ittt [ a4 P (6.10)

Nous verrons que la variation anomale de la fonctionnelle génératrice sera d’ordre O(p?). Les
contributions & la variation anomale a cet ordre O(p*) sont dues d'une part a la variation des
termes bosoniques (’)(p4) de Lgp (6.9), d’autre part aux termes fermioniques O(p2) contenus dans
Lo donné en (6.8): la variation du déterminant correspondant aux termes fermioniques (’)(pg) est en
effet d’ordre O(p*). Sil'on considére la variation anomale & I'ordre O(p*), on peut donc omettre
tous les termes d’ordre supérieur ou égal & (’)(pﬁ) dans Lgp, ainsi que tous les termes fermioniques
de ce méme Lgp, y compris ceux d’ordre (’)(p4). Nous nous placerons dans cette approximation
pour toute la suite. Pour la suite, on définit donc Leomp. €t Lgp comme ne comportant que les
termes O(p?) et les termes bosoniques O(p*).

2. D’autres choix pour les propriétés de transformation seront mentionnés a la fin de la section 6.2.3. Ils ne
seront pas intéressants du point de vue du raccordement des anomalies, et ne seront donc pas considérés plus avant.

3. Nous attirons I’attention du lecteur sur lattribution des indices L et R dans les équations (6.5-6.6), qui risque
de lui compliquer la tache dans ce chapitre. Ce que ’on pourrait prendre pour de la malveillance est en réalité la
conséquence d’un long enchainement de choix de notations plus ou moins heureux sur lesquels nous ne souhaitons
pas nous étendre.
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Ici encore, les interactions & quatre fermions sont supprimées par une échelle qui n’est pas
nécessairement liée & 1'échelle A ~ 4 f, mais peut étre arbitrairement grande, et nous les omet-
trons donc dans la suite. Etant données les charges des fermions (6.5-6.6), la dérivée covariante
apparaissant dans (6.8) est donnée par

B-L

. o« - 1
D,x* = 0ux —1{ 5 Bg—i—

— 1+ o
275 R, + 275 LH}X . (6.11)

Les propriétés de transformation des différentes connexions sont les mémes qu’au chapitre 5

L, s LL,LT+iLo,L", (6.12)
R, — RR,R'+iRO,R', (6.13)
B +— Bj-09,a°. (6.14)

Notons & ce stade une premiére différence avec les fermions élémentaires: on peut ici construire
un terme de masse invariant sans spurions (en réalité, nous n’avons pas encore eu a introduire
les spurions jusqu’ici, puisque nous n’avons discuté que le secteur composite). On effectue par
conséquent la modification suivante de (6.8)

Lo — Lo—m (XREXL+XLETXR)- (6.15)

PPN

A ce niveau, rien ne force le coefficient m & étre petit. Pour retrouver la formule de comptage
de Weinberg, il faudrait pouvoir comptabiliser le dernier terme dans (6.15) comme étant d’ordre
(’)(pg), soit une masse d’ordre O(pl). Ce point est directement lié & la nécessité de protéger les
masses de ces fermions composites pour les inclure dans la théorie effective. Nous utiliserons donc
le comptage

m = O(p'). (6.16)

Remarquons que les différences de masses entre composantes des doublets sont interdites par la
symétrie SU(2), x SU(2) , x U(1);_, & cet ordre ot les spurions n’interviennent pas explicitement.
Les opérateurs multipliés par les constantes libres d1,, dr dans (6.8) ont déja été introduits dans la
littérature [ABCHS85, PZ90]: la présence de tels couplages non-standard que nous avons mentionnés
précédemment est due & la réalisation non-linéaire de la symétrie 4.

Nous reprenons & présent les résultats essentiels du chapitre 5 concernant le couplage au secteur
élémentaire.

6.1.2 Couplage au secteur élémentaire

Les notations et définitions sont celles du chapitre 5: on introduit les champs de Yang-Mills de
SU(2)q, x SU(2)4,, sous lesquels les fermions élémentaires se transforment selon

XL +— tXL = GleiiTa XL (617)

XR — ‘xR = Goefi 2 XR - (6.18)

Ceci est représenté 4 la figure 6.3, qui montre le secteur composite et le secteur élémentaire décou-
plés, c’est-a-dire avant 'introduction des spurions: le groupe d’invariance est

Shaturel = SU(2) g, x SU(2), x SU(2) x SU2) 5, x U(L)p_ - (6.19)
Le lagrangien décrivant le secteur élémentaire a Pordre dominant O(p?) est donné par
Lelgm. = Lym~+1ixX7y" D)+ interactions & quatre fermions, (6.20)
avec
D, = aﬂx—i{B;L B+ 1_275 G1Gru+ 1_;75 gOGO,u} X5 (6.21)

4. Les opérateurs correspondants dans le cas des fermions élémentaires ont été donnés en (5.131-5.132) et
n’apparaissent qu’a 'ordre O(p? €2 ¢0).



6.1 FERMIONS COMPOSITES ET ELEMENTAIRES 131

et
1 pnv 1 %
Lyyv = —§<GOWGO >—§<G1WG1 ). (6.22)
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Figure 6.3. Les secteurs composite et élémentaire découplés.

La description du lagrangien effectif en termes de deux lagrangiens séparés selon
»Ctot‘ = »Ccomp. + »Célém. . (623)

n’est valable qu’aux ordres n’impliquant pas explicitement les spurions: en effet, dés que 1'on
introduit les spurions, on peut construire des termes mélangeant des champs élémentaires et com-
posites °.

A ce stade, on doit introduire les couplages entre les deux secteurs, & travers les spurions qui
possédent les propriétés de transformations données précédemment 6

X — RXGI, (6.24)
Y — GoYLT, (6.25)
¢ — Goei%oa;. (6.26)
Le spurion X satisfait & la relation
X. = X. (6.27)
On impose ensuite les contraintes
DX = 0, X—-1R, X+ig1 XG1, = 0, (6.28)
DY = 9,Y —igyGo,Y +iYL, = 0, (6.29)
D,y = 8N¢—igoGoN¢+iBT2¢ = 0. (6.30)

La contrainte (6.29) implique que 'on peut écrire Y en fonction des constantes oy et ay
Y = ei®¥ (cosayYy, +sinayYy.), (6.31)
avec Yy, la solution de (6.29) obéissant &

YY) = o, (6.32)
6TV, = 0. (6.33)

Nous rappelons ici les relations utiles concernant la jauge standard: on peut trouver une jauge dans
laquelle les spurions se réduisent aux constantes réelles suivantes

X = g<01), (6.34)
j- s n 0
v (1), 629

¢ 1= <8) : (6.36)

5. D’autre part, nous avons vu au chapitres 4 et 5 que les contraintes sur les spurions ont des conséquences y

compris au niveau du lagrangien O(p2 0 CO) (alignement du vide sélectionnant le groupe de jauge dynamique).

6. Les formules (6.24) & (6.42) ont déja été données au long du chapitre 5: elles sont condensées ici pour faciliter
la lecture du présent chapitre.
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Les constantes £, n et  sont considérées comme petites, avec le comptage de puissance

&n = O(e), (6.37)
( < e (6.38)

La jauge standard dans laquelle les relations (6.34-6.36) sont valables est atteinte en appliquant une
transformation SU(2) x U(1)z_, ainsi qu'une transformation SU(2), x SU(Z)L/U(l)L+GO773.
Ceci implique qu’il reste une liberté de jauge SU(2) x U(1). En effet, dans la jauge standard, les
connexions sont identifiées du fait des contraintes (6.28-6.30), pour donner

R, = g1Gi,. (6.39)

Ly "= Gy =0, (6.40)
j. s. j. s. J. s

Ly =" BY 'S g0GEL = gobh. (6.41)

Dans la derniére équation, nous avons utilisé la notation b% pour le champ dynamique U(1),.. La
solution des contraintes dans la jauge standard est invariante sous

Sréduit = SU(2)W X U(l)y . (642)

Les transformations des champs sont représentées a la figure 6.4.

A\Y un

A\ (] LI/
X w xR XL o XL
(Goyodel 1 o 7 |-
v D X

Figure 6.4. Les secteurs composite et élémentaire couplés.

Le lagrangien effectif donnant une contribution O(p4 e ¢ 0) aux anomalies a été donné en
(6.23). Nous avons vu au chapitre 5 comment en extraire les interactions en utilisant la solution
des contraintes dans la jauge standard. Appliquant la méme méthode aux interactions des fermions
composites, on trouve que les dérivées covariantes sont données par les mémes expressions que celles
des fermions élémentaires (5.124-5.125), ce qui est la raison de notre choix pour les transformations
(6.5-6.6)

Vixt = Duxtl;

— O i (g1 Gyt QO#b?,) o (6.43)
Vixk = Dux%|,

= duxk—igo (%3+¥) b X% - (6.44)

Ceci ne signifie cependant pas que les couplages des fermions composites sont identiques & ceux des
fermions élémentaires, puisque les constantes libres dr,,dr dans (6.8) donnent d’autres interactions
avec les bosons vecteurs. On a en effet, dans la jauge standard
s f? f 1 wn  Loo ou s —
Liot. = T <VME VY > 3 (G1,,GT") — wab 41X yHV ux
_ _ 3
+ AXTAY VXt LT <12T3u2+gol)22*%2— 91 Glu) XL

L 3
+ OdrXRY <128#27+912G1H27—g0b2%)X}{. (6.45)
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Les termes d’interactions non-standards sont donc spécifiques aux fermions composites. Il semble-
rait ainsi que de tels fermions soient exclus par les expérience testant 1’universalité des couplages
des fermions de chiralité gauche, ainsi que I’absence de couplages des fermions de chiralité droite
aux bosons W*. On peut cependant imaginer une situation dans laquelle ces fermions composites
constituent une quatriéme génération (éventuellement incompléte, dans le sens ou la somme de
B — L peut étre différente de zéro, voir section 6.3.1) en plus des trois connues. Pour expliquer
I’absence de tests expérimentaux, on doit supposer que leurs masses sont plus grandes que celles
des fermions connus. Nous avons déja remarqué, avec ’équation (6.15), que leurs masses ne sont
pas automatiquement supprimée par des puissances des spurions. Une autre caractéristique de ces
fermions composites et que, puisque la différence de masses au sein du doublet ne peut apparaitre
qu’a lordre (’)(p1 € CO), le rapport entre la différence de masses dans un doublet et la masse
moyenne sera plus petit que pour les fermions élémentaires, pour lesquels ce rapport est d’ordre
unité. Une derniére remarque est nécessaire concernant la distinction entre fermions composites et
élémentaires: étant donné que la multiplication de I'un des deux par un spurion donne un champ
se transformant comme ’autre type de fermion

Xt = Xxu, (6.46)
ok = Y. ..xr, (6.47)

le mélange entre les deux est possible. Cependant, cet effet apparaitra aux ordres supérieurs en
puissances des spurions, et la distinction a donc un sens.

Nous avons déja vu au chapitre 5 que la présente théorie effective conduisait, & 'ordre
O(p* € ¢°) et en l'absence d’anomalies et de fermions composites, & la brisure électrofaible et
aux mémes relations en arbres que dans le cas du SM sans Higgs physique. Dans la suite, nous consi-
dérons les modifications apportées par la présence d’anomalies et de possibles fermions composites.

6.2 Anomalies dans la techni-théorie et dans la LEET

Dans cette section, nous discutons le raccordement des anomalies entre la LEET et la techni-
théorie. Pour ces considérations, le secteur élémentaire et la symétrie de Yang-Mills SU(2), x
SU(2)G1 n’interviennent pas, ni les spurions. Par contre, 'analyse prend en compte les fermions
composites: nous utilisons une description en terme de la seule symétrie SU(2), x SU(2), x
U(1)p_ ;. Clest-a-dire au niveau de la fonctionnelle génératrice I'[L,,, R, B)] définic en (6.1) et
de son approximation (6.10) en termes des variables de basse énergie.

6.2.1 Anomalies des courants de symétrie de basse énergie de la techni-
théorie

Nous considérons les courants de Noether J;*, J5" J5_ | de la techni-théorie: ils correspondent aux
symeétries globales agissant sur les champs de basse énergie. Nous étudions les fonctions de Green de
ces courants, dénotant par ¢ une transformation générique du groupe SU(2), x SU(2) , x U(1)p— L,
paramétrée par les sept fonctions a=a®71%/2, 3= 3*7%/2 et o’ selon

t = (L:ei(o‘_ﬁ),R:ei(o‘Jrg),ao) . (6.48)
Sous une transformation ¢, les sources sont modifiées suivant

L, s 'L, =LL,LY+iLo,L", (6.49)

R, +— 'R, = RR,R"+iRO,RT, (6.50)

BY + 'Bj = BY—0,a°. (6.51)

Il est utile & ce point d’introduire un opérateur différentiel reproduisant la version infinitésimale de
ces transformations. Pour la suite du raisonnement, nous souhaitons cependant que cet opérateur
agisse également directement sur les modes de Goldstone {7%|a=1,2,3}, et non indirectement via
les équations de mouvement et 1’expression de leur solution en fonction des sources comme cela a
été utilise dans la littérature [GL85]. On utilise pour cela 1’écriture

a_a
L L T
Y =e 7 = cost—i—o=sin7, (6.52)

fr
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ol nous avons utilisé les définitions 7 =7%7% et 7 =+v7%7%/ f. On définit 'opérateur différentiel
D(a, G, ao) agissant sur une fonctionnelle f [E, L., R,, BB] par

D(a, 3, O)f[E,LH,R#,BlOJ
/dm (a*+ )0, +ija+ 5, R

/dma #530( 2

+ /dx { [ov, )" —Sh{f(f?) ( B cos 7t + (3 f2”2 (cosﬁ—%sinﬁ))} &i{@' (6.53)

On peut vérifier explicitement que ceci redonne le résultat désiré

of

}W‘F{ (a —ﬁ“)a +10z ﬁ, }5

(80 £15 L, R, BY = f['S,'L,.'R,,'BY)]. (6.54)

Nous décrivons & présent la construction de Wess-Zumino en détails, avant de considérer ses
généralisations dans la suite: on exprime la variation de la fonctionnelle génératrice I'[L ., R,,, Bg}
sous l'action de I'opérateur D(c, 3, a®) défini en (6.53), telle qu’elle peut étre déduite lorsque
Pon applique une transformation ¢ aux champs T de (6.1). Le facteur numérique apparaissant
en coefficient devant la variation en question dépend du contenu de la techni-théorie en champs
fermioniques, qui constituent un sous-ensemble des champs T'. Supposant que les transformations
du groupe SU(2), x SU(2), x U(1) 1, sont réalisées linéairement sur ces champs fondamentaux,
on peut écrire la variation de la fonctionnelle génératrice en fonction de la variation standard de
Bardeen [Ad169, Bar69, AB69, Fuj79, Fuj80, BMNT82, GL84, Tsu89] selon

D(a, 3,0°)T[Ly, Ry, BY] = —kTT/dme[LM,RM,Bg]), (6.55)

ot la fonctionnelle de Bardeen prend la forme simple suivante pour le groupe SU(2), x SU(2) , x
U(1) [Kai01]

Q[Ly, Ry, B)] = il 611:2 etro BY, (0,Lo+ 0pRo —i[Rp, Lo)) - (6.56)
Cette fonctionnelle est d’ordre O(p*)
QL Ry, BY = O(pY). (6.57)

Notons que la constante kpr apparaissant en facteur dans (6.55) est la seule inconnue dans cette
expression, et dépend du contenu de la techni-théorie. Pour une théorie du type de la QCD, on
aurait au lieu de krr la constante N./3, ou N, est le nombre de couleurs, et la division par trois
est due & la normalisation du nombre baryonique pour les quarks. Nous reviendrons sur la valeur
de la constante kpr & la section 6.3.1.

On peut vérifier, utilisant la relation (6.54), que la fonctionnelle de Bardeen apparaissant dans
la variation (6.56) vérifie les conditions d’intégrabilité de Wess-Zumino [WZ71], qui traduisent les
relations de commutation de 1’algébre

D(%a,o,o) Q°[L,, Ry, BY = %°Q°[L,, Ry, BY, (6.58)
sabcD<0,%a,0) Q[L,., R, B = 0, (6.59)
D(0,0,a%) Q[L,,R,,B)] = 0. (6.60)

Ces conditions signifient que la variation (6.55) peut &tre intégrée, c’est-a-dire que ’on peut trouver
une action de Wess-Zumino Swz[%, L, Ry, BY)] fonctions des GBs, telle que I'on ait

D(a, 8,0 Swz[S, Ly, Ry, By] = —/dm(ﬁQ[LH,RH,B?J). (6.61)
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L’action appropriée est obtenue par intégration de 1’équation différentielle (6.58). Fixant par
exemple la condition limite suivante

SWZ[]]-vL;L;R}LaB;OJ = Oa (662)

on obtient, par la construction standard de Wess-Zumino [WZ71] 7, une contribution O(p*) a
laction

SwalZs L R BY] = s [ Ares o B, (S Ry S Lo = Ry Lo =181 (0,2 (Ro + 51 1, 3))
- m/ daetvre BY (%1(9,)51(0,5)21(8,%)) . (6.63)

A partir de cette expression explicite, on peut vérifier que I'application sur Swz[%, L., Ry, By de
l'opérateur différentiel D (o, 8, a’) défini en (6.53) reproduit bien la variation désirée (6.61).

Etant donné que cette variation est indépendante des champs 7¢, et que la mesure d’intégration
sur les champs de Goldstone est invariante sous les transformations ¢, on obtient directement la
variation de la fonctionnelle génératrice. Le résultat est donc le suivant: 4 ’action invariante sous les
transformations ¢, on ajoute le terme non-invariant Swz[%, Ly, Ry, Bg], multiplié par la constante
krr. Ceci fournit une représentation a basse énergie de la fonctionnelle génératrice I'[L ., R, B}
qui reproduit la variation (6.55) déduite de la techni-théorie. On résout ainsi la question du
raccordement des anomalies dans le cas standard ou les seuls états physiques légers sont les GBs.

Si la techni-théorie produit des fermions composites, ceux-ci vont également contribuer a la
variation anomale de la fonctionnelle génératrice telle qu’elle est décrite a basse énergie. Nous
discutons maintenant cette contribution, ainsi que sa dépendance sur les couplages non-standard
dr,0R ainsi que sur les charges U(1), , des fermions composites.

6.2.2 Variation du déterminant des fermions composites

Du point de vue de la LEET, il existe une contribution des fermions composites [BYS80, FSBY81]
a la variation anomale de la fonctionnelle génératrice T’ [L;u R,, Bg]. Considérant un doublet x*®
de fermions composites tels qu’introduit & la section 6.1.1, on définit pour condenser les écritures

lopérateur D, dépendant uniquement de sept sources vectorielles {I:Z, Rz, Bg} par la relation

P ENS . B-L
D'[L;MRM?B?L] Xt = 7“{18,,—1— 5

l—mys 5 1 .
B+ loBp, EWSLN}xr (6.64)

Définissant & partir des connexions L, et R, les objets portant des chapeaux selon
L, = L,+i0gX D21, (6.65)
R, = R,+i0,%1D,%, (6.66)
on peut écrire le lagrangien O(p?) (donné en (6.8)) pour les fermions composites sous la forme
Lo = X"Dux"°. (6.67)

Nous n’avons pas inclus les termes de Yukawa car ils ne jouent pas de role du point de vue des
anomalies. Ils peuvent donc étre rétablis sous la forme de perturbations. Notons que les propriétés
de transformation des sources portant des chapeaux sont identiques & celles des sources originales

L, — 'L,=LL,LI1+iLa,Lt, (6.68)
R, — 'R, = RR,RT+iRJ,R". (6.69)

De ceci, on peut déduire I’expression pour la variation du déterminant fermionique & 1’ordre O(p4)
lorsque I'on applique une telle transformation ¢. Cette variation est exprimée comme suit

—iD(a, #,a% InDet 15.{12#,}%#,33} - (B—L)/dm <59[£#,R#,Bg}>. (6.70)

7. Dans ce cas SU(2), il n’est pas nécessaire d’introduire une cinquiéme dimension compacte: ’action de Wess-
Zumino est l'intégrale d’un lagrangien ordinaire sur ’espace-temps quadri-dimensionnel.
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Dans ce dernier résultat, on retrouve la méme fonctionnelle de Bardeen €2 que dans I’équation
(6.55), mais avec des arguments différents. On peut d’ailleurs effectuer la décomposition suivante

Q {Eu, R, Bﬁ} — Q[L,, Ry, BY + s, .5, [5, Ly, Ry, BY (6.71)

ou 5, 5, s’annule lorsque 6y, et di sont nuls

s, 5[5 Ly, Ry BY] = 1611:2 ehvpo B, {5R (10,(S DoS1) + [Ry, S D,51])

+ Ir (i 8P(ETD(,E) + [L,,, »f DUE])
+ 10L0r[ETD,X, L D,X1]}. (6.72)
On peut également voir, d’aprés les propriétés de transformation de L u et Ru données en (6.68-

6.69), que la variation de Bardeen obtenue en (6.70) satisfait également aux conditions d’intégra-
bilité de Wess-Zumino, soit

D(%,0,0) (L, R, BY = gabCQC[EM,RM,Bﬁ], (6.73)
sabCD<o,%,0> 0L, R, BY = o0, (6.74)
D(0,0,a% Q[L,, R, BY] = o. (6.75)

Notons que 'action de I'opérateur D(c, 3, a®) sur les champs de Goldstone 7% entre ici en jeu,
a la différence de (6.58-6.59). En fait, on peut aussi voir les choses ainsi: la partie non-standard
Q5,625 Ly, Ry, By de la variation donnée en (6.72) satisfait par elle-méme aux conditions de
Wess-Zumino

D<%,0,0> 8, s5p[Lu Ry BY = €08, 5,.[L,., Ry, BY, (6.76)
gabCD<o,%a,o) Q[L,., R, BY] = 0, (6.77)
D(0,0,0°) Qs, s, [Lyu Ry, By = 0, (6.78)

et ce quelles que soient les valeurs des constantes 6y, dg. Ceci signifie & nouveau que 1’'on pourra
construire un lagrangien du type de celui de Wess-Zumino, qui reproduira la variation non-standard
Qs,.,50[%, Ly, Ry, BY] elle-méme. Nous aurons effectivement besoin d’une telle construction plus
tard, et nous donnons donc I'expression finale de ce terme O(p?) ici

Ss1.6n[%s Ly Ry BY] = _B%ﬁ/dmswﬂngy <i(5LLp—5RRp) (21 D,% + ¥ D,x)

— (6 —0r) 9,21 DT
+ 61,05 (ST D,SE D, — DX D,¥)). (6.79)

On vérifie effectivement que ce lagrangien redonne la variation désirée de l'action effective
D(a, 3,0°%) Ss,.60[%, Ly, Ry, By = —/ dz </395L,5R[2,L#,R#,Bg]> . (6.80)

Pour fixer l'expression (6.79) de S5, s5,[%, Ly, Ry, Bg], nous avons choisi la condition limite
suivante

Ssy.sn|1, Ly, Ry, BY] = 0. (6.81)
Ayant déterminé la contribution des fermions composites & la variation anomale de I’action effec-

tive, et constaté que cette variation dépend des constantes d,dr et B — L, nous nous intéressons
a présent & savoir si le raccordement des anomalies pose des restrictions sur ces constantes.
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6.2.3 Raccordement des anomalies

A la section 6.2.1, nous avons obtenu la variation totale de la fonctionnelle génératrice I'[L,, R,,,
Bg} telle qu’elle est déduite & partir des propriétés de la techni-théorie. Dans la méme section,
le lagrangien de Wess-Zumino standard a été présenté: lorsque celui-ci est ajouté au lagrangien
effectif invariant sous les transformations ¢, la partie bosonique de la LEET reproduit & elle seule
la variation anomale de la fonctionnelle génératrice.

La section 6.2.2 concernait la contribution des fermions composites & la variation du lagrangien
effectif (puisque cette variation contient la matrice 3, lintégrale sur les GBs doit encore étre
effectuée). Dans le cas général, c’est la combinaison de cette variation (6.70) due aux fermions
composites avec celle due aux GBs qui doit reproduire la variation (6.55) déduite de la techni-
théorie. Le raccordement des anomalies consiste précisément en la recherche du lagrangien boso-
nique approprié, généralisant celui de Wess-Zumino. Dans notre cas, on doit également déterminer
s’il y a ou non des restrictions sur les constantes 1, dr et les charges U(1),_, des fermions
composite.

Nous considérons donc la maniére dont la variation de I‘[LN, R, Bg} est reproduite dans la
théorie effective. Intégrant sur les fermions composites dans 1’écriture (6.10), on met la représen-
tation pour la fonctionnelle génératrice sous la forme

eiF[L;uRu:B;DL] _ / d[z] eiSSB[EvLLuRM’BB]+1nDet'DAO[f’LL7RM’BB} , (682)

avec la définition Sgg = f dx Lsg. La condition de raccordement des anomalies s’énonce comme suit:
la variation de I‘[LN, Ry, BB] donnée par 'expression (6.82) doit étre égale & celle de I'expression
(6.55). Avec la notation

‘D)X = 9,X—-i'L,T+iX'R,, (6.83)
on peut utiliser des réécritures pour obtenir la variation obtenue & partir de la LEET sous la forme
eD(@,8,a%) eiI‘[L“,Ru,BB] _ / d[E] eiSSB[E,tL“,tR“,tBB} +InDet Do[*L,+i6rS!D, S R, +i6, 51D, 2, ' BY)

/ d [tE} eiSSB[tZ,tL#,tRM,tBB] +1n Det IS.[‘L}“‘R,JB?L]

: 0 5 (7 p 0
/d[tE} eD(a,ﬂyao)e]SSB[Z7L}L,Ru7B“]+1nDetD.[Lu7R#,Bu}

/ d[z] eDleBra) o558 [ L, Rus, BY] 41n Det D [Lys R, B | (6.84)

ou nous avons renommé les variables d’intégration, puis utilisé l'invariance de la mesure.C’est
essentiellement cette propriété qui nous a permis de faire passer I'opérateur D(a, 3,a°) sous le signe
d’intégration, bien qu’il agisse également sur les champs de Goldstone. Nous séparons & présent
SsB [E, L., R,, BB] en deux parties selon

SsB[%, Ly, Ry, BY] = Sine[S, Ly, Ry, BY) + Swz[S, Ly, Ry, BY (6.85)

ol Siny[2, Ly, Ry, BY] est invariante sous les transformations ¢, tandis que Swz [, Ly, Ry, By ne
I’est pas, et commence & ’ordre (’)(p4). On a donc

D(a, 8,0°) Sy [, Ly, Ry, Bp] = 0. (6.86)

Nous devons & présent déterminer quelle doit étre sa variation, selon les valeurs de d;,,0r et B — L,
afin de satisfaire & la condition de raccordement des anomalies, si cela est possible. L’ambiguité
dans la séparation est éliminée en adoptant une condition limite. Nous choisissons ici

Swz[1,L,. R, BY = 0, (6.87)

et cherchons donc & déterminer Sz [E, L., Ry, Bg]. Mentionnons en relation avec ce probléme,
qu’une question similaire a également été étudiée en termes géométriques dans [AGGS5).
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Retenant uniquement les termes linéaires en les paramétres {a, G, ao} dans la relation (6.84),

et utilisant la représentation & basse énergie (6.82) pour I‘[LM, R, Bfﬂ, on obtient

iSse[S,Lu, R, B%] +InDet Do | L., Ry, B
0 = [ e oL R

i X[S, Ly, Ry, By, (6.88)

avec la fonctionnelle X [, L,,, R,,, B))] définie par

X[%, Ly, Ry, BY] = D(a,ﬁ,ao){S*WZ[E,LM,RM,BQ]—11nDet15.[iM,RH,Bg}}
- D(a,ﬂ,aO)F[LM,RM,Bm. (6.89)

On peut voir, par récurrence dans le développement en puissances des sources de (6.88), que les
coefficients du développement de X [E, L., R,, BB} doivent s’annuler. Pour ce qui nous concerne
ici, on a donc

X[S, L R, BY = 0. (6.90)

Ceci fournit, d’aprés la définition (6.89) de X[E, L,, R,, Bg} , Pexpression de la variation de
Swz (X, Ly, Ry, BY)] nécessaire pour satisfaire & la condition de raccordement des anomalies. En
effet, injectant Pexpression (6.55) pour la variation totale extraite de la techni-théorie ainsi que
celle pour la variation du déterminant fermionique (6.70), on trouve

D(a, B,a°%) Swz[%, L., Ry, BY] = —kTT/deQ[LM,RN,B%)
- (B—L)/dx@gz[i#,m,BgD. (6.91)

On peut également écrire cette variation en utilisant la séparation (6.71) de la fonctionnelle de
Bardeen en une partie standard Q[LM, R, Bg} et une partie non-standard (s, s, [Lw R, Bg].
Ayant préalablement discuté les conditions de Wess-Zumino pour chacune des deux aux sections
6.2.1 et 6.2.2, nous pouvons & présent construire deux termes dans le lagrangien, reproduisant
chacun 'une des variations séparément, pour toute valeur de dr,dg. Il ne nous reste plus ici qu’a
prendre la combinaison linéaire appropriée

Swz[S, Ly, Ry, BY] = (krr+ B —L)Swz[S, Ly, Ry, BY)
+ (B_L) S(;L,JR[E,L#,R#,B;%]. (692)

D’aprés les conditions limites pour chacun des termes dans le membre de droite de cette équation,
qui sont données en (6.62) et (6.81), notre construction vérifie automatiquement la condition (6.87).
Ainsi, Péquation (6.92) fournit une action Sy (S, Ly, Ry, BY)] satisfaisant (6.91), ce qui montre
que la condition de raccordement des anomalies peut étre satisfaite quelle que soient les valeurs
des constantes d7,0r et B— L. Il n’y a donc pas de restrictions théoriques sur ces constantes.

Finalement, nous avons obtenu l'expression de ’extension du lagrangien de Wess-Zumino qui
doit étre ajoutée a la partie invariante du lagrangien pour obtenir la variation de la fonctionnelle
génératrice. On pourra donc écrire avec les différents termes définis ci-dessus

) o 0 . & 0 S FE P 0
elp[L;uRme _ /d[E] e]S,,w[Z7L#,RWB“}+1SWz[Z7L;L,R#7BJJrh’lDet'D.[L;uR,u,Bu} ) (693)

Concernant les propriétés de transformation des fermions composites, mentionnons que les
possibilités autres que celle considérée en (6.5-6.6) conduisent & un opérateur de Dirac invariant
sous les transformations ¢, hormis la possibilité se bornant & échanger les transformations entre les
deux chiralités. En effet, si les fermions composites ne se transformant pas de maniére indépendante
sous les transformations ¢, ils ne généreront pas de variation anomales. La raison initiale pour
considérer ces fermions étant précisément d’étudier leur role dans la condition raccordement des
anomalies, on comprend que ces possibilités alternatives ne présentent pas d’intérét ici.
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6.3 Raccordement des anomalies dans une théorie sans parti-
cule de Higgs

Le travail effectué a la section précédente est suffisant si I’on s’intéresse & une théorie dans laquelle
les GBs restent dans le spectre: nous y avons étudié le raccordement des anomalies dans le cas
général, considérant également les fermions composites. On cherche & présent & savoir si les ano-
malies sont une obstruction au mécanisme de Higgs, au sens ou elles pourraient étre une entrave
a l’élimination des GBs du spectre.

A ce stade, les champs de jauge Go,, G1, introduits & la section 6.1.2 vont entrer en jeu.
Cependant, les symétries que nous avons considérées jusqu’a présent en relation avec les anomalies
ne sont pas directement celles agissant sur les champs de jauge: le couplage se fait via les spurions.
Rappelons qu’il n’y a pas d’objection théorique avoir des symétries globales anomales, comme
c’est le cas en QCD, ou les anomalies globales doivent étre reproduites en yPT. Cependant, nous
sommes ici intéressés par les applications & 'EWSB, auquel cas les GBs donnent leurs masses aux
bosons vecteurs W+ et Z°. Nous demanderons précisément que ceci ait lieu dans la LEET: avec
un choix approprié de variables, le lagrangien effectif ne doit plus dépendre des GBs.

La conclusion & laquelle nous aboutirons est la suivante: les symétries 4 basse énergie de la
techni-théorie SU(2), x SU(2), x U(1);_, doivent étre exemptes d’anomalies. Ce résultat con-
cerne la techni-théorie elle-méme, et il ne dépend pas de la présence de fermions composites. En
réalité, les couplages non-standards 61,0 g n’apparaitront jamais dans les manipulations, la question
étant au contraire immédiatement exprimée en termes du contenu de la techni-théorie en utilisant
le résultat du raccordement des anomalies de la section précédente. Nous trouvons d’autre part
que la trace de B — L sur les fermions élémentaires doit s’annuler.

6.3.1 Obstructions dans le secteur composite

Nous nous concentrons sur les redéfinitions des champs utilisées pour réécrire le lagrangien effectif
sans occurrences des GBs, afin de vérifier si cet objectif est atteint. Dans cette section, nous tenons
a nouveau compte de possibles fermions composites, mais pas des fermions élémentaires qui seront
considérés & la section 6.3.2. Nous pouvons par conséquent formuler la question sans introduire
explicitement les champs de jauge Gg, et G1.

Pour faciliter la discussion, nous travaillons au niveau ou les fermions composites ont déja été
intégrés pour obtenir le déterminant de ’opérateur de Dirac. Ceci nous permet de nous concentrer
tout d’abord sur le secteur bosonique. Nous reviendrons plus tard sur les redéfinitions des champs
pour les fermions composites a la section 6.4. On définit Iaction S[%, L, Ry, By] intervenant dans

Pexpression a basse énergie (6.93) de la fonctionnelle génératrice I'[L,,, R,,, B))| par
S[S, LRy, BY] = Siw|S, Ly, Ry, BY) + Swz[S, Ly, Ry, BY)
— ilnDet D, [Iﬁp, R, Bg} . (6.94)

Rappelons que la redéfinition & utiliser sera appliquée aux sources Rj,, puisqu’elles sont identifiées
aux trois champs dynamiques G, selon (6.39): une redéfinition impliquant ces sources pourra donc
absorber les trois GBs, tandis que les sources Lj, ne contiennent qu’un champ dynamique d’aprés
(6.40). La redéfinition de ce seul champ ne permettrait pas d’absorber les trois degrés de liberté
scalaires.

D’une part, la disparition supposée des GBs du spectre signifie que I'on peut écrire S [E, L,,
Ry, Bm en fonction de sept sources vectorielles seulement. D’autre part, le raisonnement précédent
montre que I'on n’a besoin de redéfinir uniquement les sources Rj. Afin d’avoir des variables
invariantes sous la symétrie SU(2) ,, on utilise la redéfinition suivante 8

W, = iXxD,St = SR, X +i¥9,XT—-L,, (6.95)
puis on effectuera le changement de variables

{S,L, Ry, By} — {S, Ly, 1 W, Bi}. (6.96)

8. Notons que I’écriture en jauge standard de cette définition redonne bien celle utilisé en (5.77).
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La question est de savoir si, en termes de ’écriture générale
S[S,Lu, Ry, BY = f[Lus 91 Wu, BR] +h[S, Ly, g1 Wy, BY] (6.97)
ot la fonction h dépend a priori de 3, on peut avoir
h[2, Ly, g1 W“,Bfﬂ = 0. (6.98)

De nouveau, nous imposons une condition limite, pour éviter les ambiguités dans la séparation
(6.97)

h(1,L., 1 Wy, By = 0. (6.99)

On utilise ensuite le fait que (6.95) est formellement une transformation de jauge, c’est-a-dire que
I’on peut écrire

aW, = “R,—L,, (6.100)
avec la transformation w suivante, dépendant des GBs

w = (L=1,R=%,a"=0). (6.101)

On sait que cette redéfinition serait efficace si I'action S [E, L., R,, Bfﬂ se réduisait au seul terme
invariant de jauge Siny [, Ly, Ry, By dans (6.94), puisque I'on a

Sinv[2, Ly, Ry, BY] = Sinv[1, g1 Wi+ Ly, Ly, By - (6.102)

Notons que nous utilisons ici des redéfinitions des champs et non pas une fixation de jauge. Il
n’y a donc pas de conflit entre ces manipulations et le fait que nous ayons ensuite & choisir une
jauge particuliére pour résoudre les contraintes sur les spurions comme & la section 6.1.2: les
transformations de jauge nous servent ici uniquement d’outils pour déduire 'effet des redéfinitions
des champs.

Considérons a présent les conséquences de ces redéfinitions sur ’action compléte S [E, L., R,,
Bm, nous limitant tout d’abord au cas des champs de Goldstone 7% infinitésimaux, et utilisant le
résultat du raccordement des anomalies, qui égale la variation de S [E, L., R,, BB] a celle obtenue
en (6.55), soit

D(a, 8.0°) S[S, L., Ry, BY] = —kTT/deQ[LN,RN,BﬁD. (6.103)

La version infinitésimale de la transformation chirale w donnée en (6.101) qui élimine les GBs du
terme invariant est donnée par

f

d’apres la définition des 7 (6.52). Injectant (6.104) dans (6.103) et réarrangeant les termes, on
obtient

w = (L:I,Rzl—iz—i—(’)(wQ),aO:O), (6.104)

S[S, Ly, Ry, BY = S[1,Ly, g1 W+ Ly, BY]

- ’“ZLJT dz (7 Q[Ly, g1 Wy + L, BY)) + O(72) . (6.105)

On peut identifier dans cette expression la partie indépendante des GBs dans la décomposition
générale (6.97)

flLu, 1 Wy, BY] = S[1,Lu, 1 Wu+ Ly, By, (6.106)
ce qui montre que le développement de h en puissance commence par le terme linéaire suivant

R[S, Ly, g1 Wy, By = —];L;/da:<7TQ[L#,91WH+L#,BB]>+O(7TQ). (6.107)
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La seule possibilité pour que cette fonctionnelle soit indépendante des champs de Goldstone est
donc d’avoir

krr = 0. (6.108)

D’apreés (6.55), ceci signifie que les symétries de la techni-théorie qui agissent a basse énergie, c’est-
a-dire le groupe SU(2), x SU(2), x U(1) 5_,, sont exemptes d’anomalies. Dans ce cas seulement
peut-on effectivement se débarrasser des GBs dans le lagrangien effectif. Nous montrons & présent
que ceci reste vrai pour des valeurs finies des champs 7% On a en effet

S[1,Ly, g1 Wyu+Ly, BY] = P *P058[s L, R, B o
(@8)=(~77-77)

= S[E, Ly, Ry, By, (6.109)

ou, dans la derniére égalité, nous avons utilisé I’absence de variation anomale de S [E, L., R,, Bg}
dans (6.103) lorsque krr = 0. La fonctionnelle h[%, Ly, g1 Wy, BY] définie en (6.97) est donc
identiquement nulle, ce qui conclut la preuve.

Le résultat de cette section peut donc étre résumé comme suit: la disparition des GBs du
spectre nécessite 1’absence d’anomalies pour les symétries & basse énergie de la techni-théorie
SU(2), x SU(2), x U(1)z_,- La constante krt doit donc étre égale & zéro (6.108). Cependant,
ceci n’implique pas l’absence d’un terme de Wess-Zumino, puisque la techni-théorie peut produire
des fermions composites légers. Un tel terme doit donc étre inclus dans le lagrangien effectif pour
satisfaire la condition de raccordement des anomalies. La construction implique en réalité une
généralisation de celle de Wess-Zumino, généralisation possible quelle que soient les valeurs de
0r,0r et B — L, signifiant qu’il n’y a pas de restrictions dues & la condition de raccordement des
anomalies sur ces couplages. En particulier, la trace de B — L sur les fermions composites ne sera
pas nécessairement nulle, ce qui constitue une différence avec le cas des fermions élémentaires,
comme nous le verrons & la section 6.3.2. Notons cependant que dans le cas §;,~dr~0, la distinction
expérimentale avec les fermions élémentaires est malaisée.

6.3.2 Fermions élémentaires dans la jauge unitaire

Nous nous intéressons & présent aux cas des fermions élémentaires. Pour ceux-ci, il n’y a pas de rac-
cordement des anomalies & effectuer, puisque les champs fondamentaux correspondent directement
aux degrés de liberté physiques a basse énergie, suite au couplage faible du secteur élémentaire.
Nous nous concentrons donc sur I’étude des anomalies en tant qu’obstruction & ’élimination des
GBs de 'action. Comme nous le verrons, le résultat est indépendant de la discussion précédente
concernant les fermions composites: on trouve que la trace de B — L sur ces fermions élémentaires
doit &tre nulle.

Le lagrangien pour les fermions élémentaires a été donné en (6.20). On définit tout d’abord
l'opérateur de Dirac D,

Dex = iv"Dux, (6.110)
de maniére & ce que le lagrangien O(p2 €Y CO) pour les fermions élémentaires prenne la forme
iIXY"Dux = XDex. (6.111)

L’opérateur D, est invariant sous les symétries SU(2), x SU(2), de la techni-théorie, et nous
n’avons donc besoin, pour en étudier les variations, de considérer uniquement les transformations
du groupe SU(2), % SU(2),, x U(1)5_ 1, que nous paramétrons par la transformation 7

r= (Gozei(e_“’) , Glzei(9+“’),a0) . (6.112)

Sous une telle transformation, la variation du déterminant de D, est donnée, par ’expression

—1D(9, @, 040) InDet De[go GOpn g9 Glua B,LOL}

= (B—L)/dx(saﬂ[goGou,gle,BB]y (6.113)
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La fonctionnelle de Bardeen ) apparaissant ici est la méme que dans (6.56), mais avec des argu-
ments différents. Explicitement, on a

1

Qfg0Gop, 91G1p, By = 1672

E“VPUB?“, (g() 8PG00+ g1 8PG10 —igog1 [Gop, Glg]) . (6114)

L’étape suivante dans cette discussion est de considérer l'effet des redéfinitions des champs
utilisées pour définir la « jauge unitaire ». Nous avons déja donné en (5.126-5.127), et nous les
reproduisons ci-dessous (6.115-6.116), les redéfinitions des champs nécessaires pour les fermions
élémentaires, afin d’éliminer les occurrences de la matrice ¥ et définir des champs invariants
sous SU(2), x SU(2), . De nouveau, on remarque que ces redéfinitions sont formellement des
transformations de jauge avec G; = ¥ U. Ceci affecterait donc les champs G1, et non pas les
sources R, contrairement & la redéfinition utilisée en (6.95). Il pourrait donc sembler que ces deux
redéfinitions des champs soient incompatibles. A nouveau, un examen détaillé prouve qu’il n’en est
rien: la section 5.2.1 a montré que les deux connexions R, et g1 G, étaient en réalité identiques
dans la jauge standard, ce qui est résumé a la section 6.1.2. Nous souhaitons cependant vérifier si
I’on peut éliminer les GBs du lagrangien dans I’écriture générale, sans choix de jauge. La solution
du probléme réside dans ’observation suivante: les redéfinitions des champs utilisées dans les deux
cas sont en réalité équivalentes indépendamment de la jauge, du fait de la contrainte (6.28) sur le
spurion réel X.

La redéfinition appropriée afin d’absorber la matrice des GBs X est la suivante

YL = *xp = ¥Uxz, (6.115)
Yr = *XR = XR, (6.116)

ou les nouvelles variables ¢ sont invariantes sous les groupes SU(2) et SU(2), . En effet, on a

b — W = Le E g, (6.117)

br — Wg = Gee T yp. (6.118)
La redéfinition (6.115) est formellement une transformation de jauge SU(2), xSU(2), xU(1)5_,
donnée en fonction des GBs et des champs spurioniques par

A = (Go=1,G1=XU,a"=0). (6.119)

Ceci est un cas particulier d’une transformation 7 (6.112), et implique la réécriture correspondante
pour les champs de jauge

W, = 91*Giu— Ly, (6.120)
qui définit les champs Wj; en fonction des champs G7,. Plus explicitement, on aura en effet
aWw, = iEUDM(UTET)
= iXU8,UTEN)+ g XUG,, UTET - L, (6.121)
plutot que la définition utilisée précédemment en (6.95). On montre & présent que ces deux redéfi-
nitions sont en fait strictement équivalentes. On utilise la décomposition (5.54) de X, dans laquelle

I'invariant £ est une constante du fait de la contrainte (6.28), mais ou la matrice U € SU(2) dépend
de z et se transforme selon

U +— RUGH. (6.122)
Le point important est que la contrainte (6.28) sur le spurion X implique
D, U = 0. (6.123)
Injectant ceci dans (6.121), on obtient

W, = W,. (6.124)



6.3 RACCORDEMENT DES ANOMALIES DANS UNE THEORIE SANS PARTICULE DE HIGGS 143

Ainsi, bien que 'égalité entre connexions ne soit valable uniquement dans la jauge standard, les
deux redéfinitions sont identiques en toute généralité.

La suite de la procédure est analogue & celle de la section 6.3.1: on étudie les conséquences
de cette redéfinition au niveau des champs bosoniques, c’est-a-dire aprés intégration des fermions
composites selon ?

/d[x] o/ 42XDe[90G0u91G1 Bl X _ nDet De[g0Goyu91G1 s BY] (6.125)

Pour ce qui est des configurations dans lesquelles les champs de GB 7 sont infinitésimaux, et ou
la matrice U est proche de I'unité avec kK = k® 7% dans

U=c¢'7. (6.126)

du méme ordre que 7, on aura, appliquant la version infinitésimale de (6.119)

. _ T+K = TR g 0
—1D<9—— 57 ,<p——2—f,oz —0) 1nDetDe[goG0H,g1G1H,B“}

B-L

57 dx<(7r—|—/<a)Q[gOG0M,gl Wu"‘LuvBBD
+ O(n?,mk,K?). (6.127)
Ainsi, on obtient 1'égalité
In Det D, [go Gou, 91 Gy, Bﬁ} = InDet De[go Gop, 1 Wy+ Ly, Bﬁ]

; B—-L

2f
+ O(r* 7wk, K?). (6.128)

dz (7 + 1) Qg0 Gopr 91 Wy + Ly, BR])

Ceci montre que les redéfinitions des champs générent des termes impliquant les GBs: il est donc
impossible d’éliminer les GBs de 'action, excepté si la trace de B — L sur les fermions élémentaires
s’annule. Pour obtenir ce résultat, on utilise le fait qu’il ne peut y avoir de compensation entre le
terme impliquant les GBs généré par la réécriture du déterminant des fermions élémentaires (6.127)
et celui généré par celle du déterminant des fermions composite (6.105). En effet, les fonctionnelles
impliquent des champs différents. La variation du déterminant des fermions élémentaires doit donc
s’annuler séparément, ce qui signifie

> (B—L) = 0. (6.129)

fermions élémentaires

On peut vérifier que les redéfinitions des champs éliminent bien les GBs, y compris dans le cas
fini. Notons que la logique qui nous a menés & demander cette annulation des anomalies pour les
fermions élémentaires est différente de celle utilisée dans le cas des théories renormalisables [GJ72,
KAP72, GG72, BIMT72].

Finalement, nous transcrivons au niveau du lagrangien fermioniques les réécritures impliquées
par les redéfinitions effectuées ci-dessus. Puisque le lagrangien pour les fermions élémentaires
(6.20), ainsi que la mesure d’intégration sur ces fermions (suite & (6.129)) sont invariants sous la
transformation A, on a

/d[X] eiEélém,[X7Z790G0/,L191G1/,L;B;OJ _ /d[¢] eil:élém.[w:]l:gOGO,u:ngp‘l’L,u:B;oJ' (6.130)

La conclusion est donc que le lagrangien dans la « jauge unitaire » est obtenu directement via le
remplacement

1
{x,%,G1,, BN} — {gb,]l,WM—FELM,Bg}. (6.131)

9. Les termes de masses n’interviennent pas dans la variation anomale, et sont donc omis dans cette discussion.
Rappelons en revanche que ce sont précisément les termes de Yukawa qui contiennent la matrice ¥ que nous
cherchons & éliminer, et qui ont permis de déterminer les redéfinitions appropriées (6.115-6.116) (voir (5.126-5.127)).
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6.4 Triangles dans la jauge unitaire

Nous introduisons & présent les redéfinitions des champs fermioniques composites pour atteindre
cette méme « jauge unitaire ». La section 6.3.1 ne traitait que des redéfinitions dans le secteur
bosonique, aprés intégration du déterminant fermionique. Les redéfinitions & appliquer sont déter-
minées de maniere a obtenir des champs invariants sous SU(2),. A cette fin, nous utilisons la
transformation w donnée en (6.101), et définissons

Y o= “x1 = Ex1, (6.132)
YR = “XkR = Xk (6.133)
Ceci donne effectivement des champs ayant les propriétés de transformation désirées
. —L
Y — Wi = Le 7 Ty, (6.134)

B

. — L
Vh s Tk = Le 7 g (6.135)

Nous savons que dans ce cas, le déterminant de 'opérateur de Dirac est modifié sous la transfor-
mation chirale w. Cependant, ’absence d’anomalies (krt=0) pour ’ensemble de la techni-théorie
signifie que cette variation est compensée par le terme de Wess-Zumino. Nous pouvons donc
développer I’équation (6.109) sous la forme

o deX* D[ B, Lyu Ry B X*

eiF[L,u:Rl“BB] _ eiSinv[E7Lu7R#:Bm+iSWZ[E,L;L7Ru:Bg]/d[X.]

_ eiSSB[]l,L;unguJFLWBB]/d[qr/)']ei-[d$?D°[1’L“’glqurL“’Bmw.7 (6136)

ou nous avons utilisé la condition limite (6.87) pour Sy ainsi que la définition
D.[%, Ly, Ry, BY] = D [E#, R, Bg} . (6.137)

Le résultat des redéfinitions des champs au niveau du lagrangien se réduit & effectuer le remplace-
ment suivant

{(X* %, L, R, BYY — {4*1,L,, 1 W+ L, BOY, (6.138)

ce qui donne directement le lagrangien en jauge unitaire.

Dans le cadre des théories effectives, il est tout-a-fait naturel d’utiliser la jauge unitaire, afin
de travailler exclusivement avec des champs physiques. Ici, 'avantage supplémentaire est que le
terme de type Wess-Zumino est nul dans cette jauge. Nous choisissons donc d’utiliser cette jauge
pour la discussion suivante concernant les diagrammes triangulaires. On considére le résultat de
(6.136), qui implique

o T[Lu R B _ /dw.]ei_[dMSB[]17L,L,g1W,L+L,L,B£i]+WD.[1,L;L791W;L+LWB?L]111', (6.139)

ot l'intégrale sur les champs X a déja été effectuée, donnant un facteur constant, puisque I’action
en fonction des variables dans la jauge unitaire n’en dépend plus explicitement.

Nous déterminons a présent les contributions anomales des fermions composites aux fonctions
3 trois points des techni-courants 10. On utilise tout d’abord les expressions des techni-courants en
termes des variables de basse énergie, obtenues en considérant les dérivées par rapport aux sources
L, L du lagrangien Ly, invariant sous Spaturel (6.23). On écrit ensuite le résultat dans la jauge
standard, afin de rendre le contenu dynamique explicite. Lorsque 1’on utilise les redéfinitions des
champs pour obtenir ’expression dans la jauge unitaire, on trouve

3v iu% v 0 1/7—3 (] ) e v ° ° 6.140
Jl cgq Z 5[4 wLA/ 2 wL (]- R) ¢RA/ 2 1bR? ( 1 )
+v JMVQL v+ 1 o v _+,/e 1 e v _+, /e
J — W —|——5l ¢L”Y7' 1/)[+_(1_5R) ¢R’y7' ’(/)R (6141)

9 V2 V2

10. Les fermions élémentaires ne contribuent pas a ces fonctions, puisqu’ils ne couplent pas aux techni-courants.

11. Nous ne discutons pas les courants Jf, car leur étude réintroduirait les GBs dans 'action: bien que ces
courants soient parfaitement bien définis au niveau de la techni-théorie, leur utilisation est malaisée lorsque les
champs de jauge interviennent.
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Suivant [CG82|, on peut exprimer 1’élément de matrice de ces courants entre deux états asymp-
totiques de fermions composites (dans la limite de masse nulle) décrits par des spineurs v’ et u
portant une impulsion identique p et vérifiant I’équation de Dirac sans masse

(W', A, plJH(O)|u, B,p) = w7 (Vip— s Adp)u, (6.142)

ot V* et A% sont des matrices 2 X 2 dont les indices A, B distinguent entre la composante supérieure
et inférieure du doublet. L’expression de ces matrices est obtenue en tenant compte de deux
contributions. L'une provient de la contraction des deux derniers termes dans (6.140-6.141) avec
les pattes externes, correspondant au diagramme de la figure 6.5. L’autre contribution implique
un propagateur d’un champ vectoriel, comme représenté a la figure 6.6.

Ja

p

u! (%

Figure 6.5. Contribution directe & ’élément de matrice.

! u

Figure 6.6. Contribution indirecte a I’¢lément de matrice, impliquant I’émission d’un boson vecteur.

Dans cette seconde contribution, le terme longitudinal dans la polarisation du vecteur ne con-
tribue pas, suite & 1'utilisation de I’équation de Dirac sans masse. D’autre part, la contribution est
locale, I'impulsion portée par le boson vecteur étant nulle. L’évaluation de ce dernier diagramme
nécessite de connaitre l'expression du couplage entre bosons vecteurs et fermions composites.
Ceci est obtenu en écrivant explicitement le lagrangien (6.8) dans la jauge standard, utilisant les
variables dans la jauge unitaire

XDax* = 105900 + 0" QU Au— U Qu0 Z,,

€ 0 7—3 ° € e ° +
+ _68(1—5L)1/)L 7#71/)LZ;L+_\/§S(1—5L)¢L’Y“Ti1/)LWH
€ O 3 . € 0 . +
+ E(SR'@/JR’YM?wRZu"’m&Rde’YMTinWM : (6.143)

Posant 7, =dr =0 dans cette équation, on peut vérifier que les couplages des fermions composites
aLordre O(p?e® (") se réduisent a ceux des fermions élémentaires (5.129). Comme déja mentionné
auparavant, on vérifie également que les constantes dr,, g permettent des couplages non-standard
de ces fermions composites aux bosons vecteurs massifs, ainsi que des couplages des fermions
composites droits aux bosons W*. Grace & ce travail préliminaire, on trouve que les éléments de
matrice (6.142) ont une structure vectorielle, soit

A® = 0, (6.144)

et n’impliquent pas les couplages dr,dr. Tous calculs faits, on obtient effectivement

1 73 B-L
3 — - (L _ 22 F
Ve = 1+’y2 <2 v 5 ) , (6.145)
q:
V:t — T . (6146)

V2
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Ainsi, les diagrammes triangulaires de fermions composites ne générent pas de contributions ano-
males aux fonctions & trois points des techni-courants ou du courant électromagnétique, qui est
également vectoriel. Rappelons qu’il n’y a pas d’autres contributions anomales possibles & ces
fonctions de Green dans la jauge unitaire, puisque le terme de Wess-Zumino S‘wz[]l, aWu+L,,R,,
BY] apparaissant dans le membre de droite de I'équation (6.136) s’annule suite & la condition limite
(6.87). Notons que ce résultat concorde avec celui de la section 6.3.1, qui était que les fonctions
de Green des techni-courants devaient étre exemptes d’anomalies.

Nous examinons & présent les contributions anomales des diagrammes triangulaires des fermions
composites aux fonctions & trois points des bosons vecteurs. Les contributions des fermions élé-
mentaires sont ici encore nulles, suite & la condition (6.129). On exprime les couplages des fermions
composites aux bosons vecteurs dans la jauge unitaire extraits de (6.139) en termes des bilinéaires
suivants

. 1— .
in = 5 VT, (6.147)
-q e Ta o
Jp = V5 vt (6.148)
it = W%ﬂs%w’. (6.149)

On peut donner I'expression de la contribution des diagrammes triangulaires & la fonction & trois
points des bosons vecteurs en termes d'une seule fonction 7}, qui contient toute I'information
concernant les graphes triangulaires (voir [CG82])

(2 TE)4 5(4)(k1 + k2 + kS) Tyup(kla k?v k3)
- —/ do dydze™ (et thon) (0 750(w) 3(y) j57°()[0) (6.150)
Définissant

eiW[Wui’ZwA“} = /d[w.]eifdwﬁ'[w.7wf’z“’A“} (6.151)

on obtient les termes trilinéaires suivants, dans I’espace des impulsions
WIWE Z,.A,] = / (;i’; % G T — hia — ki, Ko k)
{DAWWA”( — ko — k3) (W*”(kg) W=P(k3)+W—"(ks) W*P(kg))
DZWW Z1( — kg — k3) (W (ko) WP (kg) + W (ko) WHP(k3))
DZZ2Z Z1( — kg — k3) Z" (ka) Z°(k3)
DAZZ AW — kg — k3) Z" (ko) ZP(k3)
A" (k2) Z7(
(

DZAZ Zin( — ey — k) AY(ks) Z°(ks)
DAAZ A ( — ky — kg) A (k) Z°(k3)

termes bilinéaires et puissances plus élevées} . (6.152)

+ 4+ + + + + X

Les constantes D dans I’équation (6.152) s’expriment & leur tour en termes des deux constantes
suivantes

DAWW _ v B-L (5}2%_(1_5”2), (6.153)

Vity? 4

2 _
DAAZ _ 8 B L(5R+5L_1), (6.154)

Vit 2

selon

DZWW — . pAWW (6.155)
DZAZ — _DAAZ (6.156)
DAZZ = (144%) DAWW _ypAAZ, (6.157)
D?7% = ((1+4~2) DAWW 4 DAAZ) (6.158)
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Nous trouvons en particulier que les boucles de fermions composites générent des contributions aux
couplages des bosons vecteurs neutres. Les implications des paramétres 01, dr sur ces interactions
pourront étre étudiées suivant [Ren82, BBCD85, GLR00b, GLR00a]. Nous précisons ici unique-
ment que la contribution d’un doublet composite serait nulle si 'on avait

or+dor = 1. (6.159)

Ceci n’est pas en contradiction avec le fait que les fermions élémentaires aient §, =dr=0. En effet,
les contributions anomales des fermions élémentaires sont nulles pour une raison différente: du fait
de la condition sur la trace de B — L.

Remarquons également que la renormalisabilité au sens de Weinberg n’est pas perdue: nous
avons au contraire vu que les fonctions & trois points des techni-courants vérifient des identités de
Ward non-anomales. Le principe de construction de la LEET était précisément l'invariance locale
sous les transformations SU(2), x SU(2), X U(1) 5_,, qui est donc exacte. D’autre part, le secteur
élémentaire est également exempt d’anomalies, puisque 1'on doit avoir une trace de B — L nulle sur
les fermions élémentaires pour que les GBs disparaissent de 'action. A nouveau, cela signifie que
la construction du lagrangien suit bien le principe d’invariance locale. Les seules anomalies sont
les contributions du secteur composite aux fonctions de Green des champs vecteurs dynamiques, ce
qui n’est possible que via le couplage introduit par les spurions, et visible aprés avoir effectué un
choix de jauge. Il n’y a donc pas 13 de contradiction avec le principe d’invariance utilisé lors de la
construction. Précisons que ces contributions peuvent étre non-nulles alors que la techni-théories
est non-anomale, uniquement pour la raison suivante: les anomalies de la techni-théorie sont nulles
lorsque ’on ajoute les contributions des GBs et des fermions composites. Dans la jauge unitaire
cependant, il n’y a plus de GBs, et seuls les fermions composites peuvent donner des contributions
anomales aux fonctions de Green.

6.5 Résumé

Afin de reproduire les identités de Ward non-anomales de la théorie fondamentale, le lagrangien
effectif doit étre invariant sous des transformations locales des sources. En revanche, le lagrangien
effectif devra contenir des termes non-invariants pour reproduire les identités de Ward des symétries
anomales. La variation de la fonctionnelle génératrice peut étre extraite de la techni-théorie: c’est
une variation de Bardeen, d’ordre O (p*e®(?).

La condition que la techni-théorie doit satisfaire afin que les trois GBs disparaissent du spectre
suite au mécanisme de Higgs est la suivante: les symétries SU(2), x SU(2), x U(1) 5, de la techni-
théorie doivent étre exemptes d’anomalies, soit kpr=0. Les théories telles que la QCD, ou plutot
dans le cas de 'TEWSB qui nous intéresse ici, sa copie avec deux saveurs, directement transposée
a une échelle d’énergie plus haute, ne satisfont pas & cette condition si les charges B — L des
techniquarks sont non-nulles (elles sont nécessairement identiques pour les deux composants du
doublet). Un tel modeéle de technicouleur ne permet donc pas de décrire la brisure électrofaible.
Les modeéles de technicouleur sans anomalies posséderont en revanche un groupe de symétrie
plus grand, qui devrait se refléter dans le spectre des résonances, invalidant a priori ’estimation
du paramétre S & partir de la valeur de L1y obtenue en QCD. Précisons que le résultat ktt =0
vaut indépendamment de la possible présence de fermions composites. En effet, le résultat du
raccordement des anomalies permet de poser la question directement en termes de la techni-théorie.

Pour ce qui est du raccordement des anomalies lui-méme, nous avons étendu la construction
du lagrangien effectif de Wess-Zumino au cas ou le secteur de basse énergie contient des fermions
composites en plus des GBs. Ceci est toujours possible, quelles que soient les valeurs des couplages
non-standards §r, 6r des fermions composites, permis & 1’ordre (’)(p2 €? CO) par la réalisation non-
linéaire de la symétrie, et quelles que soient les valeur de leurs charges U(1), . La conclusion
est donc qu’il n’y a pas de restriction sur ces couplages. La possibilité d’une quatriéme génération
(partielle) constituée de fermions composites est donc théoriquement ouverte.
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Le formalisme des spurions permet précisément de distinguer entre fermions composites et
élémentaires: puisque les deux secteurs sont couplés via les spurions, le mélange entre les deux types
de fermions apparait uniquement aux ordres supérieurs en puissance des spurions. Qualitativement,
les propriétés spécifiques d’éventuels fermions composites seraient: i) les couplages non-standards
01, 0r décrivant la violation de l'universalité des couplages des fermions gauches aux bosons
vecteurs massifs, ainsi que des couplages des fermions composites droits aux W*, ii) une masse
commune du doublet relativement grande, et une différence de masse relativement faible entre les
deux composantes du doublet, iii) pas de restriction sur la valeur de B — L, ¢’est-a-dire la possibilité
d’avoir une quatriéme génération incompléte. Ces propriétés excluent en pratique l'interprétation
des fermions déja connus en tant que composites. Nous avons également présenté une manifestation
indirecte des fermions composites dans les vertex & trois bosons vecteurs induits par les graphes
triangulaires.

Les fermions élémentaires, quant & eux, n’ont pas de couplages non-standard du type 6r,dr &
l'ordre dominant du développement. Ils ne participent pas au raccordement des anomalies, étant
extérieurs au secteur composite. Nous trouvons néanmoins la condition usuelle que la trace de
B — L sur ces fermions doit étre nulle. Dans le LEET, ceci provient de I’hypothése que les GBs
disparaissent du spectre, & la différence des théories renormalisables ot ’on cherche & préserver la
renormalisabilité. La théorie effective peut alors étre traitée de maniére cohérente dans la jauge
unitaire.



Conclusion

Le Modele Standard décrit avec succes les expériences effectuées auprés des accélérateurs actuels.
Sa construction obéit au principe de renormalisabilité: le mécanisme de Higgs élémentaire, utilisant
un doublet complexe de champs scalaires, permet de donner des masses aux champs de jauge ainsi
qu’aux fermions chiraux. Cette description laisse suffisamment de liberté pour décrire les masses
des fermions et leurs mélanges. Les opérateurs effectifs générés par la nouvelle physique au-dela
du SM doivent étre pris en compte si 'on considére le SM comme une théorie effective. Ils sont
supprimés par une échelle de masse, et sont donc irrelevants a basse énergie.

Parmi les premiers opérateurs irrelevants (de dimension cing ou six), il en existe une classe
qui implique le doublet de Higgs élémentaire. Ils introduiront des déviations par rapport aux
prédictions du SM seul: paramétre S, paramétre T, corrections & 'universalité des couplages des
fermions gauches aux bosons vecteurs, introduction de couplages des fermions droits aux W et
finalement violation du nombre leptonique. Le triomphe du SM réside dans le fait que de telles
déviations n’ont pas été détectées jusqu’a présent. Puisque le champ de Higgs a une dimension
physique, on comprend que la suppression de ces opérateurs par une échelle peut étre altérée si
le mécanisme de brisure de la symétrie de jauge électrofaible est modifié. Le danger est bien réel
dans le cas ou le mécanisme de Higgs a lieu sans laisser de particule scalaire légére dans le spectre:
ces « opérateurs indésirables » apparaitront alors dés ’ordre dominant dans le développement
approprié.

Dans ce dernier cas, au lieu d’introduire les quatre champs réels dans un doublet de Higgs
élémentaire, le mécanisme de Higgs fonctionne uniquement avec trois modes de Goldstone générés
par la dynamique d’une théorie en interactions fortes. La propriété de renormalisabilité est alors
perdue, et on utilise donc dés le début le langage des théories effectives & basse énergie: la théorie
effective est en effet non-découplante.

Le cadre de la LEET non-découplante permet d’aborder une telle formulation sans avoir recours
a un modéle spécifique. Pour définir la LEET correspondant aux modeéles de brisure électrofaible
sans particule de Higgs physique, on doit préciser le spectre & basse énergie de la théorie, ainsi
que les symeétries, qui jouent un réle crucial dans la construction. Nous nous intéressons au cas
du spectre minimal & basse énergie, pour lequel les seules particules légéres (masses inférieures au
TeV) sont le photon, les bosons vecteurs W et Z9, les trois générations de leptons connues, ainsi
que trois générations de quarks interagissant également avec les gluons de la QCD (on sait par
ailleurs que la QCD présente la propriété de confinement: ceci n’est cependant pas I'objet de notre
discussion). En réalité, notre description introduira de trois neutrinos droits quasi-stériles légers,
qui découplent en premiére approximation.

Les principes de formulation, construction et renormalisation d’une telle théorie effective ont été
établis dans le cadre de I'étude des conséquences & basse énergie de la QCD. Dans ce cas, les degrés
de liberté utilisés dans la construction du lagrangien effectif (xPT) sont les GBs correspondant &
la brisure spontanée de la symétrie chirale. On développe alors le lagrangien effectif en puissances
des impulsions et de constantes « naturellement petites »: les constantes telles que la symétrie
est accrue lorsqu’elles sont posées égales & zéro. En réalité, on utilise des spurions (champs ne
se propageant pas) pour formellement rendre le lagrangien invariant sous cette symétrie accrue.
Le régime dans lequel un développement est possible est le suivant: basse énergie, paramétres de
brisure explicite petits et couplage aux champs de jauge externes faible. Si ceci correspond & la
situation physique, la LEET fournira un outil utile. Plus précisément, la formule de comptage
de Weinberg montre que le développement chiral correspond & un développement en boucles:
I'obtention de résultats & un niveau de précision donné requiert I’évaluation d’un nombre fini de
diagrammes. Afin d’obtenir la méme formule dans le cadre présent, les constantes de couplage de
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jauge doivent étre comptées comme parameétres de développement au méme titre que les impulsions,
soit g=0 (pl). Il en est de méme pour les bilingaires de fermions, qui sont également comptabilisés
comme (’)(pl). Le lagrangien effectif contient tous les termes permis par la symétrie, ordonnés
selon les puissances de ces paramétres de développement.

Comme application directe des régles de construction énoncées ci-dessus, on peut considérer
une théorie de Yang-Mills massive & I'ordre d'une boucle. Les trois GBs de la brisure SU(2), x
SU(2), — SU(2) , p sont alors couplés & une théorie de Yang-Mills dont le groupe de transfor-
mation est simplement identifié & SU(2),. On peut vérifier, par un calcul utilisant les méthodes
du noyau de la chaleur, que toutes les divergences & une boucle de la fonctionnelle génératrice sont
absorbées dans les LECs du lagrangien & 1’ordre sous-dominant.

L’utilisation des mémes méthodes dans le cadre du secteur électrofaible nécessite de coupler les
trois GBs de la brisure SU(2); x SU(2) , — SU(2) , j & une théorie de Yang-Mills SU(2) x U(1)
ainsi qu’a des fermions chiraux correspondant aux leptons et aux quarks. La symétrie SU(2),
sera & l'origine de la symétrie custodiale. Le groupe de jauge U(1) doit &tre identifié avec le sous-
groupe abélien de SU(2), ainsi qu’avec les transformations appropriées des fermions. On rencontre
alors des difficultés sur deux plans. D’une part, les opérateurs indésirables mentionnés ci-dessus
apparaissent & I'ordre dominant O(p?) dans le développement & basse énergie. D’autre part, la
formule de comptage de Weinberg n’est pas reproduite, les termes de masses des fermions pouvant
apparaitre & ’ordre O (pl). D’un point de vue théorique, le comptage de puissances pour les termes
brisant explicitement la symétrie custodiale n’est pas donné de maniére univoque par les régles de
construction.

La présence des termes indésirables dés 'ordre dominant (’)(pg) constitue un grave danger pour
les LEET sensée décrire la brisure électrofaible sans particule de Higgs physique. La solution que
nous proposons pour résoudre ces difficultés est la suivante. On demande I'invariance du lagrangien
effectif sous le groupe Snaturet =SU(2) 4, % SU(2), x SU(2), x SU(2),, x U(1)z_ correspondant
a la situation ou le secteur composite (GBs) n’interagit pas avec le secteur élémentaires (champs
de Yang-Mills faiblement couplés et champs fermioniques correspondant aux quarks et leptons).
Le lagrangien effectif est développé en puissances de champs spurioniques, qui introduisent les
interactions entre les deux secteurs. La sélection du groupe SU(2)  x U(1),, est due aux contraintes
de constance covariante imposées sur les spurions: ceci définit 1'alignement du vide.

On constate que les termes indésirables rencontrés dans la formulation originale basée sur
la symétrie SU(2) x U(1) nécessitent des insertions de spurions pour étre rendus invariants sous
Shaturel- 1ls sont donc relégués & des ordres supérieurs dans le développement. De plus, & 'ordre
ol les masses des fermions élémentaires apparaissent dans le formalisme utilisant les spurions, la
matrice de masse des quarks posséde autant de paramétres que dans le SM, donnant ainsi une
matrice CKM avec trois angles et une phase, comme dans le SM. La formule de comptage de
Weinberg est & nouveau obtenue moyennant un lien entre le comptage de puissance en € pour

les spurions X et 17, et celui des impulsions, selon € = O(pl/ 2). Par ailleurs, le spurion ¢ qui est

responsable de I'alignement des transformations U(1),_, avec celles générées par la troisieme
composante de I'isospin droit, permet de construire des opérateurs donnant des masses de Majorana
naturellement petites pour les neutrinos actifs. On peut également imposer une symétrie discréte
pour interdire les termes de masses de Dirac pour les neutrinos. Les neutrinos droits sont alors
quasi-stériles (interactions avec les champs vecteurs supprimés par un facteur €? par rapport aux
autres fermions) et légers par rapport & ’échelle A ~3 TeV. Il sont de plus stables.

A ce stade, nous avons donc montré que la LEET de 'EWSB sans particule de Higgs physique
survivre au danger phénoménologique des termes indésirables. Les termes qui étaient irrelevants
a basse énergie dans le cas du mécanisme de Higgs élémentaire sont 4 nouveaux supprimés : ils
sont relégués aux ordres supérieurs du développement spurionique. On a donc résolu les difficultés
qui se posaient au niveau des arbres, et étaient souvent traitées au cas par cas dans la littérature,
sans relier la suppression des divers opérateurs & une propriété de symétrie. Le cadre présenté
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permet un traitement systématique de ces interactions dans un développement. Le fait que le méme
formalisme de spurion réponde & des questions différentes ne doit cependant pas faire oublier que
les mécanismes dynamiques décrits par ces différents spurions peuvent étre trés différents. Cela
est partiellement reflété dans le comptage de puissances pour le spurion ¢, qui est distinct de celui
des spurions X et Y. Ceci nous rappelle que, bien que 'utilisation des spurions corresponde &
une certaine fagon de coupler les deux secteurs, nous n’en connaissons que la formulation & basse
énergie: au niveau de la LEET) les spurions ne font que décrire ce couplage d’une fagon cohérente,
sans expliquer le mécanisme sous-jacent. Notons de plus que la construction utilisant les spurions
repose fortement sur la structure particuliére du groupe SU(2). L’application & d’autres groups ne
serait pas immédiate.

L’étape suivante aprés le travail de formulation de la LEET décrit ci-dessus serait la compa-
raison détaillée avec les tests de précision. Une telle étude nécessiterait d’évaluer les expressions a
une boucle des observables. Ces expressions dépendent des constantes de basse énergie apparaissant
dans le lagrangien. Le but est de fixer ces LECs & partir de certaines expériences et de prédire
ensuite les résultats d’autres mesures impliquant les mémes constantes. En particulier, mention-
nons que le traitement complet & une boucle d’un processus tel que la diffusion W+ W~ reste &
faire. Une analogie avec le traitement dispersif & deux boucles de la diffusion 77 en xPT [KMSF95]
est d’ailleurs possible: la LEET étant un moyen de construire des approximations successives de
la matrice S approchant la condition d’unitarité, on s’attend & des effets visibles & des énergies
inférieures au TeV, pour lesquelles la LEET pourrait encore étre utilisable.

Nous avons également discuté la question des anomalies au niveau de la LEET, nous affranchis-
sant du cadre des théories renormalisables. Les anomalies sont en effet généralement considérées
sous ’angle de la renormalisabilité, qui en requiert ’absence. Dans le cadre des LEETs, un tel
critére fait défaut. En revanche, nous demandons que le mécanisme de Higgs ait bien lieu, c’est-
a-dire que les GBs disparaissent du spectre. L’étude fait appel & la condition de raccordement
des anomalies (anomaly-matching) entre la description & basse énergie du secteur composite, et
le modele sous-jacent (la « techni-théorie »). On montre qu’il est toujours possible de construire
une généralisation du lagrangien de Wess-Zumino réalisant cette condition de raccordement des
anomalies, méme lorsque les degrés de liberté légers incluent des fermions composites. La condition
de raccordement n’entraine donc pas de restrictions sur les couplages des fermions composites.

On peut vérifier que les redéfinitions des champs vectoriels ne permettent plus d’éliminer les
GBs de l’action, excepté dans le cas oul le secteur composite est exempt d’anomalies. La condition
de raccordement des anomalies permet alors de déduire ’absence d’anomalies pour les identités
de Ward des courants de Noether de la techni-théorie. Notons que le résultat précédent n’entraine
pas forcément I’absence de contributions anomales aux fonctions & trois points des boson vecteurs:
ceci se comprend dans la jauge unitaire ot les GBs sont absents, mais ou les éventuels fermions
composites peuvent contribuer par des diagrammes triangulaires. Leur contribution anomale & ces
fonctions & trois points n’est pas compensée par celles des GBs, alors qu’elle doit étre compensée
lorsque 'on considére les fonctions de Green des courants de la techni-théorie, d’aprés la condition
de raccordement des anomalies.

Etudiant les redéfinitions des champs en présence de fermions élémentaires, on obtient la con-
trainte habituelle que la trace de B — L sur ces derniers doit étre nulle, mais pour la raison
suivante: si tel n’est pas le cas, les GBs ne peuvent pas étre éliminés de l'action. Ceci compléte
notre discussion de la formulation de la LEET pour 'EWSB sans Higgs.

Nous avons donc trouvé des conditions que la LEET doit respecter pour étre viable et ne pas
étre en conflit direct avec les expériences. Ces conditions se traduisent en termes d’une symétrie
« naturelle » et de I'introduction des interactions via les spurions. Nous ne savons pas formuler les
restrictions correspondantes sur ’ensemble des modéles possibles, ni méme s’il existe des théories
qui vérifieraient ces conditions. La formulation explicite d’un tel modeéle serait donc une avancée
appréciable puisqu’elle fournirait une preuve d’existence. Il serait particuliérement intéressant
d’avoir une idée du spectre des premiéres résonances: c’est précisément ce spectre qui est mis en
cause dans ’exclusion de la technicouleur via le paramétre S. Dans le cas d’un modéle non-anomal,
et donc avec un contenu en champs différent de la QCD, ce spectre sera a priori différent.
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En conclusion, ce travail tend & montrer que les scénarios de brisure électrofaible sans particule
de Higgs physique ne sont pas exclus en toute généralité, puisque l'on peut résoudre les difficultés
qualitatives dans 'approche générale des LEETs. Cependant, ceci ne donne pas d’indications sur le
degré de confiance que ’on peut avoir qu'un tel scénario soit effectivement réalisé dans la nature.
Ceci est d’autant plus vrai que l'ensemble des modeles satisfaisants (qui seront décrits par la
LEET que nous avons considérée) peut étre vide. En dernier ressort, la question est donc d’ordre
expérimental: la découverte de la particule de Higgs viendrait confirmer le mécanisme élémentaire.
La recherche des partenaires supersymétriques serait alors le pas suivant.

Le probléme de la saveur et de la hiérarchie entre générations n’a pas été considéré dans ce
manuscrit. Ces questions sont également liées & la suppression des opérateurs a quatre fermions
par une échelle de masse: cette suppression n’est pas remise en cause dans le cas de la LEET. De
plus, on peut voir que I'implémentation d’une symétrie horizontale, comme fait dans la littérature
concernant le SM, peut étre transposée & la LEET. Une telle symétrie s’intégrerait naturellement
dans le formalisme des spurions.

Finalement, nous revenons sur le sujet des mooses et des WSRs, que nous avons abordé comme
premiére application du formalisme des spurions. Nous avons vu dans ce cas que les modéles moose,
ou plutot la LEET obtenue par I'introduction via les spurions du couplage entre GBs et champs
de Yang-Mills, pouvait fournir une description & basse énergie pour des théories ou la brisure
spontanée de la symétrie chirale suit un schéma différent de celui de la QCD. En particulier, lorsque
la chaine est longue, on obtient & l'ordre dominant non pas deux WSRs, mais autant de WSRs
généralisées qu’il y a de résonances vectorielles massives produites par les mécanismes de Higgs
multiples le long de la chaine. Deux voies d’investigation semblent présenter un intérét, mais n’ont
pas été développées ici.

La premiére voie concerne & nouveau le lien avec 'TEWSB: on peut constater des similitudes
entre certaines relations obtenues en utilisant les mooses comme description du secteur de brisure
électrofaible d’une part, et les expressions obtenues dans le contexte des modeéles ’EWSB & cingq
dimensions avec géométrie non-triviale et/ou conditions aux bords et/ou branes. De plus, les WSRs
semblent étre un autre aspect de 'amélioration du comportement & haute énergie remarqué par
certains auteurs, que ’'on peut aussi comprendre en termes de déconstruction dimensionnelle. La
compréhension du lien entre la description effective et les modeéles particuliers présentés dans la
littérature récente n’est cependant pas encore trés avancée: ceci constitue un champ & explorer.

Une autre voie possible est de prendre au sérieux ces LEET en tant qu’extension de la xPT.
Dans ce cas, on est intéressé non pas par la limite d’une chaine longue, qui produirait un grand
nombre de résonances ne reproduisant pas les propriétés de la QCD, mais vraisemblablement,
par le cas du moose avec deux sites de jauge (K = 2). Le comptage de puissance imposé par le
développement cohérent de la LEET ne permet pas une comparaison directe avec la QCD avec
deux ou trois saveurs légéres et trois couleurs. En revanche, cette théorie effective pourrait fournir
un moyen d’aller au-dela de la limite N, — oo, incluant les résonances p et a; comme champs
dynamiques dans la LEET.



Annexe A
Spineurs de Weyl, Dirac et Majorana

Les notations pour les spineurs sont généralement trés bien définies dans les articles de revue
traitant de la supersymétrie [Hab01].

Nous définissons ici nos notations et présentons un formulaire utile en vue de clarifier les
propriétés de transformation des objets utilisés tout au long du manuscrit, pour lequel nous nous
sommes conformés & 'usage du SM, qui est d’utiliser des spineurs de Dirac et leurs projections de
chiralité.

A.1 Remarques générales

On peut construire un spineur de Dirac & quatre composante par juxtaposition de deux spineurs
de Weyl (a priori indépendants) £ et 77 (les notations seront expliquées en A.2). Les deux spineurs
de Weyl (£, et 7%) possédent chacun deux composantes complexes (o =1, 2 et ¢ = 1, 2) et se
transforment respectivement selon les représentions irréductibles (1/2,0) et (0,1/2) du groupe de
Lorentz SO(3,1) ou plutot de son équivalent local SL(2,C), c’est-a-dire qu’ils sont respectivement
de chiralité gauche et droite. Le spineur de Dirac obtenu par cette juxtaposition est donné par

&

w:(g‘;): = (A1)

772

et appartient a la représentation (1/2,0) @ (0,1/2). Son utilisation ne simplifie les manipulations
algébriques que lorsque le terme de masse est restreint, suite & des lois de conservation, & prendre
la forme

EmasseDirac = - (mDé.n‘FmEgﬁ) . (A2)

En effet, si I'on utilise des redéfinitions de phase sur les spineurs de Weyl, on peut obtenir une
masse réelle est utiliser 'identité

Yy = En+ET. (A.3)

En revanche, dans le cas général, I'utilisation des spineurs de Weyl, objets fondamentaux, est plus
aisée. Nous considérons tout d’abord ’écriture en terme de spineurs de Weyl puis nous donnons
le lien avec les spineurs de Dirac, afin de nous conformer & la pratique courante dans le cas du SM.

A.2 Spineurs de Weyl

Les définitions entrant dans ’équation (A.1) sont les suivantes: on obtient la représentation (1/2,
0) & partir de la représentation inéquivalente (0,1/2) par la conjugaison complexe

fo’z = (fa)* € (051/2)7 (A4)
et vice-versa

Nt = (74)" € (1/2,0). (A.5)
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Les invariants de Lorentz sont obtenus par contraction des indices en utilisant la métrique

af — <_01 (1)) , (A.6)

En = % = PEana. (A7)

Etant donnée la propriété d’anti-commutation des spineurs, on peut vérifier que le conjugué de &7
est bien donné par ’expression

pour définir le scalaire

§m = &t = €3804, (A.8)
ou
0 —1
€4 = (1 0 > (A.9)
Notons l'identité
E&n = né. (A.10)

En plus du terme (A.2), on peut construire des invariants de Lorentz plus généraux, de la forme
1 ¥ FF 1 * oo
Linasse générique — Limasse Dirac — 5 (mL 56 +my, 65 ) - 5 (mRUU + MR ) : (All)

Les termes supplémentaires par rapport a (A.2) sont appelés termes de masse de Majorana: si
le fermion porte une charge, la conservation de cette derniére est violée par ces termes. On peut
également écrire de fagon compacte

1 _ haxe
Emasse générique — 5 ((é‘a, T]a) M < f]a ) + (€da 7702) MT < %d >> ) (A12)
«
avec la définition suivante pour la matrice de masse symétrique M
M = <mL mD). (A.13)
mp Mp
Notons que les termes cinétiques correspondants sont donnés pour chaque spineur de Weyl par
»Ccinétique L = i EE# 8;1,5 = 160” aug ) (A14)
Lcinétique R = 1775”8#7] = 1770“ a,uﬁ ’ (A15)
qui sont bien invariants de Lorentz, moyennant les définitions
Ugd = (]]-2><27E))7 (A16)
rrie = (a7 ). (A17)

La diagonalisation générale de la matrice de masse M introduite en (A.13) donne les valeurs
propres suivantes !

mr+mpr+E \/(mL—mR)2+4m2D
3 .

Dans les cas d’intérét pour les applications au secteur électrofaible (voir section 1.6.1), on peut
donner les valeurs propres ainsi que les vecteurs propres dans un développement simultané en

mp/mpg et en \/mp/mpg pour trouver

my

my =

(A.18)

12

mpg, (Alg)
2

m_ o~ mL—Z—g, (A.20)

1. On suppose & présent que les différentes masses sont réelles. Si ce n’est pas le cas, on peut toujours utiliser
des redéfinitions telles que les deux valeurs propres soient réelles.
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avec les états propres correspondants 2

m
vy & 5_m_§”’ (A.21)
Vo o~ 17+Z—§ (A.22)

A.3 Spineurs de Dirac

On peut réécrire tous ces résultats dans les notations habituelles du SM, qui utilisent les spineurs de
Dirac. Commencgons par les termes cinétiques: pour cela, on doit tout d’abord définir les matrices

de Dirac selon
0 o
AH = <5udﬁ gﬁ) , (A.23)

ainsi que la matrice A, explicitement donnée par

A = <5Oﬁ 5aﬂ'>, (A.24)
Joo

a laide de laquelle on construit I’adjoint de Dirac du spineur & quatre composantes introduit en
(A1)
b= 9tA = (n,&). (A.25)

Dans la représentation de Weyl, on a numériquement A =~°, mais cette égalité ne sera pas générale,
les deux matrices n’agissant pas sur les mémes indices spinoriels.

Avec ces notations, on peut établir la correspondance
i J’Y“ 8#"/) = Ecinétique L+ Lcinétique R - (A26)

Pour séparément décrire dans cette notation de Dirac les spineurs de Weyl correspondant aux
deux représentations inéquivalentes du groupe de Lorentz contenues dans (A.1), on doit projeter
les composantes de chiralités définies. Pour cela, il est utile d’introduire la matrice ~y5 selon

v = 1909170 (A.27)

Dans la représentation de Weyl utilisée en (A.1), on a

—52 0
= o . A2
Y5 ( 0 5046_) ) ( 8)

soit numériquement

-1 0 00
Y5 = 8 _01 (1) 8 (A.29)
0 0 01
On définit ainsi & partir d’'un spineur de Dirac & quatre composantes complexes
YR = ﬂd)- (A.30)

2

2. Si mr — 0 dans (A.20), on doit effectuer une redéfinition supplémentaire pour obtenir le bon signe pour la
masse.
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ce qui donne, toujours dans la représentation de Weyl

¢L=<5a): 2\ (A.31)
ER |

o (2)-

On a ainsi obtenu des spineurs & quatre composantes, de chiralité définie, & partir de nos spineurs
de Weyl originaux. Bien que nous ayons utilisé explicitement la représentation de Weyl pour faire
ce lien, on peut maintenant utiliser les projecteurs de chiralité dans n’importe quelle représentation.
En particulier, on a

(A.32)

R L _275 O = Leingtique L 5 (A.33)
i yH 1—;% O = Leingtique R - (A.34)
Dans cette écriture, les termes de masse de (A.11) deviennent
Lmasse generique = — (mD YR +mb ¢_L¢R)
- % (mL (L)Y +mi gL (¢L)C)
~ 5 (medr (Wr)" 4 mi (Gr) ) (A.35)
avec la notation usuelle pour le conjugué de charge d’un spineur de Dirac
pe = Pt = (g‘;) (A.36)
ot la matrice de conjugaison de charge est introduite afin de satisfaire
ClyrC = —4+T, (A.37)

ce qui impose

€ap O
C = I A.38
( 0 60‘5> ( )

Dans cette représentation, on aura C =i "/0 "/2, avec toujours la méme remarque sur la structure
spinorielle.
Les termes de masses peuvent étre écrits sous la forme

Lumasse generique = —% <((1/)T)C,1/)_R) M < (:f;)c > + (w_L, WT)C) Mt < (ZﬁbL)c >) . (A.39)

R

étant données les identités du type

(Vr)” (Yr) = YrvL, (A.40)

qui sont évidentes lorsque 'on utilise les spineurs de Weyl.

A.4 Spineurs de Majorana

Mentionnons briévement une troisiéme notations: celle des spineurs de Majorana, que nous pré-
sentons ici par souci de comparaison avec la littérature. En réalité, un spineur de Majorana n’est
qu’un spineur de Weyl en notation de Dirac: il s’agit de spineurs & quatre composantes (donc des
spineurs de Dirac) dont les quatre composantes ne sont pas indépendantes, mais vérifient la relation

(vmi)" = ¥, (A.41)
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ou la phase ¢ est appelée phase de création de Majorana. Ces spineurs n’ont donc que deux
composantes complexes, que ’on peut en réalité représenter en termes d’un spineur de Weyl selon

Ym1 = ( 5“—d>. (A.42)

e_i‘Pl é’

Nous introduisons un deuxiéme spineur de Majorana

Va2 :( e ) (A.43)

efiVJZ /]70&
Avec cette notation, le lagrangien que nous avons considéré auparavant s’écrit

1 — -
ﬁcinétique L+ ﬁcinétique R+ »Cmasse générique — 5 (wM 1 ’Y“ 8p«wM 1+ de 2 7” aude 2)

1,
- 5 @ g) o (), (A1)
ou la matrice de masse M est hermitienne

Mt = M. (A.45)

La correspondance entre les constantes est la suivante
myp = Mlleiwl, (A46)
mpr = Mggei‘”, (A47)
mp = M126i¢1+Mf26i@2, (A48)

et 'on peut vérifier que le nombre de constantes indépendantes est identique dans chacune des
écritures.
Précisons encore que la définition (A.42) est souvent écrite sous la forme

Ymr = Yr+e P (YPr)°. (A.49)






Annexe B
Paramétres obliques et définitions liées

Dans cette appendice, nous rappelons la définition originale des paramétres S, T, U de Peskin-
Takeuchi, puisque la notation de ces auteurs est la plus couramment employée. Nous précisons en
quoi ces définitions peuvent étre ambigués, et faisons également le rapprochement avec d’autres
définitions plus satisfaisantes pour des quantités similaires.

Dans toute cette annexe, les fonctions IINF sont définies comme les valeurs des fonctions a deux
points dans un modele donnée, auxquelles on a soustrait la valeur dans le SM IISM, avec une masse
de Higgs mpy donnée. En d’autres termes, si I’on considére une extension du SM, ces fonctions ne
contiennent que des contributions dues & la nouvelle physique. Cette approche suppose donc que
I’on puisse séparer les contributions du SM & une boucle de celles de la nouvelle physique.

B.1 Paramétre(s) p

Dans cette section, nous discutons tour & tour différentes définitions possibles liées au paramétre p.

B.1.1 p.(0)

Nous avons déja introduit le paramétre p.(0) en (1.87), comme le rapport de U'intensité des cou-
plages de Fermi pour les courants neutres & celle pour les courants chargés, dans la limite ou le
moment transféré par les bosons vecteurs intermédiaires (W, Z0 et autres boson vecteurs éven-
tuels: W'*, 72/, ...) tendait vers zéro. En réalité, une définition plus générale permet d’accommoder
une classe plus vaste de modeéles: on écrit

G
Camretmmions = =5 (o T + 9.0) (f I = 2520 Y Jgu+ 4 T Jau)) - (B)

Notons que I'on a normalisé le terme correspondant aux courants neutres & l'aide du terme qua-
dratique en J¥'

6
Z % . (B.2)

En revanche, le facteur x est laissé libre, car on peut avoir
z # 54(0). (B.3)

Dans les modéles génériques, s.(0) n’est pas directement lié & ’angle utilisé lors de la diagonali-
sation des termes quadratiques pour les bosons vecteurs, ni & leurs rapports de masses. D’autre
part, méme dans le SM, on a

5.0) # s, (B.4)

car sfc est lié aux couplages effectifs évalués au pole du Z°, et non dans la limite de moment de
transfert nul. La définition des courants chargés utilisée dans 'expression (B.34) est inchanggée

5

zi:x_“ =(A) wr (B5)
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La formule (B.1) définit également la constante de Fermi G .
Finalement, le lien avec le paramétre T' (voir ’annexe B.3), dans les approximations de [PT92],
est donné par

p«(0) = 1+aT. (B.6)

Une contrainte que les théories sans particule de Higgs doivent satisfaire est que le paramétre p
soit égal & un en arbres

p*(0)|arbres = 17 (B7)

afin de ne pas apporter de corrections trop importantes aux relations valables dans le SM. Ceci
nécessite en général un symétrie custodiale, comme mentionné & la section 1.3.3. Certains modéles
(en particulier les modeéles little Higgs) se contentent d’une version approchée de la relation (B.7).

B.1.2 p
On voit souvent apparaitre la définition suivante du parameétre p
My
_ ’ B.8

ol ¢ est le cosinus de 'angle de Weinberg. Le probléme est le suivant: dans les SM, Iangle de
Weinberg n’est unique qu’au niveau des arbres, au deld, on peut en donner plusieurs expressions
(voir section B.2). Or, dans le SM en arbres, le membre de droite est par définition égal a 1, c.f.
(1.91). Au dela du SM, il faudrait également préciser la définition de I'angle de Weinberg: on peut
par exemple utiliser la définition (B.34) avec le sinus sg défini en (B.11).

B.2 Sinus effectif(s) de I’angle de Weinberg

Dans cette section, nous discutons tour & tour différentes définitions effectives du sinus de ’angle
de Weinberg, utiles hors du cadre du SM.

BZ]. Sf

Le sinus effectif s; (dénoté 57 dans la référence [PDG]) est extrait des couplages des fermions au
Z9, mesurés au pole du ZY. A partir des asymétries mesurées dans la réaction e e~ — f f au
pole du Z°, on extrait expérimentalement les couplages effectifs g{z 4 des fermions au Z° a I’échelle
donnée par la masse de ce dernier. Le sinus effectif sy est obtenu en appliquant entre g{;, gf; et sy
la méme relation que celles valables en arbres dans le SM entre g{f , gl{ et s. dans le cas particulier

des leptons chargés, sp = ss—, sera donné par

2 1 g€/

Cette définition est utilisée a4 'annexe B.4 pour simplifier les écritures. Elle a également un sens
physique, puisqu’elle est directement liée aux couplages effectifs qui sont des pseudo-observables
utilisées dans les EWPTs (voir section 1.5.3.1).

B.2.2 s,(0)

Ce paramétre a déja été introduit a la suite de I'équation (B.34). Précisons que c’est cet angle
qui est directement testé lors des expériences de diffusion de neutrinos sur des nucléons & basse
2 . 1
énergie 1.
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B.2.3 Sw

La définition de Sirlin, aussi dite on-shell sert en général uniquement & rendre certaines écritures
plus compactes

sty = 1——2. (B.10)

D’un point de vue pratique, cette grandeur n’est pas connue trés précisément, du fait des incerti-
tudes sur la mesure de My .

B.2.4 So

Nous utilisons la notation originale so: la référence [PDG] utilise la notation sr,. Cette définition
sert également & rendre les écritures plus compactes 2

sg(1—s3) = "\/O%;p—% (B.11)
ou

W = 128.92+0.03, (B.12)
donnant

s§ = 0.23105 F0.00008. (B.13)

B.3 Approximations et définitions originales

Partant de I’équation (1.41) donnant les couplages des bosons vecteurs aux courants fermioniques,
on utilise la notation équivalente

e
_ 2
Einteractions courants — € Jg AH + _S c (J# — S Jg) ZN
e

V2s

On définit alors les fonctions & deux points transverses IINY, pour (X,Y)=(1,1),(3,3),(3,Q) et
(Q,Q)

+

(' +idJHWh+Jf—ighwy). (B.14)

[ dees s QT4 ) 1 0)10) = (a0~ nwa?) (TR (0?) + TR ()
+ qua kv (¢%). (B.15)

La partie longitudinale IT%y n’intervient pas dans la suite, étant donné que les applications con-
cernent les fermions pour lesquels m y << Myy. En général, Il xy contient un péle, comme on peut
le voir avec (1.62). On effectue un développement en puissance des impulsions que 1’on tronque au
deuxiéme ordre

% (%) = A;;Y+ny+o(q2) , (B.16)

1. Rappelons cependant que les résultats de I’expérience NuTeV [M103] sont exprimés, dans le cadre du SM,
en termes de S%V afin d’atténuer la dépendance en m; [DFG102] des expressions théoriques.

2. Il ne s’agit pas 13 du s défini dans [PT92], qui utilise la valeur de (0) et I’évolution due au SM jusqu’a p=Mz.
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ce qui est une bonne approximation si la nouvelle physique apparait & une échelle au-dela de Myy.
Notons que 'on a, du fait des identités de Ward de la QED

Aszq = 0, (B.17)
Agg = 0, (B.18)
ce qui implique que nous avons six constantes supplémentaires par rapport au SM

Ai1,A33, F11, F33, F3q, Fqq- (B.19)

Cependant, on peut aisément voir que trois combinaisons sont absorbées dans la définition des
trois paramétres d’entrée de I'ajustement électrofaible a, Gr et Mz, donnant une contribution
respectivement dénotée par dar, G, IMZ & I'expression théorique de chacune de ces observables, ot

sa

o = —egFQQ, (B.QO)
5GF 62 A11
R 2 B.21
Gr 2 M3, (B.21)
SM?2 €2 [ Ass
i = 23 erFgg—zs?FngLs‘lFQQ . (B.22)

Il reste donc trois combinaisons physiques qui vont s’introduire dans les prédictions des autres
observables, s’ajoutant aux contributions du SM. On définit dans les approximations considérées

dn Aj1— Ass 3|
T = —_ = = B.2
s2c2 M2 a’ (B.23)
_ 4%,
S = 16K(F33—F3Q) = 763, (B24)
_ 452,
U = 16K(F11—F33) = —762, (B25)

ou nous avons également donné la correspondance avec les notations ey, €9, €3 de [AB91] modifiées
en €1, €2, €3 comme présenté dans la référence [PDG] afin de n’inclure que les déviations du SM 3.

En réalité, la référence [PDG]| définit des quantités similaires sans approximation, & partir de
la contribution de la physique nouvelle aux énergies propres des bosons vecteurs

v (0)  1127(0)

T = B.2
o o TEBOM3) - M) b7
4s2¢27 M2 ’ (B.27)
a I (M) — i (0)

On peut voir que, dans le cadre de Papproximation (B.16), ces définitions sont équivalentes.

La suite de la procédure consiste & effectuer 'ajustement de paramétre du SM. On ne peut
cependant pas indépendamment ajuster les paramétres S, T, U et my: les paramétres obliques
décrivent les déviations par rapport au SM, et on doit donc nécessairement préciser la valeur de m g
dans le SM, qui est donc fixe. Les limites actuelles sur les paramétres obliques sont les suivantes,
pour le cas my =115.6 GeV [Lan04]

S = —0.14£0.10, (B.29)
T = —0.15+0.12, (B.30)
U = +0.32+0.12. (B.31)

3. Notons que les définitions originales des paramétres ¢; de [AB91] ne faisaient pas appel au SM: elles étaient
définies comme corrections & l’approximation de Born.
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B.4 Deéfinition en termes d'observables

L’introduction des paramétres obliques conduit finalement & modifier une égalité entre des com-
binaisons d’observables, valable dans le SM, mais qui ne le sera plus en présence de nouvelle
physique. On peut donc choisir, suivant [SCW98], de définir les paramétres obliques comme cor-
rections & ces relations. D’une part, ceci n'implique pas d’approximation, hormis que I'on choisit
d’introduire uniquement trois tels paramétres, le but étant que les définitions soient compatibles
avec celles de 'annexe B.3 dans le cas particulier ou ces derniéres s’appliquent. D’autre part, une
telle définition en termes d’observables permet d’éviter les ambiguités. Dans le cas o 'on utilise
un lagrangien effectif par exemple, la paramétrisation n’est pas unique [NS00], puisque ’on peut
utiliser les équations de mouvement pour réécrire le lagrangien effectif en termes d’une autre base
d’opérateurs. Dans le cadre des théories effectives sans Higgs, on devra utiliser une telle définition
en termes d’observables.

A partir du sinus effectif s, défini par les couplages des leptons au pole du Z° (voir section
B.2.1), on introduit le parameétre Tops selon

G, M3
2421

Les différentes quantités apparaissant dans cette définition doivent &tre extraites de ’expérience:
en particulier, on utilise la valeur expérimentale de o mesurée & la masse du Z°. Celle-ci est moins
précisément connue que la valeur de a & la masse du Z° évaluée dans le schéma MS et dans le
cadre du SM & partir de «(0) extrait du moment magnétique anormal de I’électron. L’avantage
est en revanche que 'on se débarrasse de toute référence & un modele particulier, excepté pour ce
qui est de 'extraction des pseudo-observables & partir de ’expérience, voir section 1.5.2. Pour ce
qui est des autres pseudo-observables, on n’a pas utilisé s mais sy défini en termes des couplages
effectifs gy a tels qu'ils sont extraits des mesures de ’asymétrie avant-arriére leptonique au pole
du Z° De méme, G, est extrait de la durée de vie du muon.
Pour ce qui est de la définition d'un paramétre correspondant & S, on considére
2= 2 s (1 - sd)
! 07T 282

[(Z°—tem) = (1—4s74+8s7) (1+aP (Mz) Tons) - (B.32)

a®P(My) Tops + a®P(Mz) Sobs , (B.33)

1
4(1—2sp)

oll sg est donné par la définition de ’annexe B.2.4. Finalement, il nous faut également introduire
le parameétre U,ps selon

LM_‘%’ — 1+1_—‘S%anP(MZ)Tb-—;aSb~+ianP(MZ)Ub‘ (B.34)
1—s% M2 1—2s? 2(1-2s3) 77 Ast '

On peut montrer que, si 'on injecte les définitions de [PT92], les paramétres S, T, U vérifient les
équations définissantes (B.32), (B.33) et (B.34) pour Sobs, Tobs, Uobs-






Annexe C
Remarques sur la technicouleur

Le premier modeéle qui a été inventé pour décrire TEWSB sans Higgs est la technicouleur. Ce
modeéle est directement basée sur la QCD, avec cependant des échelles différentes. On peut donc
utiliser la connaissance phénoménologique de la xPT pour déduire des limites sur les constantes
entrant dans la théorie effective décrivant la technicouleur. Le principe est le suivant [HT90,
DEH91, Geo91, EH92, PT92]: aux termes cinétiques de la théorie de Yang-Mills SU(2)  x U(1),,
on ajoute le lagrangien effectif pour le secteur de brisure de cette symétrie électrofaible, décrivant
un triplet de GBs issu de la brisure SU(2) x SU(2) — SU(2). Jusque 1a, I'hypothése essentielle est
que le secteur de brisure posséde la symétrie custodiale, mais le lagrangien effectif est encore tout-
a-fait général, puisqu’il décrit toute théorie possédant la méme symétrie et les trois mémes GBs.

Le fait que la technicouleur ne serait quune version & plus haute échelle est traduit comme
suit. On utilise les valeurs phénoménologiques des constantes de basse énergie de la xPT (L; de
(2.77)), telles qu'elles ont été extraites des expériences de physique hadronique & basse énergie.
Essentiellement, on doit adapter

fo — f = 246 GeV, (1)

les constantes adimensionnées de basse énergie L; étant en revanche directement utilisées avec les
meémes valeurs qu’en xPT 1. Le couplage entre le secteur de brisure et le secteur de jauge est alors
introduit avec, en plus de I'identification (2.111) pour les champs de jauge SU(2), I'identification
du champ de jauge de 'hypercharge selon

12,0 ?
Cette identification étant faite, on constate que 'opérateur multiplié par la constante L1y dans le
lagrangien £4 donné en (2.77) s’écrit ici
99" L1oby, (STr38GH) (C.3)
Cet opérateur va donc donner une contribution en arbres au parameétre S (comme l'opérateur

correspondant dans le cas du SM (1.121)).
AS = —16‘1'EL10. (04)

On doit cependant prendre en compte les contributions du lagrangien O(pQ) en boucles. La cons-
tante L1g est cependant dépendante d’échelle (voir équations (2.87) et (2.93)): cette dépendance
d’échelle est compensée par le fait que ’on soustrait la valeur de la méme fonction & deux points
dans le cas du SM, elle-méme dépendante d’échelle, pour obtenir [PT92]

S — —1611( {0(u)+19+ng<mﬁ_§f—%)>. (C.5)
On peut alors donner une estimation du paramétre S en technicouleur avec trois techni-couleurs,
utilisant la valeur phénoménologique de Lig suivante [BEG94]

Lyo(M,) ~ —(55+0.7) x 1073, (C.6)
qui devrait nous donner la valeur de Lig en technicouleur & la masse du techni-rho. Utilisant la

valeur de référence my =115 GeV, on trouve une contribution au paramétre S positive et d’ordre
0.2~0.3. Par comparaison avec la figure 1.3, on voit que ces valeurs ne sont pas favorisées.

1. Modulo d’éventuels modifications du nombre de couleurs N. — N1c (et de saveurs) dont les conséquences
sur les L;’s peuvent &tre estimées (en utilisant la limite de grand nombre de couleurs [tH74, RV77, Wit79, GL85]).
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Notons que ce raisonnement ne fait pas intervenir le secteur fermionique: nous n’avons pas eu
a discuter la technicouleur étendue, qui pose elle aussi des problémes, que les modéles de walking
technicolor et technicouleur assistée par topcolor cherchent & résoudre. La multitude de modéles
possibles est précisément une motivation pour la construction d’une théorie effective cherchant a
dégager des remarques générales: un modeéle particulier correspondra & un jeu de valeurs données
pour les constantes de basse énergie dans le lagrangien effectif. On voit en particulier que f est fixée,
mais les constantes O(p4) dépendront du modéle sous-jacent. Par exemple, les constantes de basse
énergie dans le cas de la technicouleur sont différentes de celles obtenues dans la limite m gy — oo
[Nyf99]. Nous verrons au chapitre 5 que les modéles viables devront expliquer la suppression de
tout un ensemble de constantes, en liaison avec une symeétrie.



Annexe D
Remarques sur la limite g—0

Nous rassemblons ici quelques discussions concernant la cohérence des écritures, liées & la limite
g— 0. Ces points ont été mentionnés rapidement dans le corps du texte, afin d’éviter les digres-
sions. Nous présentons ici les réponses a des question qui peuvent se poser & la lecture du chapitre
3, c’est-a-dire pour le cas d’une théorie de Yang-Mills SU(2) massive.

D.1 Normalisation des termes de sources

A la section (3.1), nous avons introduit les sources L, et R,, puis le champ G,. Nous avons
également vu que G, = R,,,,/ g était bien défini dans la limite g — 0. En revanche, on peut vérifier
explicitement que la division de L, par g ne serait pas cohérente: ceci reviendrait & permettre les
termes suivants dans Pexpression (3.8) de Lo
K

77 (L L) = O(?). (D.1)

¢
- <LW XGH ET>
g
La présence de ces termes conduirait & des contributions singuliéres dans la limite g — 0 & la
fonction & deux points des courants J;*, puisque I'on trouverait

i/dxeip-w<0|TJg“(x) JEY(0)[0) = (nrk*— Kk k)

2
X {(1+§)2%m—%(ﬁ—@)}+0@1). (D.2)

La transversité de ce résultat est garantie par les identités de Ward. De plus, l'identité champ-
courant (3.48) serait modifiée en

0Lo

M2
5T$ _ _Way+§a#(a,u.wav — QYW 4 geabe jybr WCV) _|_(’)(p2) . (D.3)

LL=0 g

L’expression du courant conservé deviendrait donc également singuliére dans la limite g — 0.
Notons en revanche que 'expression de la charge conservée serait inchangée, puisque le terme
supplémentaire dans (D.3) est une dérivée totale, donnant pour la charge un terme de surface
n’impliquant que des particules massives.

On exclut donc 'apparition de tels termes dans L£5. On pourrait continuer cette analyse terme
par terme, mais elle deviendrait rapidement malaisée: la conclusion est que la source non-dyna-
mique L, ne peut étre divisée par une constante de couplage, si I'on veut que les courants de
symétrie J7" de la théorie sous-jacente et leurs fonctions de corrélations hors de la couche de masse
restent bien définis dans la limite g —» 0.

Le formalisme du chapitre 5 permettra d’introduire de facon claire la distinction entre champs
et sources dés le début. Le couplage sera alors introduit via des spurions.

D.2 Ecriture directe du lagrangien effectif en jauge unitaire

Si I’on souhaite travailler directement en termes des champs W, on voit que la régle d’écriture du
lagrangien effectif est la suivante: en termes des objets

gW, s L(gW,) LT, (D.4)

L, — LL,LY4+iL9,LT, (D.5)
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on doit inclure tous les opérateurs invariants et bien définis dans la limite g — 0. Le point est que
la détermination des objets bien définis dans cette derniére limite fait référence & 1’écriture initiale,
et & la définition de W), selon (3.37)

gW, = iX9,S1+¢g2G, X —-L,, (D.6)
qui montre que W, seul sans puissance de g ne sera pas bien défini. Ceci explique que le terme de
masse que 'on peut écrire contienne toujours un facteur g2, ce qui est crucial pour la cohérence du

développement. En revanche, en formant une combinaison appropriée de dérivées de W, on peut
définir un objet ne nécessitant pas de multiplication par g

oW, —0W,—ig[W,, W,]+= (0L, —0,L,). (D.7)

1
g
En ajoutant les termes appropriés, on rend cette combinaison covariante, et on obtient une de nos
briques élémentaires, qui n’est autre que

WW+§LW - 2@, 5. (D.8)

Bien sur, les matrices suivantes sont également bien définies séparément dans la limite g — 0, et
covariantes

gW;w = O(p2)7 (DQ)
L, O(pQ) . (D.lO)

On retrouve donc en particulier le résultat que le lagrangien (’)(pQ) le plus général se mettra sous
la forme

£ = =5 (Wt 2 (W Lo ) (o) oW, 0.1

aprés avoir imposé la normalisation du terme cinétique. L’identification avec Iexpression (3.40)
est établie en posant x = f2/4. Notons que ceci redonne bien le lagrangien Ly sans les termes
supplémentaires (D.1), comme il se doit.

D.3 Divergences quartiques

Dans le calcul de la fonction & deux points effectué a la section 3.3.2, on peut vérifier explicitement
I’annulation bien connue des divergences quartiques, si 'on conserve jusqu’au bout les expressions
contenant [ dk = 5(4)(0), malgré le fait que l'on utilise la régularisation dimensionnelle. Cette
annulation est due & une compensation entre les deux diagrammes de la figure D.1, qui est due & la
structure de Yang-Mills de la théorie, indépendamment du fait que les bosons vecteurs aient acquis
une masse: en particulier, ’annulation ne nécessite pas la présence d'un boson de Higgs physique
[AQT2, KL73, CLT73, Jog74, CLT74, Hor94].

Figure D.1. Diagrammes & une boucle pour la fonction a deux points.

Si I’on utilise une régularisation autre que la régularisation dimensionnelle, les contributions & la
masse des bosons vecteurs prendraient la forme suivante dans le cas ou des divergences quadratiques
et quartiques seraient présentes

2

SM? = ¢?(zM?In M7 +y A2 +2M (D.12)
Agutfoﬂf cut —off M2 ) .
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oll Acut—oft est la coupure ultraviolette des intégrales (cut-off), et x, y, z sont des constantes
numériques 1.

En réalité, le point important concerne les puissances de M, qui portent un comptage chiral, et
non les puissances du cut-off : on déduit ici les premiéres en fonction des secondes. On voit que les
deux premiers termes contiennent des puissances de g, étant donné que M2 = g2 f2/4. En revanche,
ce n’est pas le cas du dernier terme, puisque ’analyse dimensionnelle montre que la divergence
quartique doit étre divisée par une puissance de M2, et que g/ M? =4/ f%= O(po). Ceci illustre
la nécessité que les champs vecteurs considérés comme degrés de liberté & basse énergie dans la
LEET soient introduits en tant que champs de Yang-Mills, pour éviter les divergences quartiques.
Si cela n’était pas le cas, la renormalisation de la masse rendrait caduque le comptage de puissance
nécessaire pour le développement & basse énergie: M? = O(p?). En revanche, la masse acquise
par les champs de jauge lors du mécanisme de Higgs (méme sans boson de Higgs physique) est
donc protégée, de méme que pour les fermions chiraux et les GBs, entrainant une renormalisation
multiplicative. Ceci justifie la discussion de la section 2.4.2.1 concernant les champs utilisés pour
décrire les degrés de liberté de la LEET.

1. Le facteur global g2 provient des vertex.






Annexe E
Compléments sur le noyau de la chaleur

Dans cette annexe, nous présentons des détails sur la méthode du noyau de la chaleur pour I'extrac-
tion des divergences & une boucle. Tout d’abord, & ’annexe E.1, nous donnons les expressions pour
les puissances inverses et le logarithme d’un opérateur, comme intégrale sur un parametre (le temps
propre s). L’annexe E.2 rassemble les valeurs des coefficients du développement en puissance de
s de la fonction Q) (s, z) apparaissant en (3.91). L’annexe E.3 présente les résultats nécessaires a
I’évaluation des divergences des intégrales sur s en régularisation dimensionnelle. Ces deux sections
sont nécessaires pour obtenir les résultats de la section 3.3.1, détaillés & I’annexe E.4. Les résultats
interviennent également dans I’annexe E.5, dans laquelle nous présentons les grandes lignes de la
dérivation alternative des divergences, mentionnée & la section 3.3.1.

E.1 Puissances d’'un opérateur

Nous présentons ici, d’aprés [BV85], des relations utiles pour les sections 3.3.1, E.4 et E.5.
Considérant un opérateur tel que F donné en (3.61), on peut traiter le paramétre M? comme

une variable, que nous dénotons par m?
F - F(m?). (E.1)
On définit alors 'inverse de 'opérateur en introduisant l'intégrale sur le temps propre sselon
+00
]—'(m2)71 = i/ dse” 7 () (E.2)
0

toujours avec la prescription pour définir 'intégrale

m?2 — m?—ie. (E.3)

On obtient le logarithme de F, 4 une constante infinie prés, en intégrant sur m?

“+ oo
InF(M?) = — / dm2 F(m?) ™" (E4)
M?2

2

Injectant (E.2) dans (E.4), puis intervertissant les intégrales sur s et sur m?, on obtient a I’aide

de (3.61)

+oo
InF(M?) = —/ %e_iSf(MQ) . (E.5)
0
Pour ce qui est des puissances inverses, on va au contraire utiliser la dérivée par rapport & m?
—-n -1 d n-t —1
2 _ 2
F(M?)™" = ) (dm2> F(m?) (E.6)
m2=M?2
Ceci donne les expressions suivantes, une fois utilisée la relation (E.2)
+oo
n—n i" n—1, —isF(M?
0
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E.2 Coefficients de Schwinger-DeWitt pour 'opérateur D

On considére 'opérateur
DY, = nt, (d°d,+ M?) 42T, (E.8)
avec
dsb = 5909, + 190, (E.9)

On s’intéresse aux coefficients al,(z) intervenant dans le développement de la fonction (s, 2)
en puissances de s

Qi(s,2) = 3 (—is)"alky(2), (E.10)

n=0
ou cette fonction est définie selon
. +(1—d/2) .2
(eﬂSD(MQ))# §D(z) = L eTi k(s 2). (E.11)
v (4ms)2

Par application répétée des relations de récurrence obtenues en considérant la dérivée par rapport
3 s de cette définition !, puis en posant z =0, on obtient tous calculs faits les expressions suivantes.

ag”(0) = n*, (E.12)
dal”(0) = 0, (E.13)
dpdoat”(0) = 5T, (E.14)
deydoal”(0) = 5 ([dr, o] +[dp o) 1 (E15)
APdyd7dpal(0) = TP T, (E.16)
a(0) = 20M 4 M2y, (E.17)
dpay”(0) = [dp,F“”]—%[d",ng] ., (E.18)

Apoa(0) = 251" (T e T + Tor U7 = [ [d7, o] = [dy 47, T
g (DR ] + T T 4 2 d [y, T 2 M T (E.19)

GU0) = 5T Lo 43 107, [y, T#] + 2170 T,

+ %M4n“”+2M21“’“’. (E.20)

Ces expressions sont nécessaires pour les calculs des sections 3.3.1, E.4 et E.5.

E.3 Régularisation dimensionnelle pour les intégrales sur le
temps propre

Dans cette section, nous présentons la méthode utilisée pour régulariser les intégrales sur le temps
propre s, du type de celles intervenant en (3.78): il s’agit d’une forme de régularisation dimension-
nelle. Les résultats concernant ces intégrales sont également nécessaires aux calculs des sections
3.3.1, E4 et E.5.

1. La relation de récurrence a déja été donnée en (3.92-3.93).
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Considérons l'intégrale suivante impliquant une fonction f(s) analytique en s=0

+oo
ds
—— f(s), our k = —1,0,1. E.21
| i@ (E21)
0
On suppose que ces intégrales convergent en s =+ co. En revanche, elles sont divergente en s =0
pour d =4. Dans le cas k= — 1, I'intégrale converge pour Re(d) < 4: on intégre donc par parties
dans ce domaine. Dans le cas des sections 3.3.1 et E.4, on se rameéne toujours a l'intégrale suivante
—+ oo
ds pole 2
—_— = - E.22
[ = - (B2
0

Pour 'annexe E.5, nous aurons également besoin d’appliquer la méme technique & des intégrales
ot la fonction f de (E.21) est définie comme une intégrale sur m?2. Définissant le prolongement
analytique en s en permettant les intégrations par parties dans le domaine de convergence et
négligeant les termes de bords, on a explicitement

+ o0 —+ oo
ds dm? .2 pole 4 2y  2InM?
—1sm — E2
/ $d/2—1 m2 © (d_4)2+d—4 d—4 "’ (£.23)
0 M?2
e e 2 2
ds dm _ism2 POle .M
/ $1/2 m2 © = o (E.24)
0 M?2
+o0 400 ) 4
ds dm?® _i 2 pole  M* 1
/ 51/2+1 mZ ¢ SR 5 d—4- (E.25)
0 M?

En pratique, les intégrales présentant un double pole, telle (E.26), apparaitront dans les calculs
avec un coefficient d — 4. On reconnait d’autre part le terme familier In M? et celui impliquant la
constante d’FEuler . Nous aurons besoin de certaines intégrales pour des puissances de de m au
dénominateur allant jusqu’a m!°: la procédure pour évaluer les poles implique toujours l'intégration
par parties sur s. On trouve pour 1 <[/ <4

“+ oo “+oo )
ds dm o2 Dole 2 1 1
eI = E.26
/ Sd/2—1 / m2(l+1) I M2l d—4 ( )
0 M?2

Nous aurons également besoin des expressions

—+ oo —+ oo

ds dm? _; .2 pole . 4 27  2InM?
/ E/EN BT - _1<(d_4)2+d—4+ d—1 ) (E.27)
0 M2
+oo “+ oo )

ds dm?® 2 pole . 21
/w o © - YGEi (E-28)
0 M?

E.4 Détails sur les calculs de la section 3.3.1.2

Rappelons que seuls les quatre premiers termes dans la série du membre de droite de (3.88) ou
(3.85) donneront des divergences, d’ou l'utilité du développement en question: on doit tenir compte
d’un nombre fini de termes. Ceci est di au fait que 'opérateur M contient une seule dérivée libre.
Pour considérer les divergences ultraviolettes, on peut se placer dans l’espace des impulsions: le
propagateur D~! correspond & deux puissances inverses dans la limite des grandes impulsions.
Tenant compte de 'intégrale quadri-dimensionnelle, on voit que seuls les termes n <4 donnent des
divergences. Ceci se vérifie explicitement lorsque I'on considére les intégrales sur s. Nous donnons
a présent quelques étapes du calcul.
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L’utilisation de la formule (3.88), que nous reproduisons ici

_ - (_1)71*1 —n
In(D+M) = lnD—f—Z — M, D" (E.29)
avec
M = M, (E.30)
Mupt1 = MM, +[D,M,) pour n>1, (E.31)

implique I’évaluation de traces de dérivées d, appliquées aux puissances inverses de I'opérateur D.
Schématiquement, une fois que I'on a fait commuter toutes les dérivées a droite dans I’expression
des M, on va obtenir (en utilisant (E.7)) des expressions de la forme

1 c(d) j(nt1-d/2) ds _iz2 @
-n = 1s
d#l d#k(D ) M5 (Z) (4Tt)d/2 (Tl 1)| / Sd/Q,nJrl e v#l v#nQ l/(S? Z) ’ (E32)
ou 'on a utilisé l'écriture (E.11) et défini
.22 -22
V. = ede = = du—ig—‘;. (E.33)

Terme n=1

A Daide de ces préliminaires, on peut donner l’expression du terme n =1 dans (E.29)

1 _ 1 _1\Vlo(d
PaD ) = gt | dx<[dmrpﬂ1du<z> S
{3-d/2) e
= 2M2 d/z/dx/ d/2 [dP | APV 0 (s,x—y)|y:z>
pole —%/dx
2M?(4x)
+o00 + o0
ds v . ds 1%
X / $12 ([, T pu] duag™(0)) _1/ G2 1 ([@*, T pu] dvat™(0))
0 0
pole 1 1 5 ou (40
- d—4 1672 6 M2 / dx ([dp, 7] [d7, Tgp]) - (E.34)

Terme n =2

Pour évaluer le terme n = 2, il nous faut tout d’abord I'expression de My (le terme M? dans
D est diagonal, et donc peut étre omis dans le commutateur)

ML, = M‘;Mpl,+[dpd,,,/\/l‘f,]+2(I“‘p/\/lp,,—/\/l“pl“pu)
o (= o ¥ A7, D]+ [dy, 07, [y, T )
oy ([, Do)y [d7, [dy, TV dod, )

1 a, T
+ 77 Ao T [dy, T77) dod, (E.35)
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On obtient

~1T(MeD?) = <3 [ <M2m (Dz)“”5(d)(x‘y)‘y—w>

i(—d/2) e

pole
o 4 16 1612 d/2 1

x < 0 o) 0. a7 (0) 4 1 [, T ] dodaf ()

)

b D) [0, T s] 4l (0)

1 - ” 1 o v
— g e [ P — e 07T [T
pole 1 1
T d 41672 / de

8 <4j42 ([dp, TPH] [d7, Topl) j44 [d°,T ] TH [d7, Do > '

ou 'on a utilisé les expressions (E.12-E.20).

Terme n=3

L’évaluation du terme n = 3 requiert uniquement la connaissance de tous les termes de M3
ayant exactement deux dérivées d, libres 2. En effet, on voit que, dans I'expression

%Tr (M3D—3) % / dz <M3,,M (D=3)""5D(z — y)‘y_z>

il—d/Q 7i272
12 d/z/ / d/2 5 (Mswe (s, 2 —y) ., (E.36)
Yy=x

on doit encore faire apparaitre une puissance de s au dénominateur pour obtenir une divergence.

Cette puissance de s peut apparaitre lorsque deux dérivées d de M3 agissent sur ’exponentielle
2

e”'%. Seul le terme af” du développement de Q#¥(s, z) donnera des divergences, les autres intro-
dulsant des puissances de s au numérateur. On trouve Iexpression suivante pour Ms, aprés avoir
omis parmi ces termes ceux qui ne donneront qu’une dérivée totale, et aprés avoir fait commuter
les dérivées & droite

2 4
272 1o [, )| D7 dyidr + 5 Ty [d, [do, D7) dd

+ % (d°,T ) [d*, [, [do, T°7)]] dod + i [d?.T ) [do, [, [do. To7]]] dad,,

MBVN}dz =

2
+ =717, D] T A7, Dol dedy +

< d?,T ] [d7, T yx] ™ d,

M4[

2
+ 77 Lup Ao, T7] [dr, T dod,

1
+ 75 [0, 0] [d°, Doy [d7, [da, TN)] dad (E.37)

2. M3 contient également des termes avec trois puissances de dérivées libres. Ces termes ne peuvent générer de
divergences, du fait du résultat (E.13). En revanche, on doit évaluer les termes de M3 contenant trois puissances
de dérivées libres pour obtenir My.
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Dans ce cas, la seule contribution non-nulle provient, d’aprés (E.33), du remplacement dndg —
—1i/(25) nap. On trouve, aprés avoir constaté que certaines contributions se compensent

i 5 pﬁ_le iQ—d/Q
UMD = 16112 d/2 T

{7 4Dy 0 o D7) 09, [0 s 0 D)

2 1
g [P T T (07, T ] 5 (40, T ] 47, T [0 [ Faﬂu>

M
= ﬁ 161112 / dz
X < - ﬁ [dr, [d°,T )] [d7, [do, TOH)] — 6]%/[4 [d°,T,,] TH [d”, Ty
+ 5 [0 Tl (@ o) [da,raﬂn> : (E.38)

Terme n=4
Les seules divergences provenant du terme n =4 correspondent & avoir quatre dérivées d,, libres
dans I'expression de My, afin d’introduire deux puissances de s au dénominateur dans

~gT D) = =g [t (Ma (095 )

((1-d/2)
- T8 (47) d/2/ / d/2 3
<M4We QM (s, —y) > (E.39)
y=x

Omettant & nouveau les termes de My qui donneront des termes de surfaces pour les divergences

4

M4
1 o« T

+ A" Tl ldo, T ] [dr, T7P] [dx, T*] dodpdd,, . (E.40)

X

M4up,|d4 = [dp’ FpV] [dTa [d)\a [daa FUQ]H dad)\dp,dr
On effectue ensuite le remplacement suivant dans cette expression de My

1
dadpdyds = = 25 (11ap M6+ Ty M55 + NasNsy) - (E.41)

On trouve ainsi, tous calculs faits

i Ly ot
L1y () P L 4162/@

v [od 1 T o
g <12 27z 40 Do T 1A% Doy e, (47, Dol A7, [, T2V
—1 ov T
- 192 M8 [dp’ ]_"PN] [d(ﬂ r ] [d ’ FT;,L] [d)\7 P)\V}
1
— e e T 47 Doy [47, 0] [, T] ) (E.42)

On voit également explicitement que les termes n > 5 ne donneront pas de divergences en dimension
d = 4 dans l'intégrale sur s. La puissance §%/2=n+1 gu dénominateur, provenant des expressions
(E.7) et (E.11), ne sera pas accompagnée de suffisamment d’autres puissances de s provenant de
l’application des dérivées d,,.

Additionnant toutes les contributions divergentes, y compris celles données en (3.84) et (3.95),
on obtient le résultat final (3.96), regroupant toutes les divergences & une boucle de la théorie de
Yang-Mills massive.
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E.5 Dérivation alternative des divergences a une boucle

Cette section présente une autre dérivation des divergences & une boucle, suivant une méthode plus
générale que celle utilisée a la section 3.3.1. Dans ce cas, on n’utilise non pas l’expression (E.2)
pour le logarithme de 1'opérateur, mais celle faisant appel & son inverse (E.4).

E.5.1 Meéthode

On cherche une écriture de 'opérateur G satisfaisant

FhLgy, = nh, (E.43)
afin d’utiliser cet opérateur G ou un certain développement & préciser dans I'expression
+o0
InF(M?) = — / dm?G(m?), (E.44)
L2

2

ou l'on a généralisé les opérateurs en tant que fonctions d’une variable m* ne coincidant pas

nécessairement avec la masse M?2. On utilise le résultat (3.68)
FK = D+ M, (E.45)

pour obtenir le développement suivant pour l'inverse G

G(m?) Z —1)" My (m?) D(m?) —(nt ) (E.46)

avec les meémes définitions des opérateurs M,, que précédemment (E.30-E.31), excepté pour le
remplacement M2 — m?, et 'ajout de

(M§"), = ot (E.A7)

Dans cette formulation, on utilise directement l’expression (E.46) en injectant dans l'intégrale
(E.44). Les formules comporteront donc une intégrale sur m?2. L’autre différence avec la méthode
des sections 3.3.1 et E.4 est que 'on doit encore appliquer 'opérateur X, dont la contribution n’est
plus séparée cette fois. Comptant les puissances des impulsions en jeu dans la limite ultraviolette,
on peut de nouveau s’apercevoir que seuls les termes n < 4 produiront des divergences 3.

On peut de plus écrire X en une somme de deux termes selon

lC(m2)“V =t —|—d dl’. (E.48)

on voit que les divergences pour les termes n > 3 pourront uniquement provenir de ’application

du second terme du membre de droite de (E.48). Nous présentons ces remarques afin de justifier

Putilité du développement (E.46) utilisé, mais également pour montrer jusqu’a quel ordre on aura

effectivement besoin de pousser ce développement. La présence ou l'absence de divergences se

retrouvera explicitement dans les intégrales sur s lors des calculs. Pour effectuer 'intégration sur

m?, il est souhaitable d’avoir la dépendance en cette variable apparente. On écrira donc
(e_iSD(mQ))H §D(z) = ﬂe’is"ﬁ e T Q' (s, 2), (E.49)

v (4ms)2

ou 'on a défini

O(s,z) = Qh (s, 2)| (E.50)

M?2=0"

En effet, 'évaluation de la trace fonctionnelle de 'expression (E.46) impliquera les expressions des
puissances inverses de 'opérateur D(mg), impliquant elle-mémes son exponentielle, d’aprés (E.7).

Les coefficients du développement de Taylor de QO (s,2), définis par

Z —is)"al,(2), (E.51)

n=0

3. Rappelons que M,, contient jusqu’a n dérivées d, libres.
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seront donnés par
Q8(2) = all()] ey (E.52)

De méme, les expressions correspondant a (E.12-E.20) seront immédiatement déduites en posant
M?=0. L’équation que I’on utilisera ensuite est

_ s(n+1-d/2) d
2\ sy 5
dy, duk(D(m) )IJ(S (2) (4n)d/2(n—1)!/ G2 1—n
0
‘22 A~
% efistG_lﬂ v;ﬂ'”vﬂngi(s’ Z) , (E53)

dans laquelle on injectera le développement (E.51). De telles expressions apparaitront dans la
formule (E.46) de I'inverse G (m?), qu’il faudra ensuite intégrer sur m? selon (E.44) avant de prendre
la trace. Nous donnons & présent les différentes contributions.

E.5.2 Contributions aux divergences

Nous évaluons successivement les différentes contributions présentes dans ’expression (E.44), sépa-
rément pour les deux termes de (E.48), puis intégrant sur m? et prenant la trace. Pour obtenir ces
résultats, on utilise les expressions (E.23-E.28). Précisons que ces calculs ont été vérifiés indépen-
damment en les programmant en langage FORM [Ver00].

Termes n =0
Le premier terme dans le développement (E.44) est
“+oo

- % / dm? Tr (D (m?) _1)
(3—d/2)
— ! 2 —ism?2 /[ OH
- 47'(' d/2/ / d/2 / dm=e <Q #(830)>
pole i(2-d/2) o—is 1. i .
- / / d/2 1€ M 2 4,.(0) —gaﬁt(o) — a4, (0)

le 5 1 v
e STo —d_4/dx (THT ) . (E.54)

Appliquant maintenant le terme d*d,/m? de K", on a

+oo
. 2 v
—2 / dm Tr(d“du(D(mQ)_l) )
m
3 d/2) dm 715m v
= > lar d/2/ / d/2 / <V Vu (s, x—y)’y_w>
“+ oo

p()_le _ (3 d/2) dS dm2 —ism?
T Tzam) ) e | Tt
M2
Lt )+ (= Lar o)+ avdan o
X _?aOu( )+§ _§a1u( )+ HaOV( )

d—42"  d—14

pole 1 1 1 v
> ﬁﬁm/ dz (THT,,). (E.55)
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Termes n=1
L’expression de M1 (m?) VM étant donnée en (3.70) par 1/m?[d,,I'*"]d,, on trouve

—+ o0
i

5 / dm?2 Tr (Ml (m2) D (m2) 72)

—d/2) dm2 .
—ism pv _
27 d/2/ / d/2 T ol <[d o v,Q0 (s, x y)’y_r>

ole —d/2) dmz ) )
2 (47 d/2/ / d/2 1 po e_lsm2<[dmrpy] d b, (0))

pole

=0, (E.56)

Pour la contribution correspondante impliquant le deuxiéme terme de (E.48), on doit faire com-
muter les dérivées covariantes d & droite. On obtient

1 70 dm’ Tr(d“d MY (D(m2)2)”>

©w

d/2) dm2 —ism?2
2 (47) PYTIRYIP) d/2 1 ma ©

x <([d(,, roP)d” +[d”, [d,, T77])) VquQ“u(Z)‘y_)

Pﬁle —d/2) dm2 _ism?2
2(4n)2 d/2 1 ma ©

X ([dg,T7P] d\d d#d{)‘”( ) — i[dg,F‘”’] (Mpwdy+ Npp dy + Moy dp)at™” (0)

b ) (Al 0) — S0~ 1l0)) )

pole 1 1 1 ol v
- 3 M2 1612 d_4/dx <[duvr ][d 7PVp]>~ (E.57)

Termes n =2

L’expression de Mg(mz) est obtenue en remplagant M? par m? dans (E.35). On trouve
+oo

—% / dm2Tr(M2(m2) D(m2)73)

— 1 4/2) dm2 —ism?
= T(dn)2 d/2 2 m2 ©

x < (2 (47, [d°, )] + % [d°,Tu)] [d,, rpr]) V.V,0" (s, — y)

616 i(2—d/2) d7n2 ism?
4(47) T(ANd/2 d/2 1 mZ ¢

X«W%FWWM%WW%@Ww

pole 1 1 1 Lol
- 4M2 16‘]‘[2 d_4/ dm <[d,uaF ][d )Fl/p]>- (E58)

»
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Succinctement, on a également

. 70 d—szr<d“d M8, (D(m2)‘3) V#)

_ 1 4/2) dm2 —ism?
= 4(47) A2 d/2 2 ma ©

((~ [do,To") [d", m] V.V, + 2 [dT, [dy, TPV, V V.V,

X

+ iz[dc,,r ][dp,FPT]VVVAVTVH)QW(S,JJ—y)‘y_I>

pole  i(1- 4/2) dm2 ism?2
-3 (47) QA2 d/2 1 ma ©

<< 3 Z:ﬁ) [do, T7H] [d7, Tr] + #[d”,rgu] [d°.T ) ]_"MI/>

pole 1

4M4 16112 d—4

/ dz ([d°, Ty, ][d?, T ) THY) . (E.59)

Termes n =3

Comme déja mentionné auparavant, seul le terme de K", impliquant d“d, /m? va donner une
contribution divergente. Les seuls termes de M3 nécessaires sont donnés en (E.37). Comme tous les
termes de M3 ne contribuent pas explicitement, nous écrivons directement les termes contribuant

au pole en d=4
dm 2 _4\V
/ Tr(d“d/\/l(( ) ))
n

pé_ 2 d/2) dm2 —ism?2
- 12 4TC d/Q d/Q 1 mG €

SR R [ P TR [T

12
R [dpa Fp“] FHV [dm FW] -

pole 111 .
T AM*16x2d -4

(G P 7 T 000D 0 07, T ]

212 [d, T oA} [d7, Tor] [d7, [da raA”>

- [dpv FPN]F#V[ddv ij] -

7 [0, T ] [07.T ] [d7, [da raﬂ]> . (E.60)

Termes n =4
De méme que précédemment, les seuls termes contribuant aux divergences sont ceux qui font
intervenir quatre dérivées, pour lesquelles on pourra effectuer le remplacement (E.41)

+oo

[ o)

M2

pﬁ_le 1( 4/2) dm2 —ism?
- 48 4TE d/Q d/Q 1 mb e

X (= 4ldy, [dp, T [ d“ [d7 FW]]— [dy; [dp, TP¥]] [dy s [do, T7H]])
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2 g TV
+ 7 (@7, Dy [dg, D7) [dr, ] [d, T,
2 P o T AV
= [07.T ] 147, T [dr, T [, TV] ) )
pole 11 1 .
o 12M4 162 d—4

X (= dys [dp, TP AM, [d7, Do )] = [ds [dp, TP [do, [do, TOM]]

1
+ g 47 Top) [do, D7 [, TT] [d, T
1
+ W [dp’ PP“] [dg’ PUV] [dﬂ PTM] [d)\, F)\V]) > ’

181

(E.61)

Additionnant les contributions (E.54-E.61), on vérifie que l'on retrouve le résultat présenté en

(3.96).






Annexe F
Mooses et déconstruction dimensionnelle

Les modéles de type moose sont des chaines de GBs interagissant via des champs de jauge. Nous
décrivons ici le modéle moose linéaire et ouvert: la chaine ne présente alors pas de branchements,
mais posséde deux extrémités libres. Nous introduisons tout d’abord les GBs & I'annexe F.1, puis
les champs de jauge les couplant entre eux & I’annexe F.2. Finalement, nous présentons briévement
les idées liées a la déconstruction dimensionnelle & ’annexe F.3.

F.1 Chaines de modéles sigma non-linéaires

On considére un ensemble de K + 1 modéles sigma non-linéaires indépendants, c’est-a-dire le
lagrangien suivant

K
1
Esigmas = ZkZ:O fl? <8u2k,k+1 8M2k+17k> 5 (Fl)

ou les variables X, ;41 sont des matrices SU(N), paramétrant 1’espace quotient SU(N) x SU(N)/
SU(N). Le lagrangien (F.1) est invariant sous la transformation suivante opérant sur les champs:
pour les extrémités de la chaine, cette derniére agit selon

Skokt1 — LeSppi1Rbsy,  pour k=0, K. (F.2)
Les matrices de transformation ci-dessus appartiennent au groupe SU(N)
Lg, R, € SU(N). (F.3)

Le lagrangien posséde donc une symétrie

K
I SUW)L, x SUN)g,,, = [SUN)xSUWN)**. (F.4)
k=0
Notre modéle décrit donc la brisure spontanée suivante
K K
I SUN) L, xSUMWN) &y, — [ SUN) Lot mess s (F.5)
k=0 k=0
ou chaque brisure
SU(N)LkXSU(N)Rk+1 — SU(N)LkJrRk_H, pour kZO,---,K, (FG)

peut étre due & un phénoméne similaire & celui qui a lieu en QCD: la brisure spontanée de symétrie
chirale liée & l’explosion de la constante de couplage de jauge. On peut imaginer N saveurs de
fermions de masse nulle chargés sous des théories de Yang-Mills & couplages forts, produisant
des états liés non-chargés, et en particulier (N2 — 1) GBs. En réalité, on doit construire le
développement du lagrangien effectif en puissance des impulsions, comme décrit au chapitre 2, et
donc compléter le premier terme O(p?) donné en (F.1) par les termes d’ordres supérieurs.
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F.2 Couplage via des champs de jauge

On couple & présent les K + 1 multiplets de GBs introduits & 'annexe F.1 & des champs de Yang-
Mills. A Dlordre de deux dérivées, le lagrangien prend la forme suivante, si 'on n’admet que des
interactions locales le long de la chaine !

K K
1 1
£ = 330 A{ViBin VELesr) =5 3 (Gun G, (F.7)

Les dérivées covariantes sont ici définies comme suit pour k=1,---, K — 1
VS kk+1 = O"Sp k41— 19k Gl Bk ka1 +H1004+1 2k, k41 Gligr s (F.8)
et pour les extrémités de la chaine
Vi1 = O'¥g1—1L{Y01+1g150,1GY, (F.9)
VESK k41 = O"Sk k41— 19k G XSk k+1+138K k41 R 41 (F.10)
ot Lo, et Ri 41, sont des sources externes.

Les couplages brisent explicitement la symétrie [SU(N) x SU(N)]
sont plus indépendants. La symétrie est explicitement brisée selon

SU(N)g, X SU(N)r, — SUN)g, = SUWN)g+L pour k=1, K, (F.11)

K+1 . .
*1 et les modeles sigma ne

comme remarqué dans [AHCGO1b]. En effet, si ’on écrit la transformation des connexions hermi-
tiennes G} comme suit

Gl — GngG;+gLGkaﬂG;, pour k=1, K, (F.12)
k
avec les matrices de transformations
Gr € SU(N). (F.13)

on voit que le lagrangien L, est invariant lorsque, simultanément aux transformations de jauge
(F.12), on transforme les multiplets de bosons de Goldstone comme suit

Ykk41 — Gk2k7k+1G;2+1, pour k=1, K—1, (F.14)

ainsi que les deux transformations particuliéres pour les extrémités de la chaine
o1 — Lo%o1Gl, (F.15)
Y, k+1 — Gr XK K41 R}{H. (F.16)

La symétrie du lagrangien est dans ce cas

SU(N) L, x SU(N) e, X = SU(N)K+2. (F.17)

HEN

Les propriétés de transformation sont résumées par le diagramme de type moose de la figure F.1.

. 4,_@ ....... ....... W »
Yo Yh—1.k Yk k41 YK K41

Figure F.1. Représentation graphique du moose linéaire ouvert.

1. Le chapitre 4 montre que cette restriction du lagrangien entraine en arbres un ensemble de régles de somme
de Weinberg généralisées. Indépendamment du formalisme de spurions introduit dans ce chapitre, ’annexe I présente
les effets de termes d’interactions non-locaux le long de la chaine.
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Notons que 'on pourrait introduire d’autres termes dans le lagrangien, tout en respectant les
symétries décrites en (F.17): ces termes seraient des termes d’interactions entre seconds voisins.
On peut par exemple écrire

<VM21€71@+1 VHEE k41, k12 E;THLHQ E,Z7k+1> = 0(p?). (F.18)
<Gkuu2k,k+1leLilEZ,k+l> = O(pg) (Flg)

Si 'on construit une LEET au sens du chapitre 2, on ne peut pas exclure ces termes, puisque
le lagrangien effectif doit contenir tous les opérateurs invariants sous la symétrie. Une question
valables est en revanche de savoir si 'on peut batir un développement dans lequel les opérateurs
non-locaux le long de la chaine apparaitront avec des coefficients plus faibles. Ceci nécessite I'intro-
duction d’autres paramétres de développement: les spurions du chapitre 4.

Dans 'approche originale, la suppression de ces termes est liée & I'idée de localité le long de la
chaine que constitue le moose. Pour mieux comprendre ce point, nous décrivons les idées principales
de la déconstruction dimensionnelle.

F.3 Déconstruction dimensionnelle

L’idée de la déconstruction dimensionnelle a été initiée dans [AHCGOlal]. Le point de départ est
de considérer, comme nous ’avons mentionné 4 l’annexe F.1, une origine possible pour chacun des
multiplets de GBs: ceci représente une possible complétion & haute énergie de la théorie effective.

Pour générer chaque multiplet de GBs, le modéle le plus simple serait d’avoir un groupe de
jauge Gf = SU(Mj}) avec un couplage fort, sous lequel des fermions de Weyl se transforment. On
a en réalité besoin des propriétés de transformations suivantes sous SU(N), x SU(M) x SU(NV)

k+1
Ve ~ (N, My, 1), (F.20)
Uppyr ~ (1, My, N). (F.21)

La figure F.2 est une représentation de ces propriétés de transformations.

e @im©
Wik Wikt
Figure F.2. Origine dynamique possible de chaque multiplet de GBs de la figure F.1.

On se trouve donc dans la situation suivante: le modéle sous-jacent est un ensemble de 2 K + 1
théories de Yang-Mills dont K + 1 sont non-perturbatives a 1’échelle & laquelle nous nous plagons.
En effet, si 'on considére la physique & une échelle inférieure & celle a laquelle les couplages des
groupes G7 divergent, on obtient les K + 1 multiplets de GBs représentés par les matrices SU(N),
et couplés aux champs de jauge faibles G, selon (F.8-F.10).

Un aspect intéressant de tels modéles, a l'origine de la dénomination « déconstruction dimen-
sionnelle » est le suivant. A haute énergie, on a un ensemble de théories de jauge quadri-
dimensionnelles, couplées & des fermions: le modéle est donc renormalisable et éventuellement
asymptotiquement libre. A basse énergie en revanche, le lagrangien Lo (F.7) correspond dans
la limite de grand K & une version discrétisée de 'action d’une théorie de jauge & cinq dimensions,
les ¥, k41 étant les variables de lien dans la cinquiéme dimension. Dans le cas du moose ouvert,
la cinquiéme dimension (correspondant & l'indice k) est un intervalle. La correspondance, dans
le cas ou les constantes de couplages gi et de désintégration fi sont indépendantes de I'indice k& 2

fe = f, pour k=0, K, (F.22)
9k = 9, pour k=1, K, (F.23)

2. Dans un cas plus général, il nous faudrait considérer un espace-temps courbe ainsi qu’un champ de fond de
dilaton [SS03].
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est la suivante. Le pas du réseau est donné par

o = gif . (F.24)
L’étendue de la cinquiéme dimension est
R = (K+1)a. (F.25)
Le couplage de jauge & cinq dimension s’écrit
95 = gva. (F.26)

Cette analogie est & 1'origine de 'idée de déconstruction dimensionnelle, selon laquelle on peut
deviner les résultats physiques dans un cadre (moose ou bien théorie de jauge & cinq dimension)
a partir de notre connaissance de 'autre [Pok01, Lan02a]. La propriété de localité le long de la
cinquiéme dimension est cruciale pour cela. Du point de vue de la théorie en cing dimensions,
cette localité est tout simplement une hypothése de base pour la cohérence de la physique. En
revanche, la théorie effective résultant des interactions non-perturbatives entre les théories & quatre
dimensions devra inclure tous les opérateurs respectant les symétries. Or, la présence d’interactions
entre GBs et champs de jauge signifie que la symétrie appropriée n’est pas (F.4) mais bien (F.17),
permettant des interactions non-locales le long de la chaine telles que (F.18-F.19).

La littérature fournit deux approches & cette question. Le premiére utilise 'idée de déconstruc-
tion dimensionnelle dans le sens suivant: le modéle sous-jacent au niveau des fermions (F.20-F.21)
est pris au sérieux. Alors, étant donnée le choix des interactions originales entre fermions et champs
de jauge, qui sont locales le long de la cinquiéme dimension, on s’attend & ce que les opérateurs
effectifs non-locaux le long de la chaine (F.18-F.19) puissent étre traités comme des perturbations
[AHCGOla, AHCGO1b]. L’autre approche consiste & considérer le moose, indépendamment d’une
théorie sous-jacente, mais & imposer la localité le long de la chaine au niveau du lagrangien.
Le but est préciséement de pouvoir interpréter la limite K — oo comme une théorie & cing
dimensions [SS03]. On sort alors du cadre des théories effectives pour entrer dans celui des modéles.
D’autre part, les corrections en boucles vont générer ces opérateurs non-locaux le long de la chaine,
puisqu’ils sont permis par ces symétries 3.

Dans les deux cas, la conclusion est que 'on doit effectivement construire la théorie effective
contenant tous les opérateurs, y compris ceux qui sont non-locaux le long de la chaine, mais que
les cas physiquement intéressants semblent étre ceux pour lesquels ces opérateurs sont traités en
tant que corrections. Le point qui nous intéresse ici est de se passer des idées de localité dans la
cinquiéme dimension, mais de construire un développement effectif traitant les termes non-locaux
le long de la chaine comme des perturbations. Ceci est le sujet du chapitre 4, ot un formalisme de
spurions est introduit. On y discute les régles de somme de Weinberg généralisées. Les corrections 4
ces WSRs sont également discutées dans le cadre du développement en puissances des spurions a la
section 4.2.3. L’effet des termes non-locaux le long de la chaine est également discuté & 'annexe I,
indépendamment du développement spurionique, dans le simple cadre des mooses.

3. Ceci a été explicitement vérifie dans [KNP04].



Annexe G
Régles de somme de Weinberg

Nous présentons de brefs rappels au sujet des WSRs dans la limite chirale, permettant de faire le
lien avec la discussion de la section 4.2. Deux références sont particuliérement utiles & ce sujet:
[dR97, KAR9Sg.

G.1 Dans la limite chirale

Le cadre de cette discussion est celui de la QCD & deux saveurs de masses nulles, comme présentée
a la section 2.1.1. On s’intéresse ici a la fonction & deux points (2.28) des courants de symétrie
(2.6-2.7), dans le cadre de la QCD & deux saveurs de quarks nulles

5T, (q) = 4i/dxeiq'w<0’TJEM(x) J%V(O)’O>

- i/dxeiq'w<0’T{J{}H(x) T2, (0) = T4 () Jzu(o)}]0>. (G.1)

Comme déja mentionné, les courants apparaissant dans le T-produit sont conservés dans la limite
chirale, ce qui implique que la fonction & deux points II,, est transverse, et ne dépend donc que
d’une fonction invariante Il g définie par

w(q) = (490 —1wd®) Uor(—¢?). (G.2)

Puisque la fonction a deux points (G.1) se transforme selon la représentation irréductible (3,3)
de SU(2), x SU(2), elle constitue un parametre d’ordre de la brisure de symétrie chirale. Son
évaluation en théorie des perturbations en puissances de g donnera ainsi un résultat identiquement
nul & tous les ordres. D’aprés [SVZ79], on peut en revanche écrire le développement suivant pour

Q% = — ¢> — + oo en utilisant le développement en produit d’opérateurs (operator product
ezpansion ou OPE) [Wil69], qui commence par un terme d’ordre 1/Q°
1 s 1

M, R(Q2) = o { — 472 (O‘? + O(a?)) <0|(96|0>} +0 (@) : (G.3)

ou Og est un opérateur quartique en les champs de quarks. Ceci entraine que la relation de
dispersion satisfaite par Il gz ne nécessite pas de soustraction
+ 00
9 ds
HLR(Q) = / —ImHLR(s) (G4)

s+ Q?
0

On peut pousser encore plus loin argument en prenant la limite Q* — + oo dans (G.4),
et comparant aux termes du développement (G.3): on trouve que les intégrales apparaissant en
coefficient des deux premiers termes sont nulles. On retrouve ainsi les deux régles de somme
initialement déduites par Weinberg [Wei67b]

+oo

/ dsImIl r(s) = 0, (G.5)
0

“+ oo

/ dssImIILp(s) = 0. (G.6)
0
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On peut de plus citer dans le cas de la QCD un résultat de positivité da & Witten [Wit83], qui s’écrit

- QQHLR(QQ) 2 0) pour Q2>07 (G7)
et qui assure en particulier la positivité de la différence de masse électromagnétique entre 7% et
7%, donnée par l'intégrale suivante du corrélateur gauche-droit [DGMT67]

—+ o0
3a
(mis—mi)| = ——F / dQ* QL r(Q?) . (G.8)
em 4TE fﬂ_
0

G.2 Dans la limite chirale et de grand N,

Dans la limite de grand N, et de fagon générale dans toute approximation en arbres, les résonances
massives auront une largeur nulle. On pourra ainsi écrire

rr(Q%) = —f—3+ZF—3 (G.9)
LR Q2 QQ‘FM,,QL’ .

ot les constantes F2 auront un signe positif dans le cas d’une résonance vectorielle, et négatif pour
le cas d’une résonance axiale. Dans ce cas, on vérifie aisément que les deux WSRs (G.5-G.6) se
traduisent sous la forme de relations algébriques entre les couplages et les masses

S OE = ff, (G.10)

ZF,%M,% =0, (G.11)

correspondant directement au fait que les deux premiers termes du développement de (G.9) a grand
Q? soient nuls, satisfaisant ainsi (G.3).

Dans les approximations en arbres, les LECs du lagrangien O(p4) (les constantes L; de (2.77))
sont indépendantes d’échelles, puisqu’elles n’ont pas & absorber de divergences qui proviendraient
des boucles. Dans ce cas, le développement & basse énergie de Il i tiré du lagrangien de la xyPT
utilisé en arbres est donné par !

—Q*MLr(Q%) = f3+4 Q*Lio+0(QY). (G.12)
On peut également obtenir la constante Lo & partir de 'intégrale suivante impliquant la fonction

spectrale gauche-droite a laquelle on a soustrait le pole de masse nulle [GL84, KPdR9S]

+oo
L = —%/ ds <%Im(HLR(s))+f§5(s)). (G.13)

0

1. Voir également le résultat (2.30).



Annexe H
Compléments au chapitre 4

Cette annexe présente certaines étapes intermédiaires concernant les dérivations du chapitre 4, ainsi
que des dérivations alternatives, plus techniques, de certains résultats, et également des exemples
explicites pour illustration.

H.1 Etapes du changement de variables

On donne ici des détails sur les manipulations & effectuer afin de reproduire les résultats de la
section 4.1.3. Ces détails ont été omis dans le corps du texte, afin de ne pas encombrer le manuscrit.
Cette section permet de voir explicitement le fonctionnement des changements de variables.

Pour faciliter la lisibilité, on procéde par étapes: au lieu de définir directement les champs Wy,
on définit d’abord les champs wy,, pour k=1,---, K, selon

k—1
gkw,‘: =i <EQ’1 Uy H Vij)jJrl Uj+1> D”(( H +1 E] j+1 VT> U ) . (Hl)

j=1
Ces champs se transforment selon
wl — Lowl L]. (H.2)

Travaillant dans la jauge standard, ceci implique, pour k=1,---, K

E—1 E—1 T
grwy = 1<H Ej,j+1> V“(H Ej,j+1>
j=0 J=0
k—1 k—1 k—1 t
=i <H Zj,jﬂ) 5“( II Em+1> + 9k ( II = J+1> G < II Zj,jﬂ)
3=0 7=0 j=0
— L. (H.3)
En utilisant ces réécritures, on obtient, pour k=1,---, K — 1
JE (DS s DI = fg( — g wf) ( b1 — grwl) (H.4)
7\ DuZk k1 kktl) = (Grr1Wri1p— gr Wh) (Grr1Why 1 — grwy)) :

et pour les extrémités de la chaine

2 r2

i 0 (DT DPT L) = 914f0 (wrw ™y, (H.5)

4
- ggK f# (w UDMUT> . (H.6)

2 2
J;—K<DMEK,K+1D“21<,K+1> - Ix (DU DU + fK gk (Wi wi)
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Notons que 'on a
DU = 0,U—-1Lo,U+iURky1,- (H.7)
D’aprées les redéfinitions (H.3), on a également

v 1 L v v Ly
—%(GkuyG£> = —§<(wkw+ ;: > <w,‘: +g—(;>>, pour k=1,--- K —1. (H.8)

Dans cette expression, w}"” est défini par
wi = DFwi — DYwl —1i gk [w), wi], (H.9)
ou les dérivées covariantes sont
Drwy = oMwi —1i[Lf,wy), (H.10)
ainsi que

Loy = 0uLoy —0uLoy —1i[Lou, Loy - (H.11)

Le lagrangien (4.44) s'écrit en terme des nouvelles variables

1< L L K
Opv v
LE0 = 2 <(wk’”+ g: ) (wﬁ ’ g(; >>+ > [MP] g 0k 0k
k=1 k,k'=1
2 .
+ %(DNUTDHU>—%gKf§( (wikUD,UT), (H.12)
avec la matrice de masse carrée
1
[Mﬂhk, =7 (k. x 97 (fR—1+ J7) — Ok, ki1 4 k1, k7) G Gt JF) - (H.13)

Il reste encore & éliminer le terme de mélange entre le champ w/ et le champ U apparaissant dans
le dernier terme de (H.6). On définit & cet effet les champs W/ selon (4.52), qui s’écrit également

W = w,‘j—i%UD“UT, pour k=1, K —1, (H.14)
k

Dans I’équation (H.14), les «y sont des constantes & déterminer pour résoudre le systéme d’équa-
tions suivant, correspondant & ’élimination de termes de mélange entre les champs vectoriels et le
champ U dans (H.12)

fE (g1 —ar)— fioi (o — ag_1) = 0, pour k=1,--- K —1, (H.15)

ou il est tenu compte des extrémités de la chaine en posant
ag = 0, (H.16)
agt1 = 1. (H.17)

Notons que la résolution explicite du systéme (H.15) donne bien le résultat annoncé en (4.53)
(et sa généralisation aux cas k=0 et k=K + 1 moyennant (H.16-H.17)). Le coefficient du terme
cinétique des champs de Goldstone U s’exprime, par application répétée de la relation (H.15), et
en utilisant (H.16) et (H.17), sous la forme

K
1 1
ZZ fl%(ak+1—0<k)2 = foz((l—OZK)
k=0
1
= 1 3a1
2
= (H.18)
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ou la derniére égalité provient de la résolution explicite de (H.15). Aprés ces réécritures, les termes
de degré deux ou moins en champs vectoriels et en sources dans le lagrangien sont donnés par

£Z0 = JZ(D Ut DrU) %Z (0, Wiy — 0 Wiy) (0FWFEY — 9 W hH))
) =1
T Z [M}k o Wi W)
k,k'=1

K
-3 L= % (0, Loy — 0, Loy) (4 WHY — 9PWhR))

K
N CE(OuRics10 = OuRics1,) UT (9HWH — Wiy U

o1 Ik
1 (1—ap)?
3 <Z ( 7 k) ) ((OpLov — 8yLop) (OMLE — OVLE))
k=1
1 (& a2
2 <Z (%) ) (OuRicrs = 0uRics1,) (0 Ric 1= 0"Rfe.))
k=1
"o (1—ou)
) ( 2 k—2k> (@OuLov = 0uLop) U (9" Ric 41— 0"Ric 1) UT)
k=1 9k
+ termes cubiques ou plus en champs vectoriels et sources, (H.19)

ot la matrice de masse M? est & nouveau celle donnée en (H.13). Cette expression nous servira
pour obtenir les WSRs par une méthode alternative & ’annexe H.3.

H.2 Dérivation alternative de la premiére WSR

Dans le cadre de la section 4.2.1.1, on peut vérifier explicitement par un calcul direct la relation
(4.77), qui implique la premiére régle de Weinberg: on démontre tout d’abord par récurrence sur
K, a laide de la relation

_ gk (f}2(71+f12<)
4

—gK 1 ?ng L det (M( C)x(K-2)) » (H.20)

det (M¥% y i) det (MPx_1yx(x-1)

que le déterminant de la matrice de masse vaut

K K f7
det (M¥k ) = 4 (H gE> M (H.21)

2
i=1 I
On vérifie ensuite, utilisant la relation entre la comatrice et I'inverse de la matrice, que
K 2 K f3
A (Hi:l gi) (szo TJ)
det (M3 z)
= fZ (H.22)

ce qui est bien le résultat recherché. Notons que (H.21) fournit une relation entre paramétres
physiques (masses), et paramétres originaux du lagrangien, puisque l'on a par ailleurs

91 9k 15 & ~1 _
40 K[(MQ) L,K o

det (M H M2, (H.23)

n=1
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H.3 Dérivation alternative des WSRs généralisées

Nous exposons une dérivation des WSRs généralisées qui est différente de celle de la section 4.2.1.1.
On s’intéresse ici & écrire les relations en termes des constantes de couplages et des masses des
résonances. On travaille donc dans la base physique dans laquelle la matrice de masse est diagonale.
Cette dérivation a cependant le désavantage d’étre purement algébrique.

La fagon de procéder suit celle utilisée par les auteurs de [SS03] pour obtenir les deux WSRs. On
sait qu’il est possible de diagonaliser la matrice de masse & I’aide d’une transformation orthogonale,
c’est-a-dire que P'on peut définir des coefficients bl tels que

K K f2
S = 3 L (gt ) (s - k)
k,k'=0 p—r
= Mibmn, (H.24)

ot 'on tient compte des extrémités de la chaine en posant
gr+1 = 0. (H.26)

Dans le cas général, avec des des constantes fi et gr quelconques, et un nombre de sites K
suffisamment grand, on ne pourra cependant pas exhiber explicitement la matrice de passage b. On
peut en revanche obtenir des relations générales sans effectuer explicitement cette diagonalisation.
On utilise pour cela les relations d’orthogonalité pour la matrice de changement de base, qui
s’écrivent

K
k=1
K
Z bk = gRR (H.28)
n=1

no (H.29)
n=1
K

A= > (H.30)
k=1

ou la matrice de masse est diagonale en termes des nouveaux champs Af. En procédant a la
maniére des auteurs de [SS03], & partir de ’équation (H.24) et en utilisant (H.27), on tire la relation
suivante, qui est linéaire en les coefficients de la matrice de passage pour n et k égaux a 1,---, K

M2by, = %gk (fl? (gkbfz_gk+1 bﬁ“) — fioa (gk—l et - gkbﬁ)) ; (H.31)

avec les régles (H.25) et (H.26). Cette derniére relation (H.31) nous sera trés utile par la suite pour
obtenir des régles de somme sans avoir & diagonaliser explicitement la matrice de masse. On peut
également en déduire les relations suivantes en appliquant de fagon répétée les relations (H.15),
sans méme avoir & résoudre le systéme constitué par ces équations

K
1
> MRbLE = qarcfkb (H.32)
k=1
- 1-a 1
> Mibn— = = 191 f3bn. (H.33)

Pour la suite, on supposera que les masses ont été ordonnées par ordre croissant

q
M2 < M2, pour n=1,-- K —1. (H.34)
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La suite utilise explicitement I’expression des propagateurs, qui sont diagonaux dans cette base A%.
On injecte tout d’abord le changement de base (H.29) dans l'expression des termes quadratiques
du lagrangien (H.19). On vérifie que les termes polynomiaux des deux contributions s’annulent du
fait de la relation (H.28), et I’on obtient

F
@) = -G+ Y )
ot1, d’aprés (H.19), les F2 sont donnés par
K 1
F2 =4 Mﬁbﬁbﬁ’%#. (H.36)
kR=1 9k 9k

Notons que la constante de couplage F? peut étre positive ou négative du fait de la présence des
coefficients bX. Le champ de spin 1 massif dénoté par n sera appelé respectivement résonance
vectorielle ou bien axiale, méme si cela constitue un abus de langage: on ne s’est pas restreint au
cas oul la parité est imposée en tant que symétrie des couplages par rapport au centre de la chaine.
On peut obtenir une formule alternative pour les F2 en appliquant les relations (H.32) et (H.33)
a lexpression (H.36). On trouve dans ce cas

5 bl bK

1
F; = 19 9k 3 [ Ve (H.37)
Le développement & grand Q2 de IIy g s’écrit
9 o - P2 M2 (-1
Lr(Q%) = —f—”ﬁz (-t Znes - . (H.38)
Q* Q

Considérons le premier terme dans le développement (H.38). On trouve, pour le cas K > 1, en
utilisant (H.36), (H.33) et (H.28)

K
Z Fy = fion
n=1
= f,% (H.39)

La premiére régle de somme de Weinberg [Wei67b] est donc satisfaite. A partir du terme d’ordre
suivant, on peut adopter une écriture générique. On considére, pour 2 <! < K, la somme suivante

ZF2 20D < 4919Kf0 fKZ MR bL bl

= 0. (H.40)

La deuxiéme égalité est obtenue par application répétée de (H.31), gardant en mémoire (H.28).
Ceci montre que 1'on a en tout K WSRs généralisées.

H.4 Dérivation des LECs en arbres

On pourrait appliquer la méme méthode utilisée a la section 4.2.2 aux fonctions & trois et quatre
points pour extraire les constantes L1, Lo, Ls, Lo, L19 et Hy dans ce modéle. Nous utilisons plutot
les équations de mouvement, comme fait originellement dans [EGPdRS89], ce qui permet d’obtenir
la forme covariante du lagrangien, au lieu de reconstruire celui-ci & partir des fonctions de Green
qu’il est censé permettre de déduire. En réalité, les équation de mouvement s’expriment de fagon
plus simple en termes des champs wj définis en (H.1). Le lagrangien en termes de ces champs a
été donné en (H.12): on en déduit les équations de mouvement pour les champs wj,

K

dpwy,” + < Z [Mﬂk Y k) ——5ngKfKUD”UT+—dkML“” = 0, (H.41)
k'=1
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ot I'opérateur dj,, agit sur les objets dans la représentation adjointe de SU(2), selon

dk;LX = DHX—igk[’wk#,X]
= 9,X —i[Lou, X] — 1 gx [wrp, X] . (H.42)

Les équations de mouvement seront utilisées dans l'approximation que les masses sont grandes
devant les impulsions en jeu. En particulier, si on s’intéresse aux seuls termes qui donnent une
contribution & la fonction & deux points, (coefficients Lo, Hy, H{, L1o dans (H.44)), on peut utiliser
I’équation de mouvement sous la forme simplifiée

wy = igKfI% [(M2)_1L UDUT e, (H.43)

On identifiera ensuite les termes obtenus avec ceux du lagrangien de Gasser-Leutwyler, & la diffé-
rence prés que on n’impose pas nécessairement la parité dans notre cas (symétrie des couplages
par rapport au milieu de la chaine) !

L = %<DHUTD“U>+H1 (Lyw L")y + H{ (R R*) + L1o (L, URM UT)

—iLg (L, D*UD"UT) —iLg (R, D*UT DU)
+ L (DU D*UN + Ly (DU DU (DFUT DU + Ly (DU DFUDUTDYUY . (H.44)

Gréace 4 la relation suivante, que 1'on obtient wvia la comatrice

-1 4 o
[(MZ) }k,K = gKf[?(E, (H.45)

on trouve, aprés injection de (H.43) dans le lagrangien (H.12)

Lg

fk=qoicsi [(M) 7]
= fz, (H.46)

en utilisant les valeurs des ay données en (4.53). On a donc retrouvé par cette méthode le fait que
le coefficient du terme cinétique pour les bosons de Goldstone restant dans le spectre était donné
par la constante f2 définie en (4.54).

On détermine également Lig, sans aucune référence aux constantes de couplages des champs
vectoriels massifs. On obtient & nouveau la formule (4.88)

K

bo = 2l s ), (Lot o), )
B _i{: M (H 47)
o= g |

De la méme maniére, et en utilisant & nouveau (H.45), on obtient

1o (1— o)’
H = -3y —5, (H.48)
P
1 K ai
H = —Z Zk H.49
! P 7 (H.49)
k=1
Dans le cas ou l'on impose la parité, c’est-a-dire si l'on considére le cas ou les relations
9k = JK—k+1, pour k:]-a"'aKa (H50)
fk = fK*ka pour k:07"'7K7 (H5].)

1. Nous allons ici re-dériver la relation Lg= f,2r par cette méthode.
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sont valides, entrainant

ar = 1—ag_k+1, pour k=0, K+1, (H.52)

on remarque que l’on a bien le résultat attendu
H, = HJ. (H.53)

Notons que I'on peut retrouver ces LECs en lisant directement les coefficients des termes apparais-
sant dans Pexpression (H.19). Ceci fonctionne pour les termes contribuant aux fonctions a deux
points. Au-dela, on devra adopter une méthode plus systématique comme celle présentée ci-dessus.

H.5 Applications

Nous présentons dans cette section certains résultats que ’on peut obtenir dans le cadre de la
théorie effective de la section 4.1.2 & I'ordre (’)(p2 60), c’est-a-dire avec le lagrangien (4.44).

H.5.1 Expression des couplages en fonction des masses

Nous utilisons notre connaissance des régles de somme de Weinberg généralisées pour obtenir
I'expression des constantes F2 en fonction des masses M2. D’aprés (H.39) et (H.40), les K WSRs
généralisées s’expriment, en termes des constantes Fi2 et des masses M2 comme suit

K
Z FﬁMi(Fl) = & 200 g2 pour (=1, K. (H.54)
n=1

Ceci constitue un systéme de K équations, que I’on cherche & résoudre pour exprimer les F? en
fonction des M?2. Une étude de tels systémes a déja été donnée par Knecht et de Rafael [KdR9S].
Ici, le systéme est particuliérement simple, et on peut en donner la solution explicite sous la forme

K 2
o M
KHJ_l’J#ng ! > pour n=1,--- K. (H.55)
Hj:l,jgén (Mj _Mn)

= f

Pour vérifier que (H.55) est bien la solution du systéme (H.54), on peut procéder comme suit: on
injecte la solution dans les termes de gauche de (H.54), et on considére 'expression obtenue comme
une fonction méromorphe en la variable z = M2, c’est-a-dire que I’on étudie la fonction

-1

K—-1
i)« (1) s

j=1
K—1 HKfl 2
j=1,j#n 27 2(-1) 2
+1 > — Ve (H.56)
n=1 Hj:l,jgén (MJQ—M,%) z— My

On peut alors montrer pourl=1,--, K — 1, que la partie singuliére du pole en z= M? est nulle. De
plus, on peut montrer par récurrence sur K que la fonction f;(z) tend vers une constante lorsque
z tend vers l'infini. Cette constante vaut ¢;1. La fonction méromorphe ne possédant pas de pole,
elle est constante, et la valeur trouvée est bien celle recherchée. L’expression (H.55) est donc bien
la solution du systéme (H.54).

On remarque, d’aprés I’expression des constantes F2, que ’on a toujours un spectre alterné: si
les masses sont ordonnées comme prescrit par (H.34), on a

(_1)“*1F3 > 0 pour nzla“'aK- (H57)

Une remarque similaire a déja été faite par Knecht et de Rafael [KdR9S|.
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Considérant 'expression de Lig en fonction des F? (4.87), et utilisant le résultat (H.55), ou
I'on considére une des masses comme un variable complexe, on peut montrer que la fonction méro-
morphe donnant L1 ne posséde qu’'un pdle simple a l'origine, et déterminer le résidu. Finalement,
on trouve I'expression suivante pour Lig, en termes des masses, pour K > 2

Ly = =) L (H.58)

On a ainsi exprimé a la fois les constantes F2 et Ly en fonction uniquement des masses des réso-
nances et de la constante de désintégration des GBs f. Notons par ailleurs que ceci confirme bien
le signe de Lo obtenu en (4.88), et nous donne une deuxiéme relation entre masses et paramétres
du lagrangien

K K
1 4 ar (1 — o)
n=1 n fﬂ' k=1 Gk

H.5.2 Expression du corrélateur gauche-droit

Mettant 'expression pour Il g sous la forme

N 2
M R(Q%) = anKl(&LMz), (H.60)

on étudie le numérateur N (Qg) qui est un polynéme de degré K en Q?

K K K K
N@)+ R M = -2]] (@+m)+@* ) (F ][ (@+M7)
j=1 j=1 n=1 j=1,j#n
K
+ 2] M5 (H.61)
=1

On trouve, utilisant la solution explicite des K WSRs généralisées (H.55), que ce polynéme posséde
K +1 zéros en Q®=— M%, -, — M?,0 et est donc identiquement nul. On peut donc écrire

K

I, (0% = — , H.62
rr(Q%) I, (P + 1) (H.62)

et on vérifie alors que l'inégalité de Witten [Wit83] est vérifice
vQR2>0, - Q*ILr(Q% > 0. (H.63)

H.5.3 Masse électrofaible des PGBs

On imagine maintenant que les GBs restant dans le spectre, et décrits par la matrice U € SU(2),
sont couplés au secteur électrofaible, avec des couplages identiques & ceux des pions dans le SM,
c’est-a-dire que 'on considére notre modéle moose comme une description de la QCD & basse
énergie, incluant les pions et des résonances. Nous avons vu qu’en QCD dans la limite chirale,
seules les deux WSRs sont valides (annexe G.1): la théorie effective avec K sites ne s’applique
donc pas directement & la QCD. L’intérét est ici de voir les conséquences physiques des WSRs
sur les corrections radiatives aux masses des PGBs. L’idée sous-jacente est que ceci fournit une
autre interprétation, en termes des WSRs, au phénoméne de protection des masses des chain
scalars présenté dans [AHCGO1b]. L’argument original était que les PGBs sont des objets non-
locaux dans la cinquiéme dimension, et que le terme de masse correspondant est également non-
local, et n’obtient donc de divergences qu’a partir d’'un nombre de boucles donné si I’on part d’un
lagrangien local suivant la cinquiéme dimension. Ici, on comprend le phénoméne ainsi: la localité
des interactions implique les WSRs. Celles-ci entrainent & leur tour une absence de divergences a
une boucle, due au comportement plus doux & haute énergie.
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En effet, & une boucle, la masse électromagnétique des pions sera donnée par l'intégrale suivante
[DGM 67, Pes80, EGPdR89, Mou97], ot A,, est le champ du photon

(m2s—m2)| = 41ﬁ / dPx <0’TJ§"(:C) A0 (z) J3(0) A?,(O)’0>

- -5 / dPa (0|T Af,(w) AY(0)|0)
D
JE N
3«
dm f?

indépendamment de la jauge utilisée pour le propagateur du photon. L’intégrale (H.64) est positive
d’apres (H.63), et converge si les deux régles de Weinberg sont vérifiées, ce qui est le cas dans notre
cadre pour K >2. Alors, on pourra écrire, utilisant (H.35) et (H.55)

(s = m30) ]y = ‘%(Z F2M2In <M>>

n=1

+oo
/ dQ2 Q211 1(Q?), (FL64)
0

_ sa (ﬁ M2> i (%) (HL65)
4T f72.— j=1 ! n=1 (Hf:l,j%n (M-?_Mﬁ))

ot 'indépendance en fonction de p est garantie par la seconde régle de Weinberg: le coefficient de
In 12 est nul.

Si l'on considére les corrections dues & l'échange de Z° dans le SM (I’échange de W¥ ne
contribue pas car ces bosons ne sont couplés qu’au courant gauche), on obtient par le jeu de
coefficients qui interviennent dans le couplage du Z° aux PGBs, I'expression [KPdR98]

2
(mii - m,%o) |ew = 4 fﬂ. / Q2 ch —|—]\4]\52 LR(QZ) . (H.66)

La premiére régle de Weinberg seule suffit & assurer la convergence de cette intégrale [KPdR98].
On trouve

K
F,% M2 M2
(mii — m721-0) }ew = 4 f ( Z M2 (Mg>>

‘ ()
4 Tnf? (JI_IM> ZMZ M (T, 0 (M7= 022)) oD

H.6 Le corrélateur gauche-droit a I'ordre O(p®€°) dans un cas
simple

Dans cette section, on s’intéresse aux conséquences du lagrangien (4.44) pour la fonction Iy, g dans
le cas particulier ou tous les fj, sont identiques, ainsi que tous les g

fe = f, pour k=0, K, (H.68)
9k = 9, pour kzla"'aKa (H69)
c’est-a-dire que 'on considére & présent le lagrangien suivant

5 K K
1 v
Lo = L (VB VL)~ 5 Y (Guw GEY). (H.70)

k=0 k=1
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avec
VHEY L k41 = 8“‘2]6)]6_!’_1_igGZEk;)k_i_l_'_igEk)k_i_lGZ+1, pour k=1,--- K —1, (H.71)

et pour les extrémités de la chaine
DMEOJ = 8“2071—1L6‘20,1+192071 Gf, (H.72)
DHEK,K+1 = 8“2[{)[{4_1—igGg(EK,K_;_l—FiZK,K_i_lR}L{_i_l. (H73)

La matrice de masse (4.63) prend la forme suivante

(2 -1 0 0 0 0\
-1 - 0 0 0
2 r£2
s _ 9°f 0 2 -1 0 0
M = 4 0 0 —1 2 o |’ (H.74)
0 0 0 =1
0 0 0 0 —1 2

et la diagonalisation procéde par la transformation orthogonale (cf. (H.29))

ko 2 » nnk
by, = i w1 ) (H.75)

On obtient les valeurs propres de M?

M2 = 92f2sin2(2 AL

m), pour n:1,---,K, (H?G)

et les expressions suivantes pour les intermédiaires de calcul

k
o = ENE pour k=0,---,K+1, (H.77)
et pour la constante de désintégration des bosons de Goldstone restant dans le spectre
2
2 f
= . H.7
7= (H.78)

En appliquant directement la relation (H.36), on obtient les constantes de couplages des résonances

F? = ([(8_{7%1)25m2<2(;11)> ﬁ ((K+1)p—pq)sin<%>sm(2&—%)

p,q=1

2(—1)" " f2cos? (2(;—11)> . (H.79)

Notons qu’il existe un moyen plus physique et plus direct d’obtenir ce résultat, plutot que de
calculer les sommes obscures de la premiére ligne de ’équation précédente: cette méthode sera par
ailleurs utilisée pour les calculs de 'annexe 1.2. On peut exprimer les courants gauche et droit &
Pordre d’une puissance des champs, d’aprés les expressions (4.68) et (4.69) et grace & 1’expression
explicite des bF (H.75)

f ng 2 mn

ap T IS T i [

Jr + 5 ot 1 ”K 17;:1 sm(K 1>An+ , (H.80)
f ng 2 1 mn

ap . _JTpga I [ 2 _ 1\ rlgn( 20 [

Jg 5 otm 1 “K lnil( 1) sm(K 1>An—|— , (H.81)

ce qui est suffisant pour écrire la fonction & deux points & Iordre des arbres, connaissant ’expression
N
du propagateur pour les champs Al

. v — T
i/dxe‘q'””<0|TAfn“(m)A2” (0)[0) = 5mn5abq2_—]\y;, (H.82)
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ott M2 est donnée par (H.76). On obtient ainsi

2 & . an \ M- —"j}‘i"
: ig-x ap b — ab _\ynt1l .2 n
1/dxe <O’TJL (x) JR (0)’0> ) SK+1) nzl( 1)"" " sin <K+1> -0
2 g
abﬁ q~q
+ 6 e (H.83)
avec (H.76). Ceci permet d’extraire plus directement le résultat
2 sin2<K“nl)
Fr% = (_1)n+12K 1 -
“+ . nn
D sine ()
_ 1\l 2 2 nn
= 2(—1)""" fzcos (2(K—|—1))' (H.84)

On peut également donner une expression explicite pour la constante L1g d’aprés (4.88), en utilisant
(H.77)

1 K(K+2)

bo = ~§p K1

(H.85)






Annexe |
Interactions non-locales le long du moose

Cette annexe décrit les conséquences de I'adjonction dans les mooses de 'annexe F des termes non-
locaux le long de la chaine les plus simples. Cette discussion étend donc celle de ’annexe 4.2.3, mais
ne se place pas dans le cadre du développement spurionique. Dans ce cas, les WSRs n’obtiennent
pas des corrections en puissance d’'un petit paramétre, mais sont tout simplement perdues.

1.1 Interactions entre liens voisins

Dans cette section, on considére les modifications apportées par des termes du type

<Vu2k7k+lv”2k+l7k+2 211+1,k+2211,k+1> y (1.1)
dans le lagrangien (F.7). On travaille donc avec le lagrangien suivant
1 & =
Ly = Z; b4 <vuzk7k+l V“zzi,k+1> —5; (Gl GLY)
=
+ 5 T k1 <vu2k,k+1 VHE k1,642 E]1+1’k+2 El,k+1> , (1.2)
k=0

les signes des constantes f;?,kﬂ pouvant étre quelconques.

L’étude de ce lagrangien procéde de fagon analogue 4 'annexe H.1: la différence étant que I'on
s’est placé en dehors du cadre du développement spurionique, choisissant d’inclure uniquement
un certain sous-ensemble de termes non-locaux le long de la chaine dans le lagrangien. Ce choix
est arbitraire en dehors d'une méthode d’approximation définie, mais justifiable dans le cadre de
la déconstruction dimensionnelle (section F.3), puisque nous avons ajouté des interactions entre
premiers voisins. On utilise ensuite des redéfinitions semblables & celles de ’annexe H.1 !, mais
avec des coefficients oy adaptés au probléme, c’est-a-dire, solution du systéme

pour k=1,--- K, fRo1 (o — ag—1) — f7 (g1 — o)
+ ik (ak— gy —ag — 1)
+ 2 ko1 (g2 — apg1) — fRa k1 (ak—1—ag_2) = 0, (L3)

ce qui correspond & I’élimination des termes quadratiques croisés entre bosons vecteurs et GBs,
généralisant (H.15). On impose ici les conditions aux bords
ax_1 = Qg = 0, (14)
ag4+1 = a4 = 0. (1.5)
Le coefficient du terme cinétique pour les bosons de Goldstone restant dans le spectre, que 1’on
note f2/4 s’écrit en utilisant les définitions (I1.4) et (I.5)
K K

fz = Z fg(akﬂ_akf—?z f2 k1 (Qhga — apgn) (g1 — ) - (1.6)

k=0 k=0

1. Précisons la différence suivante: il n’y a pas ici de spurions, et les redéfinitions des champs correspondent 4
la version en jauge standard de celles de 'annexe H.1.
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On peut montrer, par application répétée des relations (1.3), que l'on a

2= fe(l—ak)— fk—1.x (ax —arx—1)
= foar—f51(az—an), (L.7)

a comparer avec (H.18). Une expression explicite, c’est-a-dire uniquement en termes des parameétres
du lagrangien, de cette constante de désintégration nécessiterait un résolution explicite du systéme
(I.3). En revanche, cette solution explicite n’est pas nécessaire pour établir les régles de somme du
type de celles de Weinberg.

Un préalable nécessaire & ’étude de ces régles est en revanche le calcul, pour K > 2, des sommes
suivantes, qui généralisent (H.32-H.33)

K
« _
4y Mﬁbﬁg—: = gi (fE+ fE_1 k) 0K — g1 fZ 1, kb5 T, (1.8)
k=1

g1 (f02+fg71) b, — g2 f&lbi, (L9)

X 11—«
4 M2pk =2k

ce qui se vérifie 4 l'aide de la formule suivante, résultant de la diagonalisation de la matrice de
masse, et qui remplace (H.31)

pour k=1, K, 4MES—’]Z = f2_. (gkbfl— gk_lbffl) —f? (gk+1 bﬁ“—gkbﬁ)
+ ficik (291@543—gk+1bﬁ+l—gk715ﬁ71)
+ fRr (9k+2bﬁ+2—gk+1 bﬁ“)
- flg—Q,k—l (gk,1 bﬁ_l —9k—2 bfz_Q) ) (I.lO)
ou l'on a introduit
g-1 = go = 0, (1.11)
gr+1 = grt2 = 0. (1.12)

On trouve par ailleurs que les expressions des constantes de couplages F? sont ici encore données
par
K

’ 1—Oék
FP =4 MZokvk 2t . .13
kok'=1 gk 9k (149)

On vérifie alors, a I’aide de (I.8) et (1.9) et de la relation d’orthogonalité des b%, puis en comparant
avec la relation (I.7), que la premiére régle de Weinberg est satisfaite

K
S FR o= f7 (1.14)

n=1

On peut par ailleurs montrer, par application répétée de (I.3), que 'on a en tout [K /2] régles de
Weinberg: en effet, en plus de la relation (I.14), on trouve que les sommes suivantes sont toutes
nulles

K
Z F2M2 = 0, pour [=1,- [K/2]—1. (.15)
n=1

On peut également déterminer le premier coefficient non nul dans le développement & grand Q2
de la fonction Iy g: il est donné, si K est impair, par

K Q(E) % % f2' .
YoEim, =l T e | IT =2 (L.16)
n=1 i=1 =0
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et si K est pair, par

K K/2 m m—1 f%g )
2 K __ 2 27+
o= ({1 (11 24)

m=0 1=1

K/2-1 K/2—-1 f
X (f22m+f22m—1,2m+f22m,2m+1)( H gngrl) ( H 2+, 2l+2>>, (117)
k=m

ou l'on a adopté la convention

sz() == 0, (118)
fhks1 = 0. (1.19)

Il est & noter que dans ce cas, le signe de ce premier terme non-nul dans le développement & grand Q2
de ITy, g n’est pas a priori fixé, et donc, que I'inégalité de Witten (4.86) n’est pas automatiquement
vérifiée.

Par ailleurs, le signe du coefficient Lo, donné par I’expression

K
Lip = =Y. ol —aw) (1.20)

2
k=1 9k

n’est pas connu non plus: pour le déterminer, il nous faudrait connaitre les ay solutions du sys-
téme (I.3). Cependant, si la restrictions aux proches voisins a un sens, on s’attend & avoir

| R esa] < f3, (1.21)

N

et donc & ce que les corrections dues & ces interactions de seconds voisins soient petites, et ne
modifient pas le signe de L.

Une différence importante entre la situation décrite ici et la discussion de 'annexe 4.2.3 et la
suivante: ici, les termes non-locaux le long de la chaine ont été directement ajoutés au lagrangien du
moose, sans considérer un développement en puissance de spurions. Ainsi, un nombre quelconque
de termes non-locaux le long de la chaine peut intervenir, réduisant effectivement la longueur de la
chaine de « moitié ». Dans le cadre du développement spurionique, on trouve qu’a un ordre donné,
seul un nombre restreint de termes non-locaux le long de la chaine peut intervenir. En particulier,
les termes donnant des interactions entre liens plus éloignés sont plus fortement supprimés: les
spurions fournissent un cadre pour formuler le fait que les interactions non-locales sont supprimées,
tandis que nous nous sommes ici arbitrairement restreints aux interactions entre premiers voisins.

1.2 Interactions entre sites voisins

On peut également étudier l'effet d’un autre type de termes d’interactions: ceux de la forme
Ok ket 1 <Gkuuzk7k+1 Gl E;i,k+1>. (1.22)

Cette modification nécessite de diagonaliser les termes cinétiques des champs vecteurs puis de nor-
maliser ces mémes champs avant de diagonaliser la matrice de masse. Afin d’obtenir une expression
analytique, on va se restreindre & un cas simple ou les constantes de couplages sont indépendantes
de k, qui est 'extension du cas considéré a l'annexe H.6. La distinction est de nouveau que nous
ne nous plagons pas dans le cadre du développement en puissance des spurions, mais ajoutons
uniquement certaines interactions entre proches voisins, qui seront traités de maniére exacte. On
considére ainsi le lagrangien

f? t Ly
Ly = 4 <Vu2k,k+1vﬂzk7k+1>_§z Gkuqu
k=1

R

1

+o <Gk,u1/2k,k+l Ggil le,k+1> y (123)
1

b
Il
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c’est-a-dire qu’en plus de fixer
fe = f,  pour k=0, K, (1.24)
g = 9, pour k=1, K, (L.25)

dans le lagrangien (4.44), on considére le cas particulier ou les termes (1.22) sont introduits avec
la méme constante quel que soit k

Qg g1 = Q, pour k=1, K —1, (1.26)
On effectue la méme démarche qu’a 'annexe H.1, définissant les champs en jauge unitaire W} afin
d’éliminer les termes de mélange entre ces champs vectoriels et les bosons de Goldstone restant

dans le spectre. De méme qu’a 'annexe H.6, on obtient les expressions de oy, et f2 données en
(H.77) et (H.78). On doit ensuite diagonaliser la matrice des termes cinétiques qui est de la forme

1 -« 0O 0 0 O

-« 0 0 O
0 1 —a 0 O
0 0 —a 1 0 (1.27)
0 0 0 -«
0 0 0 0 —a 1

Il se trouve que cette matrice est diagonalisée par la méme transformation orthogonale (H.75) que
la matrice de masse (donnée en (H.74)), ce qui rend possible un calcul exact. Les valeurs propres
de (1.27) sont données par

An = 1—2acos< nn

K—l—l)’ pour n=1,- K, (1.28)

on obtient aprés normalisation des champs, les valeurs suivantes pour les masses des résonances

sinQ(L)
M; = g* f? 2(K+i)n : (1.29)
1—2acos(K+1)

L’expression des courants & 'ordre linéaire en les champs est donnée par

sm LAl
ap fﬂ' hpa _ gf K41 ) [
Jr 1o} K+1 Al + (1.30)
\/1—2aco ( )
n+1
Jak = f”au a_ gf Sm( )AZ‘F - (1.31)

K+1 n
2acos K+1)

ou les les champs A" sont tels que les termes quadratiques sont diagonaux et normalisés de fagon
conventionnelle, c’est-a-dire que ’'on a

) nuu_quqy
i/dxe“”<O|TA${‘(x)AZ”(O)|O> = 5mn5abq2_—]\y§, (1.32)

avec M2 donnée par (1.29). La généralisation au cas o # 0 de 'expression (H.83) du corrélateur
gauche-droit est donc la suivante

24 XK (—1)"+lsm2(K""1) phv — 94
i [ dreire (0T o) = om0 IS = Tk
/ < > 8(K+1)nz::1 1—2acos(K“J’:l) q? — My
2wV
ab fr 44
+ ot g (1.33)
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De cette expression, on peut extraire une formule donnant le [-iéme moment de la fonction & deux
points selon

K
(1Y B = (g g

n=1
-1

(1.34)

K sin (3 )
nn 2(K +1)
2 (1) eos <2<K+1>> -

2acos(K+1)

En particulier, on trouve que le paramétre o n’intervient pas dans la somme correspondant & la
premiére régle de Weinberg (le cas [ =1)

K K
YR =2py (—1)”“@32(2(;_11))

n=1
= f2. (1.35)

Cette régle de somme est donc vérifiee. On peut se convaincre que cela n’est pas dii & notre choix
particuliérement simple pour les constantes gy, fir et o, r+1 en étudiant explicitement le cas K =2
sans ces hypothése simplificatrices. En revanche, on peut voir que pour les cas 2<I< K, la somme
est difféerente de 0 si a est non-nul. Hormis la premiére, toutes les régles de Weinberg additionnelles
sont donc perdues suite & l'introduction de ce type d’interactions entre premiers voisins.

Dans ce modeéle, on peut également donner une expression pour la constante Lqg. Les relations
(1.20) et (H.58) ne sont cependant plus valables, et I’on doit calculer Lyg & partir des F2 et des
M?2. On trouve ainsi

1o F2

Lig = —=5" 1Ln
10 421M£L
K

- ) (1.36)

K+1 n
= W(m)
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