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IntrodutionNaturellement, la physique vise à dérire le omportement de la matière qui nousentourent. En e sens, la physique des partiules fournit une desription des intera-tions fondamentales entre ses onstituants mirosopiques les plus élémentaires, quisous-tendent a priori les diverses dynamiques apparaissant à plus grandes distanes.En e sens, une théorie de physique des partiules est un adre oneptuel duquelémergent un ertain nombre de relations onnetant plusieurs grandeurs physiques ouobservables qu'il est possible de mesurer. En outre, une théorie validée par l'expérienedevient intelletuellement intéressante lorsqu'elle relie un très grand nombre de quan-tités mesurées, 'est-à-dire lorsqu'elle ne possède qu'un nombre restreint de paramètreslibres. Par onséquent, l'approhe la plus naturelle pour formuler es onnexions on-siste à imposer des symétries. Il n'est alors pas rare de se borner à une vision esthé-tique de es symétries et d'en oublier les observables qu'elles relient. Outre le aratèrehautement subjetif des ritères d'esthétisme ou de beauté d'une théorie, onentrerses e�orts uniquement sur es derniers est une voie dangereuse. Par exemple, il esttentant de penser que le erle est une �gure géométrique esthétique dont la régularitélui onfère une ertaine attrativité. C'est sans doute e qui poussa Ptomélée, ainsi quetous les astronomes jusqu'à Coperni, à suomber à la tentation de n'utiliser que luipour dérire le mouvement des planètes dans un système géoentrique. La omplex-ité apparente des trajetoires observées onduisit à des modélisations alambiquées, enépiyles onstruites à partir de di�érent erles. De sorte que, a�n de reproduire lesobservations, la beauté initiale de la théorie était profondément obsurie. Bien sûr, lestrajetoires élestes furent beauoup plus simples à étudier dans le système hélioen-trique, notamment défendu par Galilée, où le erle fut remplaé par une �gure moinssymétrique, l'ellipse. S'il y a une morale à tirer de et épisode historique, 'est quel'esthétisme sienti�que est un luxe, un luxe qu'une théorie ne peut se payer que si ellerend ompte ave su�sane de e que l'on observe. À lui seul, l'esthétisme est alorsinutile, voire stérile, ar l'observable doit rester au entre de l'attention.L'avènement du Modèle StandardDepuis maintenant de nombreuses années, nous savons que le monde qui nous en-toure, des moléules omposant notre orps jusqu'à elles présentes dans les galaxiesles plus lointaines jamais observées, est onstruit, en tout et pour tout, à partir d'unepoignée de partiules élémentaires. Aujourd'hui au nombre de douze1, six quarks et six1nombre qui doit en fait, pour haune d'entre elles, être multiplié par deux hiralités et, seulementpour les quarks, par trois ouleurs. 1



Introdution 2leptons, seulement six d'entre elles sont stables, les quarks up et down formant les noy-aux atomiques, l'életron omplétant ainsi l'atome ainsi que les trois neutrinos. Noussavons également que es briques élémentaires n'interagissent que de quatre façons dif-férentes, du moins jusqu'aux plus grandes énergies jamais sondées expérimentalement,que sont les fores nuléaires forte et faible, életromagnétique et la gravitation. Seule-ment les deux dernières ont une portée marosopique et régissent le omportementde la matière au-delà de l'éhelle de l'atome. De plus, la dynamique quantique et rel-ativiste des interations forte, faible et életromagnétique est dérite par une théoriedes hamps dont la préision inroyable ave laquelle elle reproduit les observationslui a valu le titre de Modèle Standard. Ce modèle repose sur l'hypothèse que haunedes trois interations à distane est véhiulée par l'éhange de bosons veteurs dontla dynamique obéit à une symétrie de jauge. Le groupe de jauge du Modèle Standard
SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y implique l'existene de 8 gluons médiateurs de la forede ouleur, des bosons faibles W± et Z ainsi que du photon. Il prédit notamment lemariage életrofaible des fores életromagnétique et nuléaire faible à une énergie au-tour de 100 GeV, à partir de laquelle le photon et le Z ont un omportement similaire.La gravitation, quant à elle, a un statut partiulier ar il ne s'agit pas à proprementparler d'une interation, mais tout au plus d'un e�et géométrique que l'on assoie à laourbure de l'espae-temps. Selon la relativité générale d'Einstein, l'équivalene loaleentre la fore gravitationnelle et un mouvement aéléré fait de la gravité un simplemirage. Malgré ette approhe radialement di�érente, l'interation gravitationnellepeut être formulée, à une éhelle mirosopique, omme une théorie des hamps dé�niesur un espae-temps plat. La faible ourbure se manifestant omme l'éhange d'unepartiule de gravité, le graviton. Ainsi, jusqu'à des énergies de l'ordre d'une entainede GeV, le Modèle Standard ouplé à la gravitation d'Einstein fournit une desrip-tion valide de toutes les fores de la nature et e même au niveau quantique, pourvuqu'elles restent dans un régime de faible intensité, le ouplage gravitationnel, 'est-à-dire la onstante de Newton GN , étant dimensionnée. En outre, e modèle, et parlà-même la nature qu'il dérit, semble ontenir essentiellement deux éhelles d'énergietrès di�érentes ave d'un oté l'éhelle d'uni�ation életrofaible mEW ∼ 100 GeV etde l'autre l'énergie naturelle de la gravité, la masse de Plank MPl = G

−1/2
N ∼ 1019GeV, soit mEW ∼ 10−17MPl. De manière assez intrigante, la hromodynamique quan-tique régissant l'interation forte ause un hangement brutal de omportement à uneéhelle relativement prohe de mEW (par rapport à MPl) en induisant la ondensa-tion des quarks en hadrons au dessous de ΛQCD ∼ 100 MeV. La nature semble alorsa�her une importante hiérarhie, pas moins de 17 ordres de grandeur dans l'intensitédes interations que nous lui onnaissons, faisant de la gravitation une fore plus quenégligeable à l'éhelle életrofaible et en dessous. La raison pour laquelle nous subis-sons l'attration gravitationelle à une éhelle marosopique tient alors uniquement àson impossibilité d'être érantée à longue distane. L'existene d'une telle hiérarhieest mystérieuse mais n'est pas, a priori, problématique en soi. Cet éart de 17 ordresde grandeur est souvent onsidérer à lui seul omme un problème, néanmoins il paraitimportant de noter qu'il n'en onstitue vraiment un que dans une philosophie uni�-atrie dans laquelle toutes les éhelles d'énergie devraient dériver d'une seule, ditefondamentale. La question soulevée par ette hiérarhie porte alors sur la nature duméanisme, néessaire dans ette approhe, qui a onsidérablement a�aibli la gravitéou, d'un point de vue opposé, qui a renforé les trois autres. Dans le as ontraire ils'agit simplement d'un fait dont il faut tenir ompte mais pas néessairement rendreompte. Néanmoins, l'extrême faiblesse de la gravitation devient réellement problé-matique lorsque l'on s'intéresse de plus près à la brisure de la symétrie életrofaible



3 Introdution
SU(2)L × U(1)Y .Quand la hiérarhie devient un problèmeL'ation des hamps de spin 2, 1 et 1/2, invariante sous le groupe de jauge duModèle Standard s'érit shématiquement omme :

Sg,A,ψ =

∫
d4x

√−g
[
M2
PlR− 1

4g2
FµνFµν + iψ̄γµDµψ

] (1)où ψ = ψL + ψR. Elle dérit a priori les quatre interations fondamentales jusqu'àdes énergies de l'ordre de MPl. Comme dans toute théorie de jauge, l'invariane sous
SU(2)L×U(1)Y de l'ation életrofaible impose néessairement une portée in�nie auxinterations faibles, le W et Z sont de masse nulle. De plus, la hiralité de es intera-tions, distinguant ψL de ψR, prédit également des fermions de masse nulle. Cependant,puisque seuls l'életromagnétisme et la gravité sont pereptibles marosopiquement,les bosons faibles sont néessairement massifs, a�n de rendre ompte de la rareté desdésintégrations radioatives, et la symétrie életrofaible doit don être brisée. L'ajoutde termes de masse à la main n'est physiquement pas aeptable puisqu'ils orre-spondraient à une brisure expliite entraînant la perte des propriétés ultra-violettes dela théorie de jauge, notamment sa renormalisabilité. L'unique possibilité est alors unebrisure spontanée, dont le méanisme de Higgs est la paramétrisation la plus simple.On augmente ainsi la théorie i-dessus d'un hamp salaire hargé sous SU(2)L×U(1)Ydont l'ation prend la forme invariante suivante :

SH =

∫
d4x

√−g
[
|DµH |2 −m2|H |2 − λ|H |4 − yψ̄LHψR + h.c.

] (2)Lorsque m2 < 0, le Higgs devient tahyonique et développe un ondensat homogènedans le vide d'énergie vH = (−m2/λ)1/2 ∼ mEW , brisant ainsi spontanément lasymétrie de jauge. La masse est alors le résultat d'une propagation dans un vide enréalité non vidée mais rempli d'un ondensat homogène. Elle n'est rien d'autre que l'in-ertie e�etive qu'a�hent les partiules en frottant sur le ondensat de Higgs auquelelles sont ouplées. Ainsi mψ = yvH et mW,Z ∼ gvH ∼ mEW . Un point apital est quela masse du Higgs doit être légère devant l'éhelle de Plank −m2 ∼ m2
EW ≪M2

Pl pouronserver un sens perturbatif à la théorie λ . 1. Or, bien que rien n'interdise une tellehiérarhie entre les deux seuls paramètres dimensionnés de l'ation SH+Sg,A,ψ, elle-in'est pas stable lorsque la théorie entre dans un régime quantique, ar la masse du Higgsest extrêmement sensible à la physique ultra-violette. En e�et, dès l'ordre d'une boule,la orretion quantique à m2 est quadratiquement divergente dans l'ultra-violet :
δm2 =

Λ2

32π2

[
3

4
(3g2 + g′2) + 6λ− 6y2

]
+ O (log Λ) , (3)où Λ est l'éhelle de ut-o� de la théorie au-delà de laquelle elle perd tout pouvoirpréditif. En présene de la gravité, on a naturellement Λ = MPl et la orretion ra-diative à la masse du Higgs repousse omplètement e hamp à l'éhelle ultra-violetteet la hiérarhie mEW ≪ MPl est détruite, à moins qu'il existe une nouvelle physique àune éhelleM prohe de l'éhelle életrofaible pour remplaer le ut-o� gravitationnel.



Introdution 4En e sens, l'instabilité du Higgs à l'éhelle életrofaible assoiée à l'existene d'unegravité faible prédit l'existene de nouveaux degrés de liberté entremEW . M ≪MPl.Une autre motivation importante en faveur d'une nouvelle physique est l'absene dedynamique dans la brisure véhiulé par le méanisme de Higgs, permettant de om-prendre pourquoi m2 < 0. En l'absene de gravité, 'est-à-dire pour MPl → ∞, s'iln'existe pas d'autres partiules (et/ou fore) au-delà du Modèle Standard, la théorieest renormalisable et le ut-o� peut être envoyé à l'in�ni2 tout en renormalisant lamasse du Higgs à mEW ∼ 100 GeV. Cette instabilité du Higgs est dû au fait qu'ils'agit d'un hamp de spin nul, dont la masse n'est protégé par auune symétrie, e quionstitue la soure des nombreux modèles de nouvelle physique à l'éhelle M onçuspour maintenir un Higgs léger.Interprétation physique d'un ajustement �n A première vue, si la symétrieéletrofaible est brisée par un salaire fondamental, le problème de hiérarhie à lui seulprédit l'existene de nouvelles partiules. Néanmoins, il est toujours possible de jouerl'avoat du diable en onsidérant qu'une onspiration est à l'÷uvre dans la théorie pourpréserver un Higgs léger, malgré l'instabilité de la hiérarhie. Une telle onspiration sematérialise en pratique sous la forme d'un ajustement �n des paramètres de la théorie.Par exemple à une boule, la masse tahyonique totale du Higgs est donnée par :
m2
ph = m2 + δm2, ave δm2 ∼M2

Pl. (4)On peut alors hoisir le paramètre du lagrangien m2 prohe de la masse de Plank ettel qu'il ompense δm2 ave une préision aussi grande que m2
EW /M

2
Pl ∼ 10−34, desorte que la masse physique mph reproduise la valeur observée de l'éhelle életrofaible

mEW . Évidemment, un tel ajustement ou �ne-tuning doit être refait ordre par ordre enperturbations. Il est alors possible de se plaer dans l'optique qu'il n'y a pas de nouvellephysique à une éhelle intermédiaire et que la valeur ajustée de m2 est juste e qu'elledoit être pour reproduire les observations. Après tout, il ne s'agit ni plus ni moinsque d'un paramètre libre de la théorie. On peut ependant avaner l'argument suivantà l'enontre du �ne-tuning. Remarquons tout d'abord que l'ajustement à réaliser estseulement inroyablement important dans l'hypothèse où seule la gravitation existeau-delà de mEW . Cette assertion est toutefois spéulative ar elle suppose qu'auunphénomène physique nouveau n'apparaît lorsque 17 ordres de grandeur en énergie sontbalayés. Bien que ela soit très peu probable, rien ne l'interdit a priori. Néanmoins, lanéessité d'ajuster des paramètres à e niveau de préision ne peut que témoigner enfaveur d'une nouvelle physique pour la raison suivante. Les hamps du Modèle Standardsont onstruits pour rendre ompte de e qui se passe à l'éhelle életrofaible et on-sidérer que tout phénomène physique soit paramétré jusqu'à des énergies aussi grandesque MPl par des degrés de liberté dé�nis 17 ordres de grandeur plus bas est un non-sens. Cela suggère, par exemple, que la physique des noyaux (Lnoy ∼ 10−15 m) peutêtre dérite à l'aide d'éléphants (Lelp ∼ m) omme objets fondamentaux. Bien sur elaest possible, au prix d'un � dressage � aussi préis que Lnoy/Lelp, mais il est beauoupplus naturel d'étudier la dynamique du noyau en terme de protons et de neutrons.C'est exatement l'idée que traduit le �ne-tuning de la masse du Higgs : le ModèleStandard ne peut être extrapoler jusqu'à MPl, il doit y avoir une nouvelle physique2Comme tn QED, la présene d'un fateur U(1) d'hyperharge dans le groupe de jauge du ModèleStandard introduit une nouvelle éhelle, le p�le de Landau, pour laquelle g′ → ∞ pour E = EL ∼.La théorie doit don modi�er à haute énergie même en l'absene de gravité.



5 Introdutionà une éhelle intermédiaire M , qui s'avère plus adéquate pour dérire la brisure desymétrie életrofaible.Analogue életrodynamique Un analogue à ette situation est la masse de l'éle-tron en életrodynamique lassique. Suite au hamp életrique qu'il produit autour delui, l'életron voit sa masse orrigée, lorsque la théorie lassique est extrapolée jusqu'aurayon lassique de l'életron rc ∼ 10−15 m ∼ GeV−1, d'une ontribution beauoup plusgrande que la valeur observée. La masse nue doit alors être ajustée de manière à om-penser ette orretion jusqu'à me ∼ 0, 5 MeV. Or, il est lair aujourd'hui que eproblème n'a plus lieu d'être, dans la théorie quantique, en introduisant un nouveaudegré de liberté, le positron, qui apparaît à une énergie de 2me, orrespondant à unedistane de re ∼ m−1
e ∼ 10−12 m. La théorie lassique de l'életrodynamique n'est plusvalide jusqu'à rc mais doit être remplaée par QED à partir de re et le problème de�ne-tuning disparaît, le positron assurant la ompensation de la orretion életromag-nétique au dessus de re.Quelle énergie pour une physiqueau-delà du Modèle Standard ?Dans la perspetive où le �ne-tuning du Modèle Standard est la signature d'une nou-velle physique au-delà, à quelle éhelle apparaît-elle ? Des expressions (3) et (4) on dé-duit que l'absene de �ne-tuning requiert le remplaement deMPl parM ∼ mEW /4π ∼TeV. Deux possibilités s'o�rent alors. Soit le ut-o� ultra-violet, 'est-à-dire l'éhellefondamentale de la gravitation, est réellement abaissé au TeV, soit la masse du Higgsest protégée par une symétrie brisée à ette éhelle de sorte qu'elle érante le Higgs dela physique ultra-violette, ar, étant à l'÷uvre au dessus du TeV, elle y assure l'annu-lation des termes quadratiquement divergents.Pourquoi la gravitation est-elle si faible ? Un premier hamp d'investigations,destinées à résoudre le problème de hiérarhie, onsiste à tenter de omprendre pourquoila gravité est une interation si peu intense ou, en d'autres termes, pourquoi MPl ≫TeV. Dans l'hypothèse où il existait un méanisme a�aiblissant la gravité et portantainsi la masse de Plank d'une éhelle fondamentale au TeV à 1019 GeV, le ut-o� ul-traviolet saturant la masse du Higgs deviendrait alors naturellement le TeV. La gravitéétant de nature purement géométrique, ette possibilité n'est réalisable qu'en modi-�ant la struture de l'espae-temps, notamment en ajoutant des dimensions d'espaesupplémentaires. Ainsi, en d dimensions, l'éhelle de la gravitation Md peut-être ré-duite au TeV tout en onservant une masse de Plank e�etive de 1019 GeV en quatredimensions. La gravité 4d apparaît alors faible ar le ouplage gravitationnel se voitdilué dans les dimensions supplémentaires. Le TeV devient ainsi l'éhelle fondamentaledu Modèle Standard ouplé à la gravité dans un espae-temps à d > 4 dimensions etla hiérarhie apparente à 4d est stabilisée. Il s'agit des modèles proposés par Arkani-Hamed, Dimopoulos et Dvali (ADD) dans lesquels la gravité est diluée dans un largevolume d'espae transverse. Une alternative aux modèles ADD, avanée par Randallet Sundrum (RS), repose sur la ourbure d'une dimension supplémentaire qui permet



Introdution 6d'interpréter le TeV omme une éhelle de Plank déalée vers le rouge par le déplae-ment le long de la dimension transverse. Dans le modèle RS, l'éhelle Md est alorsprohe de MPl et le Higgs, loalisé en un point de la dimension supplémentaire distantde l'origine, n'est sensible qu'à un mirage infrarouge dérivé de l'éhelle fondamentale
Md.Ainsi, les modèles ADD et RS onstituent les deux seules solutions s'attaquant auproblème de hiérarhie à la soure, 'est-à-dire en fournissant un méanisme d'a�aib-lissement de la gravitation quadri-dimensionnelle. D'un autre oté, en restant à quatredimension, la protetion de la masse du salaire par une symétrie est également trèsrihe d'enseignements et s'appuie notamment sur le onept de naturalité de 't Hooft.Conept de naturalité et érantage ultra-violet Selon le ritère de naturalitéde 't Hooft, une théorie physique, valide jusqu'à une éhelle d'énergie M , est onsid-érée omme naturelle lorsque tous ses paramètres sont O(1) en unité de M . Selon eprinipe, un paramètre adimensionné c est autorisé à être beauoup plus petit quel'unité uniquement lorsque la théorie développe une symétrie supplémentaire dans lalimite où elui-i est nul. En e sens, la symétrie protège e paramètre en reliant di-retement sa taille à son éhelle de brisure, soit c = (Mbreak/M)n. Ainsi, dès lors quele Modèle Standard est supposé valide jusqu'à MPl, la faible masse du Higgs est unexemple de paramètre non naturel3. Contrairement à tout les autres paramètres dumodèle, elle n'est protégée par auune symétrie et reçoit des orretions radiativesimportantes qui la ramène vers sa valeur naturelle MPl. C'est une propriété ara-téristique des hamps salaires. La raison est très simple. Une symétrie impose desrelations préises entre di�érents degrés de liberté et ontribue alors, par essene, à enréduire le nombre. Un hamp de spin zéro, n'en ontenant qu'un seul, ne peut donpas être protégé à lui seul par une symétrie sans qu'il soit ondamné à disparaître.La situation est radialement di�érente pour des fermions de Dira, dont la masseest un mélange des hiralités droite et gauhe mψ̄LψR + h.c.. Il est alors possible deonserver m ≪ MPl au niveau quantique grâe à la symétrie hirale. En e�et, dansla limite m → 0, l'ation de Dira devient invariante sous la transformation hirale
ψL → eiαψL, ψR → e−iαψR. Les orretions radiatives à la masse m, brisant ettesymétrie, sont alors naturellement proportionnelles à m et non MPl. Pour les hampsde spin 1, la situation est similaire ar l'ation de Yang-Mills devient invariante sousles transformations de jauge Aµ → Aµ + ∂µη dans la limite de masse nulle. Ii enore,lorsque la symétrie de jauge est spontanément brisée, les orretions quantiques sontontr�lées par la masse du boson de jauge.Protéger le Higgs à l'aide d'une symétrie Une solution au problème de hiérar-hie onsiste alors utiliser les symétries préédentes pour stabiliser naturellement leHiggs à l'éhelle életrofaible, en le reliant à des représentations de spin plus élevé.La supersymétrie, en rassemblant fermions et salaires dans un seul multiplet hiral,permet de transposer la protetion de la symétrie hirale aux salaires. Par onséquent,les orretions quantiques à leurs masses m2

s va omme m2
s et la dépendane quadra-tique en l'éhelle de ut-o� est éliminée par l'éhange de partenaires supersymétriques.3en présene de la gravitation, un autre as, non des moins urieux, est elui de la onstanteosmologique, pour laquelle une valeur naturelle est Λc ∼ M4

Pl. Or, la � pesée � de l'univers réalisépar WMAP et l'analyse des supernovae lointaines indiquent une valeur 120 ordres de grandeur plusfaible Λc ∼ (meV)4.



7 IntrodutionLorsque la supersymétrie est brisée, ette annulation ne se produit qu'au dessus del'éhelle de brisure MSUSY . Pour le Higgs du Modèle Standard, une stabilisation na-turelle sous les orretions radiatives, soit δm2 ∼ m2 ∼ m2
EW , implique donMSUSY ∼TeV.Une autre possibilité onsiste à étendre la symétrie de Lorentz à SO(4, 1), et de plongerle Higgs dans un hamp de spin 1 en inq dimensions. Après ompati�ation de ladimension supplémentaire, elui-i se déompose alors sous SO(3, 1) en un veteur,dérivant l'interation de jauge 4d, et un salaire pouvant jouer le r�le du Higgs. Danses modèles, dits d'uni�ation jauge-Higgs, la masse salaire est protégée loalementpar la symétrie de jauge 5d et peut être naturellement faible. De plus, la ompati�-ation étant un méanisme de brisure non loale de la symétrie de Lorentz, la massesalaire est par onstrution insensible à la physique ultra-violette et reste radiative-ment �nie4. Dans e as, la masse produite est alors diretement donnée par la taillede la dimension supplémentaire multipliée par le ouplage de jauge : m ∼ gL−1, soit

L ∼TeV−1 pour m ∼ mEW et g . O(1).Par ailleurs, outre la mise en relation du Higgs ave des hamps de spin supérieur,l'éhelle életrofaible peut également être stabilisée en identi�ant e dernier à un bosonde Goldstone se transformant dans le groupe quotient G/H d'une symétrie globale Gbrisée spontanément en H à une éhelle f & mEW . Le Higgs est alors protégé par lasymétrie de � shift � du modèle σ non linéaire : H → H +α, interdisant toute intera-tion autre que dérivative et imposant, en partiulier, m = 0. Lorsqu'un sous-groupe Hest jaugé pour produire, entre autres, les interations du Modèle Standard, la symétriede shift est brisée et un potentiel de Higgs est généré radiativement ave une masse don-née par m ∼ g2f/4π, soit une valeur naturelle pour f autour du TeV. Cette approhe anotamment onduit au développement des modèles Little Higgs dont l'exemple le plussimple de motif de brisure est SU(5)/SO(5) où SU(2)L × SU(2)R × U(1)Y est jaugé.Les divergenes quadratiques provenant du W , du Z et du top sont alors ompenséespar les nouveaux bosons de jauge et fermions émergeant à l'éhelle f .En�n, une autre solution au problème de hiérarhie onsiste à briser dynamiquementla symétrie életrofaible à l'aide d'une nouvelle interation de jauge entrant dans unrégime de ouplage fort au TeV. Le Higgs n'est alors plus un hamp fondamental, maisun état lié, pareil aux mésons de QCD, omposé des nouveaux fermions assoiés à etteinteration. Ainsi, étant par essene un degré de liberté infrarouge, le Higgs demeureinsensible à l'éhelle ultra-violette de la théorie. Les similitudes de es modèles aveQCD leur vaut l'appellation de modèles de tehniouleur. Construit dans les années 70,ils sont typiquement exlus par les tests de préision életrofaible, du moins dans leursformulations les plus simples, ar imposer un Higgs léger induit alors une masse tropfaible pour les résonanes du seteur fort. Une amélioration notable onsiste à plongerle Higgs omposite dans un quotient G/H. Ainsi, en tant que boson de Goldstone, leHiggs omposite est naturellement léger sans néessairement être aompagné de réso-nanes légères.
4Néanmoins, si la (les) dimension(s) supplémentaires sont ompati�er sur des varités ontenantdes points �xes, telles que S1/Z2 en 5d, il est alors possible d'érire un terme de masse loalisé sur untel point qui re�oit alors des orretions radiatives quadratiquement divergentes.



Introdution 8De l'importane du Higgs en osmologieDans les années 90, la osmologie est devenue une disipline pleinement mature dephysique théorique, notamment grâe aux observations préises réalisées sur les � en-dres �, visibles enore aujourd'hui, des événements majeurs du passé de notre univers,tels que le déouplage matière/rayonnement ou la formation des premiers élémentslégers. Malgré et inroyable bond en avant, la osmologie moderne laisse enore sansréponse de nombreuses interrogations fondamentales. Suivant le prinipe operniien,qui stipule qu'il n'existe auun lieu privilégié dans l'univers, le modèle osmologiquemoderne repose sur l'hypothèse que notre univers est homogène et isotrope au-delàdes éhelles assoiées aux plus grandes strutures onnues, les super-amas de galaxies.A de telles éhelles de distane, seule la gravitation, dérite par la relativité généraled'Einstein, joue un r�le majeur dans l'évolution de l'univers. Cei onduit à dérirenotre univers par une métrique à symétrie sphérique de Robertson et Walker :
ds2 = dt2 − a2

[
dr2

1 − kr2
+ r2

(
dθ2 + sin2 θdφ2

)] (5)où a est un nombre sans dimension et la ourbure spatiale k peut-être positive, négativeou nulle selon que la géométrie 3d soit fermée, ouverte ou plate. Nous savons également,depuis la mise en évidene de la fuite des galaxies par Hubble, que l'univers est enexpansion, soit a = a(t), et qu'il fut don plus haud et plus dense par le passé, e quisuggère en outre la possibilité d'un début à son histoire. Les équations d'Einstein dansune telle géométrie se réduisent à un jeu de deux équations d'évolution simples pour leontenu en matière et énergie de notre univers, les équations de Friedmann-Lemaître5 :
H2 ≡

(
ȧ

a

)2

=
8πρ

3M2
Pl

− k
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+

Λ

3
, (6)

ä

a
=

Λ

3
− 4πρ

3M2
Pl

(1 + 3ω). (7)ave ω = p/ρ où ρ et p sont respetivement la densité et la pression des �uides ho-mogènes ontenus dans l'univers. Dans e ontexte, pourtant simple et a priori légitime,la onlusion tirée des données du fond di�us osmologique et de l'étude de la luminositédes supernovae lointaines est plut�t déonertante. La matière baryonique omposantles étoiles ne représente que 5% du ontenu en matière/énergie total. A�n de reproduirel'évolution observée de notre univers, environ 95% de e ontenu est tout bonnementinonnu. Et, fait enore plus intrigant, pas moins de 70% de e dernier se présentesous une forme d'énergie dite noire dont la propriété aratéristique est de ne pas sediluer ave l'expansion, tout omme le ferait une énergie du vide Λ ou un �uide depression négative (ω < −1/3). Les quelques 25% restant onstituent, quant à eux, uneforme de matière non baryonique n'émettant auune lumière, onnue sous le nom dematière noire. Cei onstitue le modèle osmologique de onordane ou ΛCDM6, qual-i�é parfois de standard, qui prédit notamment que notre univers est réemment entrédans une phase d'expansion aéléré, entretenu par ette mystérieuse énergie noire.Aux grandes énigmes soulevées par l'énergie et la matière noire vient s'ajouter uneautre interrogation. Pourquoi y a-t-il de la matière (baryonique ou noire) dans notre5où Λ est normalisée omme : S =
R

dx
√−g

ˆ

(16π)−1M2
Pl(R − 2Λ) + Lm

˜.6où Λ désigne la onstante osmologique ou plus généralement l'énergie noire et CDM est l'aronymeanglo-saxon pour old dark matter désignant la matière noire.



9 Introdutionunivers ? En e�et, selon la physique des partiules haque partiule de matière observéeaujourd'hui était néessairement aompagnée, dans le passé, par son antipartiule, dumoins tant qu'elles restaient à l'équilibre thermique. Ave l'expansion, l'univers s'estrefroidi et la matière aurait dû s'annihiler presque omplètement ave l'antimatière.Puisque, d'une part nous existons et que, d'autre part, la matière représente près de30% de la densité d'énergie de l'univers, un méanisme partiulier a dû produire etteasymétrie entre matière et antimatière. Une possible expliation de la domination dela matière se situe potentiellement dans l'histoire osmologique du Higgs du ModèleStandard. A haute température, les interations ave le plasma primordial évaporentson ondensat et la symétrie életrofaible est restaurée. La température diminuant, leHiggs subit une transition de phase qui, si du premier ordre, peut être le siège d'unméanisme de genèse de baryons. Ainsi, non seulement le Higgs serait responsable de ladynamique mirosopique des partiules élémentaires, mais il aurait bien pu jouer unr�le ruial dans l'histoire de notre univers en assurant un exès important de matière,permettant, à son tour, la formation de strutures galatiques.Ce mémoire de thèse se ompose en trois parties distintes, ouvertes par leshapitres 1, 2, 3 et 4 respetivement :
• Le premier hapitre est un rappel des propriétés des théories e�etives des hampsqui, étant donné la grande diversité des modèles au-delà du Modèle Standard pro-posés, onstituent une approhe générique fort ommode quant à l'étude des e�etsd'une nouvelle physique sur les observables mesurées aux ollisionneurs. Aprèsavoir rappelé les tehniques élémentaires permettant la onstrution de théoriese�etives à basse énergie, nous les appliquerons au as de la physique au-delà duModèle Standard. Nous détaillerons en partiulier les divers opérateurs e�etifsde dimension six induisant des déviations aux préditions du Modèle Standardqu'il est possible de ontraindre expérimentalement grâe aux tests de préisionéletrofaible du LEP. Nous résumerons ensuite les méthodes permettant d'u-tiliser es résultats de mesure pour valider, ontraindre ou d'exlure les modèlesthéoriques onstruits dans le but de stabiliser l'éhelle életrofaible. Nous illus-trerons es méthodes par des exemples simples, quoique typiques des modèlesréalistes existant dans la litérature.
• Dans le hapitre suivant, nous nous onentrerons sur la baryogenèse életro-faible dans un ontexte de théorie e�etive. Si l'asymétrie matière/antimatièreest la onséquene d'une évolution osmologique partiulière du Higgs, l'étude dela dynamique de la transition de phase életrofaible dans e ontexte o�re unepossibilité, omplémentaire aux ollisionneurs, d'identi�er la forme de la nouvellephysique. Nous alulerons pour ela le potentiel quantique à température �niedu Higgs dans l'approximation à une boule, et e en présene d'un opérateur dedimension six de la forme |H |6. Nous revisiterons également les espoirs d'obser-vation de signatures en ondes gravitationnelles dans l'espae des paramètres dela théorie e�etive favorable à la prodution d'une asymétrie matière/antimatière.
• En�n les deux derniers hapitres sont onsarés à la physique des dimensions sup-plémentaires. Après un rapide tour d'horizon de la phénoménologie des modèlesADD et RS, le hapitre 3 rassemble les prinipales propriétés de la dynamiquedes hamps salaire, veteur et de spin 1/2 plongés dans une dimension om-pate. Nous étudierons en partiulier le r�le joué par les onditions aux bords



Introdution 10des hamps dans les méanismes de brisure de symétrie de jauge et de générationde masse. Dans e ontexte, le hapitre 4 est onsaré à la physique de la saveurleptonique dans une géométrie 5d anti de Sitter. Nous y présenterons un modèleomplet qui, basé sur la symétrie de saveur disrète A4, reproduit de manièrenaturelle les hiérarhies de masse des leptons et les angles de mélange des neutri-nos. Nous montrerons également que e modèle n'est en on�it ni ave les testsde préision életrofaible, ni ave les ontraintes expérimentales sur les proessusde hangements de saveur.



Chapitre 1Théories des hamps e�etivesau-delà de l'éhelle életrofaibleNous introduirons dans un premier temps les prinipaux outils des théories e�etivesdes hamps et rappellerons en quoi elles permettent de reonstruire, partant de on-naissanes à une ertaine énergie, la struture d'une théorie plus fondamentale au-delà.Nous disuterons également l'importane du r�le joué par les mesures expérimentalesdans la reherhe d'une théorie au-delà du Modèle Standard.1.1 Qu'est-e qu'une théorie e�etive ?Une théorie est dite e�etive lorsque son pouvoir préditif est limité à un ertaindomaine d'énergie, au-delà duquel elle n'est plus valide. En d'autres termes, une théoriee�etive est une onstrution qui néglige ouvertement tout phénomène physique, oudegré de liberté, se manifestant à et au-delà d'une ertaine éhelle Emax. Elle re�ètele hoix de limiter l'étude d'un système physique à des énergies E très inférieures à
Emax pour lesquelles es phénomènes sont tout simplement négligeables. C'est la for-mulation d'un prinipe intuitif simple : le omportement à l'énergie E d'un système nedépend pas des détails de sa dynamique à plus haute énergie Emax ≫ E. En physique,les théories e�etives sont nombreuses, au point de se demander si toute théorie n'estpas, d'une ertaine façon, e�etive. En e�et, lorsqu'on réalise une série d'expérienes, laréponse du système étudié ne se fait qu'en dessous d'une ertaine éhelle d'énergie Eexp,�xée par l'expérimentateur. Ainsi, toute onstrution théorique développée dans le butde rendre ompte et, in �ne, de prédire ette réponse est intrinsèquement limitée par
Eexp. Rappelons que, par le passé, aroître Eexp a souvent onduit à omplètementrevoir le modèle théorique dérivant le système en question, notamment lorsqu'unenouvelle struture interne fut mise au jour. Par onséquent, une approhe pragma-tique, revient à supposer qu'une théorie physique est néessairement paramétrée parau moins deux éhelles d'énergie, elle qu'elle dérit, puis elle qui limite la validitéde ses préditions. Cette dernière peut être donnée soit par l'éhelle d'une physiqueonnue à haute énergie, que l'on souhaite siemment négliger, soit par l'énergie maxi-male ayant expérimentalement sondée un système physique, sans pouvoir déteter denouveaux degrés de liberté. En e sens, toute théorie est e�etive.11



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 12Une liste exhaustive de théories e�etives serait probablement sans �n, tant etteapprohe est naturelle et frutueuse. Néanmoins, nous pouvons iter quelques exem-ples. L'optique géométrique est une desription e�etive de la lumière, valable lorsquela taille aratéristique L des objets interagissant ave elle-i est beauoup plus grandeque la longueur d'onde λ des ondes életromagnétiques qui la omposent. La relativ-ité galiléenne est également une version e�etive de la relativité d'Einstein que l'onretrouve dans la limite où la vitesse v d'un orps en mouvement est beauoup plusfaible que elle de la lumière c. On peut aussi mentionner la méanique lassique quipeut être vue omme une méanique quantique e�etive lorsque l'ation S du systèmeest très grande devant le quantum ~, 'est-à-dire lorsque le nombre de quanta du sys-tème est important. Cette onnexion est des plus transparentes dans une formulationd'intégrale de hemins de la méanique quantique pour laquelle, lorsque S ≫ ~, seulle hemin lassique ontribue à l'amplitude de probabilité, les autres, représentant les�utuations quantiques, interférant destrutivement. Les exemples préédents illustrentles grandes simpli�ations apportées par une approhe e�etive dans un régime parti-ulier de la théorie plus fondamentale ou omplète. En e�et, l'onde életromagnétiqueest dérite simplement par un rayon lumineux représentant la propagation de son frontd'onde, le temps � loal � de la relativité restreinte devient universel à tout observateuret, en méanique quantique, la somme sur une in�nité de hemins possibles se réduità la ontribution du seul hemin lassique. Cependant, tous es exemples partagentle même inonvénient, la théorie fondamentale doit être onnue pour interpréter lesthéories antérieures omme étant des versions e�etives. Il est en partiulier di�ilede reonstruire le onept d'onde omme une généralisation du rayon lumineux, derelativiser à haque observateur le onept de temps à partir d'un temps absolu ouenore de onsidérer que, pour une partiule, toutes les trajetoires sont en réalité per-mises alors que le méanique lassique est intrinsèquement déterministe. La prinipaleraison est que les formalismes utilisés dans la théorie omplète et sa version e�etivesont radialement di�érents. A ontrario, les théories des hamps onstituent le adrelégitime pour l'étude des théories e�etives ar que se soit à haute ou basse énergie, lathéorie s'érira toujours en termes de hamps1.1.1.1 Construire la théorie e�etiveLorsqu'une théorie ontient deux éhelles de masse relativement bien séparéesm≪
M , la dynamique à l'éhelle M n'a que peu d'e�et sur les observables de la théorie àune énergie E ∼ m. Dans le as où es deux éhelles sont rapprohées m ∼M , une ex-périene à une énergie E ∼ m exitera également le mode M . Alors, s'ils sont ouplés,elui-i a�etera la dynamique du premier par des orretions allant néessairementomme m/M ou des puissanes positives de e fateur, possédant la propriété de dé-ouplage dans le limite M → ∞. Une théorie e�etive des hamps permet d'évalueres orretions à l'éhelle m à partir de la onnaissane de la physique à l'éhelle plusélevée. Supposons une théorie salaire ontenant deux hamps de masses très di�érentes
m≪M et dont l'ation est donnée par2 :

S[φ,Φ] =

∫
dx
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(∂φ)2 +
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m2φ2 − 1

2
M2Φ2 − V (φ,Φ)

] (1.1)1à moins que leurs exitations pontuelles ne soient remplaées, à une ertaine éhelle, par desobjets de dimensionnalité supérieure, tels que des ordes ou autres membranes.2Cet exemple et l'analyse qui en est faite sont inspirés de [6℄.



13 1.1 Qu'est-e qu'une théorie e�etive ?ave par exemple :
V (φ,Φ) =

λ

4!
φ4 +

α

4
φ2Φ2 +

κ

2
Mφ2Φ (1.2)où nous avons imposé par simpliité la symétrie disrète φ → −φ. On suppose égale-ment λ ∼ α ∼ κ ∼ O(1), a�n de onserver deux éhelles dans la théorie. Nous allonsmontrer omment l'évaluation des observables physiques de ette théorie se simpli�entdans la limite E ≪M . A titre d'exemple, alulons l'amplitude de di�usion 2φ→ 2φ.Au niveau des arbres, d'après le potentiel i-dessus, elle-i est donnée par l'éhangede Φ dans les voies s, t et u :

iA(2φ→ 2φ) = λ+ κ2M2

[
1

s−M2
+

1

t−M2
+

1

u−M2

] (1.3)où s, t, u sont les invariants de Mandelstam de la di�usion à deux orps satisfaisant ii
s+ t+ u = 4m2. Dans la limite de basse énergie s, t, u≪M2, l'amplitude se simpli�eomme :

iA(2φ→ 2φ) ≃ λ− 3κ2 − 4κ2 m
2

M2
+ O(M−4). (1.4)Non seulement, ette forme est relativement simple mais les orretions engendrées parl'éhange de Φ peuvent être prise en ompte, jusqu'à l'ordreM−2, par une redé�nitiondu ouplage quartique λ :

λ→ λ− 3κ2 − 4κ2 m
2

M2
. (1.5)En partiulier, e que l'exemple préédent illustre est la possibilité de dérire, à basseénergie E ≪ M , la fontion à quatre points impliquant seulement le hamp léger φ àpartir d'une ation e�etive de la forme suivante :

Se� [φ] =

∫
dx

[
1

2
(∂φ)2 − 1

2
m2φ2 − 1

4!

(
λ− 3κ2 − 4κ2 m

2

M2

)
φ4

]
. (1.6)D'une manière générale, toutes les observables, à tous les ordres en M−1, peuvents'obtenir, dans la limite de basse énergie, à partir d'une ation e�etive qui est on-struite en terme du hamp φ seulement et dont la forme générique est :

Se� [φ] =

∫
dx

∑

i

ci
Oi(φ, ∂φ)

Mdi−4
(1.7)où di est la dimension de l'opérateur Oi onstruit à partir de φ et de ses dérivées.Les oe�ients sans dimension ci sont �xés en s'assurant que les amplitudes déduitesde Se� reproduisent orretement les résultats obtenus en utilisant l'ation omplète

S, lorsqu'ils sont développés dans la limite E ≪ M , omme illustrée i-dessus. Cettemise en orrespondane entre les deux lagrangiens porte le nom de mathing. Insistonségalement sur le fait que elle-i est réalisable à tous les ordres en théorie de pertur-bation, pourvu qu'on se limite à un ordre donnée en puissane de M−1 de la sériei-dessus, dé�nissant ainsi le niveau de préision de la théorie e�etive. Dans e as,l'ation e�etive non renormalisable est renormalisée grâe à un nombre �ni de ontre-termes de dimension inférieure ou égale où plus grand di de la tronature réalisée. Ilest alors beauoup plus simple d'utiliser diretement l'ation e�etive pour dériver lespréditions de la théorie omplète dans un domaine limité en énergie, omme par ex-emple elui aessible expérimentalement, que d'utiliser ette dernière et de �nalementen développer les résultats. Nous allons maintenant présenter les méthodes permettantde aluler l'ation e�etive à un ordre quelonque en M−1 à partir de S[φ,Φ].



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 141.1.1.1 Dérivation de l'ation e�etiveA�n d'étudier simultanément toutes les observables de ette théorie, on se onentresur leur fontionnelle génératrie :
Z[j, J ] =

∫
[DφDΦ] exp [i (S[φ,Φ] + jφ+ JΦ)] (1.8)où l'ation S est donnée par (1.1). Toute amplitude physique étant rédutible à un en-semble de fontions de orrélation une partiule irrédutible (1PI), il est plus ommodede travailler ave leur fontionnelle génératrie Γ dé�nie omme

Γ[φ̄, Φ̄] ≡ −i logZ[j, J ] − jφ̄− JΦ̄ (1.9)où
φ̄ = −i δ logZ

δj
et Φ̄ = −i δ logZ

δJ
. (1.10)sont les valeurs dans le vide des hamps en l'absene de �utuations quantiques et,plus généralement, elles extrémisent Γ en l'absene de soure :

δΓ/δφ̄+ j = 0, δΓ/δΦ̄ + J = 0. (1.11)A partir de (1.8) et (1.9), on a alors :
exp

(
iΓ[φ̄, Φ̄]

)
=

∫
[DφDΦ] exp

[
i
(
S[φ,Φ] + j(φ− φ̄) + J(Φ − Φ̄)

)]

=

∫
[DφDΦ] exp

[
i
(
S[φ̄+ φ, Φ̄ + Φ] + jφ+ JΦ

)] (1.12)où dans la seonde ligne nous avons redé�ni les hamps omme φ→ φ+φ̄ et Φ → Φ̄+Φde sorte qu'à partir de maintenant φ et Φ représentent des �utuations quantiques au-tour des valeurs d'arrière-plan, ou de fond, φ̄ et Φ̄. On remarque également que, paronstrution, Γ est identique à S lorsque les �utuations quantiques sont absentes. φ̄et Φ̄ sont alors les solutions lassiques des équations du mouvement dérivées de S. Enprésene de �utuations, Γ fournit les observables de la théorie en inluant les orre-tions quantiques.Nous pouvons maintenant évaluer l'ation e�etive à basse énergie E ≪ M . Toutd'abord, on pose J = 0 a�n de se limiter aux orrélateurs où seul φ apparaît sur lespattes externes. L'énergie n'étant pas su�sante pour produire une partiule Φ réelle,auune dérivée fontionnelle par rapport à J ne peut être prise. Par onséquent, Φ̄ estomplètement déterminé par l'équation du mouvement :
δΓ/δΦ̄ = 0 → Φ̄ = Φ̄(φ̄). (1.13)On dé�nit alors la fontionnelle e�etive suivante [6℄ :

γ[φ̄] ≡ Γ[φ̄, Φ̄(φ̄)] (1.14)qui génère les fontions de orrélation 1PI pour le hamp léger seulement. Intuitive-ment ela signi�e que la dynamique à basse énergie du hamp léger est simplementobtenue de la théorie omplète en prenant le hamp lourd, qui ne peut être exité,dans sa on�guration de fond. L'énergie des interations est si faible que des partiules



15 1.1 Qu'est-e qu'une théorie e�etive ?assoiées à e degré de liberté ne peuvent être réer réellement. Φ̄ reste don dans savaleur d'arrière-plan. On peut également relier γ[φ̄] à une ation e�etive Se� [φ] viala transformée de Legendre inverse exp[i(γ[φ̄] + jφ̄)] = Ze� [j] ave :
Ze� [j] =

∫
[Dφ] exp[i

(
Se� [φ] + jφ

)
] (1.15)où la soure j est ii dé�nie omme j = −δγ/δφ̄. Formellement, on peut aussi dé�nirl'ation e�etive à partir de Z[j, J ], en intégrant expliitement sur les degrés de libertélourds, inobservables à l'éhelle E ∼ m :

exp[iSe� [φ]] ≡
∫

[DΦ] exp[i (S[φ,Φ] + JΦ)]. (1.16)Également ii, Se� = γ au niveau des arbres. La relation (1.14) est valable à tous lesordres en perturbation et on peut introduire un développement perturbatif omme :
γ[φ̄] = Γ[φ̄, Φ̄(φ̄)]

= Γ0[φ̄, Φ̄0 + Φ̄1 + · · · ] + Γ1[φ̄, Φ̄0 + · · · ] + · · · (1.17)
= Γ0[φ̄, Φ̄0] + Φ̄1

∫
dx
(
δΓ0/δΦ̄

)
|Φ̄0

+ Γ1[φ̄, Φ̄0] + · · · (1.18)
≡ γ0[φ̄] + γ1[φ̄] + · · · (1.19)où l'ation à l'arbre et sa orretion radiative à une boule sont données par :

γ0[φ̄] = Γ0[φ̄, Φ̄0], (1.20)
γ1[φ̄] = Γ1[φ̄, Φ̄0]. (1.21)A titre d'illustration, on présente le alul de γ0 et γ1 pour l'ation (1.1).Ation e�etive au niveau des arbres Dans l'approximation lassique, l'ation

Γ0 est égale à S et Φ̄0 est solution de l'équation du mouvement suivante :
(

2 +M2 + α
φ2

2

)
Φ̄0 = −κ

2
Mφ̄2 (1.22)soit formellement :

Φ̄0(φ̄) = −κ
2
M

(
2 +M2 + α

φ2

2

)−1

φ̄2

≃ − κ

2M

(
φ2 − 2φ2

M2
− α

2

φ4

M2

)
+ O(M−5). (1.23)Ainsi, l'ation e�etive lassique dans le régime E ≪M est donnée à l'ordre M−2 parl'expression :

Se� [φ̄] =

∫
dx

[
1

2
(∂φ̄)2 − 1

2
m2φ̄2 − 1

4!

(
λ− 3κ2

)
φ̄4

−1

8

κ2

M2
φ̄2

2φ̄2 − ακ2

16

φ̄6

M2

]
+ O(M−4). (1.24)



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 16Corretion à une boule à l'ation e�etive En présene de �utuations quan-tiques, γ 6= Se� et la orretion à une boule γ1[φ̄] de Se� [φ̄] vaut Γ1[φ̄, Φ̄0] où Γ1 estdonnée par l'intégrale gaussienne :
Γ1[φ̄, Φ̄] =

i

2
logDet(− δ2S[φ,Φ]

δFi(x)δFj(y)

∣∣∣∣
φ̄,Φ̄

) (1.25)ave Fi = {φ,Φ}. De plus,
− δ2S[φ,Φ]

δFi(x)δFj(y)
=
[
2δij +m2

ij(φ,Φ)
]
δ(4)(x− y) (1.26)ave :

m2
ij =

(
m2 + λ

2φ
2 + αΦ2

2 + κMΦ αφΦ + κMφ

αφΦ + κMφ M2 + αφ
2

2

) (1.27)dont les valeurs propres sont
m2

± ≡ 1

2

(
m2

11 +m2
22

)
± 1

2

√
(m2

11 −m2
22)

2
+ 4m4

12 . (1.28)Après les manipulations usuelles3 du déterminant fontionnel (1.25), on dérive l'ex-pression suivante :
Γ1[φ̄, Φ̄] =

1

2

∫
dx

∫
d4kE
(2π)4

∑

i=±
log(k2

E +m2
i )

=
1

64π2

∫
dx
∑

i=±
m4
i

[
log

(
m2
i

µ2

)
− 3

2

] (1.29)où la seonde ligne est le résultat dimensionnellement régularisé dans l'ultra-violetde l'intégrale sur le moment eulidien i-dessus. En�n, γ1[φ̄] s'obtient diretement enremplaçant Φ̄ par sa valeur de fond lassique Φ̄0(φ̄) et en développant le résultat enpuissane de M−1. Nous dérirons plus loin une autre méthode de alul de γ1, baséesur le mathing des fontions de orrélations générées par γ[φ̄] et Γ[φ̄, Φ̄] dans la limite
E ≪M .1.1.1.2 Opérateurs redondantsA première vue, l'ation (1.24) est di�érente de elle obtenue naïvement en in-trodution (1.6) où le terme dérivatif φ2

2φ2 est absent. En e�et, à l'ordre M−2, ledéveloppement de A(2φ → 2φ) ne ontient auune dépendane en p2. La raison estqu'en réalité les opérateurs érits à un ordre donné en M−1 ne sont pas tous indépen-dants. Dit autrement, il existe des ombinaisons linéaires d'opérateurs qui a�etent lesamplitudes de la théorie de la même façon à un ordre donné. La théorie e�etive ériteen termes des invariants les plus généraux est alors redondante lorsqu'on se limite àun ordre �xe en M−1, les dégénéresenes entre ertains invariants étant seulementlevées à des ordres supérieurs. Cette redondane des opérateurs e�etifs à un ordre3telles que logDet = Tr log, où la trae s'érit dans l'espae des impulsions omme Tr =
R

d4k/(2π)4, et la rotation de Wik tE = it introduisant l'énergie eulidienne k0
E = −ik0
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M−n peut être formulée omme une invariane des préditions de la théorie e�etivesous une redé�nition du hamp de la forme :

φ̄→ φ̄+M−nf(φ̄) (1.30)où, par onstrution, f ne ontient auune puissane négative de M . L'ation e�etivedevient alors :
γ[φ̄] → γ[φ̄] +M−n

∫
dxf(φ̄)

(
δγ0/δφ̄

)
+ O(M−n−1) (1.31)où δγ0/δφ̄ est l'équation du mouvement pour φ̄ à l'ordre le plus bas en M−1. Ainsi,l'ation e�etive est invariante sous ette redé�nition, qui revient simplement à intro-duire un terme proportionnel à l'équation du mouvement. Alors qu'un tel terme n'estd'auune utilité dans le as général, il permet ii de rérire l'ation e�etive à l'ordre

M−n en terme de ombinaisons linéaires d'opérateurs di�érentes qui peuvent s'avérer,pour un hoix judiieux de f , plus onfortables à manipuler pour dériver les amplitudesà basse énergie. Pour l'exemple à l'arbre i-dessus, développé jusqu'à l'ordre M−2, ona :
δγ0/δφ̄ = 2φ̄+m2φ̄+

λ

3!
φ̄3 + κMφ̄Φ̄0(φ̄) +

α

2
φ̄Φ̄2

0(φ̄)

= 2φ̄+m2φ̄+

(
λ

3!
− κ2

2

)
φ̄3 + O(M−2) (1.32)On peut alors éliminer le terme en φ̄2

2φ̄2 de (1.24) au pro�t d'opérateurs non dérivatifs,en posant :
φ̄→ φ̄+M−2f(φ̄), ave f(φ̄) = −κ

2

6
φ̄3. (1.33)Puisqu'après intégration par partie on a φ̄2

2φ̄2 = 4/3φ̄3
2φ̄, l'ation Se� à l'arbredevient :

Se� [φ̄] =

∫
dx

[
1

2
(∂φ̄)2 − 1

2
m2φ̄2 − 1

4!

(
λ− 3κ2 − 4κ2 m

2

M2

)
φ̄4

−
(
α

16
− λ

36
+
κ2

12

)
κ2

M2
φ̄6

]
+ O(M−4). (1.34)Dans ette nouvelle base des opérateurs e�etifs, on retrouve alors naturellement leouplage quartique obtenu en (1.24). La redé�nition préédente du hamp est alors to-talement équivalente à imposer, pour les termes enM−2, à φ̄ de satisfaire son équationdu mouvement au plus bas ordre, donnée ii par :

2φ̄+m2φ̄+

(
λ

3!
− κ2

2

)
φ̄3 = 0. (1.35)1.1.2 Ation de Wilson et exemple de mathingAlors que la méthode fontionnelle préédente est relativement e�ae, elle devientrapidement assez lourde lorsque le niveau de préision de la théorie e�etive requiertl'inlusion de orretions radiatives. Il est beauoup plus pratique dans e as de déter-miner les oe�ients des opérateurs e�etifs diretement au niveau des observables,en lui imposant d'en reproduire les préditions de la théorie omplète dans la limite



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 18de basse énergie. Nous dé�nissons alors l'ation e�etive de Wilson omme la sommesuivante :
Se� [φ] =

∫
dx

∑

i

ci
Oi(φ, ∂φ)

Mdi−4
(1.36)où les ci, les oe�ients de Wilson, sont �xées en terme d'observables physiques, or-dre par ordre en théorie des perturbations. Cela ressemble étroitement à la proédureusuelle de renormalisation en théorie quantique des hamps. Dans e as, au niveauquantique, les paramètres du lagrangien sont �xés en terme d'observables physiques,telles qu'une masse ou une onstante de ouplage, et les préditions de la théorie ainsirenormalisée, pour d'autres observables, sont parfaitement alulables en terme de esnouveaux paramètres. En règle général, en théorie quantique des hamps, on demandeà la théorie d'être renormalisable de manière à n'avoir qu'un nombre �ni de paramètresà �xer expérimentalement. En e qui onerne les théories e�etives, la situation estsimilaire. A un ordre donné en M−1, on utilise des paramètres physiques a�n de �xerl'ensemble �ni de ci apparaissant à et ordre. Le lagrangien e�etif peut être alorsemployé pour faire des préditions à basse énergie pour d'autres observables. La seuledi�érene est, dans e as, l'utilisation de la onnaissane de la théorie omplète, etnon de résultats de mesures, pour déterminer es paramètres. Ce parallèle est bien plusprofond qu'une simple ressemblane de formalisme. Il fournit notamment une meilleureompréhension de la proédure de renormalisation en théorie quantique des hamps.Les divergenes à ourte distane y apparaissent pare que radiativement la théories'aventure dans une région ultra-violette que ses degrés de liberté ne permettent pasde résoudre. Il devient alors naturel de dé�nir un domaine de validité de ette dernièreen imposant un ut-o� ultra-violet Λ. La théorie initiale est devenue e�etive. Danse ontexte, la propriété de renormalisabilité, selon laquelle la théorie rérite en termed'observables physiques ne dépend plus du ut-o�, ne devient qu'une approximation del'ation e�etive i-dessus pour di ≤ 4. Ainsi, bien qu'elle soit non renormalisable, lathéorie e�etive est approximativement aussi préditive qu'une théorie renormalisable,pourvu qu'on se satisfasse d'une préision �nie et que la série (1.36) soit tronquée à unordre �xe orrespondant. En outre, l'étrange nature du ut-o� Λ devient plus laire enl'identi�ant à une véritable éhelle physique Λ = M à laquelle émergent de nouveauxdegrés de liberté. La théorie quantique des hamps devient par onséquent plus aes-sible à l'intuition et sa version e�etive représente un outil très e�ae, pourvu quel'on renone à onférer (à tord) à la renormalisabilité un sens physique et que la porteà de nouvelles partiules dans l'ultra-violet soit laissée ouverte.Nous allons reprendre l'exemple de la théorie omplète dé�nie par (1.1) et réaliserle alul des ci à une boule jusqu'à l'ordre M−2. Le lagrangien e�etif le plus généralest alors limité à l'ensemble d'opérateurs suivant :

Le� =
c4,1
2

(∂φ)2 − c2
2
M2φ2 − c4,2

4!
φ4 − c6,1

4M2
φ2

2φ2 − c6,2
M2

φ2
2φ− c6,3

6!

φ6

M2
(1.37)où nous avons également imposé la symétrie disrète φ→ −φ. D'autres termes dérivat-ifs, tels que φ2(∂φ)2 ou φ3

2φ, n'ont pas été ajoutés puisqu'ils peuvent s'érire ommeune ombinaison linéaire des préédents, par une redé�nition des hamps. Dans uneapprohe perturbative, les oe�ients ci admettent un développement en série de laforme :
ci = c

(0)
i + c

(1)
i + · · · (1.38)
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=

=

=

(0)

(0)

(0)

+

Fig. 1.1 � Tradution en terme de diagrammes de Feynman du mathing des amplitudesau niveau des arbres. Une ligne en trait �n (épais) représente le hamp φ (Φ). Lesdiagrammes de gauhe représentent les préditions de la théorie e�etive déduites deelles de la théorie omplète obtenues dans la limite de basse énergie des diagrammesde droite. L'indie (0) rappelle l'ordre en perturbation auquel est réalisée la proédure.On se propose tout d'abord de déterminer les c(0)i en faisant orrespondre les fontionsà n points Gn, où seul φ apparaît sur les pattes externes, des théories omplète ete�etive à l'arbre. En outre, puisque l'ensemble des ci est �ni, seul un nombre restreint(3 à et ordre) de fontions de orrélation sera néessaire. Nous disuterons ensuiteomment réaliser le mathing à une boule pour évaluer les orretions c(1)i .1.1.2.1 Mathing à l'arbreAu niveau des arbres la proédure de mathing est résumée diagrammatiquementsur la �gure 1.1. On ommene par �xer c(0)4,1 et c(0)2 en utilisant la fontion à deuxpoints. Dans les deux théories, l'inverse du propagateur est :
iG2,full = p2 −m2

iG2,EFT = c
(0)
4,1p

2 − c
(0)
2 M2 +

c
(0)
6,2

M2
p4.soit :

c
(0)
4,1 = 1, c

(0)
2 =

m2

M2
et c(0)6,2 = 0. (1.39)Remarquons que le oe�ient de Wilson orrespondant à la masse e�etive du hampest anormalement faible. Cela re�ète l'instabilité du hamp salaire dont l'éhelle na-turelle est M . Pour le rendre léger, il su�t simplement de hoisir à l'arbre c(0)2 ≪ 1.Ce hoix n'est bien sûr pas radiativement stable et onduit au problème de hiérarhie.Passons maintenant aux fontions à quatre points, qui sont données par :

iG4,full = λ+ κ2 M2

p2 −M2
≃ λ− κ2

(
3 +

p2

M2

)
+ · · ·

iG4,EFT = c
(0)
4,2 − 2c

(0)
6,1

p2

M2où p2 est le moment total entrant. Il vient alors :
c
(0)
4,2 = λ− 3κ2 et c(0)6,1 =

κ2

2
. (1.40)



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 20Puis, la fontion à six points �xe le dernier oe�ient via :
iG6,full = 45ακ2 M2

(p2 −M2)(q2 −M2)
≃ 45

ακ2

M2
+ · · ·

iG6,EFT =
c
(0)
6,3

M2d'où l'on tire : c(0)6,3 = 45ακ2. Finalement, on retrouve la forme (1.24) au niveau lassiquepour le lagrangien e�etif :
L(0)e� =

1

2
(∂φ)2 − 1

2
m2φ2 − 1

4!

(
λ− 3κ2

)
φ4 − κ2

8M2
φ2

2φ2 − ακ2

16

φ6

M2
. (1.41)Nous allons maintenant utilisé le lagrangien préédent pour améliorer le mathingjusqu'à l'ordre d'une boule.1.1.2.2 Mathing des orretions radiativesAu niveau quantique, le lagrangien e�etif est de la forme :

Le� = L(0)e� + L(1)e� + · · · (1.42)où L(0)e� est le lagrangien lassique (1.41) et L(1)e� est la orretion à une bouleparamétrée par :
L(1)e� =

c
(1)
4,1

2
(∂φ)2 − c

(1)
2

2
M2φ2 −

c
(1)
4,2

4!
φ4

−
c
(1)
6,1

4M2
φ2

2φ2 −
c
(1)
6,2

M2
φ2

2φ−
c
(1)
6,3

6!

φ6

M2
. (1.43)Les oe�ients de Wilson à une boule sont également déterminées en faisant orre-spondre les préditions des théories omplète et e�etive pour les fontions de or-rélation préédentes, mais ette fois évaluées à une boule. Dans la théorie omplète,les ontributions à onsidérer se limitent aux diagrammes 1PI pour φ seulement, noté1LPI pour 1 � Light � PI, 'est-à-dire à l'ensemble des diagrammes restant onnexesaprès la oupure d'une ligne interne de φ. Le alul dans la théorie e�etive se faitomme suit :

Gn,EFT = G(0)

n,EFT + G(1)

n,EFT + δGn,EFT + · · · (1.44)Le premier terme est l'amplitude obtenue à l'arbre en utilisant le lagrangien e�etiflassique. Le seond est la orretion à une boule à ette amplitude, alulée à l'aidedu lagrangien L(0)e� également. En�n, δGn,EFT représente les orretions L(1)e� auxouplages de L(0)e� . En e sens, L(1)e� onstitue un ensemble de � ontre-termes � (�nis)à l'arbre qui est ajusté de manière à reproduire les résultats de la théorie omplète àune boule :
Gn,full = G(0)

n,full + G(1)

n,full + · · · (1.45)Ainsi, c(0)i + c
(1)
i sont l'exat analogue des ouplages renormalisés en théorie quantiquedes hamps, que l'on détermine habituellement en demandant à la théorie quantique de



21 1.1 Qu'est-e qu'une théorie e�etive ?reproduire les mesures expérimentales réalisées à une éhelle donnée. Après le mathingà l'arbre, on a G(0)

n,full = G(0)

n,EFT . On détermine alors les c(1)i en imposant :
G(1)

n,full = G(1)

n,EFT + δGn,EFT . (1.46)De plus, nous réaliserons e mathing dans le shéma de renormalisationMS à l'éhelle
µ4. Bien que, dans l'approximation renormalisable di ≤ 4, le hoix du shéma derenormalisation soit arbitraire, il est en revanhe beauoup plus pratique d'utiliserun shéma n'introduisant pas de nouvelle éhelle d'énergie sous forme polynomialelorsque des opérateurs e�etifs non renormalisables sont pris en ompte. En e�et, enintroduisant par exemple un ut-o� Λ, peuvent apparaître des termes de la forme
∼ Λ/M , rendant aduque le développement e�etif pour Λ ∼M . En outre, même dansle shémaMS, les orretions radiatives peuvent introduire des termes logarithmiquesde la forme log(m2/M2) dont la présene remet également en question la validitédu développement perturbatif pour m ≪ M . Nous réaliserons alors le mathing desamplitudes à l'éhelle µ = M a�n d'éliminer es logarithmes du lagrangien e�etif.

++ =

(0)

(1) +

+ +

(a) (b)

(c) (d)Fig. 1.2 � Diagramme ontribuant au mathing à une boule de la fontion à deuxpoints. Du oté de la théorie e�etive, l'indie (0) indique que les ouplages à l'arbresont utilisés pour évaluer le diagramme à une boule. Quant à l'indie (1), il représenteles ontre-termes néessaires à une boule pour reproduire orretement la fontion àdeux points de la théorie omplète.Pour illustrer la proédure dérite i-dessus, nous nous limiterons au mathing de lafontion à deux points. Les diagrammes 1LPI ontribuant à ette fontion de orrélationsont représentés sur la �gure 1.2 et l'amplitude s'érit :
G(1)

2,full ≡ ∑

i=a,b,c,d

G(1),i

2,full . (1.47)4On rappelle que e shéma est dé�ni par la soustration des termes proportionnels à CUV ≡
2/ǫ− γE + log 4π dans les orretions radiatives régularisées en d = 4 − ǫ dimensions.



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 22Dans la limite de basse énergie, p2 ∼ m2 ≪ M2, les amplitudes MS deviennent :
iG(1),a

2,full = − κ2

32π2
m2

(
log

m2

µ2
− 1

)
, (1.48)

iG(1),b

2,full =
λ

32π2
m2

(
log

m2

µ2
− 1

)
, (1.49)

iG(1),c

2,full =
α

32π2
M2

(
log

M2

µ2
− 1

)
, (1.50)

iG(1),d

2,full =
κ2

16π2

[
M2

(
log

M2

µ2
− 1

)
−m2

(
1 +

m2

M2

)
log

m2

M2

−p
2

2

(
1 + 3

m2

M2
+ 2

m2

M2
log

m2

M2

)
− p4

6M2

]
+ · · · (1.51)La théorie e�etive ne fournit qu'un seul diagramme à une boule dont l'amplitude,dans le shéma MS est donnée par :

iG(1)

2,EFT =
m2

32π2

(
λ− 3κ2

)(
log

m2

µ2
− 1

)

− κ2

16π2

m2

M2

(
p2 +m2

)(
log

m2

µ2
− 1

)
+ · · · (1.52)où la première ligne est la ontribution de l'opérateur φ4 au vertex quartique, alors quela seonde est générée par l'opérateur φ2

2φ2. A ela vient s'ajouter les ontre-termesde L(1)e� ontribuant à la fontion à deux points omme :
iδG2,EFT (φ→ φ) = c

(1)
4,1p

2 − c
(1)
2 M2 +

c
(1)
6,2

M2
p4. (1.53)Le mathing à une boule s'appuie sur l'identi�ation des amplitudes préédentes àl'éhelle µ = M :

G2,EFT (µ = M) = G2,full (µ = M) (1.54)modulo des orretions d'ordre supérieur en M−1 et à boule. Rassemblant les résul-tats des amplitudes i-dessus, on obtient les orretions à une boule suivantes auxoe�ients de Wilson :
c
(1)
4,1 = − κ2

96π2
, c

(1)
2 =

1

32π2

(
α+ 2κ2

)
+

κ2

16π2

m2

M2

(
1 +

m2

M2

)
, (1.55)

c
(1)
6,2 = − κ2

32π2

(
1 + 5

m2

M2

)
, (1.56)pour lesquels toute dépendane en log(m2/M2) a disparu, onservant ainsi le ontr�lesur le développement e�etif en puissane de M−1, même au niveau quantique. In-téressons nous d'un peu plus près à la masse � renormalisée � à une boule de φ dansla théorie e�etive. Son expression est donnée par :

M2
(
c
(0)
2 + c

(1)
2

)
= m2 +

M2

32π2

(
α+ 2κ2

)
+ O(M−2) (1.57)et la faible masse lassique m se retrouve radiativement repoussée vers l'éhelle M .C'est l'instabilité propre aux hamps salaires. Ainsi, pour onserver un sens, à une



23 1.2 Le Modèle Standard e�etifboule, à la hiérarhiem≪M de la théorie e�etive, il est néessaire d'ajuster �nement
c
(0)
2 et c(1)2 de façon à e que la masse renormalisée reste d'ordrem≪M . En partiulier
c
(0)
2 et c(1)2 doivent se ompenser jusqu'à une préision d'au moins O(m2/M2).1.2 Le Modèle Standard e�etifAprès quelques exemples illustratifs de théories quantiques des hamps e�etives,nous étendrons au adre du Modèle Standard les méthodes présentées plus haut. Nousonstruirons notamment le lagrangien e�etif modélisant la nouvelle physique attendueà l'éhelle du TeV et présenterons un ensemble réduit d'opérateurs que permet deontraindre les mesures de préisions autour du p�le du Z réalisées par LEP (1 et 2).1.2.1 Exemples de théories e�etives des hampsIl existe de nombreux exemple de théories des hamps e�etives, pour lesquels lesméthodes illustrées plus haut sont employées pour simpli�er l'étude phénoménologiqueà basse énergie d'une théorie onnue.1.2.1.1 Di�usion photon/photon et lagrangien d'Euler-HeisenbergPour des énergies nettement inférieures à mW , l'interation lumière/matière estessentiellement dérite par le lagrangien de QED :

LQED = iψ̄γµ(∂µ − ieAµ)ψ −meψ̄ψ − 1

4
FµνF

µν (1.58)où le fermion ψ est le hamp életronique et me la masse de l'életron. Lorsque lalumière a une énergie très inférieure à me, il est possible de dérire la di�usion pho-ton/photon par un lagrangien e�etif déduit de QED après intégration de l'életron.L'invariane de jauge et de Lorentz implique que la première orretion e�etive aulagrangien de Maxwell soit de dimension huit5. On obtient alors :
Lγγ = −1

4
FµνFµν +

1

m4
e

[
c1(F

µνFµν)
2 + c2(F

µν F̃µν)
2
]

+ O(m−6
e ). (1.59)Ce lagrangien e�etif a été dérivé pour la première fois par Euler et Heisenberg en1936 [12℄. Les oe�ients c1,2 sont non nuls à partir d'une boule seulement et onles obtient en réalisant le mathing de la fontion à quatre points représentée par lediagramme boite de la �gure 1.3 en QED. Un alul diret, suivant la méthode détailléepour la théorie salaire préédente, onduit à [12℄ :

c1 =
α2

90
, c2 =

7α2

90
(1.60)où α ≡ e2/4π est la onstante de struture �ne. Notons que le lagrangien e�etif deQED, après intégration de l'életron, ontient également deux opérateurs de dimensionsix modi�ant le propagateur du photon :

Le� =
1

m2
e

[a1Fµν2F
µν + a2∂µF

µν∂ρFρν ] + Lγγ . (1.61)5Les termes trilinéaire de la forme e3FµνF νρFµ
ρ sont nuls ar la théorie e�etive est, omme QED,invariante sous le onjugaison de harge e→ −e, impliquant Aµ → −Aµ.
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(1)

=Fig. 1.3 � Diagramme à une boule en QED produisant, pour E ≪ me, l'interatione�etive à quatre photon dérite par le lagrangien d'Euler-Heisenberg.Cependant de tels opérateurs peuvent être éliminés par une simple redé�nition de
Aµ revenant à utiliser l'équation de Maxwell à l'ordre le plus bas ∂νF νµ = ejµem.En l'absene de ourant életromagnétique externe, onstituant la valeur de fond de
ψ, les interations de dimension six sont identiquement nulles. Le lagrangien de Euler-Heisenberg onstitue un outil important dans l'étude de l'interation du vide quantiqueave un hamp életrique et/ou magnétique extérieur.1.2.1.2 Théorie de Fermi des interations faiblesL'exemple de théorie des hamps e�etive le plus populaire est sans doute la théoriede Fermi. Dans les années 1930, Fermi proposa que la désintégration faible du neutron
n→ p+ e+ ν̄e pouvait se dérire par une interation e�etive à quatre fermions [9℄ etaugmenta le lagrangien de QED de l'opérateur suivant :

δLF = −4GF√
2

(n̄γµp)(ν̄eγ
µe) (1.62)où GF ≃ 10−5 GeV−2 est la onstante de Fermi. Cette paramétrisation e�etive n'estplus valable lorsque l'énergie du proton devient de l'ordre de E ∼ G

−1/2
F ≃ 100 GeV.En e�et, on sait aujourd'hui qu'à ette éhelle apparaissent les bosons W et Z etque la théorie e�etive de Fermi doit être remplaée par l'interation életrofaible

SU(2)L×U(1)Y . Le lagrangien de Fermi s'obtient alors en intégrant le W qui véhiulela désintégration faible du neutron et GF ∼ m−2
W . A�n d'éviter les ompliations duesà l'interation forte, il est plus pratique de réaliser le mathing entre les théories éle-trofaible et de Fermi pour la désintégration du muon. Dans la théorie életrofaible, leouplage entre les ourants leptoniques hargés et le W est de la forme :

LEW ⊃ − g√
2
l̄Lγ

µνlLW
−
µ + h.c. (1.63)ave l = e, µ et l'interation à quatre fermions dans la théorie de Fermi s'érit :

δLF = −4GF√
2

(µ̄LγµνµL
)(ν̄eL

γµeL) (1.64)A partir de la théorie életrofaible, on dérive alors la valeur de la onstante de Fermi,pour E ≪ 100 GeV, en faisant orrespondre à l'arbre le vertex e�etif à quatre fermionsave le diagramme d'éhange d'un W , omme illustré �gure 1.4. Le propagateur6 du6Dans la jauge de 't Hooft-Feynman, orrespondant à une jauge Rξ pour ξ = 1. La proédure étantfaite à l'arbre, les fant�mes ne ontribuent pas et le résultat est indépendant du hoix de �xation dejauge.
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νµ

µ

νe e
(0)

=
µ νµ

νe e
WFig. 1.4 � Mathing au niveau des arbres de la onstante de Fermi à partir de l'éhanged'un boson W dans la théorie életrofaible, véhiulant la désintégration du muon.

W s'érivant −iηµν(q2 −m2
W )−1, on obtient alors :

GF√
2

=
g2

8m2
W

. (1.65)Bien que la théorie életrofaible soit onnue et relativement bien testée expérimentale-ment, la théorie de Fermi s'avère enore très utile pour étudier la désintégration dequarks lourds à basse énergie, notamment en inluant les orretions hadroniques.La théorie de Fermi est la première tentative de modélisation d'un e�et nouveau,non dérit par QED, à partir d'opérateur e�etif impliquant les hamps de QED. Onpeut alors à nouveau appliquer ette approhe au Modèle Standard, a�n de dérire unenouvelle physique au-delà de l'éhelle életrofaible pour laquelle, bien que non observéeenore aujourd'hui, demeure de fortes motivations théoriques en faveur de son existene.1.2.2 Approhe e�etive de la nouvelle physique au-delà de mW1.2.2.1 Le Modèle Standard en quelques motsLe Modèle Standard des interations forte et életrofaible est une théorie des hampsrenormalisable basée sur le lagrangien suivant7 :
LSM = −1

4
BµνBµν −

1

4
WµνaW a

µν −
1

4
GµνAGAµν (1.66)

+ iL̄iγµDµL
i + il̄iRγ

µDµl
i
R (1.67)

+ iQ̄iγµDµQ
i + iūiRγ

µDµu
i
R + id̄iRγ

µDµd
i
R (1.68)

+ |DµH |2 −m2|H |2 − λ|H |4 (1.69)
−ylijL̄iHljR − ydijQ̄

iHdjR − yuijQ̄
iH̃ujR + h.c. (1.70)

+
g3
s

32π2
θGµνAG̃Aµν (1.71)ave i = 1 . . . Nf , Nf = 3. Le lagrangien i-dessus est érit dans la base d'interationoù, par dé�nition, les ouplages des fermions aux bosons de jauges sont diagonaux.Dans la base des états propres de masse, où les ouplages de Yukawa sont diagonaux,on a l = e, µ, τ , u = u, c, t et d = d, s, b. LT = (νL, lL) et QT = (uL, dL) sont lesdoublets de SU(2)L et H le doublet salaire de Higgs ave H̃ = iσ2H

∗. GAµν ,W a
µν , Bµν7Au niveau quantique apparaissent les hamps fant�mes de Faddeev-Popov aompagnés des termesde �xations de jauge.



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 26sont les tenseurs inétiques de SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y respetivement :
GAµν = ∂µG

A
ν − ∂νG

A
µ + gsfABCG

B
µG

C
ν , (1.72)

W a
µν = ∂µW

a
ν − ∂νW

a
µ + gǫabcW

b
µW

c
ν , (1.73)

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ, (1.74)La dérivée ovariante de jauge s'érit :
Dµ = ∂µ − i

1

2
gsλ

AGAµ − i
1

2
gσaW a

µ − ig′Y Bµ (1.75)où les matries λA et σa sont elles de Gell-Mann et Pauli lorsqu'appliquées à desreprésentations fondamentales et sont nulles pour des singulets. Dans le Modèle Stan-dard il n'y a pas de représentations de dimension supérieure à la fondamentale. Deplus, seuls les quarks onstituent des triplets de ouleurs, les partiules gauhes for-ment des doublets de SU(2) et les hyperharges sont Y (L) = −1/2, Y (eR) = −1,
Y (Q) = 1/6, Y (uR) = 2/3, Y (dR) = −1/3 et Y (H) = 1/2. Le terme θ de QCDest un invariant topologique aratérisant l'état du vide de SU(3)c. Il est a priorinon nul, quoique néessairement faible puisqu'il ontribue au moment dipolaire éle-trique du neutron, jusque là resté inobservé. Nous le prendrons nul à partir de main-tenant et LSM est alors CP invariant. De plus, lorsque les ouplages de Yukawa sontnuls, le Modèle Standard possède également une grande symétrie globale de saveur
SU(3)5 = SU(3)L×SU(3)l×SU(3)Q×SU(3)d×SU(3)u, illustrant la liberté que l'ona de redé�nir les trois états de saveur pour les leptons et les quarks, gauhes aussi biendroits, séparément. En�n, la brisure de la symétrie életrofaible est paramétrée par unevaleur dans le vide non nulle du hamp Higgs pour m2 < 0, 〈H〉T = (0, vH/

√
2) ave

vH =
√
−m2/λ ≃ 246 GeV. Dans la phase brisée, où le lagrangien est développé au-tour du vide stable, les bosons de jauge de SU(2)L ×U(1)Y se déomposent en quatreétats propres de masse, deux neutres et deux hargés életriquement, dé�nis par lesombinaisons linéaires suivantes :

W±
µ =

1√
2

(
W 1
µ ∓ iW 2

µ

)
, (1.76)

Zµ = cWW
3
µ − sWBµ, (1.77)

Aµ = sWW
3
µ + cWBµ (1.78)ayant pour masses :

mW =
gvH
2
, mZ =

gvH
2cW

, mA = 0 (1.79)où les sinus et osinus de l'angle de mélange sont donnés par :
sW =

g′√
g2 + g′2

et cW =
g√

g2 + g′2
. (1.80)En�n es états propres de masse ouplent respetivement aux ourants fermioniques

jµ±L = (jµ1
L ± ijµ2

L )/
√

2, jµZ = jµ3
L − s2W j

µ
Q et jµQ = jµ3

L + jµY ave les onstantes deouplages g, g/cW et e = gsW = g′cW .



27 1.2 Le Modèle Standard e�etif1.2.2.2 Premiers pas au-delàLes tests de préision életrofaible, sensibles également aux orretions hadroniquesà haute énergie, ont apportés de solides preuves quant à la validité du Modèle Stan-dard jusqu'à des énergies de l'ordre de 200 GeV. Il reste néanmoins plusieurs faits surlesquels il faillit à fournir une expliation satisfaisante tels que la masse des neutrinos,l'asymétrie matière/antimatière, la stabilité de la hiérarhie mW ≪ MPl au niveauquantique et, lorsqu'il est ouplé minimalement à la gravité, l'extrême faiblesse de laonstante osmologique. Ces launes du Modèle Standard onduisent tout naturelle-ment à le voir omme une approximation e�etive à l'éhelle du W d'une théorie plusfondamentale dont la nouvelle dynamique à une éhelle M ≫ mW répond aux ques-tions laissées en l'état par le Modèle Standard. Le lagrangien renormalisable LSM estalors remplaé par un lagrangien e�etif de la forme :
Le� = LSM +

1

M
L5 +

1

M2
L6 + O(M−3) (1.81)Ii, l'éhelle M , tout omme les oe�ients des opérateurs non renormalisables intro-duits, n'est pas a priori �xée, puisque la physique au-delà du Modèle Standard resteenore inonnue. En revanhe, es nouveaux paramètres peuvent être déterminés parune mesure préise des phénomènes observables auxquels Le� ontribue. Ils sont égale-ment alulables une fois qu'un nouveau modèle, à l'éhelle du TeV et/ou au-delà, estdé�ni. Ainsi, l'approhe e�etive permet de tester les modèles de nouvelle physiqueen paramétrant leurs e�ets d'une façon générique à l'éhelle életrofaible. On omparealors es préditions e�etives ave les résultats de mesures préises obtenus à ettemême éhelle, et e sans néessairement s'aventurer diretement dans le régime dehaute énergie expérimentalement.Équations du mouvement A�n d'éliminer les opérateurs redondants de la paramétri-sation de Le� , nous pouvons utiliser les équations du mouvement à l'ordre le plus bas,'est-à-dire elles du Modèle Standard. Après une simple variation par rapport auxhamps, on dérive de LSM :

L̄i → iγµDµL
i + ylijHl

j
R = 0, (1.82)

l̄iR → iγµDµl
i
R + yl∗ijH

†Lj = 0, (1.83)
Q̄i → iγµDµQ

i + ydijHd
j
R + yuijH̃u

j
R = 0, (1.84)

d̄iR → iγµDµd
i
R + yd∗ij H

†Qj = 0, (1.85)
ūiR → iγµDµu

i
R + yu∗ij H̃

†Qj = 0, (1.86)
H† → DµDµH +m2H + 2λ(H†H)H

−yl∗ij l̄iRLj − yd∗ij d̄
i
RQ

j − yuijQ̄
i(iσ2)ujR = 0, (1.87)

GAµ → DνG
νµA + gsj

µA
c = 0, (1.88)

W a
µ → DνW

νµa + i
g

2
(DµH†σaH −H†σaDµH) + gjµaL = 0, (1.89)

Bµ → DνB
νµ + i

g′

2
(DµH†H −H†DµH) + g′jµY = 0. (1.90)
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jµAc =

1

2

Nf∑

i=1

(
Q̄iγµλAQi + d̄iRγ

µλAdiR + ūiRγ
µλAuiR

)
,

jµaL =
1

2

Nf∑

i=1

(
L̄iγµσaLi + Q̄iγµσaQi

)
,

jµY =

Nf∑

i=1

(
−1

2
L̄iγµLi − l̄iRγ

µliR +
1

6
Q̄iγµQi − 1

3
d̄iRγ

µdiR +
2

3
ūiRγ

µuiR

)
.Les expressions i-dessus sont érites dans la base d'interation dans laquelle les ou-plages des fermions sont diagonaux dans l'espae de saveur. Lorsque les fermions sontredé�nis pour passer dans la base des états propres de masse, des mélanges entre lestrois générations apparaissent dans les ouplages au W seulement. Une des propriétésimportantes du Modèle Standard est qu'il ne ontient auun hangement de saveur parourant neutre au niveau des arbres, les ouplages au Z restant diagonaux dans lesdeux bases.Opérateurs e�etif Au premier ordre au-delà du Modèle Standard, il existe un seulopérateur de dimension inq SU(2)L × U(1)Y invariant :

L5 = yνij L̄
c iHH̃†Lj + h.c. (1.91)qui génère une masse de Majorana pour les neutrinos gauhes du Modèle Standardaprès la brisure életrofaible :

mν = yν
v2
H

2M
. (1.92)Les expérienes d'osillation indiquent une éhelle de masse des neutrinos inférieureà l'eV. Par onséquent, dans l'hypothèse où les ouplages de Yukawa sont ∼ O(1),l'éhelle M doit être d'au moins 1013 GeV. Cette valeur est relativement prohe del'éhelle de grande uni�ation MGUT ∼ 1016 GeV, dont l'existene pourrait alors êtreà l'origine de la masse des neutrinos. En outre, dans la perspetive de onfronter eModèle Standard e�etif aux données reueillies aux ollisionneurs, on peut sereine-ment négliger et opérateur dont l'e�et, d'ordre mW /M < 10−11, sera impereptibledans le seteur des neutrinos. Les seules expérienes où et opérateur est observablesont les expérienes d'osillation de neutrinos.A l'ordre supérieur, les invariants de dimensions six sont très nombreux et L6ompte pas moins d'une entaine d'opérateurs distints. Cet ensemble se réduit à 80opérateurs linéairement indépendants8 en imposant, omme 'est le as dans le ModèleStandard9, la onservation des nombres leptonique et baryonique dans la théorie e�e-tive [5℄. Dans ette liste, seuls 52 opérateurs onservent les symétries de saveur SU(3)58Il persiste ependant une redondane dans le omptage de [5℄. En e�et, dans le seteur salaire,les trois opérateurs onstruits à partir de quatre Higgs et deux dérivées sont reliés par intégration parpartie.9Naturellement, ei n'est vrai que dans l'approximation lassique, ar es symétries sont anormales.Seuls B − Ll sont alors onservées au niveau quantique. Néanmoins, omme nous le rappellerons auhapitre 3, les violations de B + Ll sont des proessus non perturbatifs, seulement pertinent à hautetempérature.



29 1.2 Le Modèle Standard e�etifet CP , parmi lesquels il y a 18 opérateurs onstruits exlusivement à partir de hampsde quarks et/ou de gluons. Bien qu'a priori rien n'impose que CP et la symétrie desaveur ne soient pas violées au-delà du Modèle Standard, supposer leur onservation esten revanhe une exellente approximation lorsqu'on se limite aux e�ets que peut avoirune nouvelle physique à l'éhelle du TeV. En e�et, les proessus violant es symétriesont des rapports de branhement relativement faibles. Par exemple, la violation de CPobservée dans les osillations de kaons neutres impose que les opérateurs CP impairssoit supprimés par M > 103 TeV [4℄. Le orretion au moment dipolaire életrique del'életron repousse par ailleurs l'éhelle de violation de CP à M > 104 TeV [4℄. Égale-ment, l'absene d'observation de proessus de hangement de saveur tel que µ → eγ,impose que SU(3)5 est brisée à une éhelle du même ordre de grandeur M > 104TeV. Ainsi, es opérateurs auront un e�et d'au plus 10−4 fois l'ordre de grandeur despréditions du Modèle Standard sur les observables mesurées aux ollisionneurs, pourune énergie de l'ordre de 100 GeV (LEP) ou du TeV (LHC). Ils peuvent alors êtrenégligés en première approximation. Il reste ainsi 34 opérateurs indépendants de di-mension six dans le seteur életrofaible, listés dans le tableau 1.1. C'est l'ensemblemaximal d'opérateurs dominants dont les e�ets sont suseptibles d'apparaître dans lesexpérienes en ollisionneur autour du TeV. Néanmoins, aujourd'hui, après LEP1 etLEP2 mais avant le LHC, seuls ertains d'entre eux sont ontraints expérimentalement.1.2.3 Tests de préisions életrofaibles aux ollisionneursNon seulement LEP onsolida l'idée selon laquelle les interations des partiulesélémentaires étaient dérites par une théorie de jauge mais, de plus, es expérienesmesurèrent ave une préision si grande, allant jusqu'au pour mille, ertaines observ-ables du Modèle Standard qu'il est devenu possible d'estimer les orretions d'uneéventuelle physique au-delà. Le LEP ayant été un ollisionneur e+e−, les expérienesLEP1 et LEP2 furent prinipalement sensibles aux ouplages des leptons hargés aveles bosons de jauge életrofaible. Dans le seteur életrofaible, les préditions du Mod-èles Standard pour les observables mesurées par LEP sont toutes exprimables en fon-tions de seulement trois paramètres au niveau des arbres10, les ouplages de jauges
SU(2)L × U(1)Y , g et g′ respetivement, ainsi que la VEV du Higgs brisant ettesymétrie, vH . On utilise alors les trois observables les mieux onnues expérimentale-ment pour �xer es derniers [17, 16℄ :

α−1
em(q = mZ) = 128, 949± 0, 046 (1.93)

GF = 1, 16639± 0, 00001× 10−5 GeV−2 (1.94)
mZ = 91, 1876± 0, 0021 GeV. (1.95)De plus, LEP1 a permis la mesure d'autres observables à, et sous, le p�le du Z tellesque la largeur totale de désintégration du Z ou la masse du W :

ΓZ = 2, 4952± 0, 0023 GeV (1.96)
mW = 80, 398± 0, 025 GeV (1.97)10Néanmoins, le Modèle Standard néessitant le alul des orretions radiatives pour reproduireonvenablement les données, ses préditions dépendent alors également des 16 autres paramètres libresque sont les masses des 9 fermions, elle du Higgs, les 4 paramètres de la matrie CKM (3 angles demélange + 1 phase violant CP ), gs et θQCD .
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O3W = ǫabcW

νa
µ Wλb

ν Wµc
λ ,

O(1)
LL = 1

2 (L̄γµL)(L̄γµL), O(1)
LQ = (L̄γµL)(Q̄γµQ),

O(2)
LL = 1

2 (L̄γµσaL)(L̄γµσ
aL), O(2)

LQ = (L̄γµσaL)(Q̄γµσ
aQ),

Oll = (l̄Rγ
µlR)(l̄RγµlR), Olu = (l̄Rγ

µlR)(ūRγµuR),

Old = (l̄Rγ
µlR)(d̄RγµdR), OLl = (L̄γµL)(l̄RγµlR),

OLu = (L̄γµL)(ūRγµuR), OLd = (L̄γµL)(d̄RγµdR),

OQl = (Q̄γµQ)(l̄RγµlR),

OH = 1
3 (H†H)3, O∂H = 1

2∂µ(H
†H)∂µ(H†H),

OLW = i(L̄γµσaDνL)W a
µν + h.c., OLB = i(L̄γµDνL)Bµν + h.c.,

OlB = i(l̄Rγ
µDν lR)Bµν + h.c., OQW = i(Q̄γµσaDνQ)W a

µν + h.c.,

OQB = i(Q̄γµDνQ)Bµν + h.c., OuB = i(ūRγ
µDνuR)Bµν + h.c.,

OdB = i(d̄Rγ
µDνdR)Bµν + h.c.,

OGH = 1
2H

†HGAµνG
µνA, OWH = 1

2H
†HW a

µνW
µνa,

OBH = 1
2H

†HBµνBµν , OWB = (H†σaH)W a
µνB

µν ,

O(1)
DH = (DµH

†DµH)(H†H), O(2)
DH = (DµH

†H)(H†DµH),

O(1)
LH = i(H†DµH)(L̄γµL) + h.c., O(2)

LH = i(H†σaDµH)(L̄γµσaL) + h.c.,

O(1)
QH = i(H†DµH)(Q̄γµQ) + h.c., O(2)

QH = i(H†σaDµH)(Q̄γµσaQ) + h.c.,

OuH = i(H†DµH)(ūRγ
µuR) + h.c., OdH = i(H†DµH)(d̄Rγ

µdR) + h.c.,

OlH = i(H†DµH)(l̄Rγ
µlR) + h.c.Tab. 1.1 � Liste des 34 opérateurs indépendants de dimension six qui induisent des dévi-ations aux observables életrofaibles suseptibles d'être observées aux ollisionneurs.Pour les ourants fermioniques, l'indie de génération est impliitement sommé a�n derespeter la symétrie de saveur, soit (L̄γµL) ≡∑Nf

i=1(L̄
iγµLi), et... ou les parenthèsesreprésentent la ontration des indies spinoriels. D'autres opérateurs à quatre fermionspeuvent également être érits, omme (L̄lR)(l̄RL) ou enore (L̄σµνL)(l̄Rσ

µν lR), maisils sont équivalents à eux présenté i-dessus, grâe aux identités de Fierz.ave une préision de l'ordre du pour mille. Seuls 10 des opérateurs de dimensions sixde la liste préédente ontribuent à es observables [3℄ :
OWB, O(2)

DH , O
(2)
LL, O

(1)
LH , O

(2)
LH , O

(1)
QH , O

(2)
QH , OlH , OuH , OdH . (1.98)En portant l'énergie dans le entre de masse des ollisions e+e− au dessus de la massedu Z, LEP2 étudia ave une préision de l'ordre du pourent les proessus de di�usiondu type e+e− → Z → f̄ f , et sonda pour la première fois les opérateurs à quatrefermions onstruit à partir des ourants de jauge :

O(1)
LL, O

(1)
LQ, O

(2)
LQ, Oll, Olu, Old, OLl, OQl, OLd, OLu. (1.99)



31 1.2 Le Modèle Standard e�etifPar onséquent, après LEP2, la liste d'opérateurs e�etifs de dimension six pertinentsest réduite de 34 à 20 éléments. Malgré un degré de préision moins élevé que LEP1, lesmesures de LEP2 sont tout aussi importantes ar les observables onernées, se situantau dessus du p�le du Z, sont plus sensibles à la nouvelle physique.Les opérateurs restant sont négligeables pour les raisons suivantes. O3W ne modi�eque les auto ouplages de jauge mesurés via les proessus e+e− → W+W− ave unepréision plus faible que le pourent. Il peut don être éarté, ne ontraignant que trèsfaiblement la nouvelle physique. Tout omme les opérateurs OH et O∂H que a�etentexlusivement le seteur Higgs ayant, jusqu'à présent, éhappé à toute détetion di-rete. Cependant, alors que le premier peut s'avérer important dans les proessus dedi�usion de bosons faibles, possiblement détetables au LHC, les deux derniers mod-i�ent la dynamique de la transition de phase életrofaible dans l'univers primordial,qui peut être étudiée en prinipe via la détetion d'ondes gravitationnelles émises lorsde et événement. Nous y onsarerons le hapitre suivant. Ensuite, les e�ets de OGH ,
OWH , OBH et O(1)

DH peuvent être réabsorbés par une redé�nition des ouplages duModèle Standard. En�n, les 7 opérateurs OLW , OLB, OlB , OQW , OQB , OuB et OdBpeuvent aussi être mis de �té ar, bien qu'ils a�etent les observables mesurées parLEP2, leurs e�ets interfèrent destrutivement ave les ontributions du Modèle Stan-dard et sont don négligeables à l'ordre M−2 [11℄.1.2.3.1 Base oblique des opérateurs e�etifsIl existe une base des opérateurs e�etifs pour laquelle les orretions sont rassem-blées dans les propagateurs des bosons de jauge faibles. A l'ordre M−2, les opérateursontribuant aux self-énergies de W a
µ et Bµ sont :

OWB = (H†σaH)W a
µνB

µν , O(2)
DH = (DµH

†H)(H†DµH), (1.100)
O∂B =

1

2
∂ρBµν∂

ρBµν , ODW =
1

2
DρW

a
µνD

ρWµνa. (1.101)D'autres opérateurs bilinéaires omme Fµν2Fµν ou ∂ρF ρν∂µFµν , ave F = W,B, semettent sous les formes i-dessus soit après intégration par partie ou utilisation desidentités de Bianhi :
∂ρBµν + ∂µBνρ + ∂νBρµ = 0, (1.102)

DρW
a
µν +DµW

a
νρ +DνW

a
ρµ = 0. (1.103)Les deux derniers opérateurs n'apparaissent pas dans la liste préédente ar ils s'ériventen terme d'opérateurs y �gurant après une redé�tion des hamps ou, e qui est équiv-alent, par l'utilisation des équations du mouvement pour Bµ et W a

µ dans le ModèleStandard. Ainsi, à partir de (1.90), (1.89) et l'identité de Bianhi, on obtient les rela-tions :
1

g′2
O∂B −O(2)

DH −OY
fH −OY

ff ′ =
1

2
O(1)
DH +

1

4
OD2H , (1.104)

1

g2
ODW + OL

fH + OL
ff ′ = −O3W +

3

2
O(1)
DH +

1

4
OD2H (1.105)où

OD2H = (H†H)(H†DµD
µH) + h.c. (1.106)
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OY
fH = ijµY (H†DµH) + h.c.− 1
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OLu +

1

3
OLd −

1

3
OQl −

4

3
Olu
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2

3
Old + Oll + · · ·

OL
ff ′ = jµaL jaLµ =

1

4
O(2)
LL +

1

2
O(2)
LQ + · · ·Après utilisation de l'équation du mouvement du Higgs, OD2H peut être absorbé parune redé�nition des paramètres du potentiel de Higgs et des ouplages de Yukawa desfermions et · · · représentent des opérateurs onstitués uniquement de hamps de quark,siemment négligés jusqu'à présent. Omettant ainsi les opérateurs ne ontribuant pasaux observables de préision, le membre de droite des relations (1.104) et (1.105) seréduit à zéro. Et toute orretion aux self-énergies des bosons de jauge est dérite parla table 1.1.1.2.3.2 Deux ombinaisons linéaires non ontraintesLes observables mesurées par LEP1 et LEP2 ne sont don sensibles qu'à 20 opéra-teurs de dimension six. Il apparaît toutefois que deux ombinaisons linéaires d'entre-euxsont totalement transparentes aux tests de préision életrofaibles ar elles s'érivent entermes d'opérateurs non ontraints après utilisation des équations du mouvement [10℄.En e�et, ontratant les équations (1.90), (1.89) par (iH†DµH+h.c.) et (iH†σaDµH+

h.c.) respetivement, on dérive les relations suivantes11 :
2g′O(2)

DH − g

2
OWB + g′OY

fH = g′OBH − g′

2
OD2H − g′O(1)

DH + 2OBDH (1.107)
−g′OWB + 2gOL

fH = gOWH − gOD2H − 6gO(1)
DH + 4OWDH (1.108)où

OBDH = iBµνD
µH†DνH, OWDH = iW a

µνD
µH†σaDνH (1.109)sont des opérateurs orrigeant les ouplages entre les bosons de jauge, et peuvent égale-ment être ignorés dans l'analyse des tests de préision. Ainsi, omme préédemment,le membre de droite des relations i-dessus est inobservable (ou du moins très peuontraint) à LEP et peut être légitimement éliminé dans e ontexte. En onséquene,la liste dérivée plus haut ontient seulement 18 opérateurs indépendants.1.3 Paramétrer les orretions e�etivesau Modèle StandardNombreux sont les modèles de nouvelle physique dont les e�ets sur les observablesmesurées par LEP sont très majoritairement, si e n'est exlusivement, rassemblés dans11On utilise entre autres les identités de Fierz suivantes : (σa)ij(σ

a)kl = δijδkl + δkjδil −
(σa)kj(σ

a)il = 2δkjδil − δijδkl.



33 1.3 Paramétrer les orretions e�etives au Modèle Standardles self-energies de bosons de jauge életrofaibles. De tels orretions aux préditionsdu Modèle Standard sont dites obliques ou universelles. D'une manière générale, 'estle as lorsque les nouvelles partiules du modèle onsidéré ouplent très faiblement auxfermions du Modèle Standard ou seulement aux ombinaisons linéaires orrespondantaux ourants de jauge jY , jaL. Dans e as, on peut alors utiliser les équations du mouve-ment des bosons de jauge életrofaibles pour transformer toutes les orretions fermion-iques en ontribution aux self-énergies. L'exemple le plus simple est elui d'un nouveauboson veteur de masse élevée et ouplant aux ourants neutres du Modèle Standard.Les modèles inq-dimensionels où seuls les bosons de jauge peuvent se propager dansle bulk [2, 3℄, ainsi que ertains modèles Little Higgs [8, 13℄, entre également dans ettelasse. Nous détaillerons dans un premier temps les méthodes de aluls des orretionsobliques dans les modèles dits universels. Et puis nous présenterons une extension min-imale de ette paramétrisation permettant de prendre également en ompte les e�etsnon universels ontraints par les tests de préision.1.3.1 Les paramètres obliques de Peskin-TakeuhiNous présentons ii la paramétrisation oblique due à Peskin et Takeuhi [14, 15℄des orretions e�etives au Modèle Standard. Bien que elle-i ait été initialementdéveloppée pour paramétrer les orretions à une boule des self-énergies des bosonsde jauge, il s'avère également utile pour estimer les ontraintes expérimentales sur unenouvelle physique universelle.1.3.1.1 Lagrangien e�etif pour les bosons de jaugeDans ette base oblique, seuls les propagateurs des bosons de jauges sont a�etéspar la nouvelle physique. Dans l'espae des impulsions, on érit le lagrangien e�etifquadratique des hamps de jauge omme :
Loble� = −1

2
W 3
µΠµν

33 (q)W 3
ν − 1

2
BµΠ

µν
00 (q)Bν −W 3

µΠµν
30 (q)Bν −W+

µ Πµν
+−(q)W−

ν (1.110)où les ouplages aux fermions restent, par hypothèse, standards :
Lfe� = gjµaL W a

µ + g′jµY Bµ. (1.111)La partie inétique du lagrangien e�etif est volontairement mise sous une forme non in-variante sous SU(2)L, e qui onstitue simplement une paramétrisation des orretionsobliques dans la phase brisée de la théorie életrofaible. La forme des self-énergies12
Πµν
ij (q) des bosons de jauge est imposée par la ovariane de Lorentz :

Πµν
ij (q) ≡ Πij(q

2)ηµν + ∆ij(q
2)qµqν . (1.112)Le seond terme induit une orretion supprimée par un fateur mf/mW,Z par rapportau premier, lorsque Πµν est ontraté ave un ourant de fermions, ar qµf̄γµf =

−mf f̄ f via l'équation de Dira. Cette ontribution est négligeable pour les fermionslégers observés aux LEP. L'aord du Modèle Standard ave les données expérimentalesrequérant le alul de orretions radiatives, les Π(q2) se déomposent essentiellementen deux termes :
Π(q2) = Πtree(q

2) + Π1−loop(q
2) + · · · (1.113)12Dans la notation utilisée ii, Πµν inlut également la ontribution à l'arbre.



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 34ontenant les préditions du Modèle Standard ainsi que les orretions de la nouvellephysique. Dans l'hypothèse où elle-i apparaît à une énergie nettement supérieure àl'éhelle életrofaible, ses e�ets sont relativement faibles et il est alors su�sant de lesprendre en ompte au niveau des arbres, soit Π1loop → ΠSM
1−loop. On onsidère ainsiseulement Πtree que nous noterons simplement Π par la suite. Cette partie lassiqueadmet alors un développement e�etif en puissane de q2 :

Πij(q
2) = Πij(0) + q2Π′

ij(0) +
1

2
q4Π′′

ij(0) + · · · (1.114)où les ordres supérieurs onduisent à des orretions trop faibles pour être observéesétant donné la préision des mesures réalisées. En e�et, un terme bilinéaire d'ordre q6est néessairement supprimé par un fateur M−4 et n'est par onséquent non nul quesi des opérateurs de dimension huit sont introduits dans le lagrangien e�etif. A priori,à l'ordre q4, il y a 12 paramètres indépendants. Cependant 3 d'entre eux peuvent êtreabsorbés dans la dé�nition des grandeurs utilisées pour réaliser la omparaison de lathéorie ave les données : g, g′ et vH , revenant13 à normaliser anoniquement W±
µ et

Bµ et à �xer la masse du W :
Π′

+−(0) = 1, Π′
00(0) = 1, Π+−(0) = −m2

W . (1.115)En outre, dans la phase brisée, le photon est un hamp de masse nulle ouplant à laharge életrique Q = T3 + Y . Cei impose deux relations supplémentaires que nousdériverons i-après. Les 7 paramètres restants sont alors dé�nis par les ombinaisonssans dimension suivantes :
Ŝ ≡ g

g′
Π′

30(0), (1.116)
T̂ ≡ m−2

W [Π33(0) − Π+−(0)] , (1.117)
Û ≡ Π′

+−(0) − Π′
33(0), (1.118)où S = 4s2Wα

−1Ŝ ≃ 119Ŝ, T = α−1T̂ ≃ 129T̂ et U = −4s2Wα
−1Û ≃ 119Û sont lesparamètres de Peskin et Takeuhi [15℄ et :

V =
1

2
m−2
W

[
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33(0) − Π′′
+−(0)

]
, W =

1

2
m−2
W Π′′

33(0), (1.119)
X =

1

2
m−2
W Π′′

30(0), Y =
1

2
m−2
W Π′′

00(0). (1.120)Notons que, par onstrution, Ŝ, T̂ , Û , V , X , Y s'annulent (à l'arbre) dans le Mod-èle Standard et, en présene d'une nouvelle physique oblique à l'éhelle M ≫ mW ,admettent un développement en puissane de M−1. Par ailleurs, T̂ , Û et V sont au-tomatiquement nuls si le modèle ontient une symétrie SU(2) ustodiale sous laquelle
W a
µ se transforme omme un triplet, imposant Π33(q

2) = Π+−(q2). En partiulier, leparamètre T̂ mesure le rapport des masses des bosons faibles et est relié au paramètre
ρ ≡ m2

W /c
2
Wm

2
Z par ρ = 1 + T̂ .13Cette équivalene est plus transparente après la redé�nition W a

µ → W a
µ/g, Bµ → Bµ/g′,puisqu'ave ette normalisation es trois onditions deviennent Π′

+−
(0) = g−2, Π′

00(0) = g′−2 et
Π+−(0) = −v2H/4.



35 1.3 Paramétrer les orretions e�etives au Modèle Standard1.3.1.2 Lien ave les opérateurs de dimension sixParmi les 7 paramètres obliques, 4 sont produits par les opérateurs de dimensionsix (1.100) et (1.101). Après brisure spontanée de la symétrie életrofaible, OWB et
O(2)
DH deviennent :

OWB = −v
2
H

2
W 3
µνB

µν + · · · (1.121)
O(2)
DH =

v4
H

16
(gW 3

µ − g′Bµ)(gW
µ3 − g′Bµ) + · · · (1.122)Ainsi le premier génère un mélange inétique Z/γ, soit un paramètre S, et le seondmodi�e la masse du Z et produit un paramètre T non nul. On peut alors dé�nir unenouvelle normalisation omme suit :

OWB ≡ 4sW cWα
−1v2

HOS , O(2)
DH ≡ −v

2
H

2α
OT (1.123)de sorte que les paramètres S et T soit diretement donnés par les oe�ients adimen-sionnés de OS et OT dans le lagrangien e�etif L6. Les opérateurs (1.101) ontiennenttous deux des termes bilinéaires ave 4 dérivées. Ils ontribuent don à l'ordre q4 à

Π00(q
2), Π33(q

2) et Π+−(q2) respetivement. Ainsi, O∂B ontribue à Y et ODW à
W , V restant nul par invariane ustodiale. De même que pour les deux opérateurspréédents, on peut dé�nir ii :

O∂B ≡ −m2
WOY ,ODW ≡ −m2

WOW . (1.124)Les 3 paramètres obliques restant sont seulement générés par des opérateurs au moinsde dimension huit, pour Û et X , ou dix, pour V , omme par exemple :
Û : (H†σaH)(H†σbH)W a

µνW
µνb, (1.125)

X : (H†σaH)DρW
a
µν∂

ρBµν , (1.126)
V : (H†σaH)(H†σbH)DρW

a
µνD

ρWµνb. (1.127)On s'attend alors naturellement à e que es trois paramètres soit supprimés par rap-port aux quatre préédents, à moins que le modèle requiert un ajustement �n desoe�ients des opérateurs e�etifs. Cette possibilité éartée, d'une simple analyse di-mensionnelle l'on déduit :̂
U ∼ m2

W

M2
T̂ , V ∼ m4

W

M4
T̂ , X ∼ m2

W

M2
Ŝ. (1.128)Si l'éhelle de la nouvelle physique M est beauoup plus grande que la masse du W ,alors l'étude des orretions obliques se limite à l'ensemble des paramètres Ŝ, T̂ , W et

Y . Les deux premiers brisent SU(2)L pour vH 6= 0 et sont sensibles au méanisme debrisure de symétrie életrofaible, alors que les deux derniers � mesurent � seulementles e�ets de nouveaux bosons de jauge.



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 361.3.1.3 Contraintes expérimentalesLes mesures de préision de LEP1 ontraignent la largeur des fenêtres autoriséeexpérimentalement pour les paramètres S, T et U à [17℄ :
S = −0, 10± 0, 10 (−0, 08), (1.129)
T = −0, 08± 0, 11 (+0, 09), (1.130)
U = +0, 15± 0, 11 (+0, 01). (1.131)Étant donné que le Higgs n'a pas été observé, l'estimation des orretions obliquesdépend de la masse du Higgs et les valeurs i-dessus sont pour mH = 117 GeV, alorsque sont reportées entre parenthèses les déalages induits sur les valeurs entraleslorsque mH = 300 GeV est hoisi. Ces bornes deviennent enore plus étroites dans lalimite U = 0, motivé par le fait que typiquement, pour une nouvelle physique à uneéhelle M ≫ mW , on a U ≪ S, T . Ainsi, pour U = 0, S et T sont bornés par [17℄ :
S = −0, 04± 0, 09 (−0, 07), (1.132)
T = +0, 02± 0, 09 (+0, 09). (1.133)En inluant les mesures de LEP2, il devient également possible de ontraindre X , Yet W [3℄ :
X = (−2, 3 ± 3, 5)× 10−3, (1.134)
Y = (+4, 2 ± 4, 9)× 10−3, (1.135)
W = (−2, 7 ± 2, 0)× 10−3. (1.136)1.3.1.4 Le photon est de masse nulle et ouple à T3 + Y .Nous dérivons les deux relations entre les self-énergies imposées par la symétrieéletromagnétique du vide de la théorie. A�n d'identi�er le hamp du photon à partirdu lagrangien oblique (1.110), nous proédons en deux étapes. Tout d'abord nousredé�nissons les hamps Bµ et W 3

µ de manière à éliminer le mélange inétique Π′
30(0).Ensuite, en termes des hamps de jauge anoniquement normalisés, nous identi�onsle photon omme étant la ombinaison linéaire de masse nulle. La partie inétique de

Le� valant pour les hamps neutres :
Lkine� = −q

2

2

[
BµΠ

′
00B

µ +W 3
µΠ′

33W
µ3 + 2W 3

µΠ′
30B

µ
] (1.137)on obtient des normes anoniques ave les redé�nitions suivantes :

Bµ = (Π′
00)

−1/2B̄µ − Π′
30

Π′
00

(
Π′

33 −
Π′ 2

30

Π′
00

)−1/2

W̄ 3
µ (1.138)

W 3
µ =

(
Π′

33 −
Π′ 2

30

Π′
00

)−1/2

W̄ 3
µ , (1.139)soit :

Lkine� = −q
2

2

[
B̄µB̄

µ + W̄ 3
µW̄

µ3
]
. (1.140)



37 1.3 Paramétrer les orretions e�etives au Modèle StandardLes matries de masses des hamps neutres deviennent alors :
−Lmasse� =

1

2

[
BµΠ00B

µ +W 3
µΠ33W

µ3 + 2W 3
µΠ30B

µ
]

≡ 1

2

[
B̄µΠ̄00B̄

µ + W̄ 3
µΠ̄33W̄

µ3 + 2W̄ 3
µΠ̄30B̄

µ
] (1.141)ave :

Π̄00 =
Π00

Π′
00

, (1.142)
Π̄33 =

(
Π′

33 −
Π′ 2

30

Π′
00

)−1 [
Π33 − 2Π30

Π′
30

Π′
00

+ Π00
Π′ 2

30

Π′ 2
00

]
, (1.143)

Π̄30 = (Π′
00)

−1/2

(
Π′

33 −
Π′ 2

30

Π′
00

)−1/2 [
Π30 − Π00

Π′
30

Π′
00

]
. (1.144)Une des deux valeurs propres, orrespondant à la masse du photon, doit être nulle pourpréserver la symétrie de l'életromagnétisme dans le vide, soit det Π̄ ≡ Π̄33Π̄00− Π̄2

30 =
0, d'où l'on dérive une première relation entre les Πij(0) :

Π33(0)Π00(0) − Π2
30(0) = 0. (1.145)Notons que elle-i est indépendante de la normalisation des hamps. La seonde s'ob-tient en �xant le ouplage du photon à la harge életrique. Les ombinaisons linéairesassoiées au photon et au Z sont données par :

Aµ = sW̄ 3
µ + cB̄µ, Zµ = cW̄ 3

µ − sB̄µ (1.146)où les osinus et sinus de l'angle de mélange sont dé�nis par :
c = Π̄30

(
Π̄2

00 + Π̄2
30

)−1/2
, s = Π̄00

(
Π̄2

00 + Π̄2
30

)−1/2
. (1.147)et sont a priori di�érents des préditions du Modèle Standard au niveau des arbres :

c 6= cW , s 6= sW . Le ouplage des fermions au photon s'érit alors :
Lfe� ⊃ gjµ3

L W 3
µ + g′jµY Bµ

= g′
[
c(Π′

00)
−1/2 − s

Π′
30

Π′
00

(
Π′

33 −
Π′ 2

30

Π′
00

)−1/2
]
jµY Aµ

+gs

(
Π′

33 −
Π′ 2

30

Π′
00

)−1/2

jµ3
L Aµ + · · ·

≡ ejµQAµ + · · ·où jQ = jY +j3L est le ourant életromagnétique assoié à Q = T3+Y et · · · représenteles ouplages au Z que nous détaillerons plus loin. Ainsi la harge életrique vaut :
e = gs

(
Π′

33 −
Π′ 2

30

Π′
00

)−1/2 (1.148)
= g′

[
c(Π′

00)
−1/2 − s

Π′
30

Π′
00

(
Π′

33 −
Π′ 2

30

Π′
00

)−1/2
] (1.149)et le ouplage à jQ implique la seonde relation reherhée entre les Πij(0) :

g′Π30(0) + gΠ00(0) = 0, (1.150)une fois enore indépendamment de la normalisation utilisée.



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 381.3.1.5 Corretions obliques pour un hamp de jauge lourdNous allons maintenant aluler à titre d'exemple les valeurs de es paramètres dansun exemple aadémique de nouvelle physique. Nous onsidérons le as simple où unhamp de jauge abélien Xµ, de masse M ≫ mW , est ajouté au Modèle Standard et neouple qu'aux fermions. On peut voir ette masse omme le résultat de la brisure d'unenouvelle symétrie de jauge à l'éhelleM . Nous supposons également, pour simpli�er ladisussion, que e dernier ouple uniquement au ourant d'hyperharge. Après brisurede la symétrie életrofaible, le lagrangien quadratique s'érit alors :
Lfull = −1

2
Bµ(q

2 − t2Wm
2
W )Bµ − 1

2
W a
µ (q2 −m2

W )Wµa − tWm
2
WW

3
µB

µ

−1

2
Xµ(q

2 −M2)Xµ + g′jµY (Bµ +Xµ) + gjµaL W a
µ + · · · (1.151)où · · · désignent des termes n'impliquant que le hamp de Higgs, qui n'est ii quespetateur, ou les interations entre les W a

µ . Le lagrangien e�etif à l'arbre s'obtienten assignant Xµ à sa valeur lassique, solution de l'équation du mouvement :
(q2 −M2)Xµ − g′jµY = 0 (1.152)et il vient :

Le� = −1

2
Bµ(q

2 − t2Wm
2
W )Bµ − 1

2
W a
µ (q2 −m2

W )Wµa − tWm
2
WW

3
µB

µ

+g′jµY Bµ + gjµaL W a
µ +

g2

2
(q2 −M2)−1(jµY )2. (1.153)Puis l'équation du mouvement pour Bµ :

(q2 − t2Wm
2
W )Bµ − tWm

2
WW

µ3 − g′jµY = 0 (1.154)permet d'éliminer, à l'ordre M−2, le arré du ourant d'hyperharge et ainsi passerdans une base oblique des opérateurs e�etifs :
Le� = −1

2
Bµ(q

2 − t2Wm
2
W )

[
1 − q2 − t2Wm

2
W

q2 −M2

]
Bµ

−1

2
W 3
µ

[
(q2 −m2

W ) − t2Wm
4
W

q2 −M2

]
Wµ3

−tWm2
WW

3
µ

[
1 − q2 − t2Wm

2
W

q2 −M2

]
Bµ

−W+
µ (q2 −m2

W )Wµ− + g′jµYBµ + gjµaL W a
µ . (1.155)En développant le lagrangien préédent pour q2 ≪ M2 jusqu'à l'ordre M−2, on litimmédiatement les orretions obliques dans e modèle :

Ŝ = Y = t−2
W T̂ =

m2
W

M2
, (1.156)

Û = V = W = 0. (1.157)Alors, la ontrainte la plus forte provient du paramètre T et pour mW ≃ 80 GeV,
t−2
W ≃ 3 et étant donné la ontrainte expérimentale rappelée plus haut, T ≃ 119T̂ ∼ 0, 1,on obtient une borne inférieure approximative pour la masse du boson de jauge Xµ :

M & 5 TeV. (1.158)



39 1.3 Paramétrer les orretions e�etives au Modèle StandardRemarquons en�n que, ontrairement à e qu'impose la paramétrisation préédentedes orretions obliques, Bµ n'est pas un hamp anoniquement normalisé :
Π′

00(0) = 1 − 2t2W
m2
W

M2
6= 1 (1.159)Cependant, une redé�nition des hamps �xant Π′

00(0) = 1 ne modi�e pas les orre-tions i-dessus à l'ordre M−2. En�n, l'exemple préédent est failement généralisableau as d'un ouplage arbitraire de Xµ aux ourants neutres. Ainsi, en réalisant leremplaement suivant dans Lfull i-dessus :
g′jµYXµ →

(
ag′jµY + bgjµ3

L

)
Xµ, (1.160)on obtient par la même proédure les paramètres obliques :

Ŝ =
m2
W

M2

(
a2 + b2 − 2abc−1

W s−1
W

)
, T̂ =

m2
W

M2
(atW − b)

2
, (1.161)

Y = a2m
2
W

M2
, Û = 2b

m2
W

M2
(b− atW ) , (1.162)

V = W =
b

a
X = b2

m2
W

M2
. (1.163)Le paradoxe du LEP La borne supérieure dérivée préédemment est un exempletypique de ontrainte apportée par LEP sur l'éhelle de la nouvelle physique, qui nepeut émerger en dessous de M ∼ 5 − 10 TeV sans induire de trop grandes déviationsaux observables de préision életrofaibles. D'un autre oté, le prinipe de naturalitésuggère plut�t M ∼ TeV a�n de stabiliser l'éhelle életrofaible. Les mesures expéri-mentales dans le seteur életrofaible indique alors que, pour une raison inonnue, lanouvelle physique vit au moins un ordre de grandeur au-dessus de son éhelle naturelle.Cei onstitue e que l'on appelle le petit problème de hiérarhie ou enore le paradoxedu LEP. Ainsi, quelque soit la théorie ultra-violette omplétant le Modèle Standardau-delà de mEW , elle-i inorpore a priori un léger ajustement de ses paramètres.Bien qu'il ne s'agisse ii que d'un ordre de grandeur, e problème mérite une attentiontoute partiulière puisqu'il est soutenu par les observations, ontrairement au problèmede hiérarhie de jauge, qui n'est grand que sous l'hypothèse où le Modèle Standard estvalide jusqu'à MPl.1.3.1.6 Intégrer la omposante qui ne ouple pas aux fermionsDans l'exemple préédent, pour obtenir le lagrangien oblique, nous avons intégrél'état propre de masse lourd Xµ. On peut remarquer que e dernier se dérive im-médiatement en intégrant la omposante de Xµ et Bµ qui ne ouple pas au ourantd'hyperharge, que nous notons :

Boutµ ≡ 1√
2

(Bµ −Xµ) . (1.164)A partir de (1.152) et (1.154), l'équation du mouvement pour Bout s'érit :
[
q2 − 1

2
(M2 + t2Wm

2
W )

]
Boutµ +

1

2
(M2 − t2Wm

2
W )Binµ +

tW√
2
m2
WW

3
µ = 0, (1.165)



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 40où Bin est la ombinaison orthogonale à Bout :
Binµ =

1√
2

(Bµ +Xµ) . (1.166)En intégrant alors diretement Bout, le lagrangien e�etif se retrouve diretement dansla forme oblique (1.155) ave B → Bin et les orretions obliques obtenues sont lesmêmes que si l'on avait intégré l'état propre de masse Xµ.D'une manière générale, peu importe la ombinaison linéaire des hamps intégrée,pourvu que le ouplage aux fermions reste dans sa forme standard :
g′jµYBµ + gjµaL W a

µ . (1.167)Cei met en lumière le fait qu'en présene d'une nouvelle physique, Bµ et W a
µ ne sontpas les hamps du Modèle Standard, en partiulier leurs relations ave le photon etle Z sont di�érentes omme illustré plus haut, mais seulement des hamps d'interpo-lation qui, dans un ontexte de théorie e�etive, permettent de relier les orretionsobliques dues à une nouvelle physique à des observables du Modèle Standard [3℄. Alorsqu'il est immédiat dans l'exemple préédent d'intégrer Xµ, puisque l'état propre demasse est déjà isolé dans le lagrangien omplet, il s'avère en revanhe beauoup utiledans des situations plus omplexes de diretement intégrer les ombinaisons linéairesdes hamps qui ne ouplent pas aux fermions du Modèle Standard. Cei permet no-tamment de aluler les orretions obliques de la théorie au-delà du Modèle Standardsans réaliser une proédure de diagonalisation, potentiellement lourde, de la matriede masse des bosons de jauge [13℄. En partiulier, dans les modèles à dimensions sup-plémentaire, ette propriété justi�e l'approhe holographique du alul des orretionsobliques [2, 1℄.1.3.2 Corretions (non)-obliques : Une paramétrisation mini-maleLes paramètres obliques onstituent une paramétrisation adéquate des orretionsau Modèle Standard lorsque la nouvelle physique ultra-violette a�ete uniquement lesself-énergies des bosons de jauge ou ouplent universellement aux fermions standards.Il reste ependant de nombreux modèles dans la littérature pour lesquels es ouplagesdévient de l'universalité. C'est notamment le as lorsque de nouveaux bosons de jaugelourds ouplent à des ourants fermioniques qui ne sont pas des ombinaisons de jYet jaL. Des orretions non obliques apparaissent également en présene de nouveauxfermions lourds omme par exemple dans les modèles à dimensions supplémentairesdans lesquelles les fermions du Modèle Standard sont autorisés à se propager. Danse as, les orretions e�etives sont partagées entre des orretions obliques et desdéviations aux ouplages des bosons de jauge aux fermions :

Le� = Loble� + Lcple� + · · · (1.168)où Loble� est de la forme (1.110) et · · · représentent d'autres orretions de la nou-velle physique, omme par exemple les ouplages entre bosons de jauge. La proédurehabituelle onsiste alors à réaliser un �t global des di�érents oe�ients apparaissantdans Le� à partir des mesures réalisées sur ertaines observables du Modèle Standard.



41 1.3 Paramétrer les orretions e�etives au Modèle StandardCependant une telle approhe ne permet pas de distinguer quelles sont les observablesles plus ontraintes de elles pour lesquelles les mesures expérimentales sont beauoupmoins préises. En e�et, puisque la majorité des tests de préision a été e�etuée àdes ollisionneurs e+e−, les observables impliquant des leptons hargés dans l'état �-nal sont les mieux mesurées et par onséquent apportent de plus fortes ontraintesà la physique au delà du Modèle Standard. Alors, seules de très faibles déviationsaux ouplages standard pour les leptons hargés sont permises expérimentalement etune universalité de es derniers, par rapport aux quarks et aux neutrinos, peut êtresupposée en première approximation.1.3.2.1 Corretions aux vertexOn peut alors onstruire une base des orretions e�etives où toutes les ontri-butions de la nouvelle physique dans le seteur des leptons hargés sont mises sousforme oblique, alors que Lcple� paramètre les déviations aux ouplages des quarks et desneutrinos, qui sont beauoup moins bien ontraintes expérimentalement [7℄. Une tellebase s'obtient en utilisant les équations du mouvements des bosons de jauge. Tenantompte également de l'invariane de jauge életromagnétique, on paramètre alors lesouplages aux fermions du photon et du Z de la manière suivante :
Lcple� = LcplSM + δLcpl (1.169)ave :

LcplSM = ejµQAµ +
g

cW
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(
jµ3
L − s2W j

µ
Q

)
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µ j
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) (1.170)
δLcpl ≡ (f̄γµf)

[
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cW
Zµ

(
CZf
m2
W

(q2 −m2
Z) + δgf

)
+ eq2

Cγf
m2
W

Aµ

] (1.171)pour f = uL, dL, uR, dR, νL. Les hamps neutres sont ii dé�nis omme les états propresde masse dans une base où le Z n'est pas anoniquement normalisé et se mélange iné-tiquement au photon. Ce hoix de base assure l'absene de orretions aux ouplagesdes leptons hargés, même après diagonalisation de la matrie de masse des bosons dejauge neutres. Par exemple, dans la base anonique dé�nie dans la setion préédente,l'élimination du mélange inétique modi�e le ouplage des leptons aux Z. Ainsi, dansla base oblique, le photon Aµ et le Z sont données simplement par :
Aµ = κ

(
sW̄ 3

µ + cB̄µ
)
, Zµ = cW̄ 3

µ − sB̄µ (1.172)ave :
c = Π30(Π

2
00 + Π2

30)
−1/2, s = Π00(Π

2
00 + Π2

30)
−1/2 (1.173)

κ2 = (Π2
00 + Π2

33)
−1
[
Π2

30Π
′
00 − 2Π00Π30Π

′
30 + Π2

00Π
′
33

] (1.174)où le photon est anoniquement normalisé. La symétrie életromagnétique impose no-tamment que le ouplage à un photon réel (q2 = 0) soit la harge életrique e =
gsκ−1 = g′cκ−1. Ainsi, en plus des 7 ombinaisons obliques, il y a 3 paramètres sup-plémentaires dans le seteur des neutrinos et 12 pour les quarks. Néanmoins, pour lesneutrinos, seul δgνL

est mesurable à partir du rapport de branhement invisible du Zet on peut montrer que e paramètre n'est pas indépendant mais s'érit omme uneombinaison de paramètres obliques :
δgνL

= V − 1

2
Û − tWX. (1.175)



Chapitre 1 : Théories des hamps e�etives au-delà de l'éhelle életrofaible 42De même, on démontre la relation suivante dans le seteur des quarks :
c2W (CγdL

− CγuL
) = (CZdL

− CZuL
) + t−1

W X. (1.176)Le nombre de paramètres indépendants est ainsi ramené à 7 + 11, orrespondant aunombre d'opérateurs de dimension six (10 + 10− 2) pertinents pour les tests de préi-sion életrofaibles. Cette paramétrisation des orretions e�etives o�re également uneleture laire des observables qu'elles a�etent. Si l'on se limite à l'étude des leptons(hargés et neutres), seuls les 7 paramètres obliques sont néessaires, par onstru-tion. Les observables mesurées au p�le du Z (q2 = m2
Z) qui impliquent des quarksdans l'état �nal sont prises en ompte par les 4 δg. En�n, les Cγ,Z ne sont néessairesque pour l'étude des setions e�aes σ(e+e− → qq̄) mesurées à LEP2 au dessus dup�le du Z, ainsi que les observables pertinentes pour la violation de la parité atom-ique. Comme évoqué préédemment, ette approhe o�re également l'avantage d'isolerles observables les mieux mesurées et on peut se limiter à l'ensemble des paramètresobliques en première approximation pour tester les modèles de nouvelle physique. No-tons néanmoins que dans e as, Ŝ ,T̂ , et ne aratérisent pas seulement les orretionsuniverselles générées par es derniers, mais également leurs e�ets sur les observablesimpliquant les leptons hargés. Une onséquene de ette proédure, volontairementnon invariante sous SU(2)L, est que les 7 paramètres obliques sont a priori de taillesimilaire, notamment Ŝ ∼ X et T̂ ∼ Û ∼ V , l'argument dimensionnel basé sur lelagrangien e�etif SU(2)L invariant n'étant plus valable. Au delà des leptons hargés,

Γ(Z → hadrons) est également très bien mesurée au p�le du Z. En sommant les ontri-butions des di�érents quarks à ette observable, il apparaît que la ombinaison suivanteest également fortement ontrainte :
δǫq ≡ δguL

− δgdL
. (1.177)Au dessus du p�le du Z, il en est également de même pour la ombinaison :

δCq ≡ CZuL
− CZdL

. (1.178)De plus, LEP1 a préisemment mesuré les proessus impliquant le quark bottom dansl'état �nal, e qui apporte une ontrainte forte sur δgdL
pour la troisième génération,noté δgbL

. Seul la déviation au ouplage des bottoms gauhes est fortement ontraintear le ouplage standard pour les bottoms droits est sensiblement plus faible, ne per-mettant pas une mesure aussi préise de sa déviation. Par onséquent, les éarts auxpréditions du Modèle Standard, pour les observables les mieux mesurées expérimen-talement, sont rassemblés en 10 paramètres :
Ŝ, T̂ , Û , V, W, X, Y, δǫq, δCq, δgbL

. (1.179)Un �t global de es dix paramètres ave les données expériementales ainsi que leuralul en termes des oe�ients des 18 opérateurs de dimension six pertinents estprésenté en [7℄.ConlusionDès lors qu'il existe deux éhelles nettement séparées dans un système physique,les e�ets à basse énergie des hamps vivant à haute énergie peuvent être paramétréspar une théorie e�etive plus simple, qui est onstruite en terme des degrés de liberté



43 1.3 Paramétrer les orretions e�etives au Modèle Standardlégers uniquement. Si la théorie omplète est onnue, l'ation e�etive s'obtient alorsen intégrant les degrés de liberté ne pouvant être diretement exités à basse énergie.Par ailleurs, lorsque la physique à basse énergie semble indiquer la présene d'une ex-tension, toutefois inonnue, à une éhelle plus élevée, l'approhe e�etive permet alorsd'en ontraindre les e�ets, et don in �ne d'en deviner la forme, en s'appuyant sur lamesure préise d'observables physiques. Ainsi, tel que le suggère la présene de la grav-itation à la masse de Plank ou tout autre nouvelle physique à l'éhelleM & TeV, dontle r�le est de stabiliser la hiérarhie de jauge, le Modèle Standard est très ertainementune approximation e�etive à l'éhelle életrofaible d'une théorie plus fondamentale.Si elle-i se manifeste autour du TeV, alors le lagrangien e�etif du Modèle Standardrespete en très bonne approximation les symétries de saveur SU(3)5, l'invariane sous
CP et la onservation des nombres baryonique et leptoniques. Dans e as, les pre-mières orretions aux préditions du Modèle Standard sont induites par une séried'opérateurs de dimension six, dont le nombre est réduit de 80 à 34 linéairement in-dépendants. Les expérienes du LEP testèrent la struture du Modèle Standard jusqu'àune préision du pour mille pour un ensemble d'observables életrofaibles autour dup�le du Z auquelles seulement une vingtaine de es opérateurs ontribuent. En on-séquene, les orretions de la nouvelle physique à es observables sont néessairementfaibles et impliquent typiquement M & 5 − 10 TeV. Nous avons présenté une méth-ode de alul des orretions obliques, ou universelles, qui paramètrent les e�ets d'unenouvelle physique dont les modi�ations sont onentrées dans les tenseurs de polari-sation des bosons de jauge életrofaibles. Après LEP2, il devient également possible deontraindre les déviations non universelles aux ouplages des fermions aux bosons dejauge. Dans e as, une extension simple de la paramétrisation oblique a été présentée.En�n, il est important d'insister sur le fait qu'après LEP1 et LEP2, environ une dizainede ombinaisons linéaires des 20 opérateurs e�etifs pertinents pour les observables depréision életrofaibles sont relativement ontraintes, les orretions obliques l'étant leplus fortement. Les théories au-delà du Modèle Standard peuvent alors ontribuer delarges orretions dans les 10 diretions restantes sans pour autant être exlues expéri-mentalement. La mise en route du LHC, outre la prodution de nouvelles partiules,o�rira la possibilité de ontraindre ertaines des ombinaisons linéaires auquelles LEPfut aveugle, notamment en étudiant les proessus de di�usion des bosons de jauge lon-gitudinaux. En e�et, alors que les amplitudes dans le Modèle Standard sont unitariséespar un Higgs léger, les opérateurs e�etifs induisent typiquement de nouveaux termesroissants ave l'énergie dans le entre de masse, dans la région mW ≪ E ≪ M . Side telles violations à l'unitarité sont observées, il sera alors possible de ontraindred'autres opérateurs et ainsi ompléter l'analyse présentée dans e hapitre.
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Chapitre 2Asymétrie matière/antimatièreau-delà du Modèle StandardPourquoi l'univers est majoritairement onstitué de matière ? La réponse à ettequestion majeure de la physique fondamentale réside à la frontière de la physique despartiules et de la osmologie primordiale. Nous ommençons e hapitre par une re-vue des ingrédients néessaires à la prodution d'une asymétrie matière/antimatièredans l'univers. Nous nous foaliserons sur le méanisme de baryogenèse életrofaiblequi permet de tester les diverses formes de physique au-delà du Modèle Standard parl'intermédiaire de la transition de phase életrofaible. Nous présenterons ensuite unalul détaillé du potentiel quantique du Higgs à température �nie dans une approhee�etive de la nouvelle physique. En�n, après avoir revisité la dynamique de la transi-tion dans e modèle, nous nous penherons sur la détetion d'ondes gravitationnellesémises lors de et événement. Nous tenterons ainsi de onsolider un des ponts existantentre la osmologie et la physique des partiules, dans l'espoir de omprendre l'originede la brisure de symétrie életrofaible en observant les � endres � gravitationnelles duHiggs libérées pendant la transition et baignant l'univers aujourd'hui enore, inaltérées.Cette étude e�etive de la transition de phase et de ses onséquenes observationnellesa donné à la première publiation reportée en �n de mémoire.2.1 Introdution à la baryogenèse primordiale2.1.1 Un univers apparemment dépourvu d'antimatièreA e jour, auune forme naturelle d'antimatière n'a été détetée dans le systèmesolaire exepté les quelques antiprotons observés par l'intermédiaire des asades dedésintégrations qu'ils produisent en entrant dans l'atmosphère terrestre. De la mesuredu �ux de es rayons osmiques on déduit que la densité d'antiprotons est 10−4 fois plusfaible que elle de protons. On sait ependant que es partiules d'antimatière sont lesproduits de ollisions proton-proton à haute énergie pp→ 3p+ p̄, ayant lieu dans le gazinterstellaire de notre galaxie. Elles n'ont don rien de primordiales. Mais alors d'oùprovient ette abondane de matière que l'on observe autour de nous ? A-t-elle toujoursexisté ou résulte-t-elle d'une dynamique partiulière ? Et si ette seonde hypothèses'avérait exate, quand l'antimatière aurait-elle disparu de notre univers observable ?45



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 46Ces interrogations peuvent paraître trop fondamentales et leurs réponses hors de portéede toute expliation théorique. En e�et, malgré ses suès, la hronologie atuelle denotre univers est peut-être enore trop immature pour faire omplète lumière sur ettequestion. D'ailleurs, la plupart du temps, une telle asymétrie matière/antimatière esttout simplement ajoutée à la main omme ondition initiale de notre univers pouren étudier l'évolution depuis la nuléosynthèse primordiale, 'est à dire à partir de
TBBN ∼ MeV, soit tBBN ∼ 400 s. Cependant, la physique des hautes énergies quidirige la dynamique des partiules peuplant l'univers dans les toutes premières étapesde son évolution, jusqu'à T ∼ 10−9 s après le Big Bang grâe au Modèle Standard,nourrit de nombreux espoirs vers une ompréhension de la prédominane de la matièresur l'antimatière. Nous présentons tout d'abord les évidenes expérimentales de etteasymétrie, avant de dérire le ontexte théorique de physique des partiules en perme-ttant l'expliation.Une mesure de l'asymétrie matière/antimatière est donnée par le rapport adimen-sionné :

η ≡ nB − nB̄
nγ

. (2.1)où nB, nB̄ sont respetivement les densités de baryons et d'antibaryons, alors que
nγ = 2ζ(3)T 3/π2 est la densité de photons dans l'univers. Cette dé�nition en terme dedensités présente l'avantage d'être onstante ave l'expansion de l'univers. Cei n'estnéanmoins vrai que pour des âges avanés de e dernier ar, aux premiers instantsde son histoire, l'univers pouvait ontenir des partiules massives qui ont ontribuéà la densité de photons après leurs annihilations. η onstitue ainsi une paramétrisa-tion invariante de l'asymétrie baryonique pour un univers au moins vieux de tBBN .Remarquons également que l'asymétrie matière/antimatière est paramétrée par uneasymétrie purement baryonique. La raison est simplement que les deux méthodes per-mettant à l'heure atuelle la mesure de l'asymétrie matière/antimatière ne sont sen-sibles qu'aux baryons. La première est via la nuléosynthèse primordiale, 'est-à-direla fabriation de noyaux omposites formés de plusieurs nuléons. Quant à la seonde,elle repose sur une mesure de la densité d'énergie de matière, essentiellement bary-onique1, présente lors de la reombinaison entre életrons et noyaux pour former lespremiers états liés atomiques. Avant la publiation de l'analyse des premières donnéesdu satellite WMAP [46℄, la nuléosynthèse fournissait l'unique mesure de l'asymétriebaryonique. En e�et l'abondane des éléments légers � notamment D, 3He, 4He, B et
7Li � produits à ette époque dépend essentiellement de la dynamique des interationsnuléaires2 ainsi que de la proportion de baryons présents dans l'univers à T ∼ MeV.L'estimation la plus préise est établie à partir de l'abondane du deutérium et onobtient [20℄ :

(5, 92 ± 0, 56)× 10−10 < ηBBN < (6, 28 ± 0, 35)× 10−10. (2.2)La fenêtre est légèrement plus large si l'on souhaite rendre ompte également de l'abon-dane de 7Li. Une autre mesure d'asymétrie est obtenue, de façon totalement indépen-dante, par l'observation du spetre des perturbations en température du fond di�usosmologique réalisée par WMAP. En e�et, la struture en pis du spetre résulte des1L'életron étant 2000 fois plus léger que le proton, les osillations aoustiques de leptons sontomplètement négligeables devant les osillations baryoniques observées par l'expériene WMAP.2Par exemple, l'énergie de liaison typique des noyaux, étant de l'ordre du MeV, �xe l'éhelle detempérature à laquelle es derniers peuvent se former sans être détruits par les �utuations thermiques.



47 2.1 Introdution à la baryogenèse primordialeosillations aoustiques des baryons au moment du déouplage ave la radiation, suiteà la formation des premiers atomes. Le rapport des amplitudes de es pis permet uneestimation assez préise de la densité d'énergie baryonique ontenue dans l'univers. Onobtient alors pour η [20℄ :
ηCMB = (6, 14 ± 0, 25)× 10−10. (2.3)Les modèles de Big Bang prédisent que le rapport η ne doit pas varier depuis la nu-léosynthèse primordiale jusqu'à aujourd'hui, puisqu'auune espèe ne � perd l'équili-bre � thermique et ne modi�e la densité de photon durant ette période. Ainsi, nonseulement les deux mesures préédentes sont l'évidene observationnelle d'une asymétriebaryonique, mais elles onsituent également un autre test que passe ave suès le mod-èle de osmologie standard.Du reste, on peut toujours penser que l'asymétrie a toujours été présente par lepassé et qu'il s'agit simplement d'un fait et non la onséquene d'une phénomène in-onnu. En plus d'être peu satisfaisante d'un point de vue théorique, la physique despartiules semble éarter ette possibilité. En e�et, le théorème CPT , sur lequel ellerepose, impose que haque partiule soit aompagnée d'une antipartiule de mêmemasse et de même largeur de désintégration. Si ela était le as, notre univers ne seraitaujourd'hui qu'un immense réservoir de lumière et de matière � gelée � à de très faiblesdensités suite à l'expansion de l'univers. En e�et, dans sa phase la plus primordiale,l'univers est un plasma à très haute température. Si elle-i est supérieure à 2mX ,où mX est la masse d'une espèe X , ses partiules sont alors à l'équilibre thermiqueave leurs antipartiules. Les photons produits par l'annihilation XX̄ → γγ sont su�-isamment énergétiques pour produire à leur tour les paires détruites préédemmentvia la réation inverse γγ → XX̄. Ensuite, l'univers en expansion se refroidissant, ladi�usion de photons n'est plus assez e�ae pour réer de nouvelles paires XX̄ lorsque

T . 2mX , l'espèe X est alors hors-équilibre. Partiules et antipartiules ommenentà disparaître par annihilation, ontribuant ainsi à la densité de photons. En�n, l'ex-pansion aidant, les partiules de matière, se faisant de plus en plus rares, �nissent parêtre séparées de leurs partenaires d'antimatière d'une distane su�samment grandepour que l'annihilation s'arrête, laissant ainsi une densité relique onstante dans l'u-nivers. On peut en outre aluler la densité de matière baryonique � et d'antimatière� restante à l'époque de la nuléosynthèse pour un univers initialement symétrique.On trouve alors [64℄ :
nB
nγ

=
nB̄
nγ

≃ 10−18, (2.4)e qui est bien trop faible pour générer les abondanes d'éléments légers néessairespour rendre ompte des grandes strutures observées aujourd'hui dans l'univers. Ainsi,bien que l'état atuel de nos onnaissanes ne permette pas de omplètement rejeterl'idée d'un univers initialement symétrique, ontenant autant de partiules que d'an-tipartiules, il semble raisonnable d'en faire l'hypothèse. En e as, l'asymétrie mesurée,bien qu'étant donnée par un nombre relativement faible, est huit ordres de grandeurplus importante que la valeur prédite par la théorie. Un méanisme de prodution debaryons est alors néessaire pour porter η à hauteur de 10−10 en partant d'un universsymétrique.



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 482.1.2 Conditions de SakharovEn 1967 Sakharov [66℄ démontra qu'une théorie mirosopique, régissant les in-terations du plasma primordial, ne pouvait rendre ompte de l'asymétrie baryoniqueobservée aujourd'hui si elle ne satisfaisait pas aux onditions suivantes :� le nombre baryonique B n'est pas onservé,� l'univers doit traverser une phase d'hors-équilibre thermique,� la onjugaison de harge C, ainsi que de sa omposition ave la parité CP , nesont pas des symétries exates.La première ondition est triviale si on suppose qu'initialement l'univers est dans unétat symétrique. Dans e as la harge baryonique totale de e dernier est nulle etle restera, puisqu'auune interation ne viole B. Supposons don que B ne soit pasune quantité onservée et qu'il existe une désintégration du type X → qq � où, pardé�nition, X a un nombre baryonique nul � produisant un exès de baryon ave untaux Γ. Une fois et exès présent dans l'univers, la réation inverse qq → X peut avoirlieu. Si l'univers reste à l'équilibre thermique, alors par dé�nition es deux réationsont le même taux :
Γ(X → qq) = Γ(qq → X) (2.5)et les baryons générés par la première seront aussit�t onsommés par la seonde pourmaintenir la harge baryonique initiale de l'univers à l'équilibre. Supposons maintenantque les deux premières onditions soient satisfaites et onsidérons la dernière. Toutd'abord si C est une symétrie exate, la réation C-onjuguée X̄ → q̄ générera lemême nombre d'antibaryons :
Γ(X → qq) = Γ(X̄ → q̄q̄), (2.6)de sorte qu'auune asymétrie peut apparaître. Cependant, une violation de C n'estpas su�sante pour produire une asymétrie baryonique ; CP doit également être brisée.Pour voir ela prenons le as où C et P sont violées mais de manière à e que CPsoit une symétrie exate. Ainsi X peut posséder deux anaux de désintégration, soiten paire de quarks gauhes (X → qLqL) ou droits (X → qRqR) a priori di�érents. Parailleurs, rappelons qu'un fermion hiral se transforme (grossièrement) sous C et CPomme qL → q̄L et qL → q̄R respetivement, où q̄R est l'antipartiule � de hiralitégauhe ! � assoiée à qR3. Ainsi une violation de C implique :

Γ(X → qLqL) 6= Γ(X̄ → q̄Lq̄L), Γ(X → qRqR) 6= Γ(X̄ → q̄Rq̄R), (2.7)tandis que l'invariane sous CP impose :
Γ(X → qLqL) = Γ(X̄ → q̄Rq̄R), Γ(X → qRqR) = Γ(X̄ → q̄Lq̄L). (2.8)En�n en sommant sur les deux hiralités, on obtient des égalités préédentes que lenombre baryonique total B = BL +BR reste onservé :
Γ(X → qLqL) + Γ(X → qRqR) = Γ(X̄ → q̄Lq̄L) + Γ(X̄ → q̄Rq̄R). (2.9)Ainsi auune asymétrie matière/antimatière ne peut voir le jour si l'univers ontient

X et X̄ en proportions égales, e qui est naturellement le as selon l'hypothèse quee dernier se trouve initialement dans un état symétrique. C et CP doivent don êtretoutes deux brisées.3Les indies L,R indiquent la harge d'isospin faible, et non la hiralité.



49 2.1 Introdution à la baryogenèse primordiale2.1.3 Les onditions de Sakharov dans le Modèle Standard2.1.3.1 Violation du nombre baryoniqueAu niveau des arbres, les nombres baryonique et leptonique4 sont onservés dans leModèle Standard. Ces lois de onservation lassiques sont la onséquene de symétries
U(1) globales que le lagrangien respete aidentellement5 après la brisure spontanéede SU(2)L × U(1)Y . Cependant es symétries sont anormales ; elles sont violées auniveau quantique par l'anomalie axiale. Adler, Bell et Jakiw [2, 10℄ montrèrent qu'unourant fermionique axial jµ5 = ψ̄γµγ5ψ qui, bien que onservé par une symétrielassique, reevait radiativement une ontribution non nulle à sa divergene lorsqu'ilest ouplé à un hamp de jauge. L'anomalie est exlusivement produite à une boulepar des diagrammes de type triangle. Pour un ourant assoié à une symétrie de jaugeon dérive la ontribution suivante :

∂µj
µ5a = ∂µ(ψ̄γ

µγ5taψ) =
g2

4π2
AabcF bµν F̃

µνc (2.10)où F est le tenseur de jauge, F̃ son dual6 et Aabc est le oe�ient de l'anomalie donnépar :
Aabc =

1

2
tr[ta{tb, tc}] (2.11)où les ta sont les générateurs du groupe de jauge assoié à Aaµ. Dans le as d'unesymétrie de jauge, la présene d'une anomalie est lourde de onséquene puisqu'ellealtère fortement le omportement ultraviolet de la théorie au point de rendre la théorienon renormalisable.L'anomalie étant purement axiale, un orollaire immédiat est que elle-i ne vi-ole auune symétrie respetant la parité, omme par exemple QCD. En revanhe lesinterations életrofaibles du Modèle Standard sont hirales et violent maximalementette dernière ar seules les fermions gauhes respetent l'invariane d'isospin SU(2)L.Ainsi les ourants assoiés à la symétrie SU(2)L × U(1)Y ne sont a priori pas on-servés. Néanmoins on peut montrer qu'il existe un hoix d'hyperharge pour lequelles anomalies assoiées aux quarks ompensent exatement elles provenant des lep-tons. L'absene d'anomalie de jauge repose alors uniquement sur le fait qu'il existedans le Modèle Standard autant de quarks que de leptons hargés sous SU(2)L, enassurant ainsi la ohérene interne au niveau quantique. Une onséquene immédiatede ette intrigante ompensation est que les ourants baryonique et leptoniques restentnéanmoins anormaux et on a :

∂µj
µ
B = ∂µj

µ
L =

Nf
32π2

(
g2W a

µνW̃
aµν − g′2BµνB̃

µν
) (2.12)où W a

µν , Bµν et g, g′ sont les tenseurs et ouplages de jauge de SU(2)L et U(1)Yrespetivement. La symétrie globale U(1)B ×U(1)L est alors réduite à UB−L, re�étantune fois enore la ompensation des anomalies entre quarks et leptons . Il s'avère que4En l'absene de masses pour les neutrinos, haque saveur leptonique est séparément onservée.5Ces symétries sont dites aidentelles dans le sens où elles n'existent que pare que la struture duModèle Standard est e qu'elle est. Une fois le ontenu en matière dé�ni et le groupe de jauge hoisi,
U(1)B et U(1)L apparaissent omme des symétries globales sans qu'elles soient imposées initialement.6dé�ni par F̃µν = 1

2
ǫµνρσFρσ où ǫ est le tenseur de rang quatre omplètement antisymétriquevéri�ant ǫ0123 = +1.



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 50le membre de droite de (2.12) n'a auun e�et notable en théorie des perturbations aril s'agit d'une dérivée totale. W a
µνW̃

aµν = ∂µK
µ et BµνB̃µν = ∂µk

µ ave :
Kµ = ǫµνρσ

(
W a
νρW

a
σ − g

3
ǫabcW

a
νW

b
ρW

c
σ

)
, (2.13)

kµ = ǫµνρσBνρBσ. (2.14)En intégrant (2.12) on peut érire la variation du nombre baryonique omme :
B(+∞) −B(−∞) =

∫
dt′d3x j0B

=
Nf

32π2

[∫
d3x

(
g2K0 − g′2k0

)]t′=−∞

t′=+∞
. (2.15)Elle est don générée par un terme de bord qui s'annule à moins que les hamps de jaugene soient dans une on�guration topologiquement non triviale à l'in�ni. Cette onditionn'est pas satisfaite perturbativement ar, par hypothèse, les hamps sont nuls à l'in�ni.Cependant, en 1976 't Hooft démontra qu'une violation du nombre baryonique peutêtre engendrée par des e�ets non perturbatifs tirant partie de la struture topologiquedu vide de la théorie életrofaible [68℄. En e�et, bien que l'ation életrofaible soit triv-ialement minimale pourW a

µ = Bµ = 0, e vide n'est pas unique et il existe d'autres on-�gurations dites de jauge pure, W a
µ = ig−1Ω∂µΩ

†σa et Bµ = ig′−1ω∂µω
†, dégénéréesave la première et qui sont soure de violation du nombre baryonique dans le ModèleStandard. Ces on�gurations sont reliées entre elles par de simples transformationsde jauge Ω(x) et ω(x) pour SU(2)L × U(1)Y . Par ailleurs le tenseur de jauge abélien

Bµν s'annule pour un hamp de jauge pure � k0 = 0, ∀ω � ainsi la violation de Bprend son origine uniquement dans la struture du vide de SU(2)L. En topologie les
Ω sont interprétés omme des appliations de la sphère S3 sur le groupe SU(2) et sontordonnés en di�érentes lasses d'homotopie aratérisées par un invariant topologique :le nombre de Chern-Simmons, NCS. Ce nombre est un entier qui ompte le nombre defois que le hamp de jauge � enveloppe � S3 et pour SU(2) il s'érit omme :
NCS(Ω) ≡ g2

32π2

∫
d3xK0 =

g2

32π2

∫
d3xǫijk

(
W a
ijW

a
k − g

3
ǫabcW

a
i W

b
jW

c
k

)
. (2.16)où W = W (Ω) est un hamp de jauge pure. En terme de l'entier de Chern-Simmons,(2.15) se met sous la forme :

∆B ≡ B(+∞) − B(−∞) = Nf [NCS(Ωt=+∞) −NCS(Ωt=−∞)] . (2.17)Ainsi ∆B 6= 0 n'est possible que si le hamp de jauge de SU(2)L réalise une transitiond'un vide donné à t = −∞ vers un vide à t = +∞ pour lequel NCS est di�érent.En outre, le nombre de Chern-Simmons étant un entier, B varie au minimum de Nfunités, de même que L, e qui orrespond à la prodution simultanée de Nf leptons et
3Nf quarks.La violation du nombre baryonique n'est possible que lors d'une transition d'unvide de SU(2)L vers un autre topologiquement distint. Appartenant à des lassesd'homotopie di�érentes, es deux vides ne peuvent pas être déformés ontinûmentl'un vers l'autre sans reourir à une on�guration de hamp de plus grande énergie.Il existe don une ertaine barrière de potentiel dans l'espae de on�guration des



51 2.1 Introdution à la baryogenèse primordiale

Fig. 2.1 � Représentation shématique de la variation d'énergie du hamp de jauge Wdans l'espae de on�guration. Les minima appartiennent à des lasses d'homotopiedistintes et sont séparés par une barrière dont la hauteur orrespond à l'énergie dusphaléron.hamps séparant les vides topologiquement di�érents. Dans le Modèle Standard, lepro�l d'évolution de l'énergie des hamps hargés sous SU(2)L dans et espae estextrêmement omplexe à déterminer. Néanmoins Klinkhamer et Manton [54, 45℄ ontdémontré l'existene d'un point de selle orrespondant à la on�guration des hampsd'énergie minimale qu'il est néessaire de franhir pour transiter d'un vide vers un autreave ∆NCS 6= 0. Une telle on�guration s'appelle un sphaléron7. C'est une solutionlassique des équations du mouvement de la théorie életrofaible dont l'énergie estnumériquement évaluée à [45℄ :
Esph =

2mW

αw
f

(
mh

mW

) (2.18)où f balaye l'intervalle entre 1,5 et 2,7 lorsque mh varie de zéro à l'in�ni et α−1
w ≡

4π/g2 ≃ 30. La �gure 2.1 illustre shématiquement l'évolution de l'énergie en fon-tion du hamp Wi. Ainsi, dans le Modèle Standard, Esph ≃ 10 TeV. Par ailleurs, a�nd'obtenir ∆B ∼ O(1), omme l'impose (2.17), (2.12) requiert Wµ ∼ O(4π/g), e quiorrespond à une amplitude du hamp relativement forte pour une théorie faiblementouplée telle que SU(2)L×U(1)Y pour laquelle 4π/g ≃ 20. Une telle on�guration on-tient alors néessairement un grand nombre de quanta et es transitions topologiquespeuvent être dérites en première approximation par l'étude semi-lassique d'un e�ettunnel à travers une barrière d'une hauteur approximative de 10 TeV.Instanton à température nulle A température nulle un franhissement de ettebarrière n'est possible que par e�et tunnel quantique qui, dans le ontexte des théoriesde jauge, est ontr�lé par les on�gurations instantons [9℄. Dans la théorie de Yang-Mills, un instanton est une solution des équations du mouvement en espae-tempseulidien interpolant entre un vide NCS = 0 à tE = −∞ et NCS = 1 à tE = +∞,omme illustré �gure 2.2. Pour SU(2)L, l'ation évaluée sur e type de on�guration7nom tiré du gre anien σφαλǫρoς signi�ant prêt à tomber, aratérisant intuitivement e qu'estun point de selle, 'est-à-dire une solution instable.
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Fig. 2.2 � Con�guration instanton en temps eulidien. Le terme instanton désigne uneon�guration dont l'énergie ∼
∫

(∂W )2 est loalisée en temps eulidien.non triviale du hamp de jauge vaut : Sinst = 4π/αw [68℄. Par onséquent la probabilitéd'une transition topologique dans la limite semi-lassique est donnée par :
Pinst ∼ e−2Sinst = e−

8π
αw ∼ 10−320, (2.19)rendant la violation de B à température nulle totalement inobservable8, e qui est enréalité bienvenu pour la stabilité du proton dans le adre Modèle Standard. On om-prend failement une telle suppression de ette probabilité de transition en insistant ànouveau sur le fait que l'instanton est une on�guration où le hamp a une relativementforte amplitude. L'instanton est don bâti sur la superposition ohérente d'un grandnombre de quanta dont la probabilité d'apparition est essentiellement supprimée parl'exponentielle de e nombre, e que traduit (2.19).Transition topologique à température �nie Un fois le Modèle Standard plongédans un plasma à température T , une transition vide-vide ave ∆B 6= 0 est rendue pos-sible en s'� appuyant � sur les �utuations thermiques pour � sauter � la barrière [29℄.A température �nie l'expression (2.18) pour l'énergie du sphaléron devient :

Esph(T ) =
2mW (T )

αw
f

(
mh

mW

)
∼ φ(T )

αw
(2.20)ave mW (T ) = gφ(T )/2 et la valeur dans le vide du Higgs dépend maintenant de latempérature ar, omme nous verrons un peu plus loin, le minimum du potentiel estmodi�é par les interations ave le plasma. En partiulier, la symétrie életrofaible peutêtre restaurée � φ(T ) = 0 � si la température est su�samment élevée. Selon que lathéorie soit dans une phase brisée ou symétrique, les probabilités de transition serontsensiblement di�érentes, 'est pourquoi nous étudierons séparément es deux as.8Le alul préédent n'est pas sensiblement modi�é lorsqu'on tient ompte de U(1)Y ou en présened'un méanisme de Higgs [3℄.



53 2.1 Introdution à la baryogenèse primordialePhase brisée Lorsque φ(T ) 6= 0 le alul de la probabilité de transition estrelativement aisé dans l'approximation semi-lassique. Ainsi la probabilité par unitéde volume et de temps de franhir le ol dé�ni par le sphaléron est donnée, à l'équilibrethermique, par le traditionnel poids de Boltzmann :
Γbsph ≃ A(T )e−Esph(T )/T . (2.21)Alors que l'exponentielle orrespond au résultat lassique gaussien, dominant largementle omportement en température de Γsph dans ette phase, le oe�ient A(T ) estobtenu en intégrant les �utuations quantiques et thermiques autour du sphaléron etvaut [18, 19℄ :

A(T ) ≃ 2.8 × 105κT 4
(αw

4π

)4
(

Esph(T )

f(mh/mW )T

)7 (2.22)ave 10−4 < κ < 10−1 [28℄.Phase symétrique Le alul du taux de transition dans la phase symétriqueest beauoup plus ardu ar il n'est plus possible de développer perturbativement lerésultat autour de la solution lassique. En e�et, l'énergie du sphaléron devenant nullepour φ(T ) = 0, les �utuations deviennent alors aussi importantes que la on�gurationsphaléron et doivent être traitées non perturbativement. Ainsi, mis à part une résolutionnumérique sur réseau, il est seulement possible de faire une estimation naïve de Γsphdans ette phase en se basant sur une simple analyse dimensionnelle. Tout d'abord lasuppression de Boltzmann est absente puisque Esph = 0 et on s'attend naturellementà e que les transitions topologiques violant le nombre baryonique se produisent trèsfréquemment dans la phase symétrique. On peut alors évaluer grossièrement le tauxde transition à partir d'une estimation de la longueur de orrélation et du temps deohérene de la on�guration responsable de ette transition en érivant :
Γssph ∼ 1

l3t
. (2.23)Intuitivement, un ordre de grandeur de l s'obtient à partir de l'énergie de la on�gura-tion du hamp de jauge réalisant la transition. Cette énergie est estimée en rappelantque ∆B ∼ O(1), en utilisant (2.16), requiert :

αwl
3(∂Wi)Wi ∼ αwl

3Wi

l
Wi ∼ O(1) →Wi ∼

1

l
√
αw

. (2.24)et l'énergie assoiée s'érit :
E ∼

∫
d3xW a

ijW
aij ∼ l3(∂Wi)

2 ∼ 1

αwl
. (2.25)On peut alors obtenir le l aratéristique dans la phase symétrique en demandant quele taux de transition ne soit plus supprimé par le poids de Boltzmann :

E

T
∼ O(1) → l ∼ 1

αwT
. (2.26)On est ensuite tenté de penser que, puisqu'étant à haute température, le système estultra-relativiste et que l'invariane de Lorentz impose t ∼ l. En e as on obtient :

Γsph ∼ (αwT )4. Cependant en réalité à température �nie la symétrie de Lorentz est



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 54brisée ar il existe un référentiel privilégié, elui où le bain thermique est au repos. Enoutre, l'évolution temporelle du hamp de jauge se trouve modi�ée dans l'infrarougepar la présene du bain ar il frotte sur e dernier. Arnold et al. [6, 8℄ ont alors montréque e terme de frition implique en réalité t ∼ 1/α2
wT soit :

Γssph ≃ kα5
wT

4, (2.27)où k est une onstante que des aluls sur réseau estime autour de k ≃ 30, numérique-ment prohe de α−1
w .2.1.3.2 Violation de C et CPLes interations életrofaibles distinguent expliitement la hiralité des fermions,puisque seules les partiules gauhes portent une harge d'isospin faible et que, paronséquent, leurs hyperharges di�érent de leurs partenaires droits de manière à assurerun ouplage au photon de type veteur après brisure spontanée de SU(2)L × U(1)Y .La parité est don maximalement violée dans le Modèle Standard. En onséquene

C l'est également puisque ette transformation remplae haque partiule gauhe parson antipartiule de hiralité droite et inversement. Il se trouve ependant que esdeux brisures, bien qu'ayant une origine ommune, ne se ompensent pas totalementlorsque les fermions sont massifs. En e�et un terme de masse de Dira est de typeveteur et ainsi brise la symétrie hirale des interations életrofaibles. La omposition
CP n'est alors pas une symétrie exate de la théorie omme l'ont notamment montréles expérienes d'osillation des kaons neutres. Dans le Modèle Standard la prinipalesoure de violation de CP réside dans l'existene d'un désalignement entre la base desétats propres d'interation et elle des états propres de masse pour les quarks. Dans lapremière, le ouplage des quarks gauhes au W est donnée par :

LW =
g√
2

Nf∑

i=1

ūiLγ
µdiLW

+
µ + h.c. (2.28)Après brisure de la symétrie életrofaible, les masses des quarks sont diagonalisées parle jeu de matries unitaires suivant :diag({mi

u}) = UuLMu(U
u
R)†, (2.29)diag({mi

d}) = UdLMd(U
d
R)†. (2.30)Dans la base des états propres de masse les ouplages auW ne sont alors plus diagonauxsi UuL 6= UdL et induisent des proessus de hangement de saveur :

LW → g√
2

Nf∑

i,j=1

ūiLγ
µVijd

j
LW

+
µ + h.c. (2.31)où V ≡ UuL(UdL)† est la matrie de mélange de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM).

V est une matrie Nf × Nf unitaire ontenant N2
f paramètres indépendants, dont

Nf (Nf −1)/2 angles de mélange et Nf (Nf +1)/2 phases. 2Nf −1 d'entre elles peuventêtre absorbées en redé�nissant les 2Nf hamps de la théorie, laissant (Nf−1)(Nf−2)/2phases physiques. En outre, on remarque qu'il existe au moins une phase pour Nf ≥ 3et qu'ainsi le Modèle Standard, ave es trois générations, ontient une phase physiquepermettant de rendre ompte des proessus de violation de CP via les ouplages des



55 2.1 Introdution à la baryogenèse primordialequarks au W . Il y a une multitude de paramétrisations di�érentes de la matrie Vet don autant de dé�nition de la phase violant CP . Jarlskog [42℄ montra néanmoinsqu'il est possible de onstruire un invariant J permettant de mesurer l'amplitude deviolation de CP de la matrie CKM :
JCKM ≡ det

([
M2
u,M

2
d

])
,

= (m2
t −m2

c)(m
2
t −m2

u)(m
2
c −m2

u)(m
2
b −m2

s)(m
2
b −m2

d)(m
2
s −m2

d)

×ℑm (V11V22V
∗
12V

∗
21) . (2.32)

JCKM étant proportionnel aux matries de masse des quarks, il est trivialement in-variant sous les redé�nitions unitaires des quarks modi�ant la paramétrisation de V .2.1.3.3 Hors équilibre thermique au ours d'une transition du premierordreDans le Modèle Standard le potentiel du Higgs brise spontanément la symétrie dejauge SU(2)L × U(1)Y via un terme de masse négatif :
VSM (H) = m2H†H + λ(H†H)2, m2 < 0, λ > 0. (2.33)Le Higgs est alors un tahyon et onstitue une �utuation au dessus d'un vide instable.Cei traduit la présene d'un ondensat homogène dans le vide, H = H0 + δH où

HT
0 = (0, v0/

√
2) ave la valeur dans le vide v0 ≡

√
−m2λ ≃ 246 GeV. δH représentealors une �utuation quantique qu'il est possible de traiter perturbativement. Elleontient trois bosons de masse nulle et un salaire physique, le boson de Higgs, demasse m2

h = −2m2. Une façon élégante de déterminer la valeur dans le vide onsisteà supposer qu'il existe un ondensat φ minimisant globalement le potentiel VSM pour
φ = v0 en l'absene de �utuations quantiques :

VSM (H) → V0(φ) =
m2

2
φ2 +

λ

4
φ4, (2.34)

V ′
0 (φ) = 0 et V ′′

0 (φ) > 0 → φ = v0. (2.35)Bien que trivial à l'arbre, ette approhe simpli�e grandement le alul des orretionsquantiques à V0(φ) que nous développerons en détail dans le seonde partie de ehapitre. Cependant le potentiel préédent est seulement pertinent dans le vide, 'està dire à température nulle. En présene d'un plasma à température T , omme 'estle as dans l'univers primordial, le potentiel du Higgs V0 reçoit des orretions suite àl'interation du ondensat ave les partiules du bain thermique. On peut estimer laforme de elles-i par une simple analyse dimensionnelle. Puisque la température estla moyenne de l'énergie inétique désordonnée des partiules du bain, on a [T ] = 1 etle potentiel à température �nie prend la forme :
VT (φ) ≃ D

(
T 2 − T 2

0

)
φ2 − ETφ3 +

λ(log T )

4
φ4, T 2

0 ≡ m2
h

4D
. (2.36)On remarque deux propriétés essentielles du potentiel thermique à e stade. Toutd'abord si D est positif et la température su�samment élevée, T & T0, alors l'originedu potentiel redevient stable et la symétrie de jauge est restaurée à haute température !Il est don fortement probable qu'il y ait eu une transition depuis une phase symétrique
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Fig. 2.3 � Évolution du potentiel ave la température lors d'une transition du seondordre. A la température ritique le potentiel est plat autour de l'origine et autorise delarges �utuations.à haute température vers la phase brisée que l'on onnaît aujourd'hui à T ≃ 0. φ estalors utilisé omme paramètre d'ordre perturbatif de ette transition. De plus, danse ontexte, le signe de E est ruial ar il ontr�le l'ordre de la transition. Si E > 0,alors il existe une région en φ où VT est ontr�lé par le terme ubique négatif pourlequel V ′′
T < 0. A une température stabilisant l'origine, le potentiel développe ainsi unebarrière la séparant d'un seond minimum en φ 6= 0. La transition dans e as est dupremier ordre. Nous verrons que ette barrière joue un r�le apital pour la baryogenèseéletrofaible en permettant notamment la mise hors-équilibre thermique du plasmaprimordial. En�n pour E ≤ 0, la ourbure du potentiel est toujours positive tant quel'origine est stable et la transition est alors du seond ordre. Nous allons maintenantbrièvement revoir les aratéristiques élémentaires de es deux types de transition.Transition du seond ordre Une transition du seond ordre est aratériséepar une évolution ontinue et homogène dans l'espae du paramètre d'ordre, de φ = 0vers φ 6= 0 lorsque la température diminue. En e�et, la ourbure du potentiel étanttoujours partout positive pour T > T0, il n'existe qu'un seul minimum quelque soit T .Pour le as simpli�é où E = 0, les di�érentes étapes de e type de transition, illustréesen �gure 2.3, sont alors les suivantes :� T > T0 : l'univers est dans la phase symétrique.� T = T0 : le potentiel devient relativement plat sur une large région autour del'origine et e jusqu'à e qu'il soit dominé par le ouplage quartique positif.� T . T0 : l'origine devient instable et un nouveau minimum se forme simultané-ment en φ 6= 0.La température à laquelle le minimum du potentiel est déplaé vers une position en

φ 6= 0 est appelée la température ritique Tc, qui est simplement T0 en l'absene determe ubique. En onséquene de la platitude du potentiel en T = Tc, les �utuationspeuvent être relativement larges et ainsi failement entraîner le système vers une phasebrisée dès lors que la température passe sous sa valeur ritique.
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Fig. 2.4 � Évolution du potentiel salaire en fontion de la température pour unetransition de phase de premier ordre.Transition du premier ordre et hors-équilibre thermique Dû au ouplageubique négatif, le potentiel est extrémal en trois points dans l'intervalle de température
T0 < T < T∗. Il présente deux minima en φ = 0 et φ = φ+ ainsi qu'un maximum en
φ− ave :

φ± =
3ET

2λ(T )
± 1

2λ(T )

√
9E2T 2 − 8λ(T )D(T 2 − T 2

0 ). (2.37)
T∗ est solution de φ+ = φ− et orrespond à la température à laquelle la barrièreapparaît :

T 2
∗ =

T 2
0

1 − 9E2/8λ(T∗)D
, (2.38)et φ±(T∗) = 3ET∗/2λ(T∗). Lorsque le potentiel développe une barrière entre deuxminima, la transition est dramatiquement di�érente. En voii les di�érentes étapes,shématisées en �gure 2.4.� T > T∗ : l'unique minimum est à l'origine et l'univers est dans un phase symétrique.� T = T∗ : à une température supérieure à T0 un seond minimum se développeloalement en φ+, séparé d'une origine restée stable par une barrière de potentielentrée en φ−. Le minimum global est toujours symétrique.� T = Tc : les deux minima deviennent dégénérés et le système peut amorer satransition vers une phase de symétrie brisée en franhissant la barrière. La tran-sition se produit par nuléation de bulles de phase brisée dans un environnementsymétrique.� T = Tn : les bulles s'érasent sous leur tension super�ielle et disparaissentjusqu'à e qu'elles soient nuléées ave une taille ritique su�samment grandepour qu'elles puissent s'étendre et onvertir l'univers dans la phase brisée. C'estle phénomène de surfusion aratéristique des transitions du premier ordre.� T = T0 < Tn : la transition est a priori terminée et l'origine devient instable. Labarrière disparait.



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 58La température ritique Tc est donnée par :
T 2
c =

T 2
0

1 − E2/λ(Tc)D
(2.39)résolvant ainsi VT (φ+(Tc)) = VT (0). Une analyse détaillé du alul de Tn sera faite dansla dernière partie de e hapitre où nous étudierons les onséquenes d'une éventuellesurfusion. On néglige pour le moment et e�et, permettant ainsi d'identi�er Tc ≃ Tn.La température ritique est la température à partir de laquelle la phase brisée est laplus favorable énergétiquement. En revanhe, ontrairement à une transition du se-ond ordre, la barrière empêhe les �utuations du système dans la phase symétrique del'entraîner ontinûment vers la phase brisée. La transition se produit par nuléation debulles générées spontanément par des �utuations du vide dans la phase symétrique. Ily a don oexistene des deux phases au ours de la transition, e qui permet d'obtenirun régime hors-équilibre thermique durant ette période, la phase symétrique étant mé-tastable. Nous verrons dans la prohaine partie omment la présene des bulles permetd'exploiter les onditions de Sakharov et ainsi produire des baryons lors de la transition.Potentiel e�etif dans le Modèle Standard Voyons maintenant quel est l'ordrede la transition dans le Modèle Standard. En alulant les orretions quantique etthermique à une boule, on évalue les oe�ients de (2.36) à [5℄ :

D =
2m2

W +m2
Z + 2m2

t

8v2
0

, (2.40)
E =

2m3
W +m3

Z

4πv3
0

, (2.41)
T 2
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m2
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0

4D
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3
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t ), (2.42)

λ(T ) = λ− 3
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) (2.43)ave ln ab = 5, 4076, ln af = 2, 6350 et B représente les orretions quantiques à lamasse négative du Higgs au niveau des arbres. On est dans une situation où D > 0 et
E > 0, il y a don bien une transition et elle est du premier ordre. On verra notammentque seuls les �utuations bosoniques sont à l'origine de l'apparition d'une barrière depotentiel. Le potentiel préédent est alulé dans un régime de haute température9
T ≫ mi et doit être onsidéré omme aussi préis que O(m3

i /T
3) où mi est la massedu hamp i interagissant ave le ondensat.Ainsi, un alul perturbatif à une boule indique que la transition de phase életrofaibledans le Modèle Standard est du premier ordre, en faisant par onséquent un évènementpartiulier où la violation de CP et le sphaléron peuvent être mis à pro�t pour générerl'asymétrie baryonique.9Nous verrons en détails dans la seonde partie les méthodes perturbatives à température �niepermettant le alul de es orretions. Le potentiel approhé (2.36) est su�sant pour la disussionmenée dans ette partie.



59 2.1 Introdution à la baryogenèse primordiale2.1.4 Méanisme de Baryogenèse életrofaibleNous ommençons par présenter suintement le méanisme proposé par Cohen etal. [24℄ qui onstitue une expliation réaliste de l'origine de l'asymétrie matière/antimatière.En partiulier nous verrons omment les trois ingrédients de Sakharov, que ontient leModèle Standard, entrent en jeu dans e méanisme. Puis nous disuterons des on-traintes apportées au Modèle Standard pour reproduire l'asymétrie observée et verronsque si la baryogenèse életrofaible en est le véritable méanisme de prodution, le Mod-èle Standard doit néessairement être étendu par une nouvelle physique au delà. En�n,nous évoquerons rapidement d'autres méanismes de baryogenèse.2.1.4.1 Desription généraleSi la transition de phase életrofaible est du premier ordre, elle onvertit l'universpar nuléation de bulles de phase brisée apparaissant spontanément dans le plasma setrouvant alors dans une phase symétrique métastable. Une bulle est une on�gurationinstable. Elle est le siège d'une ompétition énergétique entre son volume, qui l'initeà s'étendre puisque V (φ 6= 0) < V (φ = 0), et sa surfae, dont la tension tend à lafaire disparaître ar (∂φ)2 > 0. Lorsque les onditions sont favorables à l'expansion desbulles, elles �nissent par entrer en ollision et peroler de manière à e que l'universentier se retrouve dans une phase brisée homogène. En partiulier l'interfae des bullesave le plasma qui les entoure est la région lé autour de laquelle a lieu la genèse del'asymétrie baryonique. Ainsi le � mur � de la bulle, sa propagation, et les interationsdu plasma ave elui-i sont les ingrédients essentiels du méanisme de baryogenèseéletrofaible que nous allons maintenant dérire.La prodution de baryons dans la région du mur est dérite par une théorie des

Fig. 2.5 � Illustration de la nuléation et l'expansion de bulles de phase brisée lorsd'une transition du premier ordre. Cette �gure est adaptée de [20℄



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 60hamps à température �nie et hors-équilibre thermique. Il va alors sans dire qu'il s'agitd'un proessus omplexe dont l'étude préise n'est pas aisée. Néanmoins, on peut enbrosser le shéma général en distinguant trois étapes élémentaires. Tout d'abord rap-pelons que la masse des partiules du plasma est di�érente selon la phase où elles setrouvent. Ainsi le mur agit alors omme un � dioptre � duquel les partiules inidentessont ré�éhies ou transmises selon ertaines proportions. Supposons un quark gauhe
qL venant de la phase symétrique et se propageant en diretion du mur. S'il est ré�éhi,son héliité est inversée � (x, t) → (−x,−t) � et il ontribue à la densité de quarksdroits qR dans sa phase d'origine. Il en va de même pour les antiquarks. Maintenantsi C et CP sont violées alors les quarks (et antiquarks) droits et gauhes n'ont pas lemême oe�ient de ré�exion, et il se forme un exès de qL + q̄R en amont du mur10.En aval, dans la phase brisée, ela se traduit par un déi�t de quarks et antiquarksgauhers � après tout, e qui est ré�éhi n'est pas transmis � et don un exès de
qR + q̄L, puisque ∆B = 0 avant la nuléation. La ré�exion sur le mur de la bulle n'estainsi qu'un méanisme de séparation de harges et auune asymétrie baryonique n'estproduite à e stade, tout au plus une asymétrie CP de part et d'autre du mur. C'estalors qu'entre en jeu le sphaléron dont le taux de prodution est beauoup plus impor-tant à l'extérieur de la bulle. Les sphalérons ne ouplent qu'à qL (et q̄R) et favorisentainsi la relaxation de l'asymétrie CP en amont du mur, puisqu'il y a plus de qL dansette région, et e faisant la onvertisse en asymétrie baryonique. Le point ruial estque e proessus n'a pas lieu à l'intérieur de la bulle ar le sphaléron y est supprimé.En�n, la bulle étant en expansion, les baryons produits di�usent dans la phase brisée.Si les sphalérons ne sont pas assez atifs pour e�aer et exès, l'asymétrie est gelée àsa valeur atuelle.La suppression du taux de prodution des sphalérons dans la phase brisée, aussi im-portante soit-elle, n'est en réalité pas su�sante à elle seule pour préserver l'asymétried'une relaxation à la valeur d'équilibre B = 0. Il faut également que le sphaléronsoit hors-équilibre thermique au moment où l'asymétrie est produite, 'est à dire à latempérature de la transition Tt. Si l'expansion de l'univers à et instant est su�santepour diluer l'asymétrie baryonique, les sphalérons ne pourront pas relaxer à zéro l'ex-ès de matière qui sera alors gelé. Ainsi l'asymétrie baryonique n'est pas détruite si laonstante de Hubble H est plus faible que le taux de prodution dans la phase brisée :

Γbsph
T 3
t

& H. (2.44)En utilisant les expression (2.21,2.22), une analyse détaillée de la dilution de l'asymétriebaryonique permet de réérire la ondition préédente omme [11℄ :
Esph(Tt)

Tt
& 45, (2.45)qui à son tour se traduit par une ontrainte sur la valeur dans le vide du Higgs parl'intermédiaire de (2.20) :

ξt ≡
φ(Tt)

Tt
& 1. (2.46)Par onséquent la survie d'une asymétrie matière/antimatière générée lors de la transi-tion de phase életrofaible néessite que le ondensat φ(Tt) ainsi produit soit au moinsaussi grand que la température. Une telle transition est alors quali�ée de fortement dupremier ordre et sa � fore � est déterminée par le rapport ξt.10On rappelle que dans la notation utilisée q̄R est d'héliité gauhe, ou gauher.



61 2.1 Introdution à la baryogenèse primordiale2.1.4.2 Besoin d'un nouvelle physique ?Comme nous l'avons rappelé, le Modèle Standard possède tous les ingrédients nées-saire à la réalisation du méanisme préédent dans l'univers primordial. Il ontient unesoure de violation de C et CP et le nombre baryonique n'est pas onservé à hautetempérature. Par ailleurs, l'univers étant en expansion, le vide de la théorie életro-faible �nit par évoluer d'une phase symétrique vers une phase où la symétrie est brisée.Une telle transition semble être du premier ordre. Reste maintenant à en aluler lafore et évaluer le rapport ξt dans le Modèle Standard. En utilisant la forme approhéedu potentiel e�etif à une boule présentée i-dessus, on obtient que la ondition d'unetransition fortement du premier ordre se traduit par une borne supérieure sur la massedu Higgs :
ξc =

φ(Tc)

Tc
=

4Ev2
0

m2
h

& 1 → mh . 2v0
√
E ≃ 48 GeV, (2.47)où E ≃ 10−2. Évidemment une si faible masse est en total désaord ave les reherhesdiretes du Higgs menée par LEP2, dont l'absene de suès implique mh > 114.4GeV [71℄. Ainsi la transition de phase est faiblement du premier ordre et toute asymétriebaryonique est détruite dans la phase brisée avant que les sphalérons ne soient déou-plés. La prinipale raison de et éhe réside dans la faible hauteur de la barrière depotentiel lors de la transition, aratérisée par le oe�ient E. Seuls les bosons on-tribuent à ette barrière à l'ordre d'une boule et leurs ouplages dans le Modèle Stan-dard sont relativement faibles, d'où E ∼ 10−2. Par ailleurs, la ontrainte préédenteest obtenue en supposant que la transition a eu lieu à la température ritique et onpeut se demander e qu'il en est lorsque le phénomène de surfusion est pris en ompte.Dans e as, on a typiquement Tn < Tc et φ(Tn) > φ(Tc) e qui permet d'obtenirune ontrainte un peu moins forte sur la masse du Higgs. Cependant, l'e�et est peuimportant dans le Modèle Standard ar plus la barrière est faible, plus sa présene estéphémère et on a Tc ∼ T0, e qui implique néessairement Tn ∼ Tc. La situation estguère meilleure. On peut noter en�n que le potentiel e�etif préédent ne tient pasompte des ontributions des salaires à la barrière, e qui est justi�é a posteriori pourun Higgs léger, (mh/mW )3 ∼ (48/80)3 ∼ 0, 2, mais pas pour un Higgs de 115 GeV,

(115/80)3 ∼ 3. Dans e as on estime naïvement le oe�ient E à :
E → E +

m3
h

4πv3
0

(2.48)et on obtient au mieux mh . 49 GeV ar le ouplage quartique du Higgs est faible.Pour mh = 2λv2
0 ∼ 115 GeV on a λ ∼ 0, 2. En réalité la situation est plus alarmante arle développement perturbatif sur lequel est basée l'analyse préédente n'est pas validepour un Higgs lourd, mh & mW . La raison est que la onstante de ouplage ne ontr�leplus le développement perturbatif, ar l'amplitude de haque boule est a�etée parla présene du plasma et ontient des �utuations quantiques et thermiques. Ainsi,par exemple pour l'interation de jauge SU(2)L, la onstante de ouplage g2 doit êtreremplaée à température �nie par ρ ≡ g2nB(E) où nB(E) = 1/(exp(−E/T ) − 1) estla distribution de Bose des partiules présentes dans le plasma [51, 39℄. Pour E < T ,le développement perturbatif est ontr�lé par ρ ∼ g2T/E qui peut être arbitrairementgrand. Dans la phase brisée l'énergie est bornée inférieurement par mW (T ), l'approx-imation à une boule est alors seulement valide pour ρ < 1 → 2gξ−1(T ) < 1. Prohe



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 62de la transition, pour T ≃ Tc, on obtient à partir de (2.47) :
g3

4E

m2
h

m2
W

< 1 (2.49)et l'approhe perturbative parait injusti�ée pour mh & mW /2. Plus quantitativementdes aluls sur réseau ont établi qu'il n'y avait pas de transition de phase pour mh ≃ 80GeV mais simplement une évolution ontinue ave la température des paramètres dela théorie [43℄.Par ailleurs, même pour une transition fortement du premier ordre, le Modèle Stan-dard ne permet pas d'obtenir l'amplitude observée dans l'univers pour l'asymétriematière/antimatière ar la violation de CP est trop faible. En e�et, on peut estimerl'amplitude de violation de CP à partir de l'invariant de Jarlskog (2.32) d'où l'ononstruit le paramètre adimensionné :
δCP ∼ JCKM

T 12
c

∼ 10−20, (2.50)où on a rapporté JCKM à l'éhelle aratéristique d'énergie au moment de la transitionde phase Tc ≃ 100 GeV. Ainsi dans le Modèle Standard δCP est beauoup trop faiblepour expliquer une asymétrie baryonique η de l'ordre de 10−10. Cette estimation estassez naïve, néanmoins une analyse plus détaillée en soutient la onlusion [33, 34℄ : laviolation de CP est trop faible dans le Modèle Standard.Il existe d'autres soures de violation de CP dans le Modèle Standard omme notam-ment le terme θ de QCD11 :
LQCD ⊃ g2

s

θ̄

32π2
GaµνG̃

aµν . (2.51)Néanmoins et opérateur est négligeable ar il induit une orretion au moment dipo-laire életrique du neutron pour lequel il n'y auune véritable évidene observationnelle.
de(n)exp ≤ 10−25ecm impose θ̄ . 10−10. L'origine de ette faible valeur reste aujour-d'hui enore inonnue et onstitue e qu'on appelle le problème de forte violationde CP . De plus, les réentes expérienes d'osillation de neutrinos indique désormaislairement qu'ils ont une masse non nulle. En ajoutant un terme de masse pour lesneutrinos dans Modèle Standard, on obtient également une matrie de mélange lep-tonique de type CKM ontenant des phases violant la symétrie CP . En revanhe unefois enore, l'amplitude de ette violation sera inroyablement faible ar ontr�lée parla masse des neutrinos légers.Ainsi, le méanisme de baryogenèse életrofaible est invalidé par le Modèle Stan-dard ou, au mieux, requiert l'existene d'une nouvelle physique prohe de l'éhelleéletrofaible pour obtenir à la fois une transition de phase fortement du premier ordreet une soure su�samment importante de violation de CP . A moins que l'asymétriebaryonique ne soit produite par un tout autre méanisme.2.1.5 Autres méanismes de baryogenèseLorsqu'une nouvelle physique est supposée ompléter la dynamique du ModèleStandard à haute énergie, il existe d'autres méanismes di�érents de la baryogenèse11Cette dé�nition de θ̄ inlut le déterminant de la masse des quarks.



63 2.1 Introdution à la baryogenèse primordialeéletrofaible permettant d'expliquer l'absene d'antimatière dans notre univers. Nousévoquons brièvement les trois grandes lasses de sénarios qui ont susitées un intérêtimportant es dernières années ayant ainsi permis de onlure que es idées onsituentégalement de sérieux andidats pour rendre ompte de e phénomène. On trouveraune disussion plus détaillée dans des revues réentes sur le sujet omme par exem-ple [65, 26℄.2.1.5.1 Baryogenèse par désintégration hors-équilibreIl existe de nombreux exemples où, à très haute énergie, de nouvelles partiules
X ouplent aux fermions du Modèle Standard en violant le nombre baryonique, ainsique C et CP . Si la température du plasma primordial a été telle que es partiulesonnurent une phase d'équilibre thermique, l'univers refroidissant, elles �nirent par sedésintégrer hors-équilibre en produisant l'asymétrie baryonique observée aujourd'hui.Un exemple typique de e méanisme de désintégration hors-équilibre est la baryo-genèse dans les théories de grande uni�ation. Dans es théories, leptons et quarkssont plongés dans le même multiplet d'un groupe de jauge uni�ateur GGUT ontenantle groupe du Modèle Standard. L'exemple le plus minimal est SU(5). L'éhelle d'u-ni�ation des interations du Modèle Standard est naïvement estimée par l'évolutionsous le groupe de renormalisation de ses trois onstantes de jauge à partir de l'éhelleéletrofaible mW ∼ 100 GeV. Le � running � logarithmique implique alors une éhellerelativement élevée de l'ordre MGUT ∼ 1016 GeV. GGUT est ensuite brisé spontané-ment jusqu'au Modèle Standard par une série de méanismes de Higgs. Une propriétégénérique de es théories est l'existene par onstrution de bosons de jauge et de Higgs,notés olletivement X , très massifs mX ∼ MGUT et dont les ouplages aux fermionsviolent les nombres leptonique et baryonique, puisque quarks et leptons appartiennentà un même multiplet. En outre, les ouplages de Yukawa des salaires brisant GGUT ,ontiennent plusieurs phases physiques pouvant violer CP . Ainsi si la température del'univers a été par le passé aussi élevée que 1016 GeV, es bosons massifs étaient àl'équilibre thermique et relativement abondant dans le plasma primordial. Suite à l'-expansion es bosons perdent l'équilibre thermique et �nissent par se désintégrer endes partiules du Modèle Standard produisant une asymétrie baryonique non nullegrâe à la présene de ouplages violant B, C et CP . Ces bosons étant très massifs,ils réent failement un nombre important de baryons. Néanmoins il n'est pas garantique, même à l'équilibre thermique T & mX , leur densité soit su�sante pour repro-duire η ∼ 10−10. En partiulier il faut s'assurer que leur taux de prodution n'est pasinférieur au taux d'expansion de l'univers à et instant ar, dans le as ontraire, leurdensité serait beauoup trop diluée. La réponse à ette question dépend grandementdu modèle d'uni�ation onsidéré et néessite une analyse détaillée de l'évolution del'univers peu après l'in�ation dont la ompréhension est loin d'être totalement laireenore aujourd'hui. Par ailleurs, étant donnée l'éhelle d'énergie à laquelle a lieu ettenouvelle dynamique, on peut reproher à es modèles d'être di�ilement testable ex-périmentalement dans un prohe futur.2.1.5.2 Leptogenèse primordialeDepuis l'observation de l'osillation des neutrinos du Modèle Standard, on sait toutd'abord qu'ils ont une masse, du moins deux d'entre-eux, et ensuite que elle-i est trèsfaible mνL

. eV. Ce fait troublant est sans doute le résultat d'un méanisme de seesaw



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 64où le ouplage des neutrinos gauhes standards ave d'hypothétiques neutrinos droitstrès massifs induit une importante suppression de la masse des neutrinos observés. Leméanisme est relativement simple et onsiste à ajouter trois fermions singulets dejauge N i
R et d'érire la orretion la plus générale au lagrangien du Modèle Standarden leur présene. Les seuls opérateurs renormalisables sont données par :

−Lseesaw = yijL̄iH̃NR,j +
1

2
MijN c

R,iNR,j + h.c. (2.52)où, pour y ∼ O(1) et M ≫ v0 ≃ 246 GeV, les états propres de masses des neutrinossont approximativement νL et NR ayant pour masse respetive mDM
−1mT

D et Mave mD = yv0/
√

2. A�n d'obtenir mνL
de l'ordre de l'eV, la masse des neutrinosdroits doit être au moins de M & 1014 GeV, prohe de l'éhelle de grande uni�ation.Le méanisme de prodution d'une symétrie est alors sensiblement du même typeque le préédent et repose sur la désintégration hors-équilibre d'une partiule trèslourde. La prinipale di�érene ave la baryogenèse en grande uni�ation est qu'ii ladésintégration des neutrinos droits produit en premier lieu une asymétrie leptonique,'est don un méanisme de leptogenèse. Cette dernière est ensuite onvertie en partieen une asymétrie baryonique par les proessus sphalérons violant B + L. La violationde CP est assurée par la phase de la matrie de mélange des neutrinos légers, aveune amplitude su�sante pour produire η ≃ 10−10 si la masse du neutrino droit le plusléger véri�e M & 109 GeV. En�n, bien que reposant sur une nouvelle physique dansl'UV lointain, e méanisme peut être ontraint en étudiant préisément les propriétésdes neutrinos légers puisque le méanisme de seesaw fournit un lien diret entre esdeux éhelles.2.1.5.3 Baryogenèse à la A�ek-DineA�ek et Dine proposèrent dans les années 80 un méanisme de baryogenèse re-posant sur l'existene de hamp salaire portant une harge baryonique non nulle etdéveloppant une grande valeur dans le vide durant l'in�ation [4℄. Ce ondensat deharge baryonique se désintègre ensuite en une asymétrie matière/antimatière immé-diatement gelée dans l'univers primordial. Le terrain naturel du méanisme d'A�ek-Dine est la supersymétrie. En e�et, dans les théories supersymétriques, les quarks etles leptons ont des partenaires salaires portant haun la même harge baryonique etleptonique. De plus, la supersymétrie impose l'existene de diretions dite plates, dansl'espae des hamps salaires, selon lesquelles le potentiel est nul. Plus préisément, ilexiste une ombinaison linéaire des salaires χ véri�ant ∂2V/∂χ2 = 0. L'avantage dela supersymétrie est qu'elle prévient le potentiel de reevoir des orretions quantiquesselon ette diretion. Cependant, durant sa phase in�ationnaire, l'univers est dominépar un hamp salaire dont la densité d'énergie dans le vide est non nulle, ρi ∼ 3M2

PlH
2,brisant ainsi la supersymétrie. De ette brisure résulte des orretions à la diretionplate du potentiel, qui éventuellement développe une grande VEV omplexe, ainsi quedes interations non renormalisables violant le nombre baryonique et la symétrie CP .Juste après l'in�ation, e ondensat est perturbé par l'expansion de l'univers et osilleautour de l'origine du potentiel, se hargeant alors en nombre baryonique. Puis il �nitpar se désintégrer totalement en partiules du Modèle Standard laissant l'asymétriematière/antimatière omme seule empreinte de sa harge baryonique initiale. En outre,ette asymétrie est stable ar les opérateurs non renormalisables pouvant la relaxer àzéro sont supprimés au moment de l'évaporation du ondensat. Bien qu'auun sénariopréis de e type n'ait été élaboré à e jour, il est omplètement générique et pratique-



65 2.1 Introdution à la baryogenèse primordialement inévitable en présene d'une diretion plate. Par ailleurs e genre de méanismesemble très di�ile à falsi�er, à moins de renoner à l'existene de la supersymétrie surlaquelle il repose.2.1.6 Baryogenèse életrofaible au-delà du Modèle StandardLa prinipale raison de l'éhe de la baryogenèse dans Modèle Standard est la faib-lesse de la transition de phase életrofaible. Une transition fortement du premier ordren'est possible que pour un Higgs très léger mh . 48 GeV, alors que des aluls nonperturbatifs montrent qu'elle devient de plus en plus faible pour un Higgs plus lourd,jusqu'à e qu'il n'y ait même plus de transition de phase pourmh & 80 GeV. Le respon-sable est la barrière de potentiel qui est beauoup trop faible dans le Modèle Standard,omme l'indique la valeur du terme ubique qui en ontr�le l'apparition : E ∼ 10−2.La faiblesse de e oe�ient est double. Tout d'abord il est généré à une boule et estsupprimé par un fateur de boule à température �nie (12π)−1 ∼ 0, 025. Ensuite seulsles degrés de libertés bosoniques12 ontribuent au terme ubique et ils sont trop peunombreux et ouplent relativement faiblement dans le Modèle Standard pour obtenirune hauteur de barrière su�samment importante.Ainsi le Modèle Standard ne permet pas de reproduire orretement l'asymétriematière/antimatière observée dans l'univers. En réalité et éhe est plut�t une bonnenouvelle, puisqu'il requiert l'existene d'une physique ultra-violette enore inonnue etne demandant qu'à être identi�ée. Nous avons vu que dans ertaines théories au delàdu Modèle Standard, il existe des méanismes alternatifs de baryogenèse basés sur unedynamique mirosopique à très haute énergie ∼ 109− 1016 GeV. Bien qu'on ne puissetotalement exlure que l'un d'autres eux soit responsable de l'asymétrie baryonique,tous es sénarios partagent l'inonvénient d'être di�ilement testable expérimentale-ment. Le LHC notamment ne prospetera pas plus loin que quelques TeV. Par ailleurs,l'e�ervesene susitée par le problème de hiérarhie de jauge a permis à toute une ol-letion de modèles de voir le jour, ave pour prinipale motivation de stabiliser le Higgsdu Modèle Standard. Ces modèles introduisent alors de nouveaux degrés de liberté etdes arguments de naturalité imposent alors qu'une nouvelle physique émerge prohede l'éhelle életrofaible ∼ TeV. Un orollaire immédiat est que la dynamique de latransition de phase est sensiblement modi�ée par la présene de es états à l'éhelledu TeV. De plus de nouvelles soures importantes de violation de CP sont égalementprésentes dans la plupart de es modèles. La question s'est alors naturellement poséede savoir si la baryogenèse életrofaible pouvait retrouver un seond sou�e grâe àune desription plus omplète de la brisure de symétrie de jauge. La réponse est ouiet nous ommenerons par rappeler quelques résultats pour les as les plus populaires.On peut également adopter une approhe omplètement générique et introduire dans leModèle Standard des opérateurs e�etifs paramétrant à l'éhelle életrofaible les e�etsd'une nouvelle physique quelonque apparaissant non loin de ette dernière. Pour l'é-tude de la transition de phase, l'opérateur dominant est de la forme |H |6. Nous verronsqu'en sa présene la protetion de l'asymétrie après la transition implique alors que etopérateur émerge bien avant l'éhelle du TeV, e qui peut être le signe d'une natureomposite du Higgs.12Pour les boson de jauge, il s'agit seulement des polarisations longitudinales.



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 662.1.6.1 Quelques exemplesLa plupart des modèles proposés pour résoudre le problème de hiérarhie améliorela situation standard en introduisant de nouveaux bosons massifs dans le spetre dela théorie, favorisant ainsi une transition fortement du premier ordre en renforçantl'amplitude de la barrière de potentiel.MSSM et nMSSM Le MSSM est le premier exemple de modèle supersymétriqueréaliste qui stabilise le Higgs à l'éhelle életrofaible en introduisant, pour haque par-tiule de spin s, un partenaire de même masse et de spin s − 1/2. Ainsi pour haquefermion (hiral) du Modèle Standard, un salaire omplexe ontribue à la barrière etle oe�ient du terme ubique standard (2.41) devient approximativement :
EMSSM ≃ ESM +

12m3
t

4πv3
0

∼ 0, 32 (2.53)où seule la ontribution dominante du stop13 t̃ est onsidérée puisque le quark top à deloin le plus important ouplage de Yukawa yt̃ = yt ∼ O(1). En e as, la masse du Higgsléger14 doit satisfaire la ontrainte suivante pour éviter la destrution de l'asymétriepar le sphaléron :
ξ(Tc) =

4EMSSMv
2
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h

& 1 → mh . 280 GeV, (2.54)e qui est au dessus de la borne inférieure du LEP. En réalité, dans le MSSM, lasituation est plus déliate ar la supersymétrie n'est pas exatement réalisée dans lanature et doit être brisée. En partiulier la matrie de masse des stops reçoit uneontribution provenant des termes de brisure doue de la supersymétrie15 de sorte que
mt̃ 6= mt. Après diagonalisation, t̃L et t̃R ont des masses di�érentes. On peut alorsmontrer que seul t̃R16 ontribue à la barrière et que EMSSM devient au mieux [16℄ :

EMSSM ≃ ESM +
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(
1 − |Ãt|2
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) (2.55)où Ãt et m2
Q sont des paramètres de brisure doue devant satisfaire |Ãt| ≪ mQ pourobtenir une transition fortement du premier ordre ave un Higgs autour de 100 GeV.Cette situation en faveur de la baryogenèse orrespond à une région de l'espae desparamètres où le stop droit est plus léger que le top mt̃R ∼ 100 GeV, laquelle esten revanhe défavorable pour la masse du Higgs. En e�et, le MSSM néessite que lesorretions à une boule à la masse du Higgs léger soient importantes pour apporterelle-i au dessus de la borne du LEP, puisqu'à l'arbre mh ≤ mZ cosβ. A une boulel'expression de la masse du Higgs est donnée par :
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& 115 GeV. (2.56)13Le fateur 12 ompte 2 degrés de liberté par salaire omplexe pouvant haun être de 3 ouleurset 2 hiralités di�érentes.14Le MSSM ontient deux doublets de Higgs, par Higgs léger on entend la ombinaison linéaireorrespondant à l'état léger dérit par le Modèle Standard.15Ces termes introduisent également des phases de violation de CP néessaires pour la baryogenèse.16Dans le as où t̃L ontribue à la barrière de manière signi�ative, le paramètre ρ = m2

W /c2Wm2
Zdu Modèle Standard dévie très fortement de sa valeur mesurée par les tests de préision életrofaible

ρ− 1 ∼ 10−3. Cette possibilité est ainsi éartée.



67 2.1 Introdution à la baryogenèse primordialeAinsi un stop droit léger implique un ajustement �n des paramètres des paramètres
tanβ ∼ 1 et/ou une masse anormalement grande pour le stop gauhe mt̃L & 2 − 3TeV. A e prix, une analyse préise montre que la baryogenèse est possible dans leMSSM, tout en restant en aord ave les ontraintes expérimentales pour les valeurssuivantes [15, 23℄ :

110 GeV . mh . 116 GeV et 105 GeV . mh . 175 GeV. (2.57)Il est ependant possible d'éliminer ette tension entre une forte transition et mh & 115GeV en ajoutant un singulet salaire supplémentaire au spetre du MSSM. Ce modèlenMSSM permet une transition fortement du premier et un Higgs lourd dans une largerégion de l'espae des paramètres [57℄.Modèles génériques ave 2 doublets de Higgs Une extension minimale du Mod-èle Standard onsiste à introduire un seond doublet salaire de même hyperharge quele Higgs standard. Bien que e modèle ne onstitue pas une solution au problème dehiérarhie � les salaires ne sont plongés dans auune représentation protégée par unesymétrie � il n'en reste pas moins intéressant pour la baryogenèse életrofaible17. Ene�et, il représente une généralisation du seteur de Higgs du MSSM pour laquelle lesonstantes de ouplages des Higgs ne sont pas néessairement �xées par les ouplagesde jauges. Cela permet notamment d'éviter la tension apparaissant dans le MSSM. LeHiggs léger peut être plus lourd que le Z au niveau des arbres. En�n, e modèle ontienttrois nouveaux salaires physiques, deux hargés et un pseudosalaire, qui ontribuentà augmenter la taille de la barrière de potentiel et permettent une transition fortementdu premier ordre. De plus, le potentiel des Higgs le plus général ontient des phasesviolant CP . Ainsi un méanisme de baryogenèse életrofaible est naturellement réalis-able dans es modèles [21, 22℄.Uni�ation jauge-Higgs en 5d La plupart des modèles ave dimensions sup-plémentaires résolvent le problème de hiérarhie en réduisant jusqu'au TeV l'éhelleultra-violette à laquelle le Higgs est sensible radiativement, rendant ainsi naturelle saprésene à l'éhelle életrofaible. Il est également possible de le rendre omplètementinsensible à la physique ultra-violette en le plongeant dans un hamp de jauge en d > 4.Par exemple, à 5d, le Higgs peut être la omposante A5 d'un hamp de jauge qui seomportera omme un salaire d'un point de vue 4d. Sa masse est alors protégée parla symétrie de jauge 5d et les orretions quantiques qu'elle reçoit résultent de la om-pati�ation de l'espae qui brise la symétrie de jauge. Par essene es orretions sontinsensibles à la physique à ourte distane, puisque la ompati�ation est un e�etnon loal. Les modèles onsidérés s'appuient sur une dimension ompate irulaire oude type orbifold S1/Z2 et le potentiel du Higgs est généré par des boules de Wilsonenroulées autour de la dimension ompate [61, 56℄. La dynamique de es boules àtempérature �nie présente une transition du premier ordre qui est identi�ée ave latransition de phase életrofaible et dont la fore peut être rendue su�sante pour labaryogenèse.Singulets salaires L'ajout de hamps salaires dans le Modèle Standard est on-traint par les tests de préision életrofaible, notamment le paramètre ρ mesurant le17Il est également très simple de stabiliser une seonde omposante salaire massive en introduisantune nouvelle symétrie globale. Ce modèle ontient alors un andidat pour la matière noire.



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 68rapport des masses des bosons W et Z. La ontribution générique au paramètre ρde salaires vivant dans des représentations quelonque d'isospin faible T3, d'hyper-harge Y et dont la omposante életriquement neutre développe une VEV non nulleest failement alulable à partir de la dérivée ovariante de jauge :
ρ =

m2
W

c2Wm
2
Z

=

∑
i ci
(
4T i3(T

i
3 + 1) − Y 2

i

)
|vi|2∑

i 2Y
2
i |vi|2

(2.58)où ci vaut 1/2 et 1 pour les représentations réelles et omplexes respetivement. Onremarque alors que ρ vaut automatiquement 1 pour un nombre indéterminé de doublets
(T3 = 1/2, Y = ±1). Évidemment, les singulets, ne ouplant pas aux bosons de jauge,ne ontribuent pas à ρ. Ces deux possibilités sont les seules relativement simples. Ilest alors possible d'ajouter un nombre arbitraire de es représentations pour renforerl'ordre de la transition de phase dans le Modèle Standard. Les modèles ave un seulsingulet [62℄ ou un grand nombre d'entre eux [32℄ démontrent des phénoménologiesfavorables pour la baryogenèse életrofaible. En partiulier, le modèle étudié en [32℄a�he la possibilité d'un phénomène de surfusion relativement important.2.1.6.2 Motivations pour une approhe e�etiveNous avons vu qu'il existe de très nombreux modèles, dont les prinipales lasses ontété évoquées i-dessus, dont la dynamique non standard du Higgs permet d'expliquerl'abondane de matière dans l'univers. Cependant, une étude détaillée pour haund'entre eux de la baryogenèse életrofaible est une tahe onsidérable. Il serait d'ungrand avantage de disposer d'une analyse générique, ne serait-e que pour obtenir uneidée laire des ingrédients à introduire au-delà du Modèle Standard pour produire uneasymétrie matière/antimatière. L'approhe e�etive est alors l'outil idéal pour répondreà es questions. Une théorie e�etive des hamps permet l'étude systématique dese�ets d'une nouvelle physique prohe de l'éhelle életrofaible quelque soit sa forme.Cette approhe générique onsiste à ajouter une série d'opérateurs non renormalisablesau lagrangien du Modèle Standard, qui est alors interprété omme l'ordre zéro d'undéveloppement e�etif :

Le� = LSM +
∑

i

αi
Oi

Mdi−4
(2.59)où M est l'éhelle d'émergene de nouveaux degrés de liberté, di est la dimension del'opérateur Oi. ci est par onséquent une onstante sans dimension. Par onstrution,la dynamique de toute théorie au-delà du Modèle Standard est dérite par le lagrang-ien (2.59) pour E . M . Ce dernier s'obtient à partir d'une théorie donnée dans l'UVen intégrant expliitement dans la fontionnelle génératrie tous les hamps de masse

& M . Ainsi la desription e�etive garde les traes de la théorie dont elle dérive àla fois par l'éhelle M et dans la valeur des oe�ients ci. Ils sont soit O(1) ou nulstraduisant respetivement le fait que les nouveaux états vivent tous autour de l'éhelle
M ou que l'opérateur est interdit par une symétrie supplémentaire de la théorie ultra-violette. On peut alors aluler les préditions de e Modèle Standard e�etif et utiliserles données expérimentales pour ontraindre les paramètres ci et M et ainsi deviner lastruture de la théorie fondamentale au delà du Modèle Standard. Au premier ordre,
di = 5, il est seulement possible d'érire un terme de masse de Majorana pour lesneutrinos qui viole le nombre leptonique, ∆L = 2. On s'en débarrasse failement enimposant la symétrie globale U(1)B−L qui ne ontient pas d'anomalie. Ainsi les or-retions dominantes n'apparaissent qu'à di = 6 où il existe 80 opérateurs linéairement



69 2.1 Introdution à la baryogenèse primordialeindépendants [12℄. Parmi ette longue liste, seul l'opérateur |H |6 est pertinent pour latransition de phase életrofaible, puisqu'il modi�e le potentiel du Higgs diretement auniveau des arbres. Les autres opérateurs n'a�etant que les ouplages des fermions etbosons de jauge au Higgs, ne ontribuent qu'à l'ordre d'une boule. En revanhe, lesorretions thermiques apparaissant également à et ordre, il semble inévitable d'entenir ompte dans un alul du potentiel à température �nie. Nous verrons ependantque dans ertains as leurs e�ets sont sous-dominants et nous les négligerons à partirde maintenant.Forte barrière et faible ut-o� Au niveau des arbres, le potentiel du Higgs s'éritalors :
V (H) = m2|H |2 + λ|H |4 +

|H |6
M2

(2.60)où le oe�ient O(1) a été absorbé par une redé�nition de M et on a m2
h = 2λv2

0 +
3v2

0/2M
2. Dans le as renormalisable, il n'y a pas de transition de phase pourmh & 115GeV. Il est alors néessaire d'introduire une nouvelle physique non loin de l'éhelle éle-trofaible. Mais jusqu'où peut-on en repousser l'émergene a�n d'obtenir la transitionfortement du premier ordre requise par la baryogenèse ? Une première réponse ap-portée par l'analyse préliminaire [38℄ simple indiquer une valeur assez faible, M . 1TeV, pour une masse du Higgs aussi lourde que 200 GeV. On peut omprendre erésultat en remarquant que l'origine de la barrière de potentiel dans e modèle estsensiblement di�érente ar elle apparaît diretement au niveau des arbres et ne sou�repas de la suppression à une boule que partage les modèles disutés i-dessus. En e�et,le ouplage quartique de (2.60) n'est plus restreint à un signe positif ar le terme dedimension six assure un potentiel borné par le bas pour de grandes valeurs du hamp.A partir de l'expression préédente de la masse du Higgs au niveau des arbres, onmontre failement l'existene d'une région de l'espae des paramètres (mh,M) véri�-ant λ = m2

h/2v
2
0 − 3v2

0/2M
2 < 0. Pour mh ∼ 100 GeV et v0 ≃ 250 GeV, le ouplagequartique est négatif dès lors que M . TeV. La �gure 2.6 illustre omment etteontrainte évolue en augmentant la masse du Higgs. C'est la raison pour laquelle lesauteurs de [38℄ trouvèrent une transition fortement du premier ordre dans ette ré-gion. On peut également estimer l'amplitude d'un terme de dimension huit dans lepotentiel et véri�er dans ette région qu'il est supprimé par rapport au préédent d'unfateur ∼ v2

0/2M
2 ≃ 0, 03. La survie de l'asymétrie baryonique requiert génériquementune nouvelle physique à relativement faible énergie. Cependant, les tests de préi-sions életrofaible limitent l'amplitude des opérateurs non renormalisables et imposent

M & 5−10 TeV pour toute orretion a�etant les tenseurs de polarisation des bosonsde jauge életrofaible. Ainsi, pour onserver une éhelleM au dessous du TeV, la théoriedoit être �nement ajustée a�n que les oe�ients ci des opérateurs a�etant les bosonsde jauge soient su�samment supprimés ci ≪ O(1). Il existe néanmoins une lasse demodèle fournissant une expliation naturelle à et ajustement, les modèles de Higgsomposite.Higgs omposite Il a été proposé réemment une lasse de modèles omposites danslesquels le Higgs émerge à l'éhelle életrofaible suite au fort ouplage gρ d'une nouvelleinteration à l'éhelle du TeV [35℄. On a ainsi par hypothèse gSM < gρ . 4π où la bornesupérieure assure que la théorie reste naïvement perturbative puisque g2
ρ/16π2 < 1 où
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Fig. 2.6 � Signe du ouplage quartique du Higgs à l'arbre dans l'espae des paramètresde la théorie e�etive (mh,M). Le ouplage négatif pour une faible valeur de l'éhellede ut-o� est le signe d'une barrière de potentiel au niveau lassique.
1/16π2 est le fateur de boule. Dans es modèles le Higgs n'est don pas un hampfondamental mais un état lié résultant de la ondensation de nouvelles partiules eninteration forte, à la tehniouleur. La prinipale di�érene est qu'ii le Higgs estun pseudo-boson de Goldstone léger. L'hypothèse entrale repose sur l'existene d'unesymétrie globale G qui est brisée spontanément en un sous-groupeH par la dynamiquedu seteur fort. Les � pions � du quotient G/H sont alors identi�és ave le doubletde Higgs dont la masse est automatiquement nulle ar protégée par la symétrie de� shift � H → H+ ste du modèle σ non-linéaire. Lorsqu'un sous-groupe GSM de Hest jaugé pour obtenir les interations életrofaible du Modèle Standard, la symétrie deshift est brisée et le Higgs reçoit des orretions à sa masse ontr�lées par les ouplagesde jauge gSM supposés faibles. Il est ainsi naturellement léger ar une symétrie estrestaurée lorsque sa masse disparait. Suite au ouplage fort il existe deux éhellesd'énergie paramétriquement distintes dans es théories. La première est la masse mρdes résonanes fondamentales ρ du seteur fort, alors que la seonde est la onstantede désintégration f du modèle σ. Leur séparation est ontr�lée par la onstante deouplage fort selon la relation suivante :

mρ = gρf (2.61)A l'éhelle életrofaible, les auteurs de [35℄ montrèrent que les opérateurs e�etifs dedimension six, dérivant les e�ets d'une dynamique forte, ne sont pas tous suppriméspar la même éhelle. En partiulier, quatre d'entre eux sont plus sensibles à sa préseneet dominent la théorie e�etive. En e�et, les opérateurs suivant sont supprimés par laonstante de désintégration f :
|H†DµH |2, (∂µ|H |2)2, |H |2f̄LHfR, |H |6, (2.62)alors que les autres sont ontr�lés par la massemρ. De la liste préédente le premier estpotentiellement dangereux ar il ontribue à la orretion oblique T qui est extrême-ment ontrainte par les tests de préision. Néanmoins et opérateur est automatique-ment absent si H ontient une symétrie ustodiale SU(2)R. Les deux suivants a�etentla phénoménologie standard aux ollisionneurs via les proessus de di�usion de bosons



71 2.2 Potentiel quantique non renormalisable à température �niede jauge longitudinaux et les anaux de désintégration du Higgs, respetivement. En-�n |H |6 modi�e les auto-ouplages du Higgs et la dynamique de la transition de phaseéletrofaible au niveau des arbres. Pour gρ ≃ 4π, on peut alors obtenir naturellementune forte transition de phase ave 500 GeV . f . 1 TeV tout en supprimant su�sam-ment les opérateurs obliques ave mρ > 5 − 10 TeV.2.2 Potentiel quantique non renormalisable à tem-pérature �nieDans ette setion nous présentons un alul omplet à une boule et à température�nie du potentiel du Higgs ave une interation non renormalisable |H |6.2.2.1 Tehniques de alul du potentiel à une boule à T > 0On rappelle dans ette setion les tehniques usuelles permettant le alul d'unpotentiel quantique à température �nie. Ces méthodes seront ensuite employées dansle Modèle Standard augmenté d'un terme de dimension six dans le potentiel salaire.2.2.1.1 Méthode de hamp de fond à température nulleLa méthode originale proposée par Jakiw a�n de aluler les orretions à boulesà un potentiel lassique est basée sur un développement de l'ation autour des valeursde fond des hamps apparaissant dans la théorie. A�n d'en illustrer brièvement leprinipe, on se onentrera dans un premier sur le as d'un salaire réel dont la théorieest dé�nie par la fontionnelle génératrie suivante :
Z[j] ≡

∫
[Dϕ]exp [i(S[ϕ] + jϕ)] (2.63)où la notation ϕj ≡

∫
d4xϕ(x)j(x) sera utilisée à partir de maintenant, et l'ationest S[ϕ] =

∫
d4x[(∂µϕ)2/2 − V0(ϕ)]. On déompose alors le hamp en une valeur defond lassique homogène et une �utuation quantique : ϕ(x) = φ + h(x) ; puis onintègre ette dernière a�n d'obtenir de manière e�etive la orretion engendrée sur lepotentiel lassique. La valeur de fond φ est alors déterminée de façon auto-ohérente enminimisant e potentiel e�etif18 total. Formellement, on dé�nit la théorie � déalée �,dont le hamp dynamique est désormais h, en développant l'ation autour de sa valeurlassique :

S[φ+ h] + j(φ+ h) = S[φ] + jφ+ h
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hy + · · · (2.64)où · · · représente la partie en interation onduisant à des e�ets de l'ordre de deuxboules et plus. Par ailleurs, le terme linéaire en h s'annule ar diretement propor-tionnel à l'équation du mouvement en présene d'une soure. On intègre ensuite ex-pliitement la �utuation pour obtenir la théorie e�etive suivante :
Z[j] ≃ ei(S[φ]+jφ) ×

∫
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= ei(S[φ]+jφ) ×Det (2 + V ′′
0 (φ))

− 1
2 ≡ e

iSe� [φ]
. (2.65)18Ii e�etif est à prendre dans le sens � inluant des orretions quantiques �.



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 72L'ation e�etive, qui n'est autre que la transformée de Legendre du logarithme de
Z[j] : Se� [φ] ≡ −i logZ[j] − jφ, est alors donnée à une boule par :

Se� [φ] = S[φ] +
i

2
Tr log

(
− δ2S

δϕxδϕy

∣∣∣
ϕ=φ

)
, (2.66)qui se réduit à Se� [φ] = −

∫
d4xVe� (φ) si φ est une on�guration homogène dansl'espae et le temps. Dans l'espae des impulsions, le potentiel e�etif Ve� devient :

Ve� (φ) = V0(φ) − i

2

∫
d4k

(2π)4
log(−k2 + V ′′

0 (φ)). (2.67)En�n la généralisation pour des hamps de spin supérieur ouplant à la valeur de fondest immédiate et leurs ontributions au potentiel e�etif s'érivent :
Ve� (φ) = V0(φ) + i

∑

i=champs

η

∫
d4k

(2π)4
log det(−iD̃i(k, φ)

)
, (2.68)où −iD̃(k, φ) désigne l'inverse des propagateurs, η = −1/2 (1) est la puissane dudéterminant fontionnel produit par l'intégrale de hemin gaussienne des �utuationsbosoniques (fermioniques) et det est un déterminant agissant sur la struture de spinéventuelle des hamps onsidérés.Il existe également une méthode diagrammatique permettant de aluler le potentiele�etif19. En e�et, l'ation e�etive étant la transformée de Legendre du logarithme dela fontionnelle génératrie Z[j], elle est elle-même génératrie des fontions de Greenune partiule irrédutible (1-PI) de la théorie et peut être déomposée autour de φ = 0omme :

Se� [φ] =
∞∑

n=1

1

n!

∫ [ n∏

q=1

d4xq

]
G(n)({xn})

∏

q

φ(xq). (2.69)où G(n) est une fontion de Green 1-PI à n-points. En passant dans l'espae des im-pulsions p le potentiel e�etif pour un hamp homogène s'érit :
Ve� (φ) = −

∞∑

n=1

φn

n!
G(n)({pn = 0}) (2.70)ave G(n) la transformée de Fourier de la fontion de Green G(n). Ainsi par onstrutionle potentiel e�etif est une série de diagrammes 1-PI dans l'espae des impulsions oùtous les moments extérieurs sont nuls tels que représentés �gure 2.7. Notons égalementque, dans le as d'une théorie ave brisure spontanée de symétrie, les diagrammes de la�gure 2.7 doivent être alulés dans la phase non brisée, le développement du potentiel(2.70) étant réalisé autour de l'origine φ = 0. Ainsi, développé autour d'un vide éloignéde l'origine φ = v 6= 0, le potentiel e�etif s'érira :

Ve� (φ) = −
∞∑

n=1

(φ− v)n

n!
G(n)({pn = 0}) (2.71)où maintenant les G(n) désignent les fontions de Green de la théorie déalée en φ = v.19Une exellente introdution à e type de alul se trouve dans le ours [63℄.



73 2.2 Potentiel quantique non renormalisable à température �nie
= + + + · · ·Fig. 2.7 � Déomposition du diagramme vide-vide du potentiel e�etif Ve� (φ) en unesérie de diagrammes 1-PI dans la théorie λφ4. Chaque patte externe représente uneinsertion de φ, qui est la omposante homogène laissée par le hamp dans la limited'impulsion nulle.2.2.1.2 Corretion à température �nieLorsque l'espae-temps est rempli d'un bain de partiules jouant le r�le d'un réser-voir de haleur à la température T , les �utuations thermiques engendre égalementdes orretions au potentiel V0. Une façon élégante de sommer à la fois l'e�et des �u-tuations quantiques et thermiques onsiste à ompati�er le temps eulidien sur unerle de rayon R = 1/2πT . Cette méthode est onnue sous le nom de formalisme entemps imaginaire ou eulidien. Cette orrespondane se démontre formellement dansune approhe fontionnelle de la méanique quantique et se base essentiellement sur lefait que la périodiité du temps eulidien en théorie des hamps reproduit exatementl'ation de la trae sur les états possibles d'un système en méanique statistique. Onpeut se faire une intuition plus préise de ette onnexion au moyen de l'illustrationsuivante. Reprenons la théorie salaire dé�nie par (2.63) mais plaçons nous maintenanten temps imaginaire. Après la rotation de Wik tE = it, la fontionnelle génératriedevient :

Z[j] =

∫
[Dφ] exp
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d4xE
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µφ+ V0(φ) + jφ
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. (2.72)En restreignant le temps eulidien à l'interval �ni −1/2T 6 τ 6 1/2T et le hamp àdes on�gurations statiques, on arrive à :
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∫
[Dφ] exp
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∫
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iφ+ V0(φ) + jφ

)]
. (2.73)En l'absene de soure l'intégrale sur l'espae est simplement l'énergie E[φ] emma-gasinée dans une on�guration indépendante du temps φ d'un système donné, et lafontionnelle génératrie se réduit à :

Z[j = 0] =

∫
[Dφ] e−E[φ]/T ∼

∑

S=tats

e−ES/T , (2.74)qui n'est rien d'autre que la fontion de partition en méanique statistique où φ déritl'ensemble des états statiques possibles d'un système en équilibre ave un réservoir dehaleur à la température T . Le formalisme en temps imaginaire revient don à traiterla température omme une borne �nie au temps eulidien de la théorie dé�nie dansle vide. La ompati�ation du temps eulidien orrespond à une quanti�ation à laFourier de la omposante zéro du moment eulidien, e qui onduit dans la pratique àremplaer l'intégrale sur l'énergie par une somme sur les modes propres du erle :
∫
dk0,E

2π
f(k0,E) → T

∞∑

n=−∞
f(k0,E = ωn). (2.75)



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 74où les valeurs propres ωn sont appelées fréquenes de Matsubara et valent 2nπT pourles degrés de liberté bosoniques � périodiques sur le erle temporel � et (2n +
1)πT pour les degré de liberté fermioniques � antipériodiques sur le erle. Ainsi lesorretions thermiques n'apparaissent qu'à l'ordre des boules dans le formalisme entemps imaginaire et le potentiel e�etif (2.67) devient à température �nie :

Ve� (φ, T ) = V0(φ) +
T

2

∞∑

n=−∞

∫
d3k

(2π)3
log(ω2

n + ~k2 + V ′′
0 (φ)). (2.76)On peut également remarquer que la ompati�ation du temps eulidien est unebrisure expliite de l'invariane de Lorentz présente à température nulle. Intuitive-ment la raison est simple. A température non nulle il existe un référentiel privilégiépour dérire l'évolution du système, elui où le bain thermique est au repos. La pertede la symétrie de Lorentz a�ete notamment le développement perturbatif usuel à tem-pérature nulle et implique la néessité de resommer des lasses de diagrammes d'ordresà boule supérieurs.2.2.2 Potentiel e�etif du Higgs à une boule et T > 0Le potentiel e�etif lassique du Higgs du Modèle Standard s'érit :

V (H) = m2|H |2 + λ|H |4 + κ|H |6 (2.77)où κ−1/2 est identi�é au niveau des arbres au ut-o� Λ de la théorie e�etive ou plut�tà la onstante de désintégration d'un seteur en ouplage fort f . Cette seonde hy-pothèse reevant de fortes motivations physiques, on notera par la suite f l'éhelle desuppression de l'opérateur non renormalisable. On hoisit également une on�gurationdu vide telle que la partie réelle de la omposante neutre du Higgs développe une valeurde fond homogène ϕ(x) = φ + h(x). Le boson de Higgs physique est représenté par la�utuation h autour du ondensat φ qui est dé�ni omme le minimum global du poten-tiel quantique obtenu après intégration des �utuations des hamps interagissant ave
H . On se limitera pour le alul de e dernier aux ontributions dominantes provenantdes bosons de jauge SU(2)L × U(1)Y , du quark top ainsi que des bosons salaires deHiggs et de Goldstone. Les autres fermions étant nettement moins massifs ont un ou-plage de Yukawa ave le Higgs beauoup plus faible et leur ontribution relative est del'ordre de O(y2

b/y
2
t ) ∼ 10−3 où yb est le ouplage de Yukawa du seond quark le pluslourd, après le top, le bottom. Nous évaluons maintenant les orretions quantique etthermique au potentiel du Higgs en présene d'une auto-interation non renormalisable.Dans le formalisme rappelé i-dessus, le potentiel e�etif pour la valeur dans le videdu Higgs à une boule et T > 0 s'érit alors :

Ve� (φ, T ) ≡ Vtree(φ) + ∆V1(φ, T ) (2.78)ave
Vtree(φ) =

m2

2
φ2 +

λ

4
φ4 +

κ

8
φ6, (2.79)

∆V1(φ, T ) =
∑

i=h,χ,W,Z,t

niT

2

+∞∑

n=−∞

∫
d3~k

(2π)3
log
[
~k2 + ω2

n +m2
i (φ)

]
. (2.80)



75 2.2 Potentiel quantique non renormalisable à température �nieLes nombres de degrés de liberté des hamps sont obtenus en évaluant le détermi-nant résiduel apparaissant dans l'expression (2.68) et sont donnés par n{h,χ,W,Z,t} =
{1, 3, 6, 3,−12}, où le signe − de l'intégration gaussienne fermionique est inlus dansa dé�nition de nt. On a hoisi de travailler en jauge de Landau � jauge Rξ ave
ξ = 0 � pour s'a�ranhir du ouplage des fant�mes de Faddeev-Popov assoiés à
SU(2)L × U(1)Y . En toute rigueur le potentiel e�etif préédent n'est pas invariantde jauge, seul la position de ses extrema l'est, e qui est essentiellement tout e donton a besoin pour étudier la dynamique de la transition de phase qu'il régit. En outre,on peut s'interroger sur la néessité d'inlure à la fois la ontribution des bosons deGoldstone et elle des polarisations longitudinales pour les bosons de jaugeW et Z. Ene�et, il est tentant de penser que es degrés de liberté ne sont pas indépendants puisqueles premiers déouplent et sont � absorbés � par les seonds dans la jauge unitaire. Unalul expliite dans la jauge Rξ montre qu'il n'en est rien [27℄. On peut omprendrequalitativement e résultat en se rappelant que les hamps de Goldstone χi sont des�utuations quantiques autour du minimum de la théorie, alors que leur identi�ationave les omposantes longitudinales des bosons de jauge massifs n'est valable qu'auminimum. Nous avons vu que, dans l'approximation à une boule de la méthode dehamp de fond, seules les �utuations gaussiennes sont intégrées. Les orretions aupotentiel du Higgs qu'elles engendrent dépendent don seulement des ontributionsaux masses de es �utuations. Pour les hamps onsidérés, et après développement duHiggs autour de φ 6= 0, on obtient les masses suivantes en lisant simplement les termesquadratiques de l'ation :

m2
h(φ) = m2 + 3λφ2 +

15

4
κφ4, (2.81)

m2
χ(φ) = m2 + λφ2 +

3

4
κφ4, (2.82)

m2
W (φ) =

g2

4
φ2, m2

Z(φ) =
g2 + g′2

4
φ2, m2

t (φ) =
y2
t

2
φ2, (2.83)où g, g′ et yt sont les ouplages de jauge SU(2)L, U(1)Y et de Yukawa pour le toprespetivement. Les termes de masse pour les bosons de jauge, provenant du terme iné-tique |DµH |2, ainsi que pour le top, provenant du terme de Yukawa ytQ̄LHtR, sontinhangés par rapport au Modèle Standard. Seuls les masses des salaires, dérivées dupotentiel lassique (2.77) ontiennent des orretions e�etives générées par l'opérateurde dimension six.En évaluant expliitement le somme sur le modes de Matsubara, la orretion (2.80)se déompose en un terme indépendant de la température et une partie qui disparaitlorsque T → 0 [30℄ :

∆V1(φ, T ) ≡ ∆V 0
1 (φ) + ∆V T1 (φ, T ) (2.84)ave

∆V 0
1 (φ) =

∑

i

ni
2

∫
d4kE
(2π)4

log
[
k2
E +m2

i (φ)
] (2.85)

∆V T1 (φ, T ) =
∑

i

niT
4

2π2

∫ ∞

0

dkk2 log

[
1 ∓ e

“

−
√
k2+m2

i
(φ)/T 2

”

]
. (2.86)

∆V 0
1 (φ) est don la orretion quantique ordinaire à température nulle. Étant diver-gente dans l'ultra-violet, on s'y attardera tout d'abord a�n de déterminer ave soin les



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 76paramètres renormalisés de la théorie au niveau quantique. On disutera ensuite desorretions thermiques en terme de es derniers.2.2.2.1 Corretions quantiques et renormalisation à T = 0Nous avons vu que la orretion à une boule au potentiel lassique se réduit aupremier terme de (2.84) lorsque la température est nulle. L'intégrale est à la fois quadra-tiquement et logarithmiquement divergente dans l'UV :
∫
d4k log(k2 +m2) ∼

∫ Λ2

d(k2)
(
m2 + k−2m4 + · · ·

)

∝ m2Λ2 +m4 log(Λ) + · · · (2.87)ave · · · représentant soit des termes indépendants de φ ou disparaissant dans la limite
Λ → ∞, où Λ est un régulateur UV. Ce dernier n'est pas a priori identi�able à l'éhellede suppression de l'opérateur non renormalisable que l'on a introduit. En e�et, et 'estnotamment le as pour un Higgs omposite, le ut-o� UV de la théorie ne supprimepas néessairement tous les opérateurs e�etifs à basse énergie. Après régularisation en
d = 4 − ǫ dimensions, la orretion à une boule à T = 0 devient :

∆V 0
1 (φ) =

∑

i

ni
m4
i (φ)

64π2

[
log

m2
i (φ)

µ2
− Ci − CUV

] (2.88)où Ci = 5/6 (3/2) pour les bosons de jauge (salaires et fermions) et CUV ≡ 2
ǫ − γE +

log 4π + O(ǫ) ontient le p�le en ǫ représentant les divergenes UV de la orretionquantique. On remarque ii un phénomène inhérent aux théories non renormalisables :le terme lassique de dimension six requiert des ontre-termes de dimension supérieurea�n de rendre la théorie �nie. Cela implique l'ériture de termes nus de dimension huitau niveau des arbres qui génèrent à leur tour des divergenes d'ordre supérieur et ainside suite. Généralement la théorie néessite au niveau quantique une in�nité de ontre-termes pour onserver des orretions quantiques �nies. Dans le adre des théoriese�etives, en restant à une énergie su�samment basse devant le ut-o�, on peut sim-plement s'a�ranhir des divergenes apparaissant au delà de l'ordre orrespondant à lapréision que l'on s'est donnée de résoudre e�etivement. Ainsi seulement un nombre�ni de ontre-termes est requis pour rendre la théorie préditive au niveau quantique.La théorie non renormalisable peut alors être renormalisée par la méthode multiplia-tive usuelle. On va maintenant détailler les résultats obtenus dans les deux proéduresde renormalisation les plus usitées, d'une part le shéma de soustration minimal MSet le shéma sur ouhe de masse d'autre part.Renormalisation dans le shéma MS. Dans le shéma de soustration minimale,les paramètres nus de la théorie se déomposent en paramètres renormalisés et un jeude ontre-termes Vct(φ) que l'on �xe de manière à éliminer le terme proportionnel à
CUV dans l'expression (2.88). Le potentiel e�etif s'érit alors :

Ve� (φ) =
m2(µ)

2
φ2 +

λ(µ)

4
φ4 +

κ(µ)

8
φ6

+
∑

i

ni
m4
i (φ)

64π2

[
log

m2
i (φ)

µ2
− Ci

] (2.89)



77 2.2 Potentiel quantique non renormalisable à température �nieoù les paramètres renormalisésm2, λ et κ évoluent impliitement sous les équations dugroupe de renormalisation lorsque l'éhelle µ varie, de sorte que le potentiel ompleten soit indépendant, du moins jusqu'à l'ordre d'une boule. Cependant, a�n de testerla théorie, il n'en reste pas moins néessaire de relier les paramètres du lagrangien àdes observables physiques. Pour e faire on impose à une éhelle donnée µ = µ∗ lesonditions de renormalisation suivantes :
V ′e� (φ = v0, µ∗) = 0 (2.90)
V ′′e� (φ = v0, µ∗) = m2

h (2.91)
V ′′′e� (φ = v0, µ∗) = ξ. (2.92)Le membre de gauhe de haque équation est une ombinaison du paramètres du la-grangien représentant les préditions de la théorie, alors que le membre de droite estsoit diretement le résultat d'une mesure, la masse du Higgs et son ouplage ubique,ou relié à une observable mesurée : v0 peut être relié à la masse du Z par exemple.Ainsi la valeur dans le vide du Higgs dépend du hoix d'éhelle de renormalisation eton dé�nit v0 de manière à reproduire la masse physique du Z dans le shéma MS àl'éhelle µ = µ∗ dans la jauge de Landau qui s'érit :

m2
Z =

g(µ)2 + g′(µ)2

4
v(µ)2 + ΠZZ(m2

Z , µ) (2.93)où ΠZZ est la self énergie du Z à une boule dans la jauge de Landau et on a :
g(µ)2 =

e(µ)2

s2W (µ)
, g′(µ)2 =

e(µ)2

1 − s2W (µ)
. (2.94)La valeur dans le vide du Higgs est alors donnée par :

v(µ)2 =
4s2W (µ)(1 − s2W (µ))

e(µ)2
(
m2
Z − ΠZZ (m2

Z , µ)
)
. (2.95)Pour les intégrales salaires intervenant dans le alul de la self énergie on utilise labibliothèque numérique LoopTools [40℄. A l'éhelle µ = mZ on peut failement obtenir àpartir des dernières mesures de préision életrofaibles les valeurs des diverses grandeursapparaissant dans l'expression i-dessus. C'est notamment la raison pour laquelle onhoisit d'imposer les onditions de renormalisation à µ∗ = mZ , outre le fait qu'onévite par la même l'apparition de larges logarithmes. Ainsi la valeur de la onstantede struture �ne dans le shéma MS, α(m2

Z)MS = e(mZ)2/4π est reliée à sa valeurphysique à l'éhelle du Z par [55℄ :
α−1(m2

Z)MS = α−1(m2
Z) − 0, 982 (2.96)où α−1(m2

Z) est fourni la ollaboration Aleph [1℄ omme valant :
α−1(m2

Z) = 132, 71− 137, 036∆αhad(m
2
Z). (2.97)ave la orretion due aux ontributions hadroniques∆αhad(m
2
Z) = 0, 02758±0, 00035 [13℄.En�n le sinus de l'angle de mélange életrofaible est fontion de la masse du Higgs,dont la dépendane est donnée par l'approximation suivante [1℄ :

s2W (m2
Z) = 0, 2310 + (4, 91 × 10−4) log

( mh

100 GeV)
+(3, 43× 10−5) log2

( mh

100 GeV) . (2.98)



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 78On obtient alors que v(µ∗ = mZ) ≡ v0 = 246, 8 GeV est une bonne approximationpour une masse du Higgs variant dans l'intervalle 115 GeV < mh . 300 GeV. On peutmaintenant inverser les trois onditions de renormalisation et obtenir les paramètres dela théorie à l'éhelle µ∗ = mZ omme fontions d'un ensemble de mesures physiques :
m2

∗ = m2(m2
h, ξ, v0, µ∗) (2.99)

λ∗ = λ(m2
h, ξ, v0, µ∗) (2.100)

κ∗ = κ(m2
h, ξ, v0, µ∗). (2.101)où on a introduit la notation m2

∗ ≡ m2(µ = µ∗), et.Il reste ependant une subtilité importante que la disussion préédente a laisséde �té et qui onduit à l'apparition potentielle de divergenes dans l'infrarouge. Ene�et, dans la jauge de Landau, la masse des bosons de Goldstone tend vers zéro et lesdérivées seondes et troisième du potentiel e�etif sont divergentes :
V ′′e� (v0, µ∗) ⊃ [m2

χ(v0)
′]2

32π2
logm2

χ(v0), (2.102)
V ′′′e� (v0, µ∗) ⊃ 3

32pi2
m2
χ(v0)

′′m2
χ(v0)

′ logm2
χ(v0)

+
[m2

χ(v0)
′]3

32π2

1

m2
χ(v0)

(2.103)où m2(v0)
′ ≡ dm2(φ)/dφ|φ=v0 , et... de sorte que les relations (2.99) sont singulières.En toute rigueur la masse MS des bosons de Goldstone n'est pas nulle dans la jaugede Landau. La raison est que la dé�nition utilisée pour v0 n'en fait pas le minimumdu potentiel lassique � pour lequel on a bien m2

χ = 0 � mais dévie de e dernierd'une orretion de l'ordre d'une boule. Ainsi la masse des bosons de Goldstone estnon nulle, quoique relativement faible à une boule, dans e shéma de renormalisation.Lorsque ette dernière est insérée à nouveau dans le potentiel (2.89), on obtient nonplus une divergene mais une sensibilité IR anormale, polluant l'analyse numérique dupotentiel e�etif. Ainsi, bien que formellement �nie, il onvient néanmoins de régulariserla théorie dans l'infrarouge. On peut omprendre intuitivement e omportement IR enrappelant que le potentiel e�etif détermine la valeur homogène dans le vide du Higgset dé�nit ainsi la dynamique quantique de la théorie à p = 0. La présene d'un p�leen e point rend alors aduque la proédure de renormalisation, e qui se traduit parl'apparition de divergenes. Cela suggère aussi que la théorie doit être dé�nie loin de
p = 0 au niveau quantique, par exemple sur la ouhe de masse p = mh,ph où mh,phest la masse physique du Higgs. En outre le développement (2.71) du potentiel e�etifnous apprend que la massemh utilisée dans la ondition de renormalisation (2.91) n'estpas la masse physique du Higgs mais simplement une fontion à deux points évaluée à
p = 0 :

m2
h = V ′′e� (v0) = −G(2)(p = 0). (2.104)où G(2)(p2) = p2 − (m2

h,R + Σ(p2)) est l'inverse du propagateur du Higgs ave mh,Rla masse renormalisée et Σ(p2) la self énergie du Higgs. Ainsi imposer (2.91) implique
m2
h = m2

h,R + Σ(0). La masse physique étant donnée par le p�le du propagateur surla ouhe de masse G(2)(p2 = m2
h,ph) = 0, on obtient la relation suivante entre ettedernière et mh :

m2
h = m2

h,ph − Σ(m2
h,ph) + Σ(0). (2.105)



79 2.2 Potentiel quantique non renormalisable à température �nie
Fig. 2.8 � Diagramme divergent dans l'IR ontribuant à la masse du Higgs à p = 0.Alors, en terme de la masse physique du Higgs, la ondition (2.91) devient :

V ′′e� (φ = v0, µ∗) = m2
h,ph − ∆Σ (2.106)ave ∆Σ ≡ Σ(m2

h,ph)−Σ(0). On peut remarquer que Σ(0) est également singulier dansl'infrarouge. En e�et, le diagramme à une boule de la �gure 2.8 ontient un termedivergent failement alulable de la forme :
Σ(0) ⊃

[
[m2

χ(v0)
′]2

32π2
+ · · ·

]
logm2

χ(v0) (2.107)où · · · représentent des termes d'ordre supérieur en 1/f , et qui ompense la divergenede V ′′e� . Dans le Modèle Standard, exprimer le potentiel e�etif en terme de la massephysique est su�sant pour éliminer toutes les divergenes IR. Néanmoins en présenede l'opérateur non renormalisable, il est également néessaire de dé�nir le ouplageubique à un point de renormalisation autre que p = 0. Enore une fois (2.71) impliqueque la dérivée troisième du potentiel orrespond à un ouplage trilinéaire à p = 0 :
ξ = V ′′′e� (v0) = −G(3)(p2

i = 0) ≡ g3,R + Γ3(0) (2.108)où g3,R est un ouplage ubique renormalisé et Γ3(0) est la orretion à une bouleà la fontion à trois points évaluée à impulsions extérieures nulles. A l'image de lafontion à deux points on peut paramétrer le potentiel ave un ouplage ubique dé�nisur ouhe de masse et remplaer (2.92) par :
V ′′′e� (φ = v0, µ∗) = ξ2ph − ∆Γ (2.109)ave ∆Γ ≡ Γ3(p

2
i = m2

h,ph)−Γ3(0). Également, on montre failement que Γ3(0) ontientles divergenes infrarouges suivantes provenant des diagrammes à une boule de la�gure 2.9 :
Γ3(0) ⊃

[
3

32pi2
m2
χ(v0)

′′m2
χ(v0)

′ + · · ·
]

logm2
χ(v0)

+

[
[m2

χ(v0)
′]3

32π2
+ · · ·

]
1

m2
χ(v0)

(2.110)où, une fois enore, · · · dénotent des termes d'ordre supérieur. Ainsi dé�nies en termed'observables sur ouhe de masse, le potentiel à une boule est proprement renormaliséet les divergenes infrarouges assoiées aux bosons de Goldstone s'annulent exatementomme elles le doivent puisqu'elles n'étaient que le signe que la théorie quantiqueavait été dé�nie sur un p�le. Cependant ette dé�nition de ξph présente en pratiqueun inonvénient, elle néessite le alul de la fontion à trois point du Higgs dans le



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 80Modèle Standard augmenté d'un opérateur de dimension six dans le potentiel lassique.Bien que le alul de ∆Σ est réalisable analytiquement, il s'avère toutefois très lourdd'entreprendre l'évaluation, même numérique, de ∆Γ. En outre, ontrairement à lamasse, il existe plusieurs dé�nitions physiques du ouplage ubique et on peut utiliserette liberté pour hoisir une dé�nition qui allège numériquement la proédure derenormalisation tout en restant éloigné de p = 0 a�n de s'a�ranhir des divergenesIR. Ainsi on hoisit de paramétrer le potentiel quantique à l'aide seulement de lapartie régulière dans l'IR de ξ dé�nie omme ξF ≡ ξ − ΓIR où ΓIR englobe les termesdivergents (2.110)de Γ3(0). Par ailleurs on aimerait que le ouplage trilinéaire tendenaturellement vers sa valeur standard, qui est �xée dans le Modèle Standard une fois lamasse du Higgs onnue, lorsque l'opérateur de dimension six est déouplé en envoyant
κ à zéro :

lim
κ→0

ξ → ξSM (mh,ph) ≡ ξSMF + ΓSMIR . (2.111)
ΓSMIR est donné par la même expression que ΓIR en prenant la masse m2

χ(φ) dans lalimite de déouplage. Pour κ 6= 0, on dé�nit la déviation entre ξF et ξSMF omme suit :
ξF ≡ ξSMF (mh,ph) +

6v3
0

f2
ph

. (2.112)L'expression préédente est simplement une reparamétrisation du ouplage trilinéaireen terme de la onstante de désintégration de seteur fortement ouplé � ave ξSMFune fontion alulable de mh,ph � qui a le béné�e d'assurer l'identi�ation de κ−1/2ave fph au niveau des arbres.On rassemble en�n les di�érentes onditions de renormalisation à imposer pourdé�nir proprement le potentiel e�etif quantique :
V ′e� (φ = v0, µ∗ = mZ) = 0, (2.113)
V ′′e� (φ = v0, µ∗ = mZ) = m2

h,ph − ∆Σ, (2.114)
V ′′′e� (φ = v0, µ∗ = mZ) = ξ ≡ ξSMF (mh,ph) +

6v3
0

f2
ph

+ ΓIR. (2.115)On inverse alors es nouvelles équations pour dériver des relations entre les paramètres
MS du lagrangien et des observables physiques totalement a�ranhies de divergenesinfrarouges et dont la limite de déouplage est transparente. Nous utiliserons etteparamétrisation de la théorie quantique dans la suite de e hapitre.
Fig. 2.9 � Diagrammes singuliers dans l'infrarouge ontribuant à la fontion à troispoints. Le premier ontient une divergene logarithmique alors que le seond divergeen loi de puissane.



81 2.2 Potentiel quantique non renormalisable à température �nieDé�nition de la théorie renormalisée sur ouhe de masse. Le shéma derenormalisation sur ouhe de masse di�ère radialement du préédent au sens où ilidenti�e les paramètres du lagrangien à des observables physiques diretement. Commeil s'agit du shéma utilisé habituellement pour le alul du potentiel du Higgs dansle Modèle Standard, on s'attardera ii en détail sur son extension en présene d'unterme de dimension six. La renormalisation de la théorie sur ouhe de masse est plusommode lorsqu'on réérit le potentiel sous la forme :
Vtree(φ) =

λ

4

(
φ2 − v2

0

)2
+
κ

8

(
φ2 − v2

0

)3
+ ∆V 0

1 (φ)

+
δc2
2
φ2 +

δc4
4
φ4 +

δc6
6
φ6 (2.116)où la orretion à une boule régularisée est toujours donnée par (2.88). Dans etteparamétrisation, les masses des salaires deviennent :

m2
h(φ) = λ(3φ2 − v2

0) + 3κ(5φ4 − 6v2
0φ

2 + v4
0)/4, (2.117)

m2
χ(φ) = λ(φ2 − v2

0) + 3κ(φ2 − v2
0)2/4 (2.118)où v0 désigne le minimum du potentiel à l'arbre et le shéma sur ouhe de masseimpose que v0 minimise aussi le potentiel quantique. On a également :

λ ≡
m2
h,ph

2v2
0

, κ ≡ 1/f2
ph. (2.119)Les ontre-termes δci sont alors dé�nis en imposant les onditions de renormalisationsuivantes :

V ′e� (φ, T = 0)
∣∣∣
φ=v0

= 0, (2.120)
V ′′e� (φ, T = 0)

∣∣∣
φ=v0

= m2
h,ph − ∆Σ, (2.121)

V ′′′e� (φ, T = 0)
∣∣∣
φ=v0

= ξph − ∆Γ (2.122)où ∆Σ = Σ(m2
h,ph) − Σ(0) et ∆Γ = Γ3(m

2
h,ph) − Γ3(0) sont néessaires pour passerd'un potentiel e�etif à p = 0 divergent dans l'infrarouge à une dé�nition régulière surouhe de masse p = mh,ph, où les observables physiques mh,ph et ξph sont dé�nies.Enore une fois, on souhaite avoir une paramétrisation du potentiel en terme d'uneobservable qui aratérise sa déviation par rapport au as standard, et on pose :

ξph ≡ ξSMph +
6v3

0

f2
ph

, (2.123)e qui onstitue enore ii une simple dé�nition au niveau quantique de la onstantede désintégration fph. Dans le Modèle Standard le ouplage ubique est �xé par lamasse mh,ph et ξSMph est alors omplètement déterminé par elle-i ainsi que d'autresparamètres du modèle :
ξSMph =
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h,ph

v0
+
∑

i

ni
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i (v0)

. (2.124)En fait, puisque m2(v0) ontient une ontribution en 1/f2
ph, l'expression préédenten'est tehniquement égale au ouplage ubique standard que pour fph → ∞. Néanmoins



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 82'est tout e dont on a besoin pour assurer la transparene de la limite de déouplagede la nouvelle physique. On peut maintenant résoudre les onditions de renormalisationpréédentes et aluler les ontre termes en fontion des dérivées du potentiel, de ∆Σet de ∆Γ. Après quelques manipulations élémentaires, le résultat �nal pour le potentielrenormalisé à une boule s'érit :
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)3 (2.125)où la dépendane en fph de la orretion à une boule est seulement ontenue dans lesmasses des salaires, rendant ainsi la limite de déouplage expliite.Dans le shéma de renormalisation sur ouhe de masse, les bosons de Goldstonesont exatement de masse nulle. Il en résulte alors que la orretion à une bouleexprimée en terme d'observables dé�nies à p = 0 � 'est-à-dire en l'absene de ∆Σ et
∆Γ � est logarithmiquement singulière dans l'infrarouge :

∆V
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χ (φ) logm2

χ −→
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χ→0
∞. (2.126)Par ailleurs, à p = 0, la dé�nition de ξ est divergente en 1/m2

χ :
ξp=0 ⊃ nχ

32π2

[m2
i (v0)

′]3

m2
χ
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∞, (2.127)rendant problématique la paramétrisation du potentiel en terme de elle-i. Nous allonsmaintenant dérire omment ette divergene est adouie en dé�nissant la théorie surouhe de masse, e qui revient à augmenter le potentiel des termes suivants :
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. (2.128)Tout d'abord lorsque la masse physique du Higgs est utilisée pour paramétrer la our-bure du potentiel, le diagramme de la �gure 2.8 ontribuant à Σ(0) ontient la diver-gene logarithmique suivante :

Σ(0) ⊃ nχ
32π2

m4
h,ph

v2
0

logm2
χ. (2.129)Dans le Modèle Standard ela su�t à ompenser (2.126), mais en présene de l'opéra-teur non renormalisable le ouplage ubique ou, e qui est équivalent, f doit égalementêtre dé�ni sur ouhe de masse et on montre alors que Γ3(0) renferme, au travers desdiagrammes de la �gure 2.9, les singularités suivantes :
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83 2.2 Potentiel quantique non renormalisable à température �nieAinsi, la divergene en loi de puissane de Γ3(0) annule elle de (2.127), faisant de
ξph une quantité proprement dé�nie. En�n en rassemblant les logarithmes restants, onobtient que δV1(φ) développe une divergene de la forme :

δV1(φ) ⊃
[ nχ
64π2

m4
χ(φ) + · · ·

]
logm2

χ, (2.132)ave · · · désignent des termes d'ordre O(f−4
ph ), qui ompense (2.126) et rend le potentiel(2.125) omplètement régulier à la fois dans l'UV et l'IR.La théorie étant désormais soigneusement dé�nie à T = 0, on peut maintenantdisuter les orretions à température �nie au potentiel du Higgs. On omettra par lasuite l'indie ph et haque fois qu'on évoquera la masse du Higgs et l'éhelle f , on seréférera impliitement aux quantités physiques dé�nies i-dessus.2.2.2.2 Corretions à température �nieEn présene d'un bain thermique à la température T , le Higgs di�use non seulementsur les partiules virtuelles du vide � les �utuations quantiques � mais également surles partiules réelles qui omposent le bain. Ainsi, son potentiel reçoit des orretionsdues aux �utuations thermiques données par le seond terme de (2.84) :
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) (2.134)où le signe + (−) apparaît pour les �utuations bosoniques (fermioniques). Ces orre-tions sont �nies dans l'ultra-violet et l'infrarouge et les masses s'érivent dorénavant enterme des paramètres physiques dé�nis à T = 0. Dans un régime de haute températureoù elle-i est beauoup plus importante que la masse des �utuations (T ≫ mi(φ)),les fontions J se développe omme :
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x3/2st. ) (2.136)ave log ab ≃ 5, 4076 et log af ≃ 2, 6350. On retrouve expliitement dans ette limite leomportement dité par l'analyse dimensionnelle réalisée préédemment. Ainsi l'ordredominant génère un terme de masse positif restaurant la symétrie à haute températureet valant :
∆V T1 (φ, T ) =
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2). (2.138)Grojean et al. [38℄ montrèrent qu'en onsidérant simplement ette ontribution à tem-pérature �nie, on pouvait obtenir un transition de phase fortement du premier ordre



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 84tout en gardant un Higgs au dessus de la borne du LEP. On souhaite réaliser ii unalul plus préis de es orretions thermiques ar on s'intéressera, lorsqu'on viendra àdisuter la transition de phase, à des températures prohes de la température ritique
Tc . O(100) GeV qui sont relativement du même ordre de grandeur que la masse despartiules onsidérées, par exemple mt(φ ∼ v0) ∼ 170 GeV.On remarque également que seuls les bosons présents dans le bain thermique génèrentun terme d'interation ubique linéaire en T , puisque seul Jb ontient un terme négatifen m(φ)3 à haute température modi�ant la barrière de potentiel. Cette distintionentre bosons et fermions n'est pas une simple oïnidene et a des impliations pro-fondes sur le alul des orretions thermiques. On verra par la suite qu'elle prend sonorigine dans le fait que seuls les bosons ont un mode de Matsubara de fréquene nulleà température �nie. La onséquene direte est que la présene de e dernier rend ledéveloppement perturbatif invalide ar il introduit de nouvelles divergenes infrarougedans la limite de haute température.Théorie des perturbations et diagrammes � pâquerettes � Il est relativementbien onnue qu'en théorie quantique des hamps à température �nie, le développementperturbatif usuel en puissane d'une faible onstante de ouplage n'est plus valide suiteà la présene de divergene IR induite par des partiules de masse nulle [69℄. En e�et,oupler le système à un bain thermique engendre des �utuations à longue distanedont les e�ets dans l'infrarouge sont singuliers en présene de p�les en p = 0. On trouveune desription détaillée de e phénomène pour les théories de jauge à température �niedans l'ouvrage de M. Le Bella : Thermal Field Theory et on se limite ii à une présen-tation rapide et intuitive de elui-i. Prenons omme simple illustration l'exemple dela théorie λφ4 sans masse et plongée dans un bain thermique. On montre dans e asque, par exemple, la self énergie, qui varie omme λ au premier ordre, reçoit une or-retion sous dominante λ3/2 et non λ2 omme on s'y attendrait naïvement si la théoriedes perturbations était valide. Dans notre as, on perçoit un signe de e omportementdans l'approximation à haute température des orretions (2.135) à travers l'émergened'un mon�me d'ordre 3/2. Le lien ave le as λφ4 préédent est lair puisqu'on peuttoujours interpréter le développement à haute température T ≫ m(φ) omme unelimite de masse nulle et le ontr�le du développement perturbatif est perdu dans l'in-frarouge. La onséquene immédiate est que, telle qu'elle est, la ontribution thermiqueà une boule (2.133) ne rassemble pas omplètement les orretions thermiques sousdominantes d'ordre 3/2, a�etant notamment le terme en m(φ)3 qui forme la barrièredu potentiel. Il existe une série de diagrammes à multiple boules ontribuant avele même poids et tout se passe omme si l'e�et de la température était de � diluer �la orretion à une boule dans les ordres supérieurs, qu'il est néessaire de resom-mer. Un point important à remarquer est que ette dilution, apparaissant seulement àtempérature �nie, ne se produit que dans l'infrarouge. En 1974, Dolan et Jakiw [30℄montrèrent que es termes d'ordre 3/2 étaient dilués dans une lasse partiulière dediagrammes à N boules, onnus sous le nom de diagrammes pâquerettes ou en an-neaux20. Cette terminologie se omprend aisément en regardant la topologie formée pares diagrammes, dont quelques exemples ont été reportés en �gure 2.10. Ils orrespon-dent à des diagrammes vide-vide à N boules où N−1 d'entre elles sont toute annexéesà la prinipale. Par ailleurs, puisque ette dilution est un e�et à température �nie, il est20es dénominations sont les tradutions diretes des termes anglais daisy et ring utilisés dans lalittérature.
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Fig. 2.10 � Quelques exemples génériques de diagrammes pâquerette. Chaque lignepeut représenter un propagateur d'un hamp de type soit salaire, fermionique ouveteur. Les boules externes orrespondent à des boules thermiques évaluées dans lalimite IR. Bien que haun de es diagrammes soit divergent dans l'IR, leur somme est�nie dans e régime.seulement néessaire de les resommer dans la limite infrarouge pour laquelle l'impulsionirulant leurs pétales est nulle. Les auteurs de [30℄ et [17℄ établirent également queette lasse de diagrammes pouvait être prise en ompte en utilisant des propagateursresommés dans l'IR. C'est e qu'illustre intuitivement la �gure 2.11 où le propagateurresommé, lorsqu'employé pour évaluer le diagramme vide-vide à une boule, donneimmédiatement lieu aux diagrammes pâquerettes de la �gure 2.10 une fois les deuxextrémités du propagateur identi�ées. La première ligne de la �gure 2.11 est simple-ment une ériture diagrammatique d'une équation de Dyson qui peut être résolue àl'ordre d'une boule dans la limite IR. Finalement ela résulte en une ontributionthermique à la masse des �utuations onsidérées et les diagrammes pâquerettes sontautomatiquement pris en ompte en faisant le remplaement m2(φ) → m2(φ) + Π(T )dans la orretion ∆V T1 (φ, T ), où Π(T ) est la self énergie à une boule dans la limiteinfrarouge, également appelée masse de Debye. Il se trouve en�n que seuls les prop-agateurs bosoniques ont besoin d'être resommés, omme peut le laisser penser le faitque seul Jb développe un terme d'ordre 3/2 brisant le développement perturbatif àhaute température. On insiste sur le fait que, dans le Modèle Standard, uniquement eterme est responsable de l'existene d'une barrière de potentiel à une boule, rendantla transition de phase du premier ordre et permettant ainsi la genèse de baryons. Il estalors ruial de resommer es diagrammes ar, étant du même ordre de grandeur, leursontributions modi�ent sensiblement la fore de la transition et ne peuvent don êtrenégligées. Cette onlusion doit en revanhe être relativiser en présene d'un terme nonrenormalisable puisque dans e as la barrière est engendrée diretement à l'arbre parl'intermédiaire d'un ouplage quartique négatif. La orretion standard à une boule,

≡ + + + · · ·

↓

≡ + + + · · ·Fig. 2.11 � Illustration diagrammatique de la prise en ompte des diagrammes pâ-querettes au moyen d'un propagateur resommé à une boule.



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 86même resommée, ne onstitue alors qu'une ontribution sous-dominante mais non pourautant négligeable pour l'analyse que nous souhaitons mener.Nous avons vu que la néessité d'inlure les diagrammes pâquerette a�n de or-retement estimer le terme ubique du potentiel est due à des divergenes IR à T 6= 0,apparaissant lorsque le spetre ontient des hamps de masse nulle. En outre, mêmelorsque m 6= 0, la ondition préédente est néanmoins reproduite dans la limite oùla masse devient négligeable devant la température m ≪ T . Dans un tel régime laorretion thermique naïve à une boule est diluée. En revanhe lorsque m & T lerésultat à une boule est su�sant ar dans e as les �utuations à longue distaneapparaissant à température �nie ne � frappent � jamais un p�le IR en p = 0. Il n'y adon auune divergene et le propagateur n'a pas besoin d'être resommé. En d'autrestermes les diagrammes pâquerettes deviennent d'ordre supérieur et orrespondent àune orretion à deux boules qui peut être négligée. Par onséquent, il est seulementnéessaire d'évaluer Π(T ) dans la limite de haute température (T/m → ∞). On estégalement apable de omprendre maintenant pourquoi les propagateurs fermioniquesne néessitent auune resommation. La raison est que seuls les bosons ontiennent unmode de Matsubara ωn de fréquene nulle. On rappelle que pour les bosons ωn = 2nπTalors que pour les fermions on a ωn = (2n+1)πT . En outre à température �nie la massede haque mode de Matsubara, dé�nie omme le p�le du propagateur, est donnée par :
m2
n(φ, T ) ≡ m2(φ) + k2

0,E = m2(φ) + ω2
n. (2.139)Ainsi pour tout mode de fréquene non nulle, ω2

n agit omme un terme de masse d'or-dre T 2. A haute température on a alors mn ∼ T et la limite de masse nulle néessitantune resommation n'est jamais satisfaite. Seuls ontribuent à l'apparition de divergenesinfrarouge à haute température les modes véri�ant ωn = 0, qui n'existent que pour lesbosons ave n = 0. C'est également la raison pour laquelle seule la fontion Jb ontientun mon�me d'ordre 3/2, qui est la trae d'une invalidité de la théorie des perturbations.En onlusion, les multiples ompliations surgissant à température �nie n'ont poursoure que le mode de Matsubara de fréquene nulle. Ce dernier onstitue le p�le ren-ontré dans l'IR et onduit à la dilution de la orretion à une boule disutée i-dessus.Calul des masses de Debye Π(T ) est la self énergie à une boule évaluée dansla limite IR et à haute température. Préisons également une hose importante ; enas de brisure spontanée de symétrie, les self énergies doivent être alulées dans laphase symétrique. Cela résulte simplement du fait que Π(T ) est une resommation dela fontion 1-PI à deux points apparaissant dans le développement (2.71) du potentiele�etif. Dans la théorie λφ4 la self énergie se réduit au diagramme de la �gure 2.12qu'on évalue à haute température :
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. (2.140)Dans le Modèle Standard on doit aluler les self énergies des bosons de jauge etdes salaires de la même manière. Carrington [17℄ alula les Π(T ) pour les bosons de
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ω = ~p = 0Fig. 2.12 � Diagramme 1-PI à une boule ontribuant à la self énergie dans la théorie

λφ4.jauge dans la base des états propres d'interation et montra également que seule lapolarisation longitudinale � elle orrespondant à la présene d'une masse m(φ) 6= 0� néessite d'être resommée. A haute température le photon et le Z ne sont plus desétats propres de masse, ar la symétrie életrofaible est restaurée dans e régime. Enrevanhe on peut toujours se plaer dans ette base pour évaluer les self énergies pourles polarisations longitudinales. Ainsi le résultat de [17℄ devient21 :
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T 2. (2.143)Le fait que le photon devienne massif en reevant une self énergie non nulle à p = 0 n'arien d'anormale ar Π(T ) est alulé dans la limite de haute température pour laquelleil ne onstitue plus un état propre de masse. Reste ensuite à estimer les self énergiessalaires, qui sont les seules à dévier du Modèle Standard suite à la présene d'uninteration de dimension six dans le potentiel lassique du Higgs. Elles sont donnéespar les mêmes diagrammes présentés en [17℄ dont le résultat di�ère simplement par lefait que le ouplage quartique λ du potentiel à l'arbre (2.77) s'érit après la brisure desymétrie omme :
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, (2.144)où mh et f sont les observables physiques dé�nies à T = 0. Ainsi les masses de Debyesalaires du Modèle Standard sont remplaées par :
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, (2.145)où Πh = Πχi

re�ète simplement la symétrie O(4) du potentiel lassique dans la phasesymétrique dans laquelle les self énergies sont alulées.Comment inorporer les resommations? Nous avonsmontré que les diagrammespâquerettes pouvaient être pris en ompte simplement en ajoutant les orretions deDebye à haute température aux masses des �utuations. La méthode traditionnelle em-ployée dans la littérature onsiste à faire le remplaement m2(φ) = m2(φ)+Π(T ) pour21Dans le papier de Carrington Π(T ) est noté Π(0) où le zéro orrespond à la limite IR prise dansle alul des self énergies.



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 88tous les modes de Matsubara. C'est la méthode auto-ohérente utilisée par exemplepar [7℄ où la orretion à une boule (2.80) est remplaée par :
∆V self−con.1+ring (φ, T ) =

∑

i

niT

2

+∞∑

n=−∞

∫
d3k

(2π)3
log
[
~k2 + ω2

n +m2
i (φ) + Πi(T )

]
. (2.146)La masse thermique pour les bosons de jauge n'a été ajouté que les polarisations longi-tudinales et la somme sur les hamps inlue dorénavant le photon à haute température.Pour le quark top dont le propagateur ne requiert pas de resommation dans l'IR, onprend simplement Πt(T ) = 0. Cependant, lorsque l'on hoisit ette approhe on re-marque que la partie divergente ultra-violette dépend à présent de la température parl'intermédiaire de Π(T ) et requiert don l'introdution de ontre-termes UV dépendantégalement de la température pour rendre la théorie quantique �nie. En e�et, après avoirséparé (2.146) en sommant sur les modes de Matsubara omme nous avons fait pourobtenir (2.84), le terme divergent dans l'UV après régularisation dimensionnelle prendla forme :
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] (2.147)où le fateur multipliant CUV est maintenant fontion de la température. Cette teh-nique standard est alors en désaord total ave l'intuition élémentaire qui onduit àpenser que le omportement UV d'une théorie ne doit en rien être a�eté par sa dy-namique à température �nie, 'est à dire dans l'IR. Bien que ette étrange intriationUV/IR n'introduit auune erreur de alul en première approximation, on peut néan-moins l'éviter en ajoutant la masse de Debye uniquement pour les modes Matsubara
ωn = 0. Puisqu'après tout e sont seulement es modes de masse nulle qui induisent lesdivergenes IR néessitant la resommation des diagrammes pâquerettes à une boule.Ainsi les orretions d'ordre supérieur reherhées sont entièrement réoltées en re-sommant seulement les modes zéros de Matsubara dans l'infrarouge. Suivant etteapprohe, (2.146) est alors remplaé par :
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≡ ∆V1(φ, T ) + ∆Vring(φ, T ) (2.149)où la somme exlue les modes zéros, lesquels se retrouvent érits sur la seonde lignede l'expression i-dessus. On peut failement en extraire la partie orrespondant auxdiagrammes d'ordres supérieurs que l'on trouve égale à :
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89 2.2 Potentiel quantique non renormalisable à température �niemodulo une onstante in�nie a�etant l'énergie du vide qui a été négligée, étant in-dépendante de la valeur de fond φ. En outre, on a n̄{h,χ,W,Z,γ,t} = {1, 3, 2, 1, 1, 0},expliitant l'absene de resommation à la fois pour les fermions et et les omposantestransverses des bosons de jauge. On remarque également expliitement que ∆Vringinlut un mon�me d'ordre 3/2, démontrant a posteriori l'invalidité du développementperturbatif avanée plus haut.Finalement la orretion thermique omplète au potentiel e�etif du Higgs à uneboule s'érit22 :
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. (2.151)Insistons en�n sur le fait que ette dernière ontient l'ensemble des ontributions àune boule à la barrière de potentiel ontr�lant la fore de la transition de phase. Onreporte sur la �gure 2.13 un traé du potentiel Ve� autour de la température ritique,mettant notamment en évidene la néessité de onsidérer la forme intégrale de ∆V T1plut�t que son développement à haute température. Avant d'aborder la dynamique dela transitions de phase, nous nous penhons un moment sur la partie imaginaire dupotentiel e�etif, en disutons son interprétation physique et, en�n, montrons que elle-i n'est négligeable que lorsque les resommations des ordres supérieurs sont e�etuées.2.2.2.3 Réalité du potentiel quantiqueLorsque les masses arrées des salaires deviennent négatives, les diverses ontribu-tions au potentiel quantique que nous avons alulées développent des parties imagi-naires. Elles traduisent l'instabilité de la théorie développée autour de ertaines valeursde φ. Weinberg et al. démontrèrent que la partie imaginaire du potentiel pouvait s'in-terpréter omme l'inverse du temps de vie de ertaines on�gurations du hamp [70℄ :

eiV (φ) = eiℜeV (φ) × e−ℑmV (φ), (2.152)où ℑmV (φ) ≡ Γ/V a la dimension d'une largeur de désintégration par unité de vol-ume. On peut alors se poser la question suivante : qu'est-e qui se désintègre et enquoi au bout d'un temps moyen Γ−1 ? Dans la théorie λφ4 Weinberg et al. montrèrentque la partie imaginaire traduit, après intégration des �utuations quantiques, la pos-sibilité qu'ont ertaines d'entre elles de se désintégrer en d'autres modes d'impulsionsdi�érentes, suite à l'auto-interation du hamp. On peut sans doute intuiter e résultaten onsidérant la situation analogue suivante en physique du solide. Supposons uneonde plane életromagnétique d'impulsion k en inidene sur un ristal quelonque22L'expression pour le shéma sur ouhe de masse s'obtient en remplaçant la première ligne par(2.125)
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Fig. 2.13 � Traés de potentiels e�etifs à une boule autour de la température ri-tique pour mh = 115 GeV et f = 620 GeV, obtenus dans di�érentes approximationsomparées au résultat exat disuté dans le texte. En noir sont représentées les partiesréelles de es potentiels. La ourbe en tiret est le potentiel (2.137) utilisé par les au-teurs de [38℄ et où seule la masse thermique du Higgs a été prise en ompte, alors queles ourbes pleine et pointillée représentent le potentiel omplet à une boule (2.151)ave (pleine) et sans resommations (pointillée). En bleu sont également traées lesparties imaginaires, où la ourbe pleine est pour le potentiel omplet à une boule(ave resommation). Quant à la ourbe pointillée, elle représente la partie imaginairedes diagrammes pâquerettes seulement. Cei illustre l'annulation entre les importantesparties imaginaires issues de ∆V T1 et ∆Vring.d'indie optique n0(k) réel. En présene de vibrations, et après intégration de elles-i, l'indie e�etif du ristal vu par la lumière s'érit omme : n0(k) → ne� (k) =

ℜe ne� (k) + ℑmne� (k) où la partie imaginaire aratérise l'absorption de la lumièrepar les phonons du ristal. Mais ette absorption est simplement le résultat e�etifde la di�usion inélastique de l'onde plane inidente sur un phonon du ristal d'impul-sion δk 6= 0, de sorte que l'onde plane initiale est réémise ave une impulsion k + δk.Ainsi on peut interpréter la partie imaginaire de l'indie optique e�etif omme la� désintégration � d'un mode életromagnétique en un autre suite à l'interation pho-ton/phonon. Pour la valeur dans le vide du Higgs, la partie imaginaire du potentiele�etif peut par analogie être vue omme la désintégration d'une �utuation du hampde Higgs en d'autres partiules rendue possible par les ouplages du Modèle Standard.En pratique, tout omme on peut négliger l'absorption de la lumière lorsque elle-iest faible, l'évolution de φ peut être dérite par la partie réelle du potentiel quantique
Ve� tant que sa partie imaginaire est relativement faible devant elle-i. Dans le asontraire, paramétrer la transition de phase au moyen de Ve� (φ) n'est simplement plusvalable puisque son alul repose sur l'intégration de �utuations quantiques stables enpremière approximation. Nous allons tout d'abord détailler les di�érentes parties imag-inaires développées à T = 0 et à température �nie. On montrera en�n que la onditionde stabilité requise plus haut n'est sensiblement satisfaite qu'une fois les diagrammes



91 2.2 Potentiel quantique non renormalisable à température �niepâquerettes inlus dans le alul de Ve� .Partie imaginaire à T = 0 A température nulle, le logarithme de la orretionà une boule () onduit, et e quelque soit le shéma de renormalisation, à la partieimaginaire23 suivante :
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(2.153)où Θ(−m2
i (φ)) est la fontion de Heaviside valant 1 lorsque le hamp i est tahyoniqueet 0 sinon. En partiulier le boson de Higgs peut avoir une masse arrée négativelorsque sa valeur dans le vide φ se trouve dans une région où le potentiel n'est pasonvexe. En e�et, selon la valeur de la onstante de désintégration f , soit l'origine estinstable (f2 > 3v4
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2
h), soit une barrière de potentiel sépare deux minima loaux(f2 < 3v4

0/2m
2
h). Les bosons de Goldstone sont également tahyoniques pour ertainesvaleurs de φ et partiipent don à la partie imaginaire (2.153). Nous allons maintenantmontrer que ette dernière est ompensée par une autre ontribution provenant desorretions thermiques.Contribution à T 6= 0 et resommations Les orretions à une boule (2.133) et lesdiagrammes à boules multiples resommés en (2.150) présentent tous deux des partiesimaginaires lorsque les salaires sont tahyoniques. Dans la limite de haute températurela ontribution de (2.133) à la partie imaginaire est failement dérivable à partir dudéveloppement (2.135) :
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. (2.154)Le premier terme élimine ainsi la partie imaginaire issue du logarithme à T = 0 (2.153),alors que le seond n'est seulement ompensé qu'une fois les diagrammes pâquerettespris en ompte, puisqu'ils génèrent une partie imaginaire donnée par :
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|mi(φ)|3 (2.155)pour toute température satisfaisant m2

i (φ) + Πi(T ) > 0 quelque soit φ. De plus il estpossible de prouver expliitement que ette annulation des parties imaginaires, bienonnue dans la limite de haute température, se produit tout aussi exatement pour destempératures beauoup plus basses T ∼ |mi(φ)|, notamment prohes de la températureritique. En e�et, on peut extraire sans trop de di�ultés la partie imaginaire de ∆V T1diretement depuis la forme intégrale (2.133) et on obtient :
ℑm

[
∆V T1 (φ, T )

]
=

∑

i=h,χ

Θ(−m2
i (φ))

niT
4

4π2

×
∫ |mi(φ)|

T

0

dxx2

(
(4n+ 1)π −

√
|mi(φ)|2
T 2

− x2

)(2.156)23On utilise la partie imaginaire du logarithme dé�nie dans le feuillet prinipal du plan omplexe,véri�ant −π < ℑm log ≤ π.
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−π < 1
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+ 2nπ 6 π, (2.157)'est à dire que l'on reste toujours dans le feuillet prinipal en prenant la partie imagi-naire du logarithme, dont la oupure a été hoisie sur le demi axe des réels négatifs duplan omplexe. On peut en outre failement montrer à partir de l'enadrement préé-dent que n = 0 pour T > Tπ ≡ |mi(φ)|/3π, et dans e régime de température la partieimaginaire préédente devient alors :
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. (2.158)On obtient ainsi la même annulation entre les diverses parties imaginaires que elledisutée i-dessus à haute température, et e pour des températures aussi basses que

Tπ ∼ |mi(φ)| ∼ 100 GeV. Par soui de omplétude, on onsidère en�n le as des trèsbasses température. Dès que la température est inférieure à Tπ, l'enadrement (2.157)nous indique qu'il devient néessaire d'ajouter des multiples de 2π à la partie imaginairedu logarithme de manière à rester dans le feuillet prinipal. Ainsi, mettre (2.157) sousla forme :
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− x2 ≤ 2π, (2.159)permet d'érire dans la limite n→ ∞ :
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(2.160)d'où l'on onlut que ℑm

[
∆V T1 (φ, T )

] s'annule néessairement lorsque T tend verszéro, omme il se doit.Malgré les multiples ompensations évoquées jusqu'à présent, le potentiel n'estpas réel partout ar il existe une gamme de température et de φ pour lesquels ona m2
i (φ) + Πi(T ) < 0. En pareil as, le seond terme de (2.150) développe à son tourune partie imaginaire, que rien ne vient éliminer. Dans le Modèle Standard e termeest automatiquement réel lorsque la température est su�sante pour métastabiliser l'o-rigine du potentiel, ar les salaires ne deviennent tahyoniques que pour une massearrée négative, laquelle ontr�le la forme du potentiel autour de l'origine. Ainsi, lepotentiel standard est réel tout le long de la transition de phase. En revanhe ave unterme e�etif de dimension six dans le potentiel, les masses salaires peuvent égalementêtre négatives pour un ouplage quartique négatif et par onséquent il demeure unepartie imaginaire autour de la température de transition. Nous avons néanmoins véri-�ée que ette dernière était toujours su�samment faible en regard de la partie réelle



93 2.3 Dynamique de la transition de phase et ondes gravitationnellespour des températures pertinentes pour la transition de phase. C'est essentiellementdû aux diverses annulations entre les ontributions à T = 0 et T 6= 0, rendues possi-bles une fois les resommations e�etuées dans l'infrarouge. L'exemple de la �gure 2.13illustre également ette nette suppression. Cei onforte la validité de la partie réelledu potentiel, que nous avons alulé préédemment, pour l'étude de la dynamique latransition de phase.2.3 Dynamique de la transition de phase et ondesgravitationnellesNous pouvons maintenant utiliser le potentiel à température �nie en présene d'uneinteration non renormalisable pour étudier en détail la dynamique e�etive de la tran-sition de phase életrofaible au delà du Modèle Standard. Non seulement notre analyseon�rme le résultat de [38℄ mais elle la omplète de diverses façons. Nous dérirons toutd'abord le r�le important joué par la surfusion dans le renforement de la transitionde phase. Puis nous en détaillerons les onséquenes en faveur d'une éventuelle obser-vation d'ondes gravitationnelles primordiales, véritables empreintes de la physique duHiggs dans le iel.Nous présenterons nos résultats dans l'espae des paramètres libres de la théorie. Ainsi,dans le plan (mh, f), oùmh est la masse physique du Higgs et f la onstante du seteurfort à boule, nous identi�ons numériquement une région où la transition est du pre-mier ordre. Nous dé�nissons tout d'abord une limite inférieure fmin(mh) en demandantà e que la symétrie életrofaible soit brisée à T = 0 et restaurée à haute tempéra-ture24. On obtient également une borne supérieure fmax(mh) au dessus de laquelle latransition est très probablement soit du seond ordre, soit remplaée par une évolutionontinue semblable au Modèle Standard. En général, déterminer ette dernière n'estpas une tâhe aisée ar elle requiert un traitement non perturbatif du potentiel e�etifnon renormalisable lorsque la transition n'est que faiblement du premier ordre [43℄.En e�et, perturbativement, la transition de phase apparaît toujours du premier ordre,même si très faiblement. Néanmoins, nous savons que pour des valeurs de f relative-ment grandes, le potentiel est dominé par la partie renormalisable et la transitionreprend sa dynamique standard, qui n'est qu'un simple � rossover � pour mh & 80GeV. Nous estimons alors fmax(mh) en onsidérant que lorsque la transition est aussifaible que dans Modèle Standard pour mh = 80 GeV, elle n'est plus du premier ordrenon perturbativement. Pour de faibles valeurs de f , la transition fortement du premierordre au niveau des arbres. Il est alors fort probable que les orretions quantiques,même larges, ne détruisent pas la barrière de potentiel et que la théorie reste perturba-tive à température �nie, pareillement au as du Modèle Standard pour un Higgs léger.2.3.1 Surfusion et renforement de la transitionLes transitions de phase du premier ordre se réalisent don par la nuléation, dansun environnement métastable, de bulles de phase stable. Le vide brisé devient énergé-tiquement favorable lorsque l'univers refroidit jusqu'à la température ritique Tc. Desbulles ommenent alors à apparaître sous l'impulsion des �utuations quantiques et24Pour ela on impose que la orretion thermique au terme de masse du potentiel soit positive dansla limite de haute température.



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 94thermiques pénétrant la barrière de potentiel. La taille des bulles à la nuléation estdiretement déterminée par l'énergie libre disponible et exploitable par es �utua-tions. Par onséquent, la transition n'est pas amorée exatement à Tc ar le Higgsn'a pas d'énergie libre à ette température V (0)−V (φ(Tc)) = 0. A quelle températuredémarre alors la nuléation ? Une bulle est une on�guration instable dont le devenirest déterminé par une ompétition entre sa surfae, dont la tension tend à la réduire etla faire disparaître, et son volume, qui renferme une phase énergétiquement plus favor-able. La bulle gagne ainsi de l'énergie en développant une région de phase brisée maisdoit, pour ela, payer le prix de l'interfae la maintenant isolée de la phase symétrique.Pour T . Tc, l'énergie libérée est faible et les bulles sont de petite taille. La tension desurfae domine alors énergétiquement la dynamique des bulles, les faisant disparaîtrepresque aussit�t après qu'elles se sont formées. Lorsque la température diminue, l'én-ergie libre augmente et les bulles sont plus grosses. A partir d'une taille ritique, etteénergie est su�sante pour vainre la tension de surfae et les bulles roissent jusqu'àe qu'elles entrent en ollision les unes ave les autres, puis perolent ahevant ainsi laonversion de l'univers dans la phase brisée. La température pour laquelle le volumel'emporte sur la surfae est la température de nuléation Tn. Son éloignement ave latempérature ritique �xe l'ampleur de e phénomène de surfusion qui a pour e�et deretarder la transition de phase.2.3.1.1 Calul de la température de nuléationSolution de boune Une bulle est une on�guration lassique du hamp φ en espae-temps eulidien qui interpole entre le minimum global φt 6= 0 orrespondant à la phasebrisée et un minimum symétrique métastable situé en φf = 0. Dans une approhesemi-lassique, la probabilité par unité de volume et de temps Γ de former une bulleest déterminée par l'intégrale de hemin évaluée sur la on�guration de la bulle φb :
Γ ≃ Ae−S

b
E [φb] (2.161)où le oe�ient A est le déterminant fontionnel des �utuations quantiques autourde φb. Étant instable, la bulle onstitue une solution en point de selle de l'ationeulidienne salaire :
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, (2.162)où nous utilisons pour V (φ, T ) le potentiel e�etif à une boule (2.151) alulé dans leshémaMS. A température nulle, la on�guration φb dérivant la bulle est appelée un� boune � ar elle orrespond à un rebond en temps eulidien entre les deux minima.En e�et, Coleman [25, 14℄ montra que l'ation SbE représente alors le mouvement d'une� partiule � lassique, de position φ, partant de φf en tE = −∞ pour se rendre en φtà tE = 0 et revenir en φf à tE = +∞. Les rebond impose notamment que sa vitesse

∂φ soit nulle en tE = 0. Le boune est alors l'analogue salaire des instantons de lathéorie de Yang-Mills. L'ation eulidienne est minimale lorsque le boune est O(4)-symétrique. Il prend alors la forme d'une 3-sphère de rayon ρ =
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Fig. 2.14 � Reouvrement du boune en temps imaginaire périodique. A haute tem-pérature ette on�guration devient indépendante du temps.ave les onditions aux limites suivantes :
φ(ρ → ∞) = φf = 0, φ′(ρ = 0) = 0. (2.164)Elles sont la généralisation invariante de Lorentz des onditions de rebond évoquéesi-dessus. Pour T > 0, le temps eulidien est ompati�é tE ∼ 1/T . Ainsi, lorsque lerayon de la bulle devient du même ordre de grandeur que l'inverse de la température,le boune subit un reouvrement en temps eulidien et Linde [52, 53℄ montra qu'àhaute température φb est onstant en temps imaginaire, omme illustré �gure 2.14, etne rebondit plus. Dans e as l'ation SbE se fatorise omme :
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, (2.165)et Sb3 représente l'énergie emmagasinée dans la bulle. Le terme inétique est l'énergiede ourbure ontenue dans le mur alors que le potentiel traduit le gain énergétiqueaquis en volume par la bulle. A haute température le boune25 devient alors unesolution O(3)-symétrique extrémisant son énergie :
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] (2.166)et résolvant : [
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φ(r) − ∂V

φ
= 0, (2.167)ave les onditions aux limites :

φ(r → ∞) = φf = 0, φ′(r = 0) = 0. (2.168)25Dans e as, la on�guration est statique et il ne s'agit plus d'un rebond. Le terme de boune estalors inapproprié et il faudrait en toute rigueur parler de bulle ritique.
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Fig. 2.15 � Con�guration du boune représentant le pro�l de la VEV pour une bullenuléée à haute température en r = 0.Ces deux onditions sont la limite à haute température de elles aratérisant le bouneà T = 0 obtenues en posant tE = 0. C'est ette seonde solution, dont la forme typiqueest représentée �gure 2.15, que nous utiliserons pour étudier la nuléation de bulle.Nous verrons néanmoins que lorsque la surfusion est très importante et la transition dephase sensiblement retardée, la température devient alors du même ordre que l'inversedu rayon de la bulle. Dans e as la solution O(4) a la moindre ation et sera alorsprise en ompte pour l'étude de la nuléation.Résolution numérique du boune L'équation (2.167) n'est pas aisée à résoudrear elle est singulière à l'origine et les onditions (2.168) sont imposées en des bordsdistints. En partiulier, la position initiale φb(r = 0) ≡ φ0 est inonnue. La résolutionnumérique est alors inévitable même pour les potentiels les plus simples26. On reportebrièvement ii la méthode que nous avons implémentée pour évaluer numériquementle boune φb(r) pour un potentiel quelonque. Nous proédons en deux étapes. Toutd'abord nous alulons une solution régulière autour de l'origine que l'on utilise pourreporter la seonde ondition de (2.168) prohe de la singularité en r = ǫ. Nous utilisonsensuite une méthode d'essai/erreur pour déterminer la position φ0.La ondition en r = 0 est ruiale pour établir la forme de la solution autour de l'origine.En e�et, la dérivée nulle du hamp en e point autorise une solution régulière dans sonvoisinage. En développant le boune omme φb(r) = φ0 + δφb(r) ave δφb(r = 0) = 0,
δφb est alors solution de :

[
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− V ′′
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]
δφb − V ′

0 + O(δφ2
b ) = 0, (2.169)26Lorsque les deux minima du potentiel sont pratiquement dégénérés, il est possible d'utiliser uneapproximation de mur �n pour estimer l'ation sur le boune [25℄. Également, pour une très fortetransition, une approximation de mur épais devient valable. Dans les deux as, la résolution numériquedu boune n'est pas néessaire, simpli�ant grandement l'étude de la transition. Néanmoins, pour lamajeure partie de l'espae des paramètres, auune des deux approximations ne sera valide.
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Fig. 2.16 � Mouvement d'une partiule lassique dans un potentiel −V . φ représentesa position et r paramètre le temps dans ette analogie. A droite sont représentées dessolutions typiques de l'équation du mouvement. Lorsque φ0 est trop faible, la partiulen'atteint le sommet de la bosse à l'origine, retombe et osille dans le puits. La solutionest � undershooté �. A ontrario, quand φ0 est très prohe de φt, la partiule a tropd'énergie potentielle. Elle �nit par franhir la bosse et osille dans le symétrique dupuits pour des valeurs négatives de φ. La solution est alors � overshooté �. Une solutionoptimale, représentée en rouge, est obtenu lorsque la partiule approhe asymptotique-ment le sommet de la bosse et réalise le boune.où V ′

0 ≡ ∂V (φ = φ0, T )/∂φ, et. Ainsi autour de l'origine on a :
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r2 + O(r4). (2.170)On peut alors utiliser ette solution pour réérire les onditions aux limites en un pointrégulier r = ǫ non loin de l'origine :

φb(ǫ) = φ0 +
V ′

0

6
ǫ2, φ′b(ǫ) =

V ′
0

3
ǫ (2.171)et ainsi résoudre l'équation du boune dans la région régulière [ǫ,+∞[. On emploienumériquement pour ela une méthode de tir qui reherhe de manière réursive lavaleur optimale φ0. La tehnique est relativement simple, elle onsiste à hoisir unevaleur initiale pour le paramètre de tir φ0 entre φf et φt, à résoudre l'équation duboune à partir des onditions (2.171) et, en�n, à ajuster φ0 jusqu'à e que la solutionse rapprohe asymptotiquement de φf en l'in�ni. Dans la pratique, [ǫ,+∞[ est remplaépar un intervalle �ni [rm, rM ] véri�ant rm ≪ rc et rM ≫ rc où rc est une longueuraratéristique du boune. Nous hoisissons de dé�nir rc omme étant la distane àpartir de laquelle l'approximation (2.169) n'est plus valable, les non linéarités devenantomparable au terme linéaire : V ′′

0 δφb(rc) ∼ 1
2V

′′′
0 δφb(rc)

2. En utilisant δφb(r) ≃ V ′
0r

2/6on obtient failement :
rc =

2
√

3V ′′
0√

V ′
0V

′′′
0

. (2.172)En outre, on évalue numériquement l'énergie Sb3 en intégrant sur l'intervalle [rm, rb]où rb est la distane où le boune est le plus prohe de φf . Cette tronature onstitueune bonne approximation de Sb3 ar l'intégrant est pratiquement nul pour r > rb. Ene�et la variation de φb est négligeable loin du mur de la bulle et le potentiel s'annuleà φf . En�n, la même méthode de résolution peut être employée à basse températurelorsque le boune est O(4)-symétrique.



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 98Critère de nuléation Nous avons vu que Tn est déterminée par l'évolution entempérature de l'énergie des bulles Sb3. Prohe de la température ritique, le taux denuléation de bulle est donnée par :
Γ ≃ A(T )e−S

b
3(T )/T (2.173)où le déterminant vaut à température �nie A(T ) ≃ ηT 4 par simple analyse dimension-nelle. Les �utuations étant nettement sous-dominantes devant la poids de Boltzmannlassique, une valeur exate de η n'est pas néessaire et on prendra dans la suite η ∼ 1.La roissane de bulles ritiques dépend de leur taille à l'instant de la nuléation. Enoutre, l'énergie Sb3 est une fontion rapidement variable de T autour de la tempéra-ture ritique. Par onséquent, la bulle n'est pas insensible à l'expansion de l'univers,induisant un faible hangement de température pendant la transition. L'expansion dila-tant les volumes, elle �nit par favoriser la nuléation de bulle de taille ritique pouvantroître et onvertir l'univers dans la phase brisée. On onsidère alors que la nuléations'amore dès que la probabilité de former au moins une bulle ritique dans un volumed'horizon devient importante [5℄ :

P =

∫ tn

tc

dtVhΓ ∼ O(1), (2.174)où tc est l'instant orrespondant à la température ritique, pour laquelle les bullesommenent à apparaître spontanément, et tn est l'instant reherhé du début de lanuléation. Le volume d'horizon Vh est un volume ausal au delà duquel les orpssont séparés du entre d'un intervalle de genre espae : Vh ∼ dh(t)
3 ave dh(t) =

a(t)
∫ t
dt′/a(t′) la distane d'horizon à l'instant t. Cette ondition garantit égalementla perolation des bulles. En e�et, puisque la probabilité de nuléation dans un volumed'horizon est importante, de nombreuses bulles y sont nuléées. Elles s'étendent ensuiteà une vitesse prohe de elle de la lumière et entrent en ollision malgré l'expansionde l'univers ar la distane les séparant est inférieure à l'horizon. A T ∼ 100 GeV, ete jusqu'à environ T ∼ eV , l'univers est dominé par le rayonnement. Durant ettepériode le fateur d'éhelle varie omme a(t) ∼ t1/2 et le temps osmologique est reliéà la température de l'univers par :

t = ζ(T )
MPl

T 2
, ζ ≡ 1

4π

√
45

πg(T )
(2.175)où g(T ) est le nombre de degré de liberté présent à l'équilibre thermique dans le plasmaà température T . L'horizon dh(t) prend la forme : dh(t) = 2t. La probabilité de formerune bulle ritique devient alors :

P ≃ (2ζ∗M
4
Pl)

∫ Tc

Tn

dT

T 5
e−S

b
3(T )/T ∼ O(1), (2.176)où ζ∗ ∼ ζ(100 GeV) ≃ 1/34 dans le Modèle Standard et dont la faible variation en-tre Tc et Tn est négligeable. En remarquant que Sb3(T )/T est une fontion fortementpiquée autour de T = Tc, on dérive alors numériquement de l'expression préédente laontrainte suivante :

Sb3(Tn)

Tn
∼ 135 (2.177)dé�nissant ainsi la température de nuléation Tn pour la transition de phase életro-faible.
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Fig. 2.17 � Traé des ontours de la température de nuléation Tn (gauhe) et del'éart relatif ǫT = (Tc − Tn)/Tc à la température ritique dans le région de l'espaedes paramètres admettant une transition de phase du premier ordre. Sous la banderouge la symétrie életrofaible reste intate à T = 0, et au dessus de la région bleue latransition de phase est soit du seond ordre ou n'a tout simplement pas lieue.2.3.1.2 Béné�e de la surfusion pour l'asymétrie baryoniqueLa �gure 2.17 présente les ontours de la température de nuléation obtenue avele potentiel non renormalisable à une boule. Elle met en évidene un retard à lanuléation dû à un e�et de surfusion important pour de faibles valeurs de la onstante dedésintégration f . De plus, la bande rouge délimite une région de l'espae des paramètrespour lesquels l'univers reste piégé dans une phase symétrique métastable. La surfusionest telle qu'auune bulle ritique n'est nuléée et la transition n'est jamais amorée.L'importante surfusion se manifestant dans e modèle est diretement orrélée à laprésene d'une barrière à température nulle pour de faibles valeurs de f . La transitiondu premier ordre devant se produire avant la disparition de la barrière, elle peut alorsêtre sensiblement retardée par rapport à la température ritique si elle-i persistejusque dans les basses températures. Par ailleurs, ette surfusion est un e�et importantgénériquement pour les transitions de phase fortement du premier ordre, omme lemontre notre approhe e�etive. En e�et, plus la barrière de potentiel est grande, plusla VEV du Higgs a besoin d'aumuler de l'énergie libre, 'est à dire de refroidir endessous de Tc, a�n de pouvoir produire les on�gurations permettant de franhir labarrière. Ainsi, bien que et e�et est habituellement négligée dans le Modèle Standardar la transition est faiblement du premier ordre, il joue un r�le majeur pour de fortestransitions. La surfusion onstitue alors un allié préieux pour l'asymétrie baryonique.Lorsque la transition est retardée, les baryons produit lors de la nuléation dans la phasesymétrique pénètrent dans la phase brisée à une température où les sphalérons sontmoins atifs qu'à Tc et par la même moins o�ensif pour l'asymétrie matière/antimatière.En outre, un autre avantage de la surfusion dans e modèle est qu'elle permet lasauvegarde de l'asymétrie jusqu'à des valeurs de l'éhelle e�etive f plus élevée queelles estimées par [38℄. La �gure 2.18, reportant les ontours de ξn (> ξc) dans l'espaedes paramètres, montre ainsi qu'il est possible de protéger l'asymétrie pour une éhellede suppression au-delà du TeV, tout en onservant la masse du Higgs au dessus à la



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 100borne du LEP.2.3.2 Prodution et observation d'ondes gravitationnellesLes ondes gravitationnelles prédites par la relativité générale n'ont enore jamaisété observées diretement. Néanmoins le pulsar PSR 1913+16 déouvert par Hulse etTaylor [41℄ en 1974 onstitue une solide preuve de leur existene. Ce système binaireest omposé (vraissemblablement) de deux étoiles à neutron en révolution l'une autourde l'autre ave une période déroissant légèrement à haque orbite. Selon la relativitégénérale, la perte de moment inétique du système est le résultat de l'émission d'ondesgravitationnelles due à sa symétrie axiale. Tout omme une toupie est freiné par l'airet lui ommunique son énergie inétique sous forme d'ondes de pression, le systèmebinaire � frotte � sur le tissu spatio-temporel et lui transmet son énergie en émettantdes ondes gravitationnelles. Pour le pulsar d'Hulse et Taylor, la variation de la péri-ode mesurée depuis plus de trente ans a�he un aord parfait ave la prédition dela relativité générale. Ainsi la onstrution d'une première génération de déteteurs aété entreprise dans les années 90. Les expérienes amériaine LIGO et frano-italienneVIRGO ont pour mission d'observer le spetre d'onde gravitationnelle émises par dessoures astrophysiques de type système binaire pour, entre autre, on�rmer l'observa-tion d'Hulse et Taylor.Il est également fort probable que l'univers primordial fut le siège d'événementstellement violents que des ondes gravitationnelles aient pu être émises dans les premiersinstants de son histoire. Parmi es événements se trouve l'in�ation, ette phase trèsbrève (∼ 10−33s) où l'univers s'est exponentiellement dilaté. Les �utuations quan-tiques du hamp dominant l'univers pendant ette période, l'in�aton, ouplent à lamétrique et induisent des perturbations de densité de matière qu'il est possible demesurer dans les �utuations de température du fond di�us osmologique. En outre,

Fig. 2.18 � Traé des ontours du rapport ξn = 〈φ(Tn)〉/Tn qui aratérise la forede la transition de phase, en utilisant l'approximation de la masse thermique de [38℄(gauhe) et le potentiel omplet à une boule (droite). Dans le seond as la régionadmettant une transition du premier ordre est nettement élargie ar les orretionsthermiques sont sous-estimées dans l'approximation de haute température.



101 2.3 Dynamique de la transition de phase et ondes gravitationnellesles �utuations de l'in�aton ont également laissé une empreinte gravitationnelle sousla forme d'un spetre d'ondes stohastique aratérisant l'aspet aléatoire des �utua-tions quantiques dont l'impulsion est indéterminée. Les transitions de phase du premierordre sont également soures d'ondes gravitationnelles primordiales et, parmi elles, latransition életrofaible est la prometteuse en terme d'observabilité [50, 44, 37℄. En esens, dans les années à venir, des expérienes d'interférométrie spatiale verront le jour,omme le projet LISA, ainsi que le BigBang Observer (BBO) dont la mission seraégalement d'observer les traes gravitationnelles de l'in�ation.2.3.2.1 Ondes gravitationnelles lors d'une transition du premier ordreA la température de nuléation, les bulles formées se dilatent et, e faisant, relâhentdans leur environnement l'énergie libre produite par le passage dans la phase brisée.Une partie de ette haleur latente est absorbée par le mur qui aélère sa propaga-tion jusqu'à e qu'il entre en ollision ave une autre bulle. Ensuite l'énergie restanteest libérée dans le plasma primordial y générant ainsi des mouvements turbulents.Ces deux phénomènes sont d'importantes soures d'ondes gravitationnelles. En e�et,lorsqu'elles entrent en ollision, la symétrie sphérique des bulles est brisée et une partiede l'énergie inétique de leurs murs est alors onvertie en rayonnement gravitation-nel [49, 48℄. En�n, étant de nature haotique, les turbulenes du plasma ne sont pasinvariante sous rotations et émettent également des ondes gravitationnelles [47, 31℄.Nous allons maintenant rappeler quelques éléments néessaires au alul des spetresd'émission dans es deux as.Dé�nition de la densité d'énergie ΩGW (f) Comme toute soure d'énergie dansl'univers, le spetre d'ondes gravitationnelles est aratérisée par le rapport de la densitéd'énergie ontenue dans les ondes gravitationnelles à la densité ritique orrespondantà un univers plat :
ΩGW ≡ ρGW

ρc
. (2.178)Dans le as d'une soure non stohastique, omme lors d'une transition de phase dupremier ordre, le spetre n'est pas uniforme en fréquene. Il est alors ommode dedévelopper ΩGW en bande de fréquene :

ΩGW =

∫
d(log f)ΩGW (f), ΩGW (f) ≡ 1

ρc

dρGW
d(log f)

. (2.179)
ΩGW (f) est alors déterminé à l'aide de la formule du quadrupole qui relie la puis-sane émise en ondes gravitationnelles au moment quadrupolaire du tenseur d'énergie-impulsion de la soure. Durant la transition de phase, les ondes gravitationnelles sontémises autour d'une fréquene aratéristique f∗ approximativement donnée par l'in-verse de la durée de la transition, qui est l'unique éhelle de temps dans e phénomène.Puis, es ondes se propagent dans l'univers jusqu'à nos jours pratiquement sans intera-gir ave le milieu qu'elles traversent. Suite à l'expansion, leur fréquene est déalée versle rouge omme a(t)−1 où a est le fateur d'éhelle de FRW. Ainsi, le pi du spetre seretrouve aujourd'hui à la fréquene :

f = f∗
a∗
a0

= f∗

(
gs0
gs∗

)1/3
T0

T∗

≃ 6 × 10−3
( g∗

100

)1/6 T∗
100 GeV f∗

H∗
mHz. (2.180)



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 102où l'adiabatiité de son expansion, impliquant S ∼ a3gs(T )T 3 = ste, a été utilisée,ainsi que le fait que e dernier est dominé par le rayonnement la majeure partie dutemps entre le début de la transition T∗ ∼ 100 GeV et aujourd'hui T0 ∼ 2×10−13 GeV.La densité d'énergie varie omme a−4 et la densité ritique omme H2 et on obtientaujourd'hui :
ΩGW =

ρGW
ρc

= ΩGW∗

(
a∗
a0

)4(
H∗
H0

)2

≃ 1.67 × 10−5h−2

(
100

g∗

)1/3

ΩGW∗, (2.181)où H0 ≃ 2.13h × 10−42 GeV est la onstante de Hubble de nos jours. ΩGW est lafration de la densité d'énergie ontenue dans l'univers atuel sous forme d'ondes grav-itationnelles provenant de la transition.Calul du spetre de ollision et turbulene Intuitivement on onçoit faile-ment que la densité d'énergie en ondes gravitationnelles sera importante lorsque degrandes quantités d'énergie se déplaent rapidement et longtemps. En e sens, on mon-tre que le spetre issu des ollitions de bulles est essentiellement ontr�lé par troisparamètres [44℄ aratérisant la dynamique de la transition de phase. Le premier est letaux de variation dans le temps, dénoté β, du taux de nuléation Γ ∼ eS
b
3/T , orrespon-dant à l'inverse de la durée de la transition β ≡ −d(S3/T )/dt|t∗. Le seond paramètrepertinent est la densité de haleur latente ǫ libérée lors de la transition rapportée à ladensité d'énergie du rayonnement au moment de la transition : α ≡ ǫ/ρrad. En�n, lavitesse vb de propagation du mur de la bulle, dans le référentiel du plasma et à l'in-stant de la ollision, est la dernière grandeur omplétant le trio énergie/vitesse/tempsqui détermine l'amplitude aratéristique du spetre ΩGW (f). Pour la turbulene, uneautre grandeur s'avère également importante, la vitesse us des mouvements turbulentsdu �uide.Après déalage vers le rouge jusqu'à notre époque, la valeur de la densité d'én-ergie d'ondes gravitationnelles dues à la ollision est donnée approximativement, à lafréquene du pi, par [44℄ :

Ωoll h2(foll) ≃ 1.1 × 10−6κ2

[
H∗
β

]2 [
α

1 + α

]2 [
v3
b

0.24 + v3
b

] [
100

g∗

]1/3
, (2.182)pour une fréquene de pi [44℄ :

foll ≃ 5.2 × 10−3

[
β

H∗

] [
T∗

100GeV] [ g∗100

]1/6 mHz. (2.183)
κ mesure la fration de haleur latente onvertie en énergie inétique dans le �uideprimordial, H∗ et g∗ sont respetivement le taux d'expansion et le nombre de degré deliberté à l'équilibre thermique dans le plasma à la température T∗. Quant au spetre deturbulene, il est aratérisé par la densité d'énergie suivante, toujours à la fréquenedu pi :

Ωturb h2(fturb) ≃ 1.4 × 10−4u5
sv

2
b

[
H∗
β

]2 [
100

g∗

]1/3 (2.184)ave omme fréquene de pi pour la turbulene :
fturb ≃ 3.4 × 10−3us

vb

[
β

H∗

] [
T∗

100GeV] [ g∗100

]1/6 mHz. (2.185)



103 2.3 Dynamique de la transition de phase et ondes gravitationnellesNotons qu'en e�et β, l'inverse de la durée de la transition, �xe grossièrement la fréqueneà laquelle le rayonnement gravitationnel est majoritairement émis. L'évolution enfréquene du spetre de ollision dans le voisinage du pi monte omme f2,8 en amontet hute omme f−1,8 en aval du pi. Quant au spetre de turbulene il s'élève omme
f2 et tombe omme f−3,5 de part et d'autre du pi. Les grandeurs T∗ et g∗ ont éténormalisées aux valeurs typiques qu'elles prennent lors de la transition de phase éle-trofaible. On remarque en�n que le maximum des densités d'énergie se situe dans lemHz, e qui orrespond préisément à la gamme de fréquenes où la sensibilité de LISAest maximale. Ainsi, la possibilité d'observer les ondes gravitationnelles provenant de latransition de phase du Higgs susite de grands espoirs, ar ela permettrait une étudeosmologique de la dynamique de brisure de symétrie életrofaible !2.3.2.2 Empreintes du potentiel e�etif dans le spetre d'ondes gravita-tionnellesNous allons maintenant expliité les liens entre le potentiel e�etif du Higgs on-tr�lant la transition et le spetre d'ondes gravitationnelles dérit i-dessus. Tout d'abord,il est important de distinguer deux régimes de prodution des ondes dépendant de lavitesse du mur et don indiretement de la fore de la transition de phase. Pour vbinférieure à la vitesse du son dans le plasma cs, valant 1/

√
3 à l'époque de la domi-nation du rayonnement, les bulles roissent dans un régime de dé�agration, alors quelorsque vb > cs, le mur se propage à une vitesse supersonique et les bulles entrent dansun régime de détonation. Dans e dernier as, il est possible d'exprimer vb, us et κ enfontion de paramètres du potentiel. Puisqu'on s'intéresse au as où la transition dephase est fortement du premier ordre, on se onentrera par la suite sur le régime dedétonation. En e�et, la transition étant forte, elle libère une quantité importante dehaleur latente suseptible de propulser le mur des bulles à des vitesses supersoniques.Vers une modélisation à deux variables On montre que dans le régime de déto-nation vb > cs, les vitesses du mur et du �uide, ainsi que le fateur κ s'érivent ommedes fontions de la haleur latente α relâhée lors de la transition [44, 60, 67℄ :

vb(α) =
1/

√
3 +

√
α2 + 2α/3

1 + α
, us(α) ≃

√
κα

4
3 + κα

, (2.186)
κ(α) ≃ 1

1 + 0.715α

[
0.715α+

4

27

√
3α

2

]
. (2.187)Le spetre d'ondes gravitationnelles est alors omplètement déterminé par deux paramètres

α et β, dont les expressions ne dépendent que du potentiel e�etif du Higgs pendantla transition.
β est dé�ni omme le taux de variation temporelle du taux de nuléation et on a :

β ≡ − d

dt

(
Sb3
T

)∣∣∣∣
t∗

≈ 1

Γ

dΓ

dt

∣∣∣∣
t∗

(2.188)qui, en utilisant l'adiabatiité de l'expansion, dT/dt = −TH , devient :
β

H∗
= T∗

d

dT

(
Sb3
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)∣∣∣∣
T∗

, (2.189)



Chapitre 2 : Asymétrie matière/antimatière au-delà du Modèle Standard 104où T∗ est la température de la transition qu'on prendra égale à la température Tnévaluée selon la méthode dérite préédemment. La haleur latente ǫ est la sommede deux ontributions. La première est la variation d'énergie libre ∆V entre les videssymétrique et brisée, alors que la seonde est la variation d'entropie ∆S entre es deuxphases :
ǫ = −∆V − T∆S =

[
−∆V + T

∂V

∂T

] ∣∣∣
Tn

, (2.190)où on a utilisé la relation de Maxwell : ∆S = −∂V/∂T . En�n la densité d'énergie durayonnement normalisant ǫ est donnée par :
ρrad =

π2

g∗
T 4
n (2.191)ave g∗ ≃ 100. V est le potentiel e�etif à une boule et température alulé en présened'une interation non renormalisable.Conditions d'observabilité Dans le régime de détonation, la donnée de deux paramètres�xe la forme du spetre d'ondes gravitationnelles. En se rappelant que une forte haleurlatente et une longue transition ontribue à une importante densité d'énergie en ondesgravitationnelles, on s'attend à e que leur observation soit favorisée par α maximal et

β/Hn minimal. On s'intéresse seulement aux trois expérienes suseptibles de déteterdes ondes gravitationnelles d'origine osmologique : Advaned LIGO, LISA et BBO.Les sensibilités maximales de es trois déteteurs sont approximativement :Adv. LIGO : Ωh2(f ∼ 10Hz) ∼ 10−10, (2.192)LISA : Ωh2(f ∼ 10−3Hz) ∼ 10−11, (2.193)BBO : Ωh2(f ∼ 10−1Hz) ∼ 10−17. (2.194)LISA est la prohaine série de satellites qui sondera les ondes gravitationnelles dans lagamme de fréquene orrespondant à la transition de phase életrofaible. Une analyseréente [37℄ montre que pour être observable à LISA, la transition doit être relativementforte, requérant typiquement α ∼ O(1) et β/H ∼ O(100) pour obtenir Ωh2 & 10−10.2.3.2.3 Peut-on voir le Higgs dans le iel ?L'observation à LISA des empreintes gravitationnelles du Higgs néessite une fortetransition de phase du Higgs, onordant ainsi ave les prérequis de la baryogenèseéletrofaible. Nous présentons les résultats obtenus pour les paramètres déterminantle spetre d'ondes gravitationnelles dans le as d'une transition de phase basée sur lepotentiel non renormalisable alulé dans e hapitre. Puis, nous disutons les possibil-ités d'observation aux interféromètres spatiaux. En�n, nous ommentons l'éventuellepertinene du régime de dé�agration en as d'une transition fortement du premierordre.Bienfaits et inonvénient de la surfusion Nous avons reporté sur la �gure 2.19les ontours de la haleur latente et de l'inverse de la durée de la transition dans larégion de l'espae des paramètres favorable à une transition du premier ordre. Noustrouvons que génériquement la dynamique de la transition au delà du Modèle Standardgénère de trop faibles ondes gravitationnelles exepté pour une région très réduite du
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Fig. 2.19 � Traé des ontours des quantités dérivées du potentiel e�etif aratérisantle spetre d'ondes gravitationnelles. α est la haleur latente relâhée lors de la nuléationet de l'expansion des bulles, alors que β/H mesure la durée de la transition de phase.plan (mh, f). En e�et on peut voir que pour une masse du Higgs légèrement au dessusde la borne du LEP, mh & 115 GeV, et une onstante de désintégration relativementfaible, f ∼ 650 GeV on obtient au mieux α ∼ 0, 5 et β/H ∼ 100. Dans ette région, latempérature de nuléation orrespondante est d'environ 50 GeV d'après la �gure 2.17.Ainsi la détetabilité est probablement hors de portée de LISA. En e�et, LISA néessiteau moins α > 0, 6 pour β/H ∼ 100 a�n d'observer le pi de turbulene, alors que le pide ollision ommene à apparaître pour α > 0, 8. Par ailleurs, même si la transitionpeut être rendue su�samment forte pour obtenir ΩGWh
2 ≃ 1010, grâe à une surfusionimportante, ette dernière a pour e�et de déaler les pis vers des fréquenes inférieuresà 0,1 mHz, omme l'illustre l'exemple de la �gure 2.20. En e�et, d'après (2.183,2.185)les fréquenes des pis varient approximativement omme :

fpics ∼ mHz [ Tn
100 GeV] , (2.195)pour β/H ∼ 100. Or pour Tn ∼ 50 GeV, le bruit de l'interféromètre LISA ne permetplus de résoudre le signal. En revanhe, toujours pour β/H ∼ 100, BBO devrait êtretout à fait apable de déteter les deux pis pour peu qu'α soit supérieur à 0,3.Ainsi, le béné�e de la surfusion onernant le renforement de la transition, et la pro-tetion de l'asymétrie baryonique pour mh & 115 GeV et f ∼ 1 TeV, s'aompagned'un e�et néfaste pour l'observabilité à LISA des traes gravitationnelles du Higgs enrepoussant le spetre dans le bruit du déteteur.Frition et régime de dé�agration Il n'est en revanhe pas exlu que la onlusionpréédente soit un peu trop pessimiste. En e�et, elle repose sur l'hypothèse que lesbulles s'étendent dans un régime de détonation où la vitesse du mur est supersonique.Néanmoins on sait que la propagation du mur est ralentie par un e�et de fritionsur le plasma qu'il traverse. Moore et al. [59, 58℄ montrèrent que pour une transitionfaiblement du premier ordre, la frition est peu importante, et la vitesse est faible
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Fig. 2.20 � Spetre d'ondes gravitationnelles produit pendant la transition de phaseéletrofaible. On peut voir les ontributions de la turbulene (pi de gauhe) et dese�ets de ollisions (pi de droite émergeant de la queue du pi de turbulene). Ce traéest pour mh = 115 GeV et f ≃ 600 GeV pour lesquels on a α = 0, 51, β/H = 89et Tn = 39 GeV. On remarque que les valeurs de α et β/H néessaires pour obtenirun fort signal impliquent une faible température de nuléation (< 100 GeV) suite à lasurfusion, e qui rend les ondes di�iles à déteter.
vb ∼ 10−2 ≪ cs suite au peu de haleur latente libérée. Lorsque la transition devientfortement du premier ordre, nous avons supposé que la haleur latente était su�santepour entrer dans un régime de détonation vb > cs. Néanmoins, l'e�et de la frition danse régime est totalement inonnu, le travail de Moore étant limité à une approximationde faible vitesse du mur. Intuitivement on serait tenter de penser que la vitesse étantplus grande, les frottements du mur sur le plasma sont plus importants. En e as, lesbulles pourraient ne jamais entrer en détonation. Le alul du terme de frition et dela vitesse du mur semble alors néessaire pour justi�er omplètement l'hypothèse d'unrégime de détonation utilisée dans notre analyse de l'observabilité.ConlusionBien que le Modèle Standard ontiennent les ingrédients élémentaires permettantde générer, lors de la transition de phase életrofaible, l'asymétrie matière/antimatièreobservée dans notre univers, il apparaît néanmoins néessaire de faire appel à une nou-velle physique au delà. Une étude générique de es e�ets est réalisée au moyen d'uneapprohe e�etive onsistant à introduire une interation non renormalisable |H |6 dansle lagrangien du Modèle Standard. En e as, la préservation de l'asymétrie réée lors latransition requiert une éhelle de suppressionM pour et opérateur relativement faible
. TeV, e qui est naturellement le as pour un Higgs omposite, où M est remplaépar la onstante de désintégration d'un seteur fortement ouplé27. Nous avons ensuiteprésenté un alul omplet des orretions quantiques et thermiques à une boule aupotentiel du Higgs en présene d'une interation non renormalisable. En partiulier,plusieurs shémas de renormalisation ont été dé�nis à T = 0 qui permettent également27Dans le as d'un Higgs omposite, un seond opérateur de dimension six, dominant la théoriee�etive, peut ontribuer à la transition de phase. Il s'agit néanmoins d'un opérateur dérivatif (∂µ|H|)2ne modi�ant que la norme du Higgs et des Goldstone. Ainsi ses e�ets n'apparaissent qu'à une boule etsont, en ouplage faible, nettement supprimés par rapport à |H|6 qui induit diretement une barrièrede potentiel à l'arbre. En onséquene, la dynamique de la transition n'en est que peu a�eté [36℄.



107 2.3 Dynamique de la transition de phase et ondes gravitationnellesde s'a�ranhir de divergenes infrarouges. A température �nie, les méthodes usuellesde resommation de diagramme paquettes ont été employés a�n à la fois d'estimer pré-isément la barrière de potentiel et de minimiser la partie imaginaire de e dernier.Puis, nous avons étudié la dynamique de la transition de phase dans e modèle e�etifet mis en lumière le r�le important joué par le phénomène de surfusion. Nous avonsmontré que elui-i failite la survie de l'asymétrie baryonique après la transition ete pour une éhelle f aussi grande que le TeV, tout en satisfaisant les diverses on-traintes expérimentales. En�n, une prospetion des possibilités d'observation d'ondesgravitationnelles émises pendant la transition de phase a été mené. Nous avons pu on-lure que leur détetion est assez improbable à la prohaine génération d'interféromètrespatial LISA, prinipalement dû à un déalage du spetre vers les fréquenes bruitéesdu déteteur, engendré par l'importante surfusion néessaire à l'obtention d'un signalsu�sant.
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Chapitre 3Un peu de physique endimensions supplémentairesNous onsarons e hapitre à la desription d'abord élémentaire, puis plus dé-taillée, de la dynamique de théories des hamps dans un espae-temps muni de plusde trois dimensions spatiales. Nous disuterons notamment les motivations modernesen faveur de l'existene de dimensions supplémentaires et présenterons les nouvellessolutions qu'elles o�rent au problème de hiérarhie. Nous nous limiterons alors auxphénoménologies les plus simples basées sur un espae-temps 5d. Après avoir intro-duit, dans le as salaire, les ingrédients fondamentaux sur lesquels s'appuie tout mod-èle physique dé�ni sur un espae ompat, nous en détaillerons les réalisations pourdes spins supérieurs, omme les hamps de Yang−Mills et les fermions de spin 1/2.Dans tous les as, nous insistons prinipalement sur la généralisation du prinipe demoindre ation en présene d'une dimension ompate, ainsi que sur les ontraintesdynamiques que elui-i impose sur les di�érentes onditions aux bords des hamps.Nous montrons également omment la ompati�ation, par les onditions aux bords,onstitue la soure d'un nouveau méanisme de brisure de symétrie et de générationde masses.3.1 Introdution à la physique des dimensions sup-plémentairesCette setion onstitue une rapide introdution aux dimensions supplémentaires, deleur origine historique jusqu'aux espoirs qu'elles ont réemment apportés en physiquefondamentale.3.1.1 Pourquoi une dimension supplémentaire ?3.1.1.1 Un peu d'histoireDans les années 1920, Kaluza [12℄ et Klein [14℄ furent les premiers à émettre l'hy-pothèse de l'existene d'une dimension d'espae supplémentaire. Leur prinipale moti-vation était d'uni�er les deux seules fores identi�ées omme fondamentale à l'époque,113



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 114la gravitation et l'életromagnétisme. La gravitation venant tout juste d'être refor-mulée par Einstein omme une ourbure de l'espae-temps, les similitudes entre lesdeux types d'interations onduisirent Kaluza à interpréter également la fore életro-magnétique omme un e�et purement géométrique. Kaluza réalisa qu'en 5d la métriqueontient, d'un point de vue quadri-dimensionnel, un veteur g5µ pouvant jouer le r�led'un quadri-potentiel életromagnétique. Quelques années plus tard, Klein amélioreraette idée en ompati�ant ette dimension supplémentaire selon un erle de rayon�ni. Cette approhe présente deux avantages majeurs. Le premier est évident, l'espaene balayant à notre éhelle que trois diretions, la ompati�ation permet alors deamou�er e nouveau degré de liberté. Par ailleurs, l'isométrie du erle est exate-ment la symétrie de jauge U(1) de l'életromagnétisme. La onséquene immédiate estque l'invariane par di�éomorphisme en inq dimensions se déompose en une théorie4d généralement ovariante dérivant la gravité et une théorie de jauge U(1) mod-élisant l'életromagnétisme ! Hélas la théorie éhoue à reproduire une phénoménologiedes plus élémentaires, tel que l'életron, puisqu'elle impose que la masse de toute par-tiule hargée soit un multiple entier de elle de Plank, soit me & 1019 GeV. Dans lesannées 80 de nouveaux e�orts dans ette diretion ont été entrepris ave l'espoir am-bitieux de générer le groupe de jauge du Modèle Standard à partir des isométries d'unespae ompat. Witten [24℄ montra que pour se faire e dernier devait être au moinsde dimension sept. Malheureusement e type de onstrution sou�rent de sévères prob-lèmes, omme notamment la di�ulté d'obtenir des fermions hiraux [23℄. Ainsi, l'idéeinitiale de Kaluza et Klein, pourtant élémentaire, peine énormément à fournir une de-sription géométrique orrete des interations observées dans la nature. On omprendnéanmoins intuitivement la raison de es di�ultés en rappelant e qui est à l'originedu suès de la relativité générale : le prinipe d'équivalene. Le prinipe d'équivaleneest la tradution d'une observation simple : tout orps � tombe � ave la même a-élération dans un hamp gravitationnel quelque soit sa masse ou sa densité d'énergie.C'est préisément ette universalité du mouvement qui permet la géométrisation de lagravitation ar il est alors possible loalement de se plaer dans un référentiel où touteinteration gravitationnelle est absente. E�etuer en haque point, es hangementsloaux de oordonnées onduisent naturellement au onept d'espae-temps ourbe,dans lequel la fore de gravitation a disparu. Les autres interations, en revanhe, nejouissent malheureusement pas de ette même universalité, l'aélération dépendantgénéralement de la harge. Il n'existe par onséquent auun hangement de oordon-nées les éliminant, e qui explique qu'il soit hautement non trivial d'en développer uneformulation géométrique.3.1.1.2 Motivation moderne et solution au problème de hiérarhieIl fut réalisé dans les années 80 [16℄, puis largement développé dans la déenniesuivante, que l'existene de dimensions supplémentaires permet de relier deux des in-terrogations entrales de la physique fondamentale moderne :� Pourquoi la gravité est-elle si faible ou, en d'autres termes, pourquoi la masse dePlank est-elle si grande devant l'éhelle életrofaible MPl ≫ mW ?� Comment stabiliser le Higgs, et par là-même toute la physique életrofaible, à lamasse du W ?La gravitation, se matérialisant omme une ourbure de l'espae-temps, est, par essene,sensible à sa dimensionnalité. La fait qu'elle puisse alors s'éhapper dans des dimensionssupplémentaires onstitue une expliation naturelle à sa faiblesse apparente en quatredimensions. Le lien ave le problème de hiérarhie est moins trivial mais, in �ne, tout



115 3.1 Introdution à la physique des dimensions supplémentairesaussi simple. Jusque là l'approhe onsistait à rendre le Higgs insensible à une éhelleultra-violette élevée. Les dimensions supplémentaires o�rent alors une solution radi-alement di�érente en permettant d'abaisser ette éhelle jusqu'au TeV. En e�et, dansun espae-temps de d > 4 dimensions, l'éhelle fondamentale des interations, gravi-tation inluse, n'est pas néessairement la masse de Plank renontrée à 4d mais peutêtre sensiblement plus faible, la petitesse du ouplage gravitationnel e�etif provenantde la propagation de la gravité dans l'espae ompat. Par onséquent, l'éhelle ultra-violette vers laquelle est repoussé le Modèle Standard reste le TeV, même en inluantde la gravitation de façon e�etive à basse énergie. Ainsi, ontrairement aux approhessupersymétrique et omposite, le Higgs est toujours instable, simplement, ii, l'espaeompat a réduit l'ampleur de l'instabilité. Les dimensions supplémentaires réalisentalors typiquement une solution simultanée aux deux aspets du problème de hiérar-hie. Partant d'une éhelle fondamentale de l'ordre du TeV, elles permettent d'a�aiblirnaturellement l'interation gravitationnelle et, e faisant, brise le lien inextriable enquatre dimensions entre l'éhelle de la gravitation et le ut-o� ultra-violet des orre-tions quantiques déstabilisant le Higgs.Il existe plusieurs façons de réaliser les propriétés évoquées i-dessus. La premièrerepose sur une simple extension à d > 4 de l'espae-temps Minkowskien de la relativité4d dont la métrique devient1 :
ds2 = ηµνdx

µdxν −
n∑

i=1

dy2
i (3.1)où les yi sont limités à l'intervalle [0, Li]. En onséquene, les dimensions supplémen-taires n'ont pas de ourbure et restent, même après la ompati�ation, topologique-ment équivalentes à un plan de dimension n = d − 4. La solution au problème dehiérarhie dans e ontexte a été proposée par Arkani-Hamed, Dimopoulos et Dvali(ADD) [3℄. L'idée diretrie est que la gravité apparaît faible en quatre dimensions arelle est � diluée � dans un grand volume d'espae interne. Le Modèle Standard est loal-isée sur une brane 4d et son ouplage au graviton en est ainsi a�aibli. Dans e modèle,le TeV est l'éhelle fondamentale et onstitue don le ut-o� 4d de la théorie e�etivedu Modèle Standard. Quant à la masse de Plank, elle est beauoup plus grande arla gravité se propage uniformément dans toutes les diretions de l'espae. Néanmoins,dans sa version minimale 5d, la résolution omplète du problème de hiérarhie, requiertune dimension supplémentaire très grande. Ainsi, bien que le Higgs reste radiativementà basse énergie, la hiérarhie d'éhelleMPl/mW reste en quelque sorte inexpliquée danse modèle qui n'en fournit tout au plus qu'une reformulation géométrique. La question� pourquoi la gravité est-elle si faible ? � est alors remaquillée en � pourquoi la dimen-sion supplémentaire est-elle si grande ? �Peu de temps après, Randall et Sundrum (RS) remarquèrent que les deux faettes duproblème de hiérarhie peuvent être résolus à l'aide d'une dimension supplémentairede petite taille, mais ourbe [20℄ dont la géométrie est basée sur une métrique anti deSitter en inq dimensions :

ds2 = e−2kyηµνdx
µdxν − dy2, (3.2)1La signature de la métrique ηµν est (+,−,−,−).



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 116où k est la ourbure d'AdS5. Cette métrique a�he une grande similarité ave elle d'untrou noir dont la solution la plus simple en quatre dimensions est elle de Shwarzshild :
ds2 =

(
1 − M

2M2
Plr

)
dt2 −

(
1 − M

2M2
Plr

)−1

dr2 − r2dΩ2. (3.3)où M est la masse du trou noir entré en r = 0 et dΩ2 est l'élément de surfae dela sphère S2. A r onstant2, la métrique de Shwarzshild se réduit simplement à
ds2 = (1 −M/2M2

Plr)dt
2. Supposons que l'horizon du trou noir soit entouré d'un gazde dihydrogène haud, dont les életrons se désexitent en émettant prinipalement unrayonnement életromagnétique de fréquene propre ω. Pour une moléule de gaz à ladistane r, le rayonnement émis sera reçu à l'in�ni à la fréquene ω(r) déalée vers lerouge par la métrique du trou noir : ω(r)/ω(∞) =

√
1 −M/2MPlr. Ainsi, pour unmême système physique, la ourbure radiale de la métrique génère une hiérarhie defréquene, et don d'énergie, de plus en plus importante alors que r se rapprohe del'horizon. La métrique de Randall−Sundum présente la même propriété où la distaneradiale est dans e as remplaée par la position le long de la dimension supplémen-taire. A y onstant, la métrique (3.2) devient ds2 = e−2kydxµdxν et tout moment kµen y = ∞ s'aroît d'un fateur e−ky en remontant la dimension supplémentaire vers

y = 0. Autrement dit, dans la métrique de Randall−Sundum, tout système physiqueplaé selon y se omporte omme s'il existait une sorte de trou noir en y = 0. Enpartiulier il voit sa dynamique déalée vers le rouge en se déplaçant vers les y rois-sants. C'est l'essene de la solution au problème de hiérarhie dans e modèle. Avantela, remarquons que la réponse que Randall et Sundrum apportèrent à la petitessede l'interation gravitationnelle est radialement di�érente de l'approhe ADD. Ii, lagravité ne doit plus être néessairement diluée dans un grand volume ompat ar elleest prinipalement loalisée dans la région y = 0. La masse de Plank est l'éhelle fon-damentale à inq dimension, ainsi qu'en y = 0, alors que le TeV n'en est qu'une imagedéalée vers le rouge, grâe au fateur de ourbure e−ky de la métrique, le long de ladimension supplémentaire. Dans e modèle, le Modèle Standard est loalisé en y = Loù le ut-o� naturel peut être hoisi omme étant le TeV pour une taille relativementfaible de la dimension ompate L & k−1.Par ailleurs, bien que dans leurs versions originales es modèles supposent que tousles hamps du Modèle Standard sont on�nés sur un brane 4d bordant l'espae om-pat, il fut réalisé assez rapidement que seul le Higgs devait y voir sa propagationinterdite3 a�n de résoudre le problème de hiérarhie. La raison en est intuitivementsimple, puisque le Higgs est le seul à néessiter un érantage ultra-violet. Dans le asMinkowskien, plonger tous les hamps du Modèle Standard dans le bulk donna nais-sane aux modèles dits de dimensions supplémentaires universelles (UED). Notamment,lorsque les hamps de jauge sont plongés dans des dimensions supplémentaires, de nou-veaux méanismes de brisure de symétrie sont possibles, véhiulés par la ompati�-ation. Nous verrons également omment la propagation des spineurs dans l'espaeompat permet de produire naturellement les hiérarhies de masses observées pourles fermions du Modèle Standard. Mais avant d'aborder es méanismes, nous allonsmaintenant revoir plus en détail les diverses propriétés des dimensions supplémentairesévoquées i-dessus pour les modèles ADD et RS.2Nous négligeons ii les degrés de liberté angulaires.3Ce dernier peut toutefois s'y propager également pourvu que son pro�l reste piqué sur la brane.



117 3.1 Introdution à la physique des dimensions supplémentaires3.1.2 Dimension supplémentaire plate ou ourbe ?A première vue, l'ajout de dimensions supplémentaires o�re un grand nombre delibertés nouvelles. Elles peuvent être plates, ourbes, de taille et en nombre modulable.S'o�re également le hoix de loaliser ertains hamps sur un bord ou au ontraire d'enautoriser la propagation dans l'espae ompat. Cependant es multiples possibilitésse retrouvent assujetties à de nombreuses ontraintes lorsque les modèles à dimensionssupplémentaires sont onfrontés aux observations. Motivés par le problème de hiérar-hie, les années 90 ont vu émerger deux lasses de modèles reposant sur l'existenede dimensions supplémentaires : d'un oté les modèles ADD où elles-i sont plateset les modèles RS basés sur une géométrie ourbe anti de Sitter en inq dimensions.Dans les années qui suivirent l'apparition de es nouvelles onstrutions, de nombreuxtravaux mirent en évidene plusieurs avantages en faveur d'un espae-temps AdS5.Nous revoyons i-dessous quelques propriétés génériques qui témoignèrent en faveurd'une dimension ourbe.3.1.2.1 Dimensions plates et modèles ADDUn Higgs léger dans un grande dimension supplémentaire L'existene d'unedimension supplémentaire plate présente plusieurs inonvénients. Tout d'abord, ettedimension doit être relativement grande pour su�samment � diluer � la gravité et ainsiexpliquer la hiérarhie de jauge MPl/mW ∼ 1017. En e�et, en présene de dimensionssupplémentaires plates, la masse de Plank est réduite de l'éhelle de masse fondamen-tale de la théorie, notée M∗, par le large volume de l'espae interne. En d = 4 + ndimensions, l'ation non renormalisable de la gravitation :
SdEH = −Md−2

∗

∫
ddx
√
g(d)R(d) (3.4)est ontr�lée de façon naturelle par l'éhelle fondamentale M∗, alors qu'à 4d la gravitéest dérite par la masse de Plank :

S4
EH = −M2

Pl

∫
d4x
√
g(4)R(4). (3.5)Si les n dimensions supplémentaires sont ompates et de même taille ∼ L alors S4

EHémerge de manière e�etive de SdEH pour des énergies E ≪ 1/L et MPl est une éhelledérivée de M∗ dans e régime. La relation entre es deux éhelles s'obtient à partirde la métrique d dimensionnelle qui, si les dimensions ompates sont plates, s'éritomme :
ds2 = g

(d)
MNdx

MdxN = g(4)
µν dx

µdxν − r2dΩ2
n (3.6)où dΩ2

n désigne olletivement les oordonnées angulaires balayant la surfae de l'espaeinterne, que l'on a hoisi omme un tore Sn1 de rayon unique r = L/2π. Les �utuationsde métrique sur le tore ont été négligées ar on souhaite simplement savoir omme lagravité à 4d est plongée dans la théorie à d dimensions. A partir de la métrique i-dessus, on déduit les relations suivantes :
√
g(d) = rn

√
g(4), R(d) = R(4) (3.7)



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 118permettant ainsi de relier S4
EH à SdEH pour E ≪ 1/r :

SdEH = −Md−2
∗

∫
dΩnr

n

∫
d4x
√
g(4)R(4) + · · ·

≃ −M2
Pl

∫
d4x
√
g(4)R(4) (3.8)où · · · désignent les autres polarisations du graviton g(d). La masse de Plank est alorsdéterminée par :

M2
Pl = Mn+2

∗

∫
dΩnr

n = Mn+2
∗ (2πr)n (3.9)où (2πr)n est le volume du tore Sn1 . Maintenant si on hoisitM∗ ∼ TeV a�n de stabilisernaturellement le Higgs à l'éhelle életrofaible, la taille des dimensions supplémentairesest automatiquement �xée par la masse de Plank et on obtient4 :

n = 1 → r ∼ 1028 Gev−1 ∼ 1012 m
n = 2 → r ∼ 1012 Gev−1 ∼ 100 µm
n = 3 → r ∼ 107 Gev−1 ∼ 10 ÅSi l'espae ontenait une seule dimension supplémentaire, elle devrait être aussi grandeque le système solaire5. Pour une dimension de ette taille, la gravitation apparaîtraitinq-dimensionnelle à notre éhelle E ≫ 1/r et la dynamique de notre système solaireserait grandement di�érente. En outre, on peut ontraindre la taille (et don le nombre)des dimensions supplémentaires plates en mesurant ave préision les déviations à la loide Newton usuelle à 4d (F ∼ r−2). A l'aide d'une balane de torsion, une expériene detype Cavendish réente [13℄ a onlu que ette loi restait valable jusqu'à des distanesaussi ourtes que r = 54µm. Ainsi pour onstituer une solution naturelle au problèmede hiérarhie, l'espae ompat doit être muni d'au moins trois dimensions n ≥ 3.Dilution des ouplages de jauge Un autre problème apparaît également lorsqueles hamps de jauge sont autorisés à se propager dans les dimensions supplémentaires.En e�et, pareillement à la onstante de Newton, les ouplages de jauge sont égalementdilués dans l'espae interne. En répétant la proédure d'identi�ation préédente pour

E ≪ 1/r, l'ation de Yang−Mills peut se mettre sous la forme :
SdYM = − 1

4g2
∗

∫
ddx
√
g(d)FMNF

MN

≃ − 1

4g2
∗

∫
dΩnr

n

∫
d4x
√
g(4)FµνF

µν + · · · (3.10)Le ouplage g∗ a une dimension de masse 2 − d/2 et sous l'hypothèse raisonnable que
M∗ �xe également l'éhelle des interations de jauge on a : g∗ ∼ M

−n/2
∗ . Ainsi, leouplage de jauge e�etif sans dimension à 4d devient :

1

g2
4

∼ (2πr)nMn
∗ . (3.11)41m/~c ≃ 5 × 1015 GeV−1.5La distane Soleil-Pluton est de l'ordre de ∼ 30 ua, soit 6 × 1012 m.



119 3.1 Introdution à la physique des dimensions supplémentairesEn ombinant ette relation ave (3.9), on peut éliminerM∗ et dériver la taille maximaledes dimensions supplémentaires de manière à e que le ouplage de jauge e�etif g4reste ∼ O(1) malgré la dilution. On trouve alors :
r ∼ 1

2πMPl
g

n+2
n

4 (3.12)Alors, la taille naturelle d'une dimension supplémentaire plate est 1/MPl et e quelquesoit l'éhelle fondamentale M∗. Par onséquent, pour des dimensions su�sammentlarges permettant de résoudre le problème de hiérarhie, la théorie de jauge devienttrop faiblement ouplée. Cela semble indiquer que les hamps de jauges doivent êtreon�née sur un bord 4d de l'espae ompat et il n'est alors plus possible d'utiliser edernier pour briser une symétrie de jauge par l'intermédiaire de onditions aux bords.Autres inonvénients d'une dimension plate On renontre également d'autresproblèmes lorsque les hamps de jauge se propagent dans des dimensions supplémen-taires plates. Par exemple, l'évolution des onstantes de ouplage n'est plus logarith-mique mais varie en loi de puissane [8, 7℄. C'est une onséquene du fait que le ouplagede jauge est dimensionné pour d > 4 et évolue ave l'énergie diretement au niveau desarbres. Ainsi l'éhelle d'une éventuelle uni�ation des interations se retrouve abaisséelégèrement au dessus du TeV. Si tant est qu'une uni�ation soit possible à ette éhelle,elle induirait une instabilité du proton beauoup trop importante. On peut mentionneren�n l'apparition de nouvelles ontributions aux proessus de hangement de saveur� notamment µ→ eγ ou b→ sγ � médiés par les résonnanes de Kaluza−Klein. Lamasse de es partiules étant prohe deM∗ ∼ TeV, les rapports de branhement de esproessus violeraient alors les bornes expérimentales de plusieurs ordres de grandeurs.3.1.2.2 Dimension ourbée et modèles RSPeu après le développement des modèles ADD, Randall et Sundrum explorèrent lesnouvelles possibilités qu'o�rent les géométries dites non fatorisables qui ne peuvents'érire omme un produit diret de l'espae Minkowskien 4d usuel ave un espaeompat transverse. Ils obtinrent alors la métrique (3.2) omme solution des équa-tions d'Einstein 5d, sous l'unique hypothèse que la onstante osmologique 4d soitexatement nulle. Ils mirent également en évidene deux propriétés ruiales de ettegéométrie que sont la loalisation de la gravitation et la résolution du problème dehiérarhie.Loalisation de la gravité dans AdS5 La façon rigoureuse d'établir e méan-isme de loalisation de la gravité onsiste à résoudre expliitement les équations dumouvement de l'ation d'Einstein-Hilbert 5d. Il existe néanmoins un moyen plus diretpermettant de mettre en évidene e phénomène. Pour ela, nous allons généraliser auas ourbe l'expression (3.9) et ainsi dériver la masse de Plank émergeant à quatredimensions à partir d'une géométrie 5d donnée par (3.2). Les �utuations 4d de lamétrique peuvent être paramétrées omme :
ds2 = e−2kyg(4)

µν dx
µdxν − dy2. (3.13)



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 120On obtient alors :
√
g(5) = e−4ky

√
g(4), R(5) = e2kyR(4) (3.14)et la masse de Plank e�etive 4d est déterminée par l'éhelle fondamentale M∗ selonla relation :

M2
Pl = M3

∗

∫ L

0

dye−2ky =
M3

∗
2k

(
1 − e−2kL

)
. (3.15)Dans la limite où l'espae est dépourvu de ourbure, k → 0, on retrouve le résultat ADDpour n = 1,M2

Pl = LM3
∗ . Également, on remarque que, dans e as, augmenter la taille

L de la dimension ompate revient à aroîtreMPl et la gravité 4d devient de plus enplus faiblement ouplée à basse énergie. De plus, dans la limite de déompati�ation
L → ∞, la gravitation se retrouve in�niment diluée et déouple totalement de laphysique à basse énergie, MPl → ∞. Il est alors lair que la gravitation disparait dansette limite ar le graviton est uniformément réparti dans l'espae ompat, e quirend ses ouplages sensibles à la longueur de ompati�ation L. La situation est enrevanhe relativement di�érente dans AdS5. Dans ette géométrie, une onséqueneruiale du fateur de ourbure est de onserver la masse de Plank �nie dans la limitede déompati�ation :

M2
Pl →

L→∞

M3
∗

2k
. (3.16)Ce résultat traduit simplement le fait que le graviton est prinipalement loalisé dansl'ultra-violet, e que montre lairement l'intégrale (3.15) dont l'intégrant est exponen-tiellement piqué autour de y = 0, alors qu'il est onstant en l'absene de ourbure.C'est la raison pour laquelle la brane y = 0 est souvent appelée la brane Plank. DansAdS5, l'éhelle de la gravitation est don prinipalement fournie par la ourbure plut�tque par la taille de la dimension supplémentaire. Cette propriété onstitue un avantageonsidérable sur les modèles ADD onernant le problème de hiérarhie, ar elle per-met de dissoier la hiérarhie d'éhelle d'énergie observée à 4d de la taille de l'espaeompat, en introduisant une seonde éhelle k. Randall et Sundrum proposèrent alorsdeux modèles distints. Le premier, noté RS2, se onentre uniquement sur la gravita-tion. Il ne possède qu'une seule brane en y = 0 et l'éhelle de la gravité reste �nie etfaible, grâe au méanisme de loalisation, même en présene d'une dimension supplé-mentaire in�nie [21℄. La seonde version6 de e modèle omporte une seonde brane en

y = L et apporte une solution nouvelle au problème de hiérarhie. Avant d'en présenterla solution dans ette tranhe d'AdS5, nous insistons sur un dernier point. Le résultatpréédent (3.15) est uniquement valide dans un régime où la théorie e�etive 4d estappliable, 'est-à-dire pour E ≪ M∗. Notamment, la ourbure k, d'où le méanismede loalisation tire son origine, doit être nettement inférieure à l'éhelle fondamentale
M∗ a�n de garantir la validité de la relation (3.15) à basse énergie. En pratique, onhoisit environ un ou deux ordre de grandeur a�n de ne pas réintroduire une nouvellehiérarhie importante en les deux éhelles d'énergie du modèle : k/M∗ . 0, 1 − 0, 01.Alléger le Higgs par un red-shift gravitationnel Le méanisme de loalisationimplique que la gravité soit de plus en plus faible lorsqu'on s'éloigne de la brane dePlank. Alors, a�n de rendre naturellement ompte de la petitesse du ouplage gravi-tationnel de la matière à basse énergie, il su�t d'en loaliser les hamps à une distane6Celle-i est, en réalité, hronologiquement antérieure à la première, e que respete la notationRS1,2.



121 3.1 Introdution à la physique des dimensions supplémentairessu�sante de la brane de Plank. On introduit alors une seonde brane en y = L surlaquelle les hamps du Modèle Standard sont on�nés, e qui leur onfère un reou-vrement faible ave le graviton. En partiulier, sur ette brane vit un hamp de Higgsdont l'ation loalisée s'érit :
SH =

∫
d4x
√
ĝ

[
ĝµνDµH

†DνH − λ

(
H†H − v2

H

2

)2
]
|z=R′ . (3.17)où ĝµν(x) = gµν(x, y = L) est la métrique induite sur la brane par la géométrie 5d.Pour la métrique (3.2), l'ation SH devient :

SH =

∫
d4x

[
e−2kyDµH

†DµH − λe−4ky

(
H†H − v2

H

2

)2
]
|y=L. (3.18)Il est alors néessaire de redé�nir le hamp de Higgs de manière à le normaliser anon-iquement H → ekLH et il vient :

SH →
∫
d4x

[
DµH

†DµH − λ

(
H†H − e−2kLv2

H

2

)2
] (3.19)où la VEV du Higgs est maintenant donnée par ṽH = e−kLvH . La ourbure AdS o�rel'opportunité de générer une masse pour le Higgs, et par là-même pour toutes les parti-ules du Modèle Standard, à une éhelle relativement basse. En e�et, bien qu'une valeurnaturelle pour vH soit donnée par l'éhelle fondamentale M∗ & MPl, la ourbure de lamétrique implique un déalage vers le rouge de ette dernière jusqu'à éventuellementl'éhelle életrofaible. Par ailleurs la taille de la dimension supplémentaire néessaire àla réalisation d'un tel redshift est relativement faible :

ṽH
vH

∼ 250 GeV
MPl

→ e−kL ∼ 10−17 → kL ∼ 40. (3.20)Ainsi pour k ∼ MPl, la hiérarhie de jauge est obtenue naturellement ave une petitedimension supplémentaire L ∼ M−1
Pl à un ordre de grandeur près. En partiulier, laVEV du Higgs est stable radiativement puisque toutes les éhelles d'énergie, y omprisle ut-o� ultra-violet, sont déalées vers le rouge par le fateur de ourbure exponentiel.Pour ette raison, la brane y = L est appelée la brane életrofaible ou du TeV.Quelques propriétés en faveur d'une tranhe d'anti de Sitter Tous les prob-lèmes évoqués dans le as ADD peuvent être évités en ourbant la dimension supplé-mentaire et en onsidérant par exemple une géométrie AdS5. Dans e as, la hiérarhieentre les éhelles de Plank et de Fermi peut être produite ave une dimension rela-tivement ourte L ∼ 1/MPl, évitant ainsi la dilution des ouplages de jauge, dont le� running � apparaît par ailleurs logarithmique suite à la ourbure d'AdS [9, 10, 19, 18℄.En�n, lorsque les fermions sont plongés dans le bulk, les proessus de hangements desaveur sont naturellement supprimés grâe au faible reouvrement des fermions duModèle Standard ave les états véhiulant es proessus. Outre toutes es propriétés,une forte motivation physique pour une telle géométrie 5d reste sans auun doute laorrespondane AdS/CFT.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 1223.1.2.3 Correspondane AdS/CFTDans le ontexte des théories de superordes, Maldaena [15℄ remarqua que er-taines versions de es théories, formulées sur un espae ompat de géométrie AdS5×S5,étaient équivalentes, dans ertaines limites, à des théories de Yang−Mills N = 4 su-persymétriques en quatre dimensions. En partiulier, la onjeture stipule que, dansun régime de fort ouplage de jauge, la théorie de Yang−Mills est équivalente à unethéorie des ordes faiblement ouplée et vie versa, fournissant ainsi un nouvel espoirde alulabilité en théorie de jauge. Cette orrespondane apparaît notamment dans lefait que la théorie N = 4 SYM est invariante onforme7 tout omme la géométrie antide Sitter. En e�et, la métrique AdS5 (3.2) peut s'érire sous une forme manifestementinvariante d'éhelle en introduisant la oordonnée onforme z dé�nie omme :
z(y) = k−1eky → y(z) = k−1 log(kz), dy =

dz

kz
(3.21)pour laquelle la métrique de Randall et Sundrum prend la forme :

ds2 =

(
1

kz

)2 (
ηµνdx

µdxν − dz2
)
, (3.22)Ainsi, en plus de satisfaire à l'invariane de Poinaré à 5d, la métrique préédente estlaissée invariante par le hangement d'éhelle :

z → αz, xµ → αxµ (3.23)pour 0 < z < ∞. Cette orrespondane a été rapidement extrapolée à des modèlesphénoménologiques de théorie des hamps dans AdS5 en s'appuyant sur une observa-tion simple : se déplaer le long de la dimension supplémentaire orrespond à hangerl'énergie des interations à 4d. En e�et, pour un hangement d'éhelle en z, la trans-formation préédente impose que xµ soit modi�é de la même façon. De plus, d'aprèsla méanique quantique, plus la taille du système est réduite plus son impulsion, donson énergie est assujettie à de grandes �utuations. Un hangement d'éhelle en xµimplique alors néessairement un hangement d'éhelle inverse en énergie. Ainsi, z → 0est équivalent à E → ∞ et l'espae AdS5 onstitue une paramétrisation de l'évolu-tion ave l'énergie d'une théorie onforme à quatre dimensions. La raison pour laquelleette orrespondane joue un r�le important est que la physique au-delà de l'éhelleéletrofaible peut paraître en première approximation invariante d'éhelle, du moinsjusqu'à e que la gravitation entre en jeu à partir de E ∼ MPl. En e�et, pour desénergies véri�ant TeV ≪ E ≪ MPl, la théorie ne dépend que faiblement de l'éhelled'énergie ar rien8 ne suggère l'existene de nouvelles partiules entre le TeV et MPl.L'approhe 5d dans une géométrie anti de Sitter fournit alors une formulation très utilede la physique au-delà du Modèle Standard et de son apparente invariane onforme.Dans e langage, le fait que la théorie mirosopique ne soit plus invariante d'éhelleautour du TeV et de la masse de Plank implique une tronature de l'espae AdS5et par onséquent une ompati�ation de la dimension supplémentaire. On introduitalors une oupure en z = R ∼ M−1
Pl qui représente simplement l'éhelle de ut-o� UVde la théorie onforme auquel la gravitation quantique émerge. A e stade, la théoriereste onforme jusque E → 0. Pour rendre ompte de l'éhelle életrofaible, on intro-duit également une oupure en z = R′ ∼ TeV−1 orrespondant à une brisure spontanée7La fontion β est nulle pour N = 4.8Vue depuis le TeV, l'éhelle de grande uni�ation peut être assimilée à l'éhelle de Plank. Parailleurs, l'éhelle naturelle d'une nouvelle physique stabilisant le Higgs est le TeV.



123 3.2 Un premier exemple ave un hamp salairedans l'IR de l'invariane onforme. Puisqu'il n'y auune éhelle intermédiaire dans lespetre, ette brisure doit résulter de la dynamique de la théorie onforme elle-même.Une possibilité est que la théorie devient fortement ouplée, à la QCD, et forme desondensats, 'est à dire des états liés omposites, à l'éhelle du TeV [22, 4℄. Cela sembleindiquer que l'éhelle de brisure életrofaible est généré par un seteur en ouplagefort au TeV, qui devient alors, selon ette perspetive, une éhelle omposite généréedynamiquement et non une éhelle fondamentale.Une autre propriété importante de la orrespondane AdS/CFT est qu'une symétrieglobale dans la théorie onforme 4d est dérite par la même symétrie mais jaugée dansle bulk d'AdS5. Une façon de s'en onvainre onsiste à introduire à 5d une symétrie dejauge G et de la briser dans un sous-groupe H sur un bord, au moyen d'une onditionDirihlet9 pour les diretions de G orrespondant à G/H . Il n'y a alors pas de modezéro de masse nulle assoié à G/H et, par onséquent, e n'est pas une symétrie dejauge dans la théorie e�etive quadri-dimensionnelle. En revanhe, on remarque queles résonanes de Kaluza−Klein garde une trae de la symétrie de jauge G dans lebulk en respetant G/H de manière globale. H étant une symétrie de jauge à 4d, lathéorie e�etive est alors invariante sous les transformations globales G, e qui justi�ela orrespondane.3.2 Un premier exemple ave un hamp salaireNous poursuivons par la desription d'un exemple simple, un hamp salaire dansun espae Minkowskien 5d, nous permettant d'introduire des onepts lés tels que lesonditions aux bords et la déomposition en états de Kalua-Klein. La dynamique d'unhamp plongé dans un espae-temps muni d'une dimension d'espae supplémentaireompate est très rihe. On disutera notamment l'importane du r�le joué par lesonditions que doit satisfaire le hamp aux bords de la dimension ompate. En e�et,pour une dimension non ompate, il est habituellement imposé que le hamp s'annuleà l'in�ni, e qui traduit simplement le fait que les interations ont lieu dans une régionbien délimitée dans l'espae et le temps. Cependant en présene d'une dimension detaille �nie, la situation est loin d'être aussi simple. En e�et, forer l'annulation deshamps aux bords n'est plus motivé d'un point de vue physique, puisqu'il n'est plusnéessairement possible de � s'éloigner � du lieu d'interation le long de ette dire-tion. Ainsi, l'ensemble des onditions aux bords permises doit être étendu pour unedimension ompate. Par exemple, si elle-i est enroulée sur un erle de rayon r, unegénéralisation triviale onsiste à identi�er la valeur du hamp � et de ses dérivées� aux deux bords. Dans tous les as la dynamique de la théorie doit satisfaire auprinipe de moindre ation partout dans l'espae-temps, y ompris sur les bords. Paronséquent, les onditions aux bords les plus générales peuvent être vues omme déter-minées par les équations du mouvement de la théorie sur les bords.3.2.1 Ation minimale et onditions aux bordsCommençons par étudier la dynamique d'un hamp salaire neutre φ dans unespae-temps plat à inq dimensions [11, 6℄. La métrique est elle de Minkowski dé�nie9Nous verrons, lorsque nous dérirons les méanismes de brisures de symétries de jauge à inqdimensions, omment générer naturellement de telles onditions.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 124omme :
ds2 = ηMNdx

MdxN (3.24)ave ηMN = diag(+1,−1,−1,−1,−1). On adopte à partir de maintenant les nota-tions suivantes pour les oordonnées d'espae-temps. Les lettres romaines majusulesreprésentent les di�érentes oordonnées inq-dimensionnelles valant M = 0, 1, 2, 3 ou5 et en quatre dimensions on utilise les traditionnelles lettres greques minusules,
µ = 0, 1, 2, 3. En�n la inquième oordonnée, notée y, est limitée à l'intervalle [0, L].On notera olletivement par la suite les quatre oordonnées non ompates par x. Enl'absene d'opérateur loalisé sur les bords, l'ation de la théorie s'érit :

S =

∫
d4x

∫ L

0

dy

(
1

2
∂Mφ∂

Mφ− V (φ)

)
, (3.25)et sa variation prend la forme suivante :

δS =

∫
d4x

∫ L

0

dy

(
−∂M∂Mφ− ∂V

∂φ

)
δφ−

[∫
d4x(∂5φ)δφ

]L

0

(3.26)où le terme de bord apparaît suite à l'intégration par partie du terme inétique. Leprinipe de moindre ation impose δS = 0. Le premier terme n'est rien d'autre quel'équation du mouvement habituelle, mais ii dans le bulk : ∂M∂Mφ+∂V/∂φ = 0, alorsque le seond ne s'annule que si (∂5φ)δφ = 0 pour y = 0, L. Deux possibilités s'o�rentalors :� ∂5φ = 0, une ondition de type Neumann ou� φ = 0, une ondition de type Dirihlet onduisant à δφ = 0. Le hamp étantimposé nul, il ne peut don pas varier.La première ondition est quali�ée de naturelle ar elle ne repose a priori sur auunehypothèse sur δφ, alors que la seonde peut paraître ad-ho. Néanmoins, on peutréinterpréter de manière naturelle la ondition Dirihlet en modi�ant la dynamiquede la théorie sur le bord, par exemple en ajoutant à l'ation (3.25) un terme de masseloalisé en y = 0 ou L :
S → S −

∫
d4x

1

2
M2φ2|y=0,L. (3.27)La variation de l'ation sur le bord devient alors :

∫
d4x

(
∂5φ∓M2φ

)
δφ|y=0,L (3.28)où le signe − (+) est pour une masse loalisée en y = 0 (y = L). Maintenant, on voitimmédiatement que dans la limite où M → ∞ on retrouve une ondition Dirihlet

φ = 0 tout en gardant arbitraire δφ sur le bord. Pour M �nie, on a simplement unmélange des onditions de type Neumann et Dirihlet, et une variation de M permetde passer de l'une à l'autre ontinûment. Ce type de ondition aux bords sera très utilelorsqu'on onsidérera les modèles ave brisure de symétrie.3.2.2 Desription e�etive de la dimension ompateDepuis l'atome jusqu'aux éhelles osmologiques, l'espae qui nous entoure nousapparaît tridimensionnel. Il est don lair qu'une dimension supplémentaire ne peut êtreintroduite sans prendre le moindre soin. L'approhe naturelle onsiste à ompati�er



125 3.2 Un premier exemple ave un hamp salaireette dimension, de la rendre de taille �nie et relativement ourte, de sorte que saprésene ne soit révélée qu'à haute énergie, restant ainsi en aord de manière e�etiveave le nombre de dimensions observées à des éhelles de distane plus grandes10.Supposons en e�et qu'il existe une dimension supplémentaire de taille L et que, danset espae-temps 5d, sont étudiées les interations d'un système donné. On peut alorsidenti�er deux régimes pour lesquels la dynamique de e dernier est très di�érente,selon que l'énergie d'interation mise en jeu E est faible ou non devant L−1. Lorsque
E & L−1, les relations usuelles d'Heisenberg nous indiquent que l'interation a lieusur une distane aratéristique l . L. Par onséquent sa dynamique reste insensibleà la ompati�ation ar elle n'est pas su�samment � étalée � dans l'espae pourpouvoir sonder sa �nitude dans une ertaine diretion. Dans e as, puisque toutesles diretions spatiales paraissent équivalentes, la desription à ourte distane desphénomènes physiques se fait naturellement en terme de hamps en inq dimensions
φ(x, y) et l'intervalle [0, L] dans l'ation (3.25) peut être étendu à R sans modi�erla dynamique du système dans e régime d'énergie. En revanhe dans la situationopposée où E ≪ L−1, le système interagit sur une distane aratéristique beauoupplus grande l ≫ L, de sorte que la ompati�ation de l'espae lui est révélée. De plus,sa dynamique lui faisant balayer un volume majoritairement quadri-dimensionnel, uneparamétrisation en terme de hamp 5d devient inadéquate ar elle introduit des degrésde liberté que la trop faible énergie mise en jeu ne permet pas d'exiter. En�n, dansla limite E → 0 le système subit une dynamique purement quadri-dimensionnelle et ladimension supplémentaire est totalement déouplée, L = 0.

Fig. 3.1 � Représentation imagée de la dynamique d'un hamp dans une dimensionsupplémentaire ompate. La ompati�ation de l'espae sur une distane L est vueomme le on�nement du hamp dans un puits de potentiel dont la profondeur est de
O(L−1).10Il existe en réalité une autre possibilité onsistant à on�ner tous les hamps sur un bord 4d etleur interdire toute propagation orthogonale à e dernier. En e as, la dimension supplémentaire peutêtre (semi-)in�nie, et sa présene reste impereptible à basse énergie simplement pare que les hampsne peuvent y pénétrer en profondeur.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 1263.2.2.1 Déomposition en modes de Kaluza−KleinOn peut formaliser aisément e omportement à basse énergie en déomposant lesdegrés de liberté du hamp assoiés à la présene d'une dimension supplémentaireompate et ainsi réérire le hamp 5d initial omme :
φ(x, y) ≡

∞∑

n=0

φn(x)fn(y). (3.29)Un telle ériture est onnue sous le nom de déomposition de Kaluza−Klein. Les φn(x)sont des hamps 4d appelés modes de Kaluza−Klein et ils sont quanti�és si la dimen-sion supplémentaire est ompate. Cette quanti�ation est l'exat analogue de ellesurvenant en physique ondulatoire, où ontraindre la propagation d'un hamp dans unediretion résulte en une quanti�ation de la omposante de son impulsion dans ettediretion. Dans notre as, les modes de Kaluza−Klein sont alors les modes propresassoiés au arré de l'opérateur PM=5 générant les translations selon y. L'invarianepar translation étant brisée par la ompati�ation, l'impulsion p5 est quanti�ée et ona :
P 2

5 |φn(x)〉 = m2
n|φn(x)〉, (3.30)où la valeur propre est notée m2

n ar il s'agit d'une orretion à la masse de φn d'unpoint de vue quadri-dimensionnel. En e�et, la norme arrée de la inq-impulsion s'érit
p2 = p2

4 − p2
5 = m2

0, où m0 est la masse 5d11 de φ et p4 la quadri-impulsion usuelle.Or, après ompati�ation, p2
5 est quanti�é et on réinterprète la préédente relationd'un point de vue 4d en érivant la quadri-impulsion des modes de Kaluza−Kleinomme p2

4 = m2
0 + m2

n. Un hamp fondamental apparaît don en quatre dimensionomme une tour de hamps massifs et e même dans la limite m0 → 0 ! Cette re-marquable propriété a été largement exploitée dans la littérature ar elle permet,notamment dans les théories de jauge, la génération de partiules massives en l'ab-sene de hamp salaire fondamental. En�n, fn(y) est la fontion d'onde du mode
φn ar elle mesure l'amplitude de probabilité de trouver le hamp φ(x, y) dans l'état
n à la position y : 〈φn(x′)|φ(x, y)〉 = fn(y)δ

(4)(x′ − x). La fontion d'onde dé�nitainsi ave quel � pro�l � le mode φn s'étend dans la dimension supplémentaire et in-forme éventuellement sur l'endroit où le mode est majoritairement loalisé. Alors, demême qu'en méanique quantique la dynamique d'une partiule est entièrement en-odée dans sa fontion d'onde, nous verrons que les fn jouent un r�le primordial dansl'étude phénoménologique des modèles ave dimensions supplémentaires.Calul des fontions d'onde La forme expliite des fn n'est pas déterminée a prioriet dépend de la géométrie (loale et globale) de la dimension supplémentaire. Un moyensimple de aluler la fontion d'onde s'appuie sur le fait que φ(x, y) doit satisfaireson équation du mouvement. En partiulier, après ompati�ation, la partie sansinteration de elle-i doit se réduire en un jeu d'équations du mouvement de même spinen 4d. Chaque mode de Kaluza−Klein de masse m̃2
n = m2

0 +m2
n, omme le suggère larègle de quanti�ation p2

5 = m2
n, doit alors satisfaire l'équation du mouvement suivante :
(∂µ∂

µ +m2
0 +m2

n)φn = 0 (3.31)11Pour un hamp salaire le paramètre de masse est toujours de dimension de masse 1 en inqdimensions.



127 3.2 Un premier exemple ave un hamp salaireAinsi l'équation du mouvement en volume (∂M∂
M + m2

0)φ(x, y) = 0 se réduit à unesimple équation d'onde pour fn une fois la déomposition en modes de Kaluza−Kleinimposée :
f ′′
n (y) +m2

nfn(y) = 0, ∀x. (3.32)Les solutions sont de la forme : fn(y) = An cos(mny) +Bn sin(mny) et les oe�ients
An, Bn ainsi que le spetre de masse sont déterminés par les onditions aux bords etla ondition que φn soit anoniquement normalisé. Par exemple si y est enroulé surun erle de rayon r = L/2π, les onditions aux bords sont périodiques. On a alors
fn(0) = fn(L) et f ′

n(0) = f ′
n(L). Dans e as partiulier on trouve :

f0(y) =
1√
2πr

et fn>0(y) =
1√
πr

cos(mny) (3.33)ave mn = n/r. Dans le as où m0 = 0, il existe un mode de masse nulle pour n = 0qu'on appelle un mode zéro. Ces modes zéros auront un r�le phénoménologique majeurà jouer ar ils pourront naturellement être identi�és aux partiules légères observéesdans la nature. Une propriété intéressante des modes zéros est que leur fontion d'ondeest uniforme ou � plate � : f0(y) = A0. Ainsi, si le hamp satisfait une ondition detype Dirihlet sur un bord φ = 0, il ne ontient pas de mode de masse nulle, puisquesa fontion d'onde est onstante et s'annule en un point. Cei illustre l'importane desonditions aux bords Dirihlet évoquée i-dessus onernant la génération de termesde masse à partir de la ompati�ation.3.2.2.2 Ation e�etive en quatre dimensionsVoyons en�n omment s'érit l'ation inq-dimensionnelle (3.25) en termes des étatsde Kaluza−Klein à quatre dimensions. Insérant (3.29) dans (3.25) on obtient :
S =

1

2

∑

n,m

∫ L

0

dy

∫
d4x

[
fnfm

(
∂µφn∂

µφm −m2
0φnφm

)
− f ′

nf
′
mφnφm

]
+ · · · (3.34)où · · · représente d'éventuels termes d'interation entre les modes de Kaluza−Klein.On peut ensuite tirer pro�t du fait que les fn onstituent une base de solutions or-thonormées de l'équation d'onde et véri�ent la relation :

∫ L

0

dyfn(y)fm(y) = δnm. (3.35)Cependant, il est néessaire dans un premier temps de remanier le dernier terme pourlui donner une forme plus appropriée. En intégrant e dernier par partie et utilisantl'équation d'onde f ′′
n = −m2

nfn, l'ation devient12 :
S =

1

2

∑

n

∫
d4x

[
∂µφn∂

µφn − (m2
0 +m2

n)φ
2
n

]
+ · · · (3.36)après avoir intégré expliitement la dimension supplémentaire et utilisé la relation(3.35). Dans la limite où m0 ≪ L−1 on peut également estimer, pour un proes-sus d'énergie E, le nombre N de modes de Kaluza−Klein qu'il est possible d'ex-iter : N ∼ E/mKK , où mKK est la di�érene de masse typique entre deux modes.12L'intégration par partie génère également un terme de bord de la forme [f ′nfm]L

0
qui s'annulenéessairement puisque le hamp satisfait soit une ondition Neumann ou Dirihlet aux bords.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 128Comme l'illustre le as d'une dimension irulaire onsidéré i-dessus, on a typique-ment mKK ∼ L−1. Par onséquent, pour E ≪ L−1, seul le mode zéro est aessi-ble et la théorie apparaît e�etivement omme quadri-dimensionnelle. On peut alorsobtenir son ation e�etive en intégrant tous les autres modes de Kaluza−Klein dontla présene se manifestera au travers d'opérateurs non renormalisables, et dont lese�ets produits seront supprimés par un fateur au plus d'ordre O(EL). En�n, pour
E ≫ L−1, il est néessaire de onsidérer un grand nombre de modes de Kaluza−Kleinpour rendre ompte de la dynamique des interations, e qui traduit le fait que le sys-tème ressent de moins en moins la ompaité de l'espae et requiert une desriptionpurement inq-dimensionnelle. Remarquons pour onlure que, omme l'illustre la �g-ure 3.1, la physique d'une dimension supplémentaire ompate présente beauoup deressemblanes ave le on�nement d'une partiule dans un puits de potentiel, dont laprofondeur est ontr�lée ii par L−1. Dans le puits (E . L−1), p5 est quanti�é et le sys-tème est dérit à l'aide de N modes de Kaluza−Klein. Au dessus du puits (E & L−1),l'espae paraît in�ni et on a alors un ontinuum d'états orrespondant à l'in�nité dedegré de liberté d'un hamp 5d.3.3 Dynamique des théories de jauge 5d3.3.1 Théorie de Yang−Mills pureNous allons revoir maintenant la dynamique d'une théorie de jauge dans un espae-temps muni d'une inquième dimension ompate de type espae. On se limite à la situ-ation simpli�ée où les tranhes quadri-dimensionnelles de et espae-temps sont platesde manière à reproduire l'invariane globale de Poinaré observée à 4d. En d'autrestermes, ela orrespond au hoix d'un vide dépourvu de onstante osmologique en
d = 4 au dessus duquel la gravitation est également négligé. L'ation de Yang−Millspour le groupe SU(N) plongée dans une géométrie ourbe à inq dimensions s'érit :

SYM = −1

4

∫
d5x

√
ggMP gNQF aMNF

a
PQ (3.37)ave F aMN = ∂MA

a
N − ∂NA

a
M + g5f

abcAbMA
c
N où la dérivée généralement ovariantedu hamp de jauge ∇MAN = ∂MAN − ΓPMNAP se réduit à une dérivée usuelle ar laonnexion est symétrique sous l'éhange M ↔ N . g est le déterminant de la métrique

gMN dont gMN est l'inverse satisfaisant : gMP g
PN = δMN . g5 est le ouplage de jaugede dimension de masse13 −1/2 et fabc sont les onstantes de struture du groupe dejauge. On utilisera la métrique générique suivante :

ds2 = ω(z)2
(
ηµνdx

µdxν − dz2
) (3.38)exprimée en terme de la oordonnée onforme z limitée à l'intervalle R ≤ z ≤ R′et reliée à la oordonnée physique y par y(z) =

∫ z
R dz

′ω(z′). On onsidérera par la13En d dimensions le terme inétique ontient un terme quadratique (∂A)2 onduisant à [A] =
d/2 − 1, ainsi qu'un terme d'interation de la forme gd(∂A)AA duquel on déduit la dimension duouplage de jauge [gd] = 2−d/2. Par onséquent pour d > 4, gd < 0 et la théorie est non renormalisable.Elle perd toute préditibilité dans l'ultra-violet ar elle est devient fortement ouplée dans e régime.Dans l'infrarouge, elle onstitue néanmoins une théorie e�etive alulable perturbativement et l'ation(3.37) doit être vue omme une approximation de ette dernière où les invariant de dimensions > 5sont négligés.



129 3.3 Dynamique des théories de jauge 5dsuite les limites suivantes : ω(z) = 1 (R = 0), orrespondant à un espae-temps platet ω(z) = R/z dé�nissant une géométrie anti de Sitter à inq dimensions où R−1 =
k est la ourbure d'AdS5 engendrée par une onstante osmologique négative Λ5 =
−12M3

Pl/R
2. Pour la métrique onformément plate i-dessus, l'ation de Yang−Millsprend la forme :

SYM = −1

4

∫
d5xω

(
F aµνF

aµν + 2F aµ5F
aµ5
) (3.39)où F55 = 0 par antisymétrie du tenseur de jauge. Un point important est que le seondterme donnera lieu à un mélange inétique entre les modes de Kaluza−Klein de Aµ et

A5 après intégration de la dimension ompate :
SYM ⊃ −

∫
d5x∂µ(ωA

a
5)∂5A

aµ (3.40)Il faut don éliminer e terme d'une manière ou d'une autre. Un autre aspet omisjusqu'à présent est la néessité de �xer la jauge au niveau quantique. La proédurehabituelle de Faddeev-Popov onsiste à introduire un terme �xation de jauge dans lelagrangien14. Ainsi on peut faire un hoix de �xation de jauge qui ompense exatementle mélange inétique présent dans l'ation de Yang-Mills15. On se plae ainsi dans lajauge Rξ en introduisant le terme de �xation suivant :
Sfg = − 1

2ξ

∫
d5xω

[
∂µA

aµ − ξω−1∂5 (ωAa5)
]2
. (3.41)Ce terme est hoisi tel que la partie indépendante de A5 orresponde à la jauge deLorentz en quatre dimensions. Une �xation de jauge de Lorentz à 5d ne présente guèred'intérêt ii puisque elle-i est brisée par la ompati�ation. Également, omme à4d, la �xation de jauge n'est pas invariante de jauge. Sfg ontient un terme qui, aprèsintégration par partie, ompense le mélange (3.40) :

Sfg ⊃
∫
d5x∂µA

aµ∂5 (ωAa5)

=

∫
d5x∂5A

aµ∂µ (ωAa5) +

∫
d4x [ωAa5∂µA

aµ]R
′

R . (3.42)Cependant, l'élimination n'est pas omplète ar l'intégration par partie a réintroduitun mélange loalisé sur le bord. On peut néanmoins réitérer la proédure et �xerdi�éremment la jauge sur le bord en ajoutant les termes de �xation de jauge loalisés :
Sbfg = − 1

2ξb

∫
d4x

{
ω (∂µA

aµ ∓ ξbA
a
5)2
}

z=R,R′
(3.43)où + (−) orrespond au bord z = R′ (z = R)16. Ainsi, Sbfg annule exatement lemélange sur le bord produit par Sfg :

Sbfg ⊃ −
∫
d4x [ω∂µA

aµAa5 ]
R′

R (3.44)14Les hamps fant�mes de Faddeev-Popov doivent également être introduits pour onserver unetrae au niveau quantique de la symétrie de jauge, malgré la �xation. Ces derniers n'apparaissantpas au niveau des arbres et la phénoménologie des théories de jauge en d = 5 ne s'aventurant querarement dans les orretions à boules, on omettra par la suite es degrés de liberté. [17℄ présenteune disussion élémentaire des fant�mes en inq dimensions.15Cette approhe est inspirée de elle utilisée pour la brisure spontanée d'une théorie de jauge. Danse as, le terme inétique du Higgs génère après brisure un mélange quadratique entre les hamps deGoldstone et de jauge. On hoisit alors de �xer la jauge de manière à e que le mélange disparaisse.16A priori le paramètre de �xation ξb peut être di�érent sur les deux bords. Le hoix partiulier faitii n'aura guère d'importane ar on se plaera assez rapidement dans la jauge unitaire ξ = ξb → ∞.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 130et l'ation omplète S = SYM + Sfg + Sbfg est a�ranhie de mélange inétique dansle bulk et sur les bords. Il reste maintenant à évaluer la variation de elle-i a�n dedéterminer les onditions aux bords auxquelles les hamps Aaµ et A5 doivent satisfairepour se plier au prinipe de moindre ation. La variation de SYM s'érit omme :
δSYM =

∫
dx5 ω

[
δAaν

(
DµF aµν −D5F

a
5ν −

ω′

ω
F a5ν

)
− δAa5

(
DµF aµ5

)]

−
∫
d4x

[
ωδAaµF aµ5

]R′

R
(3.45)où le terme de bord apparaît après intégration par partie du terme inétique etDMF aMN =

∂MF aMN +g5f
abcAbMF cMN est la dérivée ovariante de jauge. Tandis que les variationsdes divers termes de �xation de jauge sont données par :
δSfg =

∫
d5x

{
ωδAaν

[
1

ξ
∂µ∂νA

aµ − ω−1∂5 (ω∂νA
a
5)

]

−ωδAa5
[
∂5∂µA

aµ − ξ∂5

(
ω−1∂5 (ωAa5)

) ]}

+

∫
d4x

[
ωδAa5

(
∂µA

aµ − ξω−1∂5 (ωAa5)
)]R′

R
, (3.46)ainsi que :

δSbfg =

∫
d4x

{
ωδAaν

(
1

ξb
∂µ∂νA

aµ ∓ ∂νA
a
5

)

−ωδAa5 (ξbA
a
5 ∓ ∂µA

aµ)

}

z=R,R′

. (3.47)Rassemblant les termes de (3.45), (3.46) et (3.47), on obtient les équations du mouve-ment en volume :
δS

δAaν
= 0 → DMF aMν −

ω′

ω
F a5ν +

1

ξ
∂ν∂µA

aµ

−ω−1∂5 (ω∂νA
a
5) = 0, (3.48)

δS

δAa5
= 0 → DµF aµ5 + ∂5∂µA

aµ − ξ∂5

(
ω−1∂5 (ωAa5)

)
= 0. (3.49)et imposer l'annulation des variations sur le bord onduit aux onditions suivantes :

δS

δAaν

∣∣∣∣
b

= 0 → 1

ξb
∂µ∂νA

aµ ± F aν5 ∓ ∂νA
a
5 = 0, (3.50)

δS

δAa5

∣∣∣∣
b

= 0 → ξbA
a
5 ∓ ξω−1∂5 (ωAa5) = 0. (3.51)Les onditions aux bords déterminent les fontions d'onde pour les modes de Kaluza−Kleinqui, par dé�nition, diagonalisent la partie libre de l'ation e�etive. On obtient dones onditions en se limitant aux termes quadratiques de (3.50) et (3.51) :

δSlibre
δAaν

∣∣∣∣
b

= 0 → δS

δAaν
∂5A

a
ν ±

1

ξb
∂µ∂νA

aµ = 0, (3.52)
δSlibre
δAa5

∣∣∣∣
b

= 0 → ξω−1∂5 (ωAa5) ∓ ξbA
a
5 = 0. (3.53)



131 3.3 Dynamique des théories de jauge 5dEn�n, en se plaçant dans la jauge unitaire sur le bord (ξb → ∞), les onditions préé-dentes deviennent :
∂5A

a
ν

∣∣
z=R,R′ = Aa5

∣∣
z=R,R′ = 0. (3.54)Notons tout d'abord que es onditions sont indépendantes de la ourbure ω de la di-mension supplémentaire. Il s'agit par ailleurs de onditions aux bords dites naturellesque l'on obtient pour des variations arbitraires des hamps. Pareillement au as salaire,on pourrait imposer une ondition Dirihlet pourAµ qui satisfait trivialement aux équa-tions du mouvement sur le bord, puisque δAµ = 0. En revanhe, s'inspirant toujoursdu as salaire, on peut obtenir une ondition de type Aµ = 0 en introduisant unterme de masse loalisée sur le bord. Un tel terme briserait expliitement la symétriede jauge sur le bord, il est don néessaire de générer ette masse spontanément via ladynamique d'un hamp salaire loalisé sur le bord.3.3.1.1 Modes de Kaluza−KleinDérivons maintenant le spetre de Kaluza−Klein de la théorie de jauge. Le hampde jauge de masse nulle AM ontient trois degrés de liberté physiques (les trois polari-sations transverses à la diretion de propagation du hamp) se redistribuant d'un pointde vue quadri-dimensionnel en un veteur Aµ (deux polarisations) et un salaire A5(une seule polarisation). Après ompati�ation, Aµ et A5 génèrent haun leur propretour d'états de Kaluza−Klein. Et es hamps à quatre dimensions sont massifs ! Paronséquent, suite à la ompati�ation, haque mode de Aµ doit absorber un troisièmedegré de liberté, qui n'est autre que elui ontenu dans A5. On peut intuitivement om-prendre e résultat en le omparant au phénomène de brisure spontanée en d = 4. Ene�et, lorsqu'un hamp salaire fondamental brise spontanément une symétrie de jaugeselon une diretion du groupe, alors la omposante salaire assoiée à ette diretion� le boson de Goldstone � est � absorbée � par le hamp de jauge devenu massifpour former sa omposante longitudinale. Ii, 'est la ompati�ation d'une diretionde l'espae, brisant l'invariane par translation, qui produit une tour de hamps dejauge massifs en d = 4 et haque étage de elle-i absorbe le hamp salaire assoié àla diretion ompate, A5. On peut également se onvainre de l'existene de e mé-anisme de Higgs extra-dimensionnel en regardant d'un peu plus près l'équation dumouvement satisfaite par A5 et en partiulier omment e hamps se propage dans lajauge unitaire. L'inverse du propagateur est dé�ni par la partie libre de (3.49) :

[
24 − ξ∂5

(
ω−1∂5 (ω·)

)]
Aa5 = 0. (3.55)où 24 = ∂µ∂

µ. Il onvient alors de distinguer séparément le mode zéro et les résonanesmassives et on introduit la déomposition suivante :
Aa5(x, z) =

∞∑

n=0

Aan,5(x)hn(z). (3.56)Les modes de Kaluza-klein de A5 se transforment omme des salaires de SO(3, 1)et véri�ent l'équation du mouvement (24 + m2
n)An,5 = 0. Le propagateur préédentonduit à l'équation d'onde suivante :

[
m2
n + ξ∂5

(
ω−1∂5 (ω·)

)]
hn = 0. (3.57)



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 132On remarque alors que le mode zéro de masse nulle se propage quelque soit la jauge ξet véri�e :
∂5

(
ω−1∂5 (ωh0)

)
= 0. (3.58)En revanhe, les modes n 6= 0 apparaissent ave une masse dépendante de jauge mn ∝√

ξ qui devient in�nie dans la jauge unitaire, forçant ainsi hn(z) = 0. Cei illustrele méanisme évoqué plus haut. Les modes massifs de A5 déouplent dans la jaugeunitaire et deviennent les omposantes longitudinales des modes massifs de Aµ. Paronséquent, le spetre de Kaluza−Klein d'un hamp de jauge onsiste en une tour deveteurs Aµ plus éventuellement un salaire, le mode zéro assoié à A5.Il reste en�n à dériver l'équation d'onde déterminant les fontions d'ondes des modesde Kaluza−Klein de Aµ dont la déomposition s'érit omme :
Aaµ(x, z) =

∞∑

n=0

Aan,µ(x)fn(z). (3.59)Les modes de Kaluza−Klein An,µ diagonalisent l'ation quadratique, par onséquentleur fontion d'onde est déterminée par la partie libre de l'équation du mouvement(3.48) : [(
24 − ω−1∂5 (ω∂5)

)
ηµν −

(
1 − 1

ξ

)
∂µ∂ν

]
Aaµ = 0. (3.60)En imposant en outre que la dynamique de haque mode soit dé�nie par l'équation dumouvement usuelle en d = 4 d'un veteur massif17 dans la jauge Rξ :

[
ηµν

(
24 +m2

n

)
−
(

1 − 1

ξ

)
∂µ∂ν

]
Aaµn = 0, (3.61)on obtient l'équation d'onde suivante :

f ′′
n (z) +

ω′(z)

ω(z)
f ′
n(z) +m2

nfn(z) = 0. (3.62)Dans les deux limites évoquées i-dessus, M5 et AdS5, elle-i devient :
ω(z) = 1 → f ′′

n (z) +m2
nfn(z) = 0, (3.63)

ω(z) =
R

z
→ f ′′

n (z) − z−1f ′
n(z) +m2

nfn(z) = 0. (3.64)dont les solutions sont de la forme :M5 → fn(z) = An cos(mnz) +Bn sin(mnz), (3.65)AdS5 → fn(z) = z [AnJ1(mnz) +BnY1(mnz)] (3.66)où J1 et Y1 sont les fontions de Bessel d'ordre 1 de première et deuxième espèerespetivement. On remarque également que dans les deux as, le mode de masse nullea une fontion d'onde plate, puisque les fontions de Bessel d'ordre 1 admettent ledéveloppement suivant à l'origine :
J1(x) ∼

x→0

x

2
, Y1(x) ∼

x→0
− 2

πx
. (3.67)Ainsi, dans AdS5, le premier terme de fn s'annule18 dans la limite mn → 0 alors quele seond est onstant en z.17Le hamp de jauge en d = 5 étant sans masse, la masse de haque mode de Kaluza−Klein estexlusivement elle issue de la quanti�ation p2

5
= m2

n.18ei requiert également que An soit au plus proportionnel à m0
n, e qui est toujours le as.



133 3.3 Dynamique des théories de jauge 5d3.3.2 Méanisme de Higgs loaliséLes onditions aux bords naturelles pour le hamp de jauge sont de type Neumannpour Aµ et Dirihlet pour A5 de sorte que seul le veteur possède un mode de massenulle. Sa présene traduit le fait qu'il persiste en quatre dimensions une invariane dejauge résiduelle : A0,µ → A0,µ+∂µη, alors que les résonanes massives de Kaluza−Kleinsont le résultat de la brisure engendrée par la ompati�ation de la symétrie de jaugeinitiale en d = 5. Ainsi, ave des onditions aux bords de type Neumann, la ompat-i�ation de la dimension supplémentaire ne brise pas la symétrie de jauge assoiée aumode zéro, qui est elle se manifestant à basse énergie19. Formuler en es termes, onperçoit immédiatement la possibilité de briser des symétries de jauge en d = 4 en om-pati�ant onvenablement la dimension supplémentaire : il su�t simplement d'imposerune ondition aux bords Dirihlet pour Aµ de manière à se débarrasser de son modede masse nulle. La théorie de jauge e�etive qui émergera en quatre dimensions auraalors seulement des résonanes massives. Forer une ondition Dirihlet orrespond àune brisure expliite de la symétrie e qui, tout omme en quatre dimensions, n'estpas souhaitable si l'on souhaite préserver un omportement régulier dans l'ultra-violetde la théorie. Une façon simple de s'en onvainre onsiste à se rappeler qu'une telleondition au bord s'obtient naturellement en ajoutant un terme de masse loalisé surle bord et en déouplant elle-i en l'envoyant à l'in�ni. Évidemment, un tel terme demasse n'est pas invariant de jauge, mais on peut néanmoins le générer spontanémentvia un méanisme de Higgs sur le bord. On se propose de dérire dans un premiertemps la dynamique de brisure spontanée sur un bord d'une symétrie de jauge, pourensuite en disuter les béné�es vis-à-vis d'un méanisme de Higgs quadri-dimensionnel.3.3.2.1 Ation salaire sur le bordOn étend don l'ation de Yang−Mills dérite préédemment en ajoutant, par ex-emple sur le bord z = R′, un hamp salaire vivant dans une quelonque représentationnon triviale r de SU(N) et dont la dynamique est dérite par le lagrangien suivant :
Sφ =

∫
d5x
√
ĝ

[
1

2
ĝµνDµφiDνφi − V (φi)

]
|δ(z −R′)

=

∫
d4x

[
ω4

(
1

2
ω−2(Dµφi)

2 − V (φi)

)]

z=R′

(3.68)où ĝµν(x) ≡= gµν(x, z = R′) est la métrique induite sur le bord. On a hoisi d'exprimerle hamp salaire omplexe omme un jeu de N omposantes réelles φi. La dérivéeovariante de jauge s'érit alors :
Dµφi = ∂µφi + g5A

a
µt
a
ijφj (3.69)ave ta sont des matries réelles symétriques reliées aux générateurs T a de la représen-tation r par la relation ta = −iT a. On obtient une norme anonique pour φi aprèsavoir redé�ni φi → ω−1φi et l'ation devient :

Sφ =

∫
d4x

[
1

2
DµφiD

µφi − ω4V (ω−1φi)

]

z=R′

, (3.70)19'est à dire pour E ≪ L−1 ave L =
R R′

R
dzω(z) la longueur physique de la dimension supplémen-taire.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 134Si on hoisit le potentiel tel qu'il déstabilise l'origine et soit minimal pour φi = 〈φi〉 6= 0,alors, en développant le hamp autour du véritable vide φi = 〈φi〉 + χi, l'ation sur lebord devient :
Sφ =

∫
d4x

[
1

2
(∂µχi)

2
+ g5∂µχiA

aµF ai +
g2
5

2
F ai F

b
i A

a
µA

bµ − Ṽ (χi)

] (3.71)ave F ai ≡ ω−1taij〈φj〉. Comme d'habitude la brisure spontanée a introduit un mélangequadratique salaire/veteur qu'on élimine failement en remplaçant le terme de �xa-tion de jauge (3.43) par l'extension suivante sur le bord R′ :
Sbfg|z=R′ → − 1

2ξb

∫
d4xω

[
∂µA

aµ + ξb
(
Aa5 − g5ω

−1F ai χi
)]2

. (3.72)Ce dernier ontient désormais les termes néessaires pour annuler tous les mélangesinétiques entre veteur et salaires provenant de (3.41) et (3.71) :
Sbfg|z=R′ ⊃ −

∫
d4xω∂µA

aµAa5 − g5F
a
i

∫
d4xAaµ∂µχi. (3.73)La présene de φi a�ete les onditions aux bords en z = R′ en générant spontanémentla matrie de masse FiFi ∝ ω−2〈φi〉2 pour le hamps de jauge Aµ.3.3.2.2 Génération spontanée de onditions aux bords DirihletEn évaluant à nouveau la variation de l'ation totale S → S+Sφ, où Sbfg est main-tenant donné par (3.72), on dérive sur le bord les équations du mouvement suivantespour les di�érents hamps :

δS

δAaν

∣∣∣∣
R′

= 0 → ∂5A
a
ν +

1

ξb
∂µ∂νA

aν + g2
5ω

−1F ai F
b
i A

bν = 0, (3.74)
δS

δAa5

∣∣∣∣
R′

= 0 → ξω−1∂5 (ωAa5) + ξbA
a
5ω − g5ξbF

a
i χi = 0, (3.75)

δS

δχi

∣∣∣∣
R′

= 0 → 24χi +m2
ijχj + g5ω

−1ξbF
a
i F

a
j χj

−g5ξbF ai Aa5 = 0 (3.76)où m2
ij est la matrie de masse pour χi :

m2
ij ≡

∂2V

∂φi∂φj

∣∣∣∣
φi=〈φi〉

∝ ω−2〈φi〉〈φj〉. (3.77)Dans la jauge unitaire ξ, ξb → ∞, la ondition au bord naturelle pour Aµ prend laforme suivante :
∂5A

a
µ = −VabAbµ, Vab ≡ g2

5ω
−1(R′)F ai F

b
i . (3.78)Ainsi la VEV du Higgs sur le bord permet d'interpoler entre les onditions Neumannet Dirihlet. Pour V = 0 la symétrie n'est pas brisée et la ondition au bord redevientde type Neumann. En revanhe pour V → ∞ le hamp Aµ doit s'annuler au bord. Pour

A5, la situation est un peu plus ompliquée ar son équation du mouvement et elle de
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χi sont ouplées. Dans la jauge unitaire sur le bord l'équation du mouvement pour χimpose la ontrainte suivante :

gF ai χi − ωAa5 = 0 (3.79)sous laquelle l'équation du mouvement pour A5 se réduit à :
ξω−1∂5 (ωA5) = 0. (3.80)Ainsi dans la jauge unitaire en volume on obtient ∂5(ωA5) = 0 et A5 satisfait uneondition Neumann.3.3.2.3 Limite de déouplage et restauration de l'unitarité perturbativeDans un modèle de brisure életrofaible à 4d, omme par exemple dans le ModèleStandard, la masse des bosons de jauge est proportionnelle à la VEV du Higgs qui brisespontanément la symétrie, m ∼ v. De plus, le rapport de la masse du Higgs à ettedernière est indépendant de v, si bien que le boson salaire est tenu de vivre à la mêmeéhelle que les bosons de jauges. A 5d, la situation est di�érente ar la ompati�ationonstitue une seonde soure de prodution de masse m ∼ 1/R′. En l'absene de termede bord, le prinipe de moindre ation assure l'existene d'un mode zéro pour Aµvéhiulant ainsi une interation de jauge à longue portée à 4d. En revanhe, pour uneondition au bord Dirihlet, e mode est éliminé et l'interation est alors véhiulée parune résonane de Kaluza−Klein massive de portée �nie ∼ R′. La symétrie de jauge estbrisée simplement en imposant Aµ = 0 sur un bord. Cette ondition n'est en revanhepas naturelle et orrespond à une brisure expliite de la symétrie. Cependant, nousvenons de montrer qu'elle peut être générée par un méanisme de Higgs usuel, loalisésur le bord. Une propriété ruiale est qu'ii la masse du boson de jauge est issue dedeux méanismes distints m ∼ v + 1/R′. Il n'est alors plus néessaire de onserverun salaire léger dans la théorie. On peut déoupler totalement e dernier et onserverune masse �nie pour les bosons de jauge. Dans e as, la limite de déouplage esta�ublée du titre de limite Higgsless [6℄. Dans ette limite, Csaki et al. montrèrentnotamment que l'éhelle de violation de l'unitarité perturbative, dans les amplitudesde di�usion des bosons de jauges longitudinaux, est repoussée jusqu'au ut-o� UVde la théorie de jauge 5d, sa restauration à basse énergie étant assurée par l'éhangedes états de Kaluza−Klein pourvu que les ouplages de jauges satisfont aux règles desomme suivantes20 :
g2
nnnn =

∑

k

g2
nnk, (3.81)

4m2
ng

2
nnnn = 3

∑

k

m2
kg

2
nnk. (3.82)

g2
nnnn est le ouplage quartique aratérisant l'interation de ontat entre quatre étatsde Kaluza−Klein An,µ, alors que gnnk est le ouplage ubique entre deux états nentrants (ou sortant) et l'état k éhangé. Ils sont donnés, dans la théorie e�etive 4d,par les intégrales de reouvrement entre les fontions d'onde des divers modes, après20Ces règles sont dérivées en demandant à e que les termes roissants omme E4 et E2 s'annulentà l'arbre pour la di�usion de deux bosons de jauge An,µ
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g2
nnnn = g2

5

∫ R′

R

dzω(z)fn(z)
4, (3.83)

gnnk = g5

∫ R′

R

dzω(z)fn(z)
2fk(z). (3.84)Les fontions d'onde dépendent bien évidemment des onditions aux bords imposées,mais on montre que la première règle de somme i-dessus est toujours vraie pourvu queles fn onstituent un ensemble omplet de solutions orthogonales à l'équation d'onde,e qui est toujours le as. La seonde relation n'est en revanhe satisfaite que pour desonditions aux bords Neumann et/ou Dirihlet. Ainsi, pour V �nie et une ondition aubord du type (3.78), il demeure des termes roissants omme E2 dans les amplitudesde di�usion. En revanhe, il est alors possible d'éhanger un salaire de Higgs dontla masse, dans e as, est également �nie. On montre alors que la ontribution de enouvel éhange annule le terme en E2 préédent. Les amplitudes sont don unitariséesnon seulement en présene d'un Higgs sur le bord, mais également dans la limite Hig-gsless. Cela illustre enore une fois la séparation, réalisée par la ompati�ation, entreles masses des bosons de jauge (introduisant des omposantes longitudinales pouvantvioler l'unitarité) et la VEV du Higgs.3.3.3 Équations de quanti�ation et spetres de masseNous pouvons à présent déduire des diverses onditions aux bords Neumann et/ouDirihlet les masses des états de Kaluza−Klein pour le hamp de veteur Aµ. Nousnous antonnerons au as Minkowskien et anti de Sitter. Dans la limite où les VEVsalaires sont soient nulles ou in�nies, il existe quatre ombinaisons de onditions auxbords distintes que nous notons omme [++], [−−], [+−] et [−+] selon que Aµ (signe

−) ou ∂5Aµ (signe +) s'annule en z = R (premier signe) ou z = R′ (seond signe). Nousavons vu que les fontions d'onde des modes de masse nulle sont néessairement platesdans M5 et AdS5. Ainsi le as [++] possède un mode zéro. Les masses des résonanessont données par les équations de quanti�ation suivantes, que l'on déduit des fontionsd'onde (3.65) et (3.66) :M5 :






[++] → sin(mnR
′) = 0

[−−] → sin(mnR
′) = 0

[+−] → os(mnR
′) = 0

[−+] → os(mnR
′) = 0

(3.85)AdS5 :






[++] → R0(mn) −R′
0(mn) = 0

[−−] → R′
1(mn) −R1(mn) = 0

[+−] → R0(mn) −R′
1(mn) = 0

[−+] → R′
0(mn) −R1(mn) = 0

(3.86)ave :
Ri(mn) ≡ Yi(mnR)

Ji(mnR)
, R′

i(mn) ≡ Yi(mnR
′)

Ji(mnR′)
. (3.87)



137 3.4 Fermions de 4d à 5dEn résolvant es équations de quanti�ation, on obtient les spetres de masse suivantspour le as plat :
[++][−−] → mnR

′ = nπ, (3.88)
[+−][−+] → mnR

′ = (2n+ 1)
π

2
(3.89)pour n > 0. Alors que les masses des états de Kaluza−Klein sont approximativementdonnées par :

[++] → mnR
′ ≃ 2, 45; 5, 56; 8, 70; 11, 8 . . . (3.90)

[−−] → mnR
′ ≃ 3, 83; 7, 02; 10, 2; 13, 3 . . . (3.91)

[+−] → mnR
′ ≃ 0, 235; 3, 88; 7, 06; 10, 2 . . . (3.92)

[−+] → mnR
′ ≃ 2, 41; 5, 52; 8, 65; 11, 8 . . . (3.93)pour R/R′ = 10−16 ave une faible dépendane logarithmique en e rapport. On re-marque notamment que dans AdS5, lorsque la symétrie de jauge est seulement briséeen R′, 'est-à-dire pour une ondition [+−], le premier mode massif est sensiblementplus léger que 1/R′ et qu'il existe un gap beauoup plus grand ave les résonanessuivantes. Cette propriété aura son importane lorsque nous dérirons des modèlesphénoménologiques de brisure de symétrie életrofaible.3.4 Fermions de 4d à 5d3.4.1 Quelques tehnialitésEn quatre dimensions, les spineurs sont des représentations irrédutibles du groupede double reouvrement SL(2,C) (simplement onnexe) du groupe de Lorentz SO(3, 1)(doublement onnexe)21 : SL(2,C)/Z2. Ainsi, un spineur est en quelque sorte la � rainearrée � d'un veteur de SO(3, 1). Le groupe SL(2,C) est isomorphe à SU(2)×SU(2)où les paramètres des transformations des deux SU(2) sont reliés par la onjugaisonomplexe. Les représentations de SL(2,C) sont alors étiquetées selon leurs hargessous les deux SU(2) : (n,m). Les deux représentations irrédutibles sont ainsi (1/2,0)et (0,1/2). Elles orrespondent à des spineurs à deux omposantes de hiralité opposée,les spineurs de Weyl, notés respetivement χα et ψ̄α̇ où α est un indie du premier

SU(2) et α̇ du seond. Ces deux représentations sont dites hirales. En outre, la sommedirete (1/2, 1/2) = (1/2, 0)⊕(0, 1/2) est un fermion (rédutible) à quatre omposantesde type veteur. C'est le traditionnel fermion de Dira qui s'érit en terme des spineursde Weyl préédents omme :
Ψ = ΨL + ΨR =

(
χα
ψ̄α̇

) ave ΨL =

(
χα
0

)
, ΨR =

(
0
ψ̄α̇

)
. (3.94)C'est la représentation spinorielle minimale qui permet de onstruire une théorie in-variante de Lorentz et sous la transformation disrète de parité. Les transformations deLorentz pour les spineurs de Dira sont représentées par le ommutateur des matries

γµ qui satisfaisont une algèbre de Cli�ord basée sur la relation :
{γµ, γν} = 2ηµν (3.95)21Plus préisément de sa branhe propre et orthohrone.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 138où γµ est la � raine arrée � de l'identité. La dé�nition des γµ véri�ant ette relationn'est pas unique. Nous utiliserons par la suite la représentation de Weyl et érirons :
γµ =

(
0 σµ

σ̄µ 0

) (3.96)où σ0 = σ̄0 = −1 et σi = −σ̄i sont les trois matries de Pauli. La transformation deparité est, quant à elle, générée par une matrie γ5 qui s'érit dans la représentationde Weyl omme :
γ5 =

(
i 0
0 −i

) (3.97)ave γ5ΨL,R = ∓iΨL,R. Par onséquent les fermions hiraux sont les états propres del'opérateur γ5. On dé�nit ainsi les projeteurs hiraux PL,R = (1 ∓ iγ5)/2 véri�ant
PL,RΨ = ΨL,R de même que les propriétés usuelles des projeteurs P 2

L = P 2
R = 1 et

PLPR = PRPL = 0.3.4.1.1 Fermions en espae-temps ourbeUne subtilité apparaît lorsque l'on souhaite dérire la dynamique d'un fermion dansun espae-temps ourbe. En e�et, alors qu'il est possible d'étendre les représentationstensorielles du groupe de Lorentz à des représentations généralement ovariante, il n'ex-iste pas d'équivalent de la représentation spinorielle de SO(d−1, 1) dé�nie sur l'espaetangent d'une variété Riemannienne. En d'autres termes l'invariane par di�éomor-phisme n'admet que des représentations tensorielles et les fermions ne sont dé�nisqu'en espae-temps plat. Néanmoins, un espae-temps ourbe est loalement plat enrelativité générale. Ainsi, pour plonger un fermion dans une variété Riemannienne, ilsu�t de dé�nir loalement une représentation spinorielle de SO(d − 1, 1) et d'utiliserune sorte de � béquille � pour la transporter d'un point à un autre de l'espae-temps.L'objet servant à ajuster loalement le spineur à la ourbure est la tétrade : eMa (x),où M est une oordonnée de l'espae-temps ourbe et a désigne une oordonnée d'unespae-temps Minkowskien en d dimensions. La tétrade est alors le lien entre le référen-tiel des géodésiques, orrespondant loalement à un espae-temps plat ηab, et la variétéourbe. Elle véri�e alors par onstrution :
eMa (x)eMb(x) = ηab, eMa (x)eNb (x)ηab = gMN (3.98)et permet de relier en haque point une représentation généralement ovariante à unereprésentation de SO(d − 1, 1), omme par exemple un veteur de l'espae tangent etun veteur de Lorentz V a ≡ eaM (x)V M . Intuitivement, le formalisme de la tétrade,étant dé�ni loalement, orrespond à jauger les transformations de Lorentz. Il est paronséquent néessaire d'augmenter la dérivée ordinaire d'une onnexion, où d'un hampde jauge, a�n qu'elle soit généralement ovariante. Ainsi, pour un veteur de Lorentz

V a dé�ni dans le référentiel des géodésiques, on a :
∇MV

a = (∂Mδ
a
b + ωaMb)V

b (3.99)où le hamp de jauge ωaMb est appelé la onnexion de spin que l'on relie à la onnexiona�ne, représentée par les symboles de Christo�el Γaµb, selon :
ωaMb = ΓaMb − eNb ∂Me

a
N . (3.100)



139 3.4 Fermions de 4d à 5dLa onstrution de la dérivée ovariante d'un spineur de Lorentz est réalisée en im-posant la ovariane de la dérivée ∇a. On obtient alors que :
∇MΨ = (∂M + ΓM )Ψ, ΓM ≡ − i

4
ωabµ Σab (3.101)où Σab = i[γa, γb]/2 est la matrie de spin de Dira. En�n, on peut érire le termeinétique de l'équation de Dira en espae-temps ourbe omme iγM (x)∇MΨ ave

γM (x) ≡ eMa (x)γa où les γa sont les matries de Dira en espae-temps plat.3.4.1.2 Problème de la hiralité en d=5Une généralisation simple de l'algèbre de Cli�ord en d = 5 :
{GM ,GN} = 2ηMN (3.102)est possible ave Gµ = γµ et G5 = γ5. La transformation de parité fait partie intégrantede l'algèbre des matries de Dira. Ainsi, la plus petite représentation spinorielle eninq dimensions dérit un fermion de Dira qui se déompose omme (1/2,1/2) en

d = 4 et ontient don les deux hiralités. Il n'y a don pas de fermion hiral en5d ! Néanmoins, après ompati�ation, nous verrons qu'il est possible de projeter unedes deux hiralités en dehors du spetre des états de Kaluza−Klein, permettant laonstrution de fermions hiraux 4d à partir de fermions veteurs en inq dimensions.3.4.2 Prinipe de moindre ation pour les fermionsL'ation d'un fermion de Dira dans un espae-temps ourbe à inq dimensionss'érit :
SΨ =

∫
d5x

√
g

[
i

2

(
Ψ̄eMa γ

a∇MΨ −∇M Ψ̄eMa γ
aΨ
)
−mΨ̄Ψ

]
, (3.103)ave :

Ψ =

(
χ
ψ̄

) et Ψ̄ ≡ Ψ†γ0 =

(
ψ
χ̄

) (3.104)où χ̄α̇ ≡ (χα)∗ et ψα ≡ (ψ̄α̇)∗ suite à la onjugaison omplexe reliant les deux SU(2)de SL(2,C). On a également utilisé la forme originale symétrique du terme inétiquea�n d'obtenir une densité lagrangienne expliitement réelle. Ensuite, de même quepour le hamp de jauge, nous avons négligé le ouplage à la gravité à 4d. Nous nousplaçons également ii dans une métrique onformément plate donnée par (3.38). Enpartiulier, nous onsidérerons éventuellement les limites orrespondant à une dimen-sion supplémentaire plate (ω = 1) et à une géométrie non fatorisable AdS5 (ω = R/z).3.4.2.1 Conditions aux bordsAvant de développer l'ation SΨ en terme des spineurs de Weyl, la première hose àaluler est la onnexion de spin apparaissant dans la dérivée généralement ovariantedu fermion.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 140Connexion de spin dans une dimension ourbe A partir de la métrique (3.38)on obtient failement que les seuls symboles de Christo�el non nuls sont :
Γνµ5 =

ω′

ω
δνµ, Γ5

µν =
ω′

ω
ηµν et Γ5

55 =
ω′

ω
. (3.105)La tétrade22, dérivée de la métrique par l'intermédiaire de (3.98), s'érit : eaM = ωδaM .Partant de (3.100) et (3.101), on arrive �nalement à :

Γ5 = 0 et Γµ =
i

2

ω′

ω
γ5γµ (3.106)et la onnexion de spin s'annule dans l'ation (3.103).Suite à l'annulation de la onnexion de spin, l'ation SΨ devient :

SΨ =

∫
d5x ω4

[
iΨ̄γµ∂µΨ +

i

2

(
Ψ̄γ5∂5Ψ − ∂5Ψ̄γ

5Ψ
)
−mωΨ̄Ψ

] (3.107)après intégration par partie du terme inétique en ∂µ. En terme des spineurs de Weylà deux omposantes, l'ation se déompose23 :
SΨ =

∫
d5x ω4

[
−iχ̄σ̄µ∂µχ− iψσµ∂µψ̄ +mω

(
ψχ+ χ̄ψ̄

)
+
(
ψ∂5χ− χ̄∂5ψ̄

)

−2
ω′

ω

(
χ̄ψ̄ − ψχ

) ]
+

1

2

∫
d4x

[
ω4
(
χ̄ψ̄ − ψχ

)]R
R′ . (3.108)où le dernier terme est généré par l'intégration par partie du terme inétique en ∂5.Comme préédemment, l'annulation de la variation de l'ation fournit les équations dumouvement, ainsi que les onditions aux bords, et il vient :

δSΨ

δχ̄
= 0 → iσ̄µ∂µχ+ ∂5ψ̄ −m+ψ̄ = 0, (3.109)

δSΨ

δψ
= 0 → iσµ∂µψ̄ − ∂5χ−m−χ = 0. (3.110)où m± = mω∓ 2ω′/ω qui se réduit à m± = m pour le as plat et m± = (c± 2)/z pourAdS5, ave c ≡ mR la masse dans le bulk de Ψ, exprimée en unité de ourbure 1/R.La variation sur le bord donne :

δSbΨ =
1

2

∫
d4x

[
ω4
(
δχψ − δψχ− δψ̄χ̄+ δχ̄ψ̄

)]R
R′ . (3.111)Ainsi, elle-i est nulle si un des deux spineurs de Weyl satisfait une ondition Dirih-let24 :

ψ̄|R,R′ = 0 ou χ|R,R′ = 0. (3.112)22ou ii le fünfbein, de l'allemand � inq jambes � e qui re�ète le fait que la tétrade est une baseorthonormée de l'espae tangent. On utilise également les termes vierbein et vielbein en quatre et ddimensions.23χψ ≡ ǫαβχαψβ = χβψβ = ǫβαχαǫβγψ
γ = −ǫαβǫβγχαψγ = −δα

γ χαψγ = −χαψα = ψαχα = ψχoù on a utilisé le fait que χα est une variation de Grassmann antiommutante. ǫ ∝ iσ2. Le même typede relation s'applique pour les indies pointés : χ̄ψ̄ ≡ χ̄α̇ψ̄
α̇ = −ψ̄α̇χ̄α̇ = ψ̄α̇χ̄

α̇ = ψ̄χ̄.24Rappelons que, dans e as, χ = 0 implique δχ = 0 et χ̄ = δχ̄ = 0 par onjugaison omplexe.



141 3.4 Fermions de 4d à 5dOn pourrait alors penser que si, par exemple, ψ̄ = 0, le hamp χ peut prendre unevaleur arbitraire sur le bord. En réalité, une fois la ondition aux bord hoisie pour ψ̄,elle de χ est automatiquement �xée par l'équation du mouvement (et vie versa) arl'équation de Dira est du premier ordre en dérivée. Ainsi, en imposant les onditions(3.112), on obtient pour le seond spineur :
(∂5 +m−)χ|R,R′ = 0 ou (∂5 −m+) ψ̄|R,R′ = 0 (3.113)respetivement. Si un des deux spineurs de Weyl véri�e une ondition Dirihlet alorsl'autre doit néessairement satisfaire une ondition de type mixte, omme l'imposel'équation du mouvement. Une onséquene importante est alors l'existene d'un modezéro hiral en 4d.3.4.3 Déomposition de Kaluza−Klein et fontions d'ondePour un fermion de Dira ΨD en d = 5, on développe séparément les deux spineursde Weyl qui le omposent, puisque les fermions sont hiraux à 4d et qu'a priori χ et ψ̄sont indépendants. C'est par ailleurs néessairement le as lorsque ΨD est une représen-tation omplexe d'un groupe de jauge, Ψc

D 6= ΨD. La déomposition de Kaluza−Kleins'érit alors :
χ =

∑

n

gn(z)χn(x), ψ̄ =
∑

n

fn(z)ψ̄n(x) (3.114)où haque paire de modes véri�e un jeu d'équations de Dira 4d ouplées puisque lefermion est massif après ompati�ation :
iσ̄µ∂µχn −mnψ̄n = 0, iσµ∂µψ̄n −mnχn = 0. (3.115)De plus, demander que les modes de Kaluza−Klein soient anoniquement normalisésà 4d impose :

∫ R′

R

dzω(z)4gn(z)gm(z) = δnm,

∫ R′

R

dzω(z)4fn(z)fm(z) = δnm. (3.116)Les équations du mouvement (3.109) et (3.110) se réduisent alors à de simples équationsd'ondes pour le mode n :
f ′
n(z) +mngn(z) −m+fn(z) = 0, g′n(z) −mnfn(z) +m−gn(z) = 0. (3.117)On déouple es équations par substitution, e qui revient à prendre le � arré � del'équation de Dira, et on obtient les équations du seond ordre suivantes :

g′′n(z) − [m+ −m−] g′n(z) +
[
m2
n +m′

− −m+m−
]
gn(z) = 0, (3.118)

f ′′
n (z) − [m+ −m−] f ′

n(z) +
[
m2
n −m′

+ −m+m−
]
fn(z) = 0. (3.119)Si les onditions aux bords autorisent l'existene d'un mode zéro de masse nulle alorsles équations d'ondes pour e dernier se déouplent, l'équation de Dira se séparant endeux équations de Weyl, et on a :

f ′
0(z) −m+f0(z) = 0, g′0(z) +m−g0(z) = 0 (3.120)



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 142dont les solutions s'érivent :
f0(z) = a0e

R

z

R
dz′m+(z′), g0(z) = b0e

−
R

z

R
dz′m−(z′). (3.121)Ainsi, ontrairement au as salaire, la masse dans le bulk du fermion ne ontribuepas à la masse du mode zéro, puisque 'est une mode hiral, mais ontr�le plut�t saloalisation dans la dimension supplémentaire. Cela permet notamment d'obtenir deshiérarhies de masse pour les fermions de façon naturelle, en éloignant plus ou moinsles modes zéros de l'endroit où leur masse est générée. Intéressons nous un instant surles onditions d'existene de es modes de masse nulle. Lorsque mn = 0, les équationsdu mouvement du premier ordre sont déouplées et une ondition Dirihlet, ommepar exemple ψ̄|R = 0, implique néessairement a0 = 0. Il n'y a alors pas de mode zéropour ψ̄. En revanhe, la ondition pour χ étant (∂5 + m−)χ|R = 0, son équation dumouvement (3.120) est satisfaite par la solution g0(z) donnée par (3.121) quelque soit

b0. Il existe don néessairement un mode zéro pour χ, à la ondition que sa fontiond'onde ne soit pas ontrainte de s'annuler en z = R′. En onlusion, bien qu'a priorisa fontion d'onde ne soit pas plate, un mode zéro est éliminé dès qu'une onditionDirihlet est imposée au spineur de Weyl assoié en au moins un des deux bords. Ceiprouve l'existene d'un mode hiral à 4d obtenu depuis un fermion de Dira 5d parla ompati�ation. En�n, pour ψ̄|R,R′ = 0, l'ation (3.108) prend la forme e�etivesuivante à 4d :
−
∫
d4x
[
iχ̄0σ̄

µ∂µχ0 +
∑

n≥1

iχ̄nσ̄
µ∂µχn + iψnσ

µ∂µψ̄n −mn

(
ψnχn + χ̄nψ̄n)

) ] (3.122)d'où les formes équivalentes pour d'autres jeux de onditions aux bords s'en déduisentaisément.3.4.3.1 Cas plat ω(z) = 1Pour une dimension ompate dépourvue de ourbure, on am± = m et les équationd'ondes se simpli�ent sensiblement :
g′′n(z) + k2

ngn(z) = 0, f ′′
n (z) + k2

nfn(z) = 0 (3.123)ave k2
n ≡ m2

n −m2. Les solutions sont alors de la forme :
gn(z) = An(|kn|z) +Bns(|kn|z), (3.124)
fn(z) = Cn(|kn|z) +Dns(|kn|z) (3.125)où  et s sont les fontions osinus et sinus simples pour k2

n > 0 devenant hyperboliquespour k2
n < 0. Par ailleurs, les équations du mouvement étant du premier ordre, lesoe�ients ne sont pas tous indépendants. En insérant les solutions préédentes dansles équations (3.117), on dérive les relations suivantes :

k2
n > 0 :

mCn − knDn −Anmn = 0
knCn +mDn −mnBn = 0

, (3.126)
k2
n < 0 :

mCn − knDn −Anmn = 0
−knCn +mDn −mnBn = 0

. (3.127)



143 3.4 Fermions de 4d à 5dPour les modes zéros, les fontions d'ondes (3.121) se réduisent à de simples exponen-tielles loalisées sur un des deux bords selon le signe de la masse m :
f0(z) = a0e

mz, g0(z) = b0e
−mz (3.128)où les onstantes de normalisation sont déterminées par (3.116) :

a0 =

√
2m

e2mR′ − 1
, b0 =

√
2m

1 − e−2mR′ . (3.129)Un mode zéro de type χ sera alors piqué en z = 0 (z = R′) pour m > 0 (m < 0) etinversement pour un mode de type ψ̄. On remarque également qu'en général il n'existepas de mode plat pour les fermions, à moins que m = 0. Par ailleurs, dans e aspartiulier, on a kn = mn > 0 et les fontions d'ondes se simpli�ent en :
gn(z) = An cos(mnz) +Bn sin(mnz), (3.130)
fn(z) = Bn cos(mnz) −An sin(mnz). (3.131)3.4.3.2 Cas AdS5 ω(z) = R/zLorsque l'espae-temps 5d a une géométrie anti de Sitter, m± vaut (c± 2)/z et leséquations d'ondes deviennent :

g′′n(z) −
4

z
g′n(z) + gn(z)

[
m2
n − (c2 + c− 6)

z2

]
= 0, (3.132)

f ′′
n (z) − 4

z
f ′
n(z) + fn(z)

[
m2
n − (c2 − c− 6)

z2

]
= 0. (3.133)En multipliant haque ligne par z2 on reonnaît immédiatement un jeu d'équations deBessel et les solutions sont :

gn(z) = z5/2
[
AnJc+1/2(mnz) +BnYc+1/2(mnz)

]
, (3.134)

fn(z) = z5/2
[
CnJc−1/2(mnz) +DnYc−1/2(mnz)

] (3.135)où J et Y sont les fontions de Bessel respetivement de première et seonde espèe. Unefois enore, les équations du mouvement du premier ordre imposent les deux relationssuivantes entre les quatre oe�ients :
An = Cn, Bn = Dn. (3.136)Lorsque nous onsidérerons uniquement les modes légers, véri�ant mn ≪ 1/R′, nousutiliserons des développements de es fontions d'onde autour de mn ∼ 0. Dans eas, il est alors préférable de travailler dans une base où les fontions de Bessel ont unomportement régulier en zéro. On réérit alors Y omme une ombinaison de J grâeà la relation :

Yν(z) =
Jν(z) cos(νπ) − J−ν(z)

sin(νπ)
(3.137)valable tant que ν est di�érent d'un entier. Ainsi, pour c 6= n + 1/2 ave n entier, ona :

Yc±1/2(mnz) = ∓Jc±1/2(mnz) tan(cπ) − Jc∓1/2(mnz) sec cπ (3.138)



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 144et on peut érire les solutions de l'équation d'onde dans une base omposée uniquementde J omme :
gn(z) = z5/2

[
ĀnJc+1/2(mnz) + B̄nJ−c−1/2(mnz)

]
, (3.139)

fn(z) = z5/2
[
C̄nJc−1/2(mnz) + D̄nJ−c+1/2(mnz)

] (3.140)ave :
Ān ≡ An −Bn tan(cπ), B̄n ≡ −Bn sec(cπ), (3.141)
C̄n ≡ Cn +Dn tan(cπ), D̄n ≡ −Dn sec(cπ), (3.142)(3.143)satisfaisant les onditions : Ān = C̄n et B̄n = −D̄n. Dans ette base, on dérive desfontions d'onde approhées pour les modes légers en utilisant :
Jν(x) =

x∼0
xν
[

2−ν

Γ(1 + ν)
− 2−ν−2

Γ(ν + 2)
x2 + O(x3)

]
. (3.144)On montre alors que les fontions (3.139) se mettent sous la forme :

gn(z) ≃ Ãnz
2

(
mnz

c+1

2c+ 1

)
+ B̃nz

2−c
(

1 − m2
nz

2

2(1 − 2c)

)
+ O(m4

n), (3.145)
fn(z) ≃ Ãnz

2+c

(
1 − m2

nz
2

2(1 + 2c)

)
− B̃nz

2

(
mnz

1−c

1 − 2c

)
+ O(m4

n) (3.146)où :
Ãn = Ān

[
m
c−1/2
n

2c−1/2Γ(c+ 1/2)

]
, B̃n = B̄n

[
2c+1/2m

−c−1/2
n

Γ(1/2 − c)

]
. (3.147)En�n, pour les éventuels modes zéros, les fontions d'onde (3.121) deviennent pourAdS5 :

f0(z) = a0

( z
R

)c+2

, g0(z) = b0

( z
R

)−c+2 (3.148)On remarque une fois enore que la masse de Dira c ne ontribue pas à la masse desmodes zéros mais a�ete seulement leur loalisation le long de la dimension ourbe.Une façon simple de voir omment es modes sont répartis selon z en fontion de consiste à regarder sous quelles onditions le mode zéro reste normalisable lorsqu'ondéompati�e la dimension supplémentaire. Par exemple, pour un mode zéro de type
χ, obtenu pour une ondition au bord ψ̄ = 0, la ondition de normalisation (3.116)s'érit :

a2
0

∫ R′

R

dz

(
R

z

)4 ( z
R

)4−2c

= a2
0

∫ R′

R

dz
( z
R

)−2c

= 1 (3.149)Dans la limite où R′ est envoyé à l'in�ni, l'intégrale onverge seulement pour c >
1/2 indiquant dans e as que le mode zéro est loalisé sur l'autre bord en z = R.Pareillement, dans la limite R → 0, le mode n'est normalisable que pour c < 1/2 et seretrouve don loalisé en z = R′. Répétant et argument pour un mode zéro de type
ψ̄, on obtient que e dernier est loalisé en z = R (z = R′) pour c < −1/2 (c > −1/2).En�n pour une tranhe �nie d'AdS5, les onstantes de normalisation sont données par :

a0 =
1√
R

√
1 + 2c√

(R′/R)1+2c − 1
, b0 =

1√
R

√
2c− 1√

1 − (R/R′)2c−1
. (3.150)



145 3.4 Fermions de 4d à 5d3.4.3.3 Fermions de MajoranaLa déomposition préédente est valable pour un spineur de Dira pour lequel lesdeux spineurs de Weyl sont indépendants. Cependant pour un fermion ne portantauune harge, réalisant ainsi une représentation réelle d'un groupe de jauge, on peutonstruire, à partir d'un seul spineur de Weyl, un spineur ΨM à quatre omposantesde type Majorana véri�ant Ψc
M = ΨM . Dans e as les modes de Kaluza−Klein χn et

ψ̄n sont reliés par la onjugaison omplexe : ψ̄n = χ̄n. La déomposition (3.114) doitêtre remplaée par :
χ =

∑

n

gn(z)χn(x), ψ̄ =
∑

n

fn(z)χ̄n(x) (3.151)où maintenant haque mode χn satisfait une équation 4d de Majorana :
iσ̄µ∂µχn −m∗

nχ̄n = 0, iσµ∂µχ̄n −mnχn = 0. (3.152)où la masse de Majorana mn = |mn|eiθn ontient éventuellement une phase non nulle.Répétant la même proédure que pour des modes de Dira on obtient les équationsd'ondes :
g′′n(z) − [m+ −m−] g′n(z) +

[
|mn|2 +m′

− −m+m−
]
gn(z) = 0, (3.153)

f ′′
n (z) − [m+ −m−] f ′

n(z) +
[
|mn|2 −m′

+ −m+m−
]
fn(z) = 0. (3.154)De plus, les deux spineurs de Weyl étant maintenant onjugués omplexes l'un del'autre, la ondition de normalisation anonique s'érit :

∫ R′

R

dzω(z)4 [gn(z)
∗gm(z) + fn(z)fm(z)∗] = δnm (3.155)alors que l'ation e�etive 4d devient :

−
∫
d4x
[
iχ̄0σ̄

µ∂µχ0 +
∑

n≥1

iχ̄nσ̄
µ∂µχn − 1

2
(mnχnχn −m∗

nχ̄nχ̄n)
] (3.156)où nous avons utilisé l'égalité25 :

i

∫
d4xχσµ∂µχ̄ = i

∫
d4xχ̄σ̄µ∂µχ (3.157)qui traduit simplement le fait que χ et χ̄ sont des représentations omplexes onjuguéesde SL(2,C). Le mode zéro disparait dès lors que χ ou ψ̄ satisfait une ondition Dirih-let sur un bord.Cas plat Les solutions sont les mêmes qu'en (3.124) ave désormais k2

n = |mn|2 −
m2 et les oe�ients satisfont aux relations (3.126) où kn est donné par l'expressionpréédente. En partiulier, dans le as m = 0, on a An = −e−iθnDn et Bn = e−iθnCn.25vraie modulo un terme de bord s'annulant à l'in�ni.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 146Cas AdS5 Pareillement aux modes de Dira, on montre que les fontions d'onde sontdonnées par :
gn(z) = z5/2

[
ĀnJc+1/2(|mn|z) + B̄nJ−c−1/2(|mn|z)

]
, (3.158)

fn(z) = z5/2
[
C̄nJc−1/2(|mn|z) + D̄nJ−c+1/2(|mn|z)

] (3.159)ave C̄n = Āne
−iθn et D̄n = −B̄ne−iθn .3.4.4 Spetre de masse en l'absene de terme de bord et exis-tene d'un mode zéroL'équation de quanti�ation de la masse est déterminée par les onditions auxbords. A partir de (3.112) et (3.113), on peut onstruire quatre situations di�érentesselon les onditions aux bords des deux spineurs de Weyl. Nous noterons es possibilitésomme [++], [−−], [+−] et [−+]. Un signe + (−) orrespond à une ondition Neumannpour la omposante χ (ψ̄) et le premier (seond) signe s'applique au bord z = R(z = R′). On s'intéresse dans un premier temps à la présene de mode zéro pour esquatre jeux de onditions aux bords. Pour [++] ([−−]), on a f0(R) = f0(R

′) = 0(g0(R) = g0(R
′) = 0), soit a0 = 0 (b0 = 0) et il demeure un mode zéro pour χ (ψ̄).En revanhe, [+−] ([−+]) implique f0(R) = g0(R

′) = 0 (g0(R) = f0(R
′) = 0) forçant

a0 = b0 = 0, il n'y a don pas de mode zéro dans e as. On retiendra ii deux hosesimportantes. Tout d'abord, dès qu'un spineur de Weyl satisfait une ondition Dirihletsur un au moins un bord, il n'a pas de mode zéro. Puis, en imposant des onditions dutype [++] ou [−−], on génère un fermion hiral de masse nulle dans le spetre à basseénergie, de hiralité gauhe ou droite respetivement. Pour les résonanes massives, leséquations de quanti�ation s'érivent :M5 :






[++] → s(knR′) = 0
[−−] → s(knR′) = 0
[+−] → m t(knR′) − kn = 0
[−+] → m t(knR′) + kn = 0

(3.160)AdS5 :





[++] → R′
−(c,mn) −R−(c,mn) = 0

[−−] → R′
+(c,mn) −R+(c,mn) = 0

[+−] → R′
+(c,mn) +R−(c,mn) = 0

[−+] → R′
−(c,mn) +R+(c,mn) = 0

(3.161)ave t≡/s et :
R±(c,mn) ≡

Jc±1/2(mnR)

J−c∓1/2(mnR)
, R′

±(c,mn) ≡
Jc±1/2(mnR

′)

J−c∓1/2(mnR′)
. (3.162)Le as AdS5 représentant la phénoménologie la plus intéressante, on a reporté sur la�gure 3.2 l'évolution de la masse m1 ave le paramètre c pour les quatre jeux de on-ditions aux bords. Ainsi, le spetre de Kaluza−Klein onsiste en une tour de fermionsde Dira (à quatre omposantes) massifs ave éventuellement un fermion de Weyl (àdeux omposantes) de masse nulle. En�n, bien qu'il n'y ait pas de mode zéro dans les

[+−] et [−+], le premier mode de Kaluza−Klein massif peut être extrêmement légerdans AdS5 pour c > 1/2 et c < −1/2 respetivement. Cette propriété est due à laourbure anti de Sitter et n'apparaît pas dans le as plat où mKK ∼ 1/R′. Ce mode deKaluza−Klein exponentiellement léger a été envisagé omme un andidat à la matièrenoire dans [2, 1℄.



147 3.4 Fermions de 4d à 5d
Fig. 3.2 � Variation de la masse de la première exitation de Kaluza−Klein ave lamasse dans le bulk c. A gauhe pour des onditions [++] et à droite pour [+−], avedans les deux as R−1 = MPl et R′−1 = 500 GeV. Les onditions [−−] et [−+]s'obtiennent à partir de [++] et [+−] en prenant c→ −c.3.4.5 Termes loalisés et onditions aux bords mixtesEn l'absene de terme loalisé sur les bords, le prinipe de moindre ation appliquéaux fermions de Dira à 5d impose naturellement les onditions aux bords suivantes :

ψ̄|R,R′ = 0,
(∂5 +m−)χ|R,R′ = 0,

ou (∂5 −m+) ψ̄|R,R′ = 0,
χ = 0.

(3.163)Néanmoins, e ne sont pas les onditions les plus générales assurant l'annulation de lavariation (3.111) sur le bord. En partiulier, une ombinaison linéaire quelonque desdeux possibilités préédentes satisfait également au prinipe de moindre ation26 :
(cχ+ sψ)|R,R′ = 0 (3.164)où c et s peuvent prendre des valeurs di�érentes en haque bord. Le hoix d'une om-binaison linéaire partiulière peut sembler ad-ho et, pareillement au as salaire, onaimerait onstruire une dynamique sur le bord pour laquelle la ondition mixte (3.164)émerge naturellement.Une di�ulté supplémentaire apparaît lorsqu'une dynamique loalisée est introduitepour un fermion. En e�et, l'équation du mouvement n'étant que du premier ordre, lespineur n'est pas ontinu au point où un opérateur est loalisé. Par onséquent, mod-i�er la dynamique diretement sur le bord n'est pas aisé ar le hamp et sa dérivéesont alors des quantités indépendantes dû à la disontinuité. Une dérivation transpar-ente [5℄ onsiste à loaliser les opérateurs sur une brane légèrement déalée du bord, en

z = R+ ǫ ou z = R′ − ǫ, pour les traiter plut�t omme une modi�ation des équationsdu mouvement, laissant les onditions aux bords inhangées. On peut alors alulerle � saut � du hamp à la disontinuité, puis, en prenant la limite ǫ → en déduireomment la ondition au bord est modi�ée par la présene des opérateurs loalisés.26Notons qu'il est possible d'érire des onditions aux bords enore plus générales en mélangeantles omposantes des spineurs de Weyl. On montre notamment que δSΨ = 0 ave ψα|R,R′ =
“

M β
α χβ +Nαβ̇ χ̄

β̇
”

|R,R′ pourvu que les matries M et N véri�ent M β
α = sM ǫβγM δ

γ ǫδα et
N

αβ̇
= sNN

∗

αβ̇
. sM et sN valant ±1 selon le nombre de dérivées ontenues dans M et N qu'ilest néessaire d'intégrer par partie.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 1483.4.5.1 Masse de Majorana en z = RNous onsidérons le as où une masse de Majorana M pour χ est loalisée prohede z = R. Notons qu'en présene d'une symétrie de jauge, l'introdution d'une massede Majorana n'est possible que si χ se transforme dans une représentation réelle dugroupe. On impose également des onditions aux bords [++]. L'ation SΨ est alorsaugmentée du terme :
SM =

1

2

∫
d5x
√
ĝR (Mχχ+M∗χ̄χ̄) δ(z − zǫ) (3.165)ave zǫ ≡ R + ǫ et ĝ = ω(z)8 est le déterminant de la métrique induite sur une brane4d : ĝµν = gµν où gMN est la métrique 5d dé�nie par (3.38). Puisque la dimension demasse d'un fermion est égale à 2 en 5d27, un fateur R a été ajouté a�n que M ait ladimension d'une masse 4d28. Les équations du mouvement (3.109) sont alors modi�éespar la présene de SM et deviennent :

iσ̄µ∂µχ+ ∂5ψ̄ −m+ψ̄ −M∗Rχ̄δ(z − zǫ) = 0, (3.166)
iσµ∂µψ̄ − ∂5χ−m−χ = 0. (3.167)Ainsi, par l'intermédiaire de l'équation de Dira, un terme loalisé pour χ induit unedisontinuité pour ψ̄. En e�et, en intégrant sur z la première des deux équations préé-dentes, on obtient :

ψ̄(z) = −iσ̄µ∂µ
∫ z

dz′χ(z′) +

∫ z

dz′m+(z′)ψ̄(z′) +M∗Rχ̄(zǫ)θ(z − zǫ) (3.168)où θ(x) est la fontion de Heaviside valant 0 pour x < 0 et 1 partout ailleurs. Laprésene de la fontion θ implique que χ est ontinue alors que ψ̄ a une disontinuité�nie que l'on alule failement à partir de l'équation préédente en évaluant ψ̄ de partet d'autre de zǫ :
[ψ̄]|zǫ

≡ lim
z

ǫ±→zǫ

ψ̄(z = zǫ+) − ψ̄(z = zǫ−)

= M∗Rχ̄(zǫ). (3.169)Les deux premiers termes du membre de droite de (3.168) ne ontribuent pas à [ψ̄]|zǫar ils sont ontinus en z = zǫ. En e�et, χ lui-même ne présente pas de disontinuité etl'intégrale d'une fontion disontinue est ontinue. On remarque, en utilisant le résultatpréédent dans la seonde équation de (3.166), qu'en revanhe la dérivée de χ a unedisontinuité :
[∂5χ]|zǫ

= iσµ∂µ[ψ̄]|zǫ
. (3.170)En�n, en faisant tendre la brane en zǫ vers le bord z = R, la ondition + sur e bordest modi�ée omme :

ψ̄|R = M∗Rχ̄|R, (∂5 +m−)χ|R = iσµ∂µψ̄|R (3.171)qui est de la forme mixte (3.164) aveM∗R = −s/c. On dispose ainsi d'une interpréta-tion physique pour les onditions + et − que l'on retrouve naturellement pour M = 027En d dimensions, [Ψ̄γ∂Ψ] = d soit [Ψ] = (d − 1)/2.28Dans la limite d'une dimension plate, R = 0 et on le remplaera par R′ qui est la seule éhelle dedistane apparaissant dans e as.



149 3.4 Fermions de 4d à 5det M → ∞ respetivement.On montre également failement qu'une proédure similaire pour la ondition [−−]ave une masse de Majorana pour ψ̄ :
SM =

1

2

∫
d5x
√
ĝR
(
Mψψ +M∗ψ̄ψ̄

)
δ(z − zǫ) (3.172)onduit aux onditions aux bords suivantes :

χ|R = −MRψ|R, (∂5 −m+) ψ̄|R = −iσ̄µ∂µχ|R. (3.173)3.4.5.2 Terme inétique en z = ROn peut également obtenir d'autres onditions aux bords en introduisant un termeinétique loalisé :
SK = −

∫
d5x
√
ĝ (iχ̄σ̄µ∂µχ)R−1δ(z − zǫ). (3.174)Les équations du mouvement prennent dans e as la forme :

i
[
1 +R−1δ(z − zǫ)

]
σ̄µ∂µχ+ ∂5ψ̄ −m+ψ̄ = 0, (3.175)
iσµ∂µψ̄ − ∂5χ−m−χ = 0. (3.176)Puis, suivant la proédure préédente et intégrant sur la fontion δ, on obtient une foisenore une disontinuité pour ψ̄ et ∂5χ qui valent dans e as :

[ψ̄]|zǫ
= −iR−1σ̄µ∂µχ(zǫ), [∂5χ]|zǫ

= iσµ∂µ[ψ̄]|zǫ
. (3.177)Ainsi partant d'une ondition +, on obtient les onditions aux bords suivantes, dansla limite ǫ→ 0 :

ψ̄|R = −iR−1σ̄µ∂µχ|R, (∂5 +m−)χ|R = iσµ∂µψ̄|R. (3.178)Les deux modi�ations présentées i-dessus onstituent les exemples les plus simplesde onditions aux bords générales ψα =
(
M β
α χβ +Nαβ̇χ̄

β̇
) ave M β

α = MRδβα et
Nαβ̇ = iR−1σµ

αβ̇
∂µ.3.4.6 Masse des fermions dans une dimension supplémentaireLes onditions aux bords naturelles � [++], et... � résolvent le problème initialde la hiralité à 5d en éliminant du spetre de Kaluza−Klein un des modes zéros dufermion de Dira, laissant un seul mode hiral de masse nulle. Nous souhaitons alorsmontrer omment, en introduisant une dynamique loalisée sur le bord, on peut générerdes termes de masse pour es modes zéros. Nous traiterons dans un premier temps leas d'un fermion hargé, tel que l'életron, puis nous présenterons une réalisation endimension supplémentaire du méanisme de seesaw pour le neutrino.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 1503.4.6.1 Masse de Dira en z = R′ et masse de l'életronNous étudions ii la possibilité de générer, à partir de modes zéros hiraux, unfermion veteur, omme par exemple l'életron de Dira, dont la masse est relativementfaible, m ≪ 1/R′. Puisqu'au mieux les onditions aux bords n'autorisent qu'un seulmode zéro hiral 4d par fermion de Dira en 5d, le seond étant projeté hors du spetrepar l'équation du mouvement, il est néessaire d'introduire deux spineurs à 5d pourobtenir les deux hiralités. On introduit alors deux fermions de Dira Ψ1 et Ψ2 dansle bulk et on hoisit leurs onditions aux bords de sorte qu'il existe à 4d un mode zérogauhe χ1 et droit ψ̄2, soit Ψ1 ∼ [++] et Ψ2 ∼ [−−]. On se plae dans une base oùla matrie de Dira dans l'espae 1, 2 est diagonale, puisque même en présene d'unmélange il est toujours possible de s'y rendre en réalisant une rotation des hamps.A e stade, les modes zéros hiraux sont sans masse. Nous allons maintenant montreromment produire une masse de Dira reliant es deux modes en introduisant unmélange près du bord z = R′ :
SD = −

∫
d5x
√
ĝmDR

′ (Ψ̄1Ψ2 + Ψ̄2Ψ1

)
δ(z − zǫ),

=

∫
d5xω4 mDR

′ (ψ2χ1 + ψ1χ2 + χ̄1ψ̄2 + χ̄2ψ̄1

)
δ(z − zǫ) (3.179)ave zǫ = R′ − ǫ. Notons qu'en général e mélange ne peut être éliminé par uneredé�nition des hamps sans réintroduire un mélange dans le bulk. Les équations dumouvement sont alors données par :

iσ̄µ∂µχ1,2 + ∂5ψ̄1,2 −m+ψ̄1,2 −mDR
′ψ̄2,1δ(z − zǫ) = 0, (3.180)

iσµ∂µψ̄1,2 − ∂5χ1,2 −m−χ1,2 −mDR
′χ̄2,1δ(z − zǫ) = 0. (3.181)A ause du mélange entre 1 et 2, les quatre spineurs de Weyl sont maintenant dison-tinus, une fontion δ apparaissant dans haque équation. Il est alors di�ile d'utiliserla presription préédente et traiter les hamps et leurs dérivées omme indépendantssemble inévitable. Néanmoins, zǫ est prohe de R′ où les hamps satisfont par hy-pothèse les onditions ψ̄1 = χ2 = 0. On peut alors utiliser elles-i pour simpli�er leséquations préédentes. En e�et, dans la limite ǫ→ 0, elle deviennent :

iσ̄µ∂µχ1 + ∂5ψ̄1 −m+ψ̄1 −mDR
′ψ̄2δ(z −R′) = 0, (3.182)

iσ̄µ∂µχ2 + ∂5ψ̄2 −m+ψ̄2 = 0, (3.183)
iσµ∂µψ̄1 − ∂5χ1 −m−χ1 = 0, (3.184)

iσµ∂µψ̄2 − ∂5χ2 −m−χ2 −mDR
′χ̄1δ(z −R′) = 0. (3.185)Ainsi, après avoir imposé les onditions aux bords, seuls ψ̄1 et χ2 sont disontinus. Onpeut alors déaler à nouveau SD de ǫ par rapport à R′ et évaluer les onditions de� saut � pour es deux spineurs. En intégrant les équations ontenant un δ, on obtientalors :

[ψ̄1]|zǫ
= mDR

′ψ̄2(zǫ), [χ2]|zǫ
= −mDR

′χ1(zǫ) (3.186)et les deux dernières équations permettent de aluler les disontinuités des dérivéesde χ1 et ψ̄2 :
[∂5χ1]|zǫ

= iσµ∂µ[ψ̄1]|zǫ
, [∂5ψ̄2]|zǫ

= −iσ̄µ∂µ[χ2]|zǫ
. (3.187)



151 3.4 Fermions de 4d à 5dEn�n, en prenant ǫ → 0, on identi�e les onditions aux bords induites par le mélangede Dira en z = R′ :
z = R′ :

ψ̄1 = mDR
′ψ̄2, χ2 = −mDR

′χ1,
(∂5 +m−)χ1 = iσµ∂µψ̄1,
(∂5 −m+) ψ̄2 = −iσ̄µ∂µχ2.

(3.188)
z = R :

ψ̄1 = 0, χ2 = 0,
(∂5 +m−)χ1 = 0,
(∂5 −m+) ψ̄2 = 0.

(3.189)De es onditions on déduit que le mélange sur le bord identi�e les modes de Kaluza−Kleinde Ψ1 ave eux de Ψ2. En e�et, étant valable quelque soit la position x sur lebord, une ondition du type χ1(x,R
′) = aχ2(x,R

′) implique g1,n(R′) = ag2,n(R
′)et χ1,n(x) = χ2,n(x) ≡ χn(x). En partiulier χ1,n et χ2,n ont la même masse mn. Ladéomposition de Kaluza−Klein s'érit alors :

χ1(x, z) =

∞∑

n=0

g1,n(z)χn(x), ψ̄1(x, z) =

∞∑

n=1

f1,nψ̄n(x), (3.190)
χ2(x, z) =

∞∑

n=1

g2,n(z)χn(x), ψ̄2(x, z) =

∞∑

n=0

f2,nψ̄n(x). (3.191)En�n, pour les modes zéros es nouvelles onditions aux bords résultent en une massede Dira que nous alulerons pour les métriques plate et AdS5. Par onséquent, partantde deux tours indépendantes de fermions de Dira ave, à leurs pieds, deux fermionsde Weyl de masse nulle, le mélange sur le bord a réduit le spetre à une seule tour defermions massifs, où la masse du plus léger est proportionnelle à e mélange.Cas plat En l'absene de masse dans le bulk m1,2 = 0, les onditions préédentes seréduisent à :
f1,n(0) = 0, g2,n(0) = 0 (3.192)

f1,n(R
′) −mDR

′f2,n(R
′) = 0, g1,n(R

′) +mDR
′g2,n(R

′) = 0 (3.193)d'où l'on déduit, ave les expressions (3.131) des fontions d'onde, l'équation de quan-ti�ation suivante :
tan(mnR

′) = mDR
′. (3.194)On s'attend à trouver la masse m du mode le plus léger omme proportionnelle à mD,puisque 'est le mélange sur le bord qui apparie les deux modes zéros pour formerun fermion de Dira massif. De plus, les fontions d'onde pour m1,2 = 0 sont plates(3.128) dans la limite mD = 0. Par onséquent, leur reouvrement ave le bord où lemélange est présent est O(1) et m ∼ O(mD). Ainsi, dans la limite où m ∼ mD ≪ 1/R′,

tan(mR′) ∼ mR′ et la masse mode le plus léger est simplement mD. Ce résultat n'estvalable que dans la limite où mD est très inférieur à l'éhelle naturelle 1/R′ sur lebord et ette hiérarhie peut paraître arbitraire. Il est ependant possible, à partirde mD ≃ 1/R′, de générer une masse m ≪ 1/R′ en déloalisant initialement lesmodes zéros du bord z = R′, par l'intermédiaire de masse non nulle dans le bulk. Parexemple, pour m1 > 0, m2 < 0 et |m1,2| ≃ R′−1, les fontions d'onde sont exponen-tiellement supprimées et on obtient m ∼ e−m1R
′

em2R
′

mD ≪ 1/R′, tout en gardant
m1 ∼ m2 ∼ mD ∼ 1/R′.



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 152Cas AdS5 Nous allons utiliser ii la ourbure de la dimension supplémentaire pourproduire une masse légère. En hoisissant les masses 5d telles que c1 > 1/2 et c2 <
−1/2, les fontions d'onde des modes zéros sont loalisées près du bord z = R et ontun reouvrement supprimé ave le mélange en z = R′. Par onséquent, pour mD ∼
1/R′, on peut utiliser la forme approhée (3.145) des fontions d'onde, valable pour
mn ≪ 1/R′. Les onditions aux bords sont :

f1,n(R) = 0, g2,n(R) = 0 (3.195)
f1,n(R

′) −mDR
′f2,n(R

′) = 0, g1,n(R
′) +mDR

′g2,n(R
′) = 0 (3.196)et, restant à l'ordre quadratique en mn, on obtient une équation de quanti�ation dela forme :

m2
n

[
1 −

(
R

R′

)2c1−1
][

1 −
(
R

R′

)1−2c2
]

= m2
D(2c2 + 1)(1 − 2c1)

(
R

R′

)2(c1−c2−1)

. (3.197)Et, pour c1 > 1/2, c2 < −1/2 et R/R′ ≪ 1, la masse du mode léger vaut :
m ≃ mD

√
−1 − 2c2

√
2c1 − 1

(
R

R′

)c1−c2−1

. (3.198)On retrouve plus diretement e résultat en remarquant que les modes zéros, loalisésdans l'UV, sont relativement insensibles à l'apparition d'un terme de mélange IR, equi est justi�é par m ≪ mD. Si l'on se onentre uniquement sur le mode léger, onpeut alors traiter le terme de bord omme une perturbation aux modes zéros hiraux.Comme 'est l'usage en théorie des perturbations en méanique quantique, on obtient,au premier ordre, la valeur propre perturbée en projetant la perturbation sur la fontiond'onde non perturbée. Ii, on obtient la masse m en insérant les fontions d'onde desmodes zéros en l'absene de perturbation diretement dans le mélange sur le bord.Dans ette approximation, dite des modes zéros (ZMA), on a alors :
m ≃ mDR

′
∫
dz
[
ω4f2,0(z)g1,0(z)

]
δ(z −R′)

= mD

(
R

R′

)4(
R′

R

)(
R′

R

)c2−c1+4

×
√

1 + 2c2√
(R′/R)1+2c2 − 1

√
2c1 − 1√

1 − (R/R′)2c1−1

= mD

√−1 − 2c2√
1 − (R/R′)−1−2c2

√
2c1 − 1√

1 − (R/R′)2c1−1

(
R

R′

)c1−c2−1 (3.199)qui, pour R ≪ R′, se réduit à (3.198) au premier ordre. Cette approximation pour lesfermions légers simpli�e grandement le alul des masses en évitant la résolution desonditions aux bords.3.4.6.2 Méanisme de seesaw et masse du neutrinoSupposons maintenant que Ψ1,2 dérivent des neutrinos. Le mode zéro de χ1 estalors un neutrino gauhe et elui de ψ̄2 un neutrino droit. En ajoutant un mélange



153 3.4 Fermions de 4d à 5dde Dira sur le bord z = R′, on génère un terme de masse de Dira reliant es deuxneutrinos de hiralités opposées. Dans l'hypothèse où Ψ2 est dans une représentationréelle du groupe de jauge sur le bord z = R, on peut alors y érire un terme demasse de Majorana. En outre, si elle-i est beauoup plus grande que la masse deDira, on se retrouve ave une réalisation naturelle du méanisme de seesaw dansle ontexte des dimensions supplémentaires. Nous verrons omment ette hiérarhiepeut être obtenue pour une dimension plate ou ourbe, mais dans un premier tempsétablissons les onditions aux bords.A l'ation en volume SΨ on ajoute alors les termes loalisés suivant :
SD =

∫
d5xω4 mDR

′ (ψ2χ1 + ψ1χ2 + χ̄1ψ̄2 + χ̄2ψ̄1

)
δ(z −R′) (3.200)

SM =
1

2

∫
d5xω4 R

(
Mψ2ψ2 +M∗ψ̄2ψ̄2

)
δ(z −R). (3.201)Nous avons déjà dérivé séparément les onditions aux bords pour une masse de Majo-rana en z = R, ainsi qu'un mélange de Dira en z = R′. Il su�t don de rassemblerles résultats obtenus i-dessus et on a :

z = R′ :
ψ̄1 = mDR

′ψ̄2, χ2 = −mDR
′χ1,

(∂5 +m−)χ1 = iσµ∂µψ̄1,
(∂5 −m+) ψ̄2 = −iσ̄µ∂µχ2

(3.202)
z = R :

ψ̄1 = 0, χ2 = −MRψ2

(∂5 +m−)χ1 = 0,
(∂5 −m+) ψ̄2 = −iσ̄µ∂µχ2.

(3.203)Ainsi, non seulement les tours de Kaluza−Klein 1 et 2 sont identi�ées par le mélangede Dira sur le bord R′, mais les états χ et ψ̄ ne sont plus indépendants mais reliéspar la onjugaison omplexe. Il ne reste alors plus qu'une tour de neutrinos de typeMajorana. La déomposition de Kaluza−Klein devient :
χ1(x, z) =

∞∑

n=0

g1,n(z)ψn(x), ψ̄1(x, z) =

∞∑

n=1

f1,nψ̄n(x), (3.204)
χ2(x, z) =

∞∑

n=1

g2,n(z)ψn(x), ψ̄2(x, z) =

∞∑

n=0

f2,nψ̄n(x). (3.205)Nous allons maintenant aluler la masse de l'état le plus léger que l'on pourra identi�erau neutrino observé.Cas plat Les onditions aux bords imposent :
f1,n(0) = 0, g2,n(0) = −MR′f2,n(0) (3.206)

f1,n(R
′) −mDR

′f2,n(R
′) = 0, g1,n(R

′) +mDR
′g2,n(R

′) = 0 (3.207)où on a remplaé MR par MR′. Par simpliité, on se limite une fois enore au asoù les masses dans le bulk sont nulles. On obtient alors l'équation de quanti�ationsuivante :
(mDR

′)2 [1 +MR′ tan(mnR
′)] = tan(mnR

′) [tan(mnR
′) −MR′] . (3.208)



Chapitre 3 : Un peu de physique en dimensions supplémentaires 154Puis, dans la limite où mD ≪ 1/R′ ≪M , la masse du neutrino léger devient :
m ≃ −m

2
D

M
(3.209)e qui n'est autre que la formule de seesaw pour laquelle la masse du neutrino léger(pratiquement gauhe) est supprimée par elle, élevée, du neutrino droit. On peutégalement obtenir ette suppression de manière naturelle ave mD ∼ M ∼ 1/R′, enréintroduisant des masses non nulles dans le bulk. Ainsi pour m1 > 0 et m2 < 0,la masse de Dira est supprimée par une fateur exponentiel provenant des fontionsd'onde en z = R′ : mD → mDe

−m1R
′

em2R
′ alors que la masse de Majorana est in-hangée ar la fontion d'onde est O(1) en z = 0. En e as, la masse du neutrinoest un fateur mD/M fois plus petite que la masse de l'életron ∼ mD, où une valeurnaturelle pour e rapport est me/TeV∼ 10−6.Cas AdS5 Pour une dimension ourbe, on suppose également que les modes zérosont déloalisés du bord z = R′, soit c1 > 1/2 et c2 < −1/2. Par onséquent, mR′ ≪ 1et on peut à nouveau utiliser les fontions d'ondes approhées (3.145). Dans e as, lesonditions aux bords :

f1,n(R) = 0, g2,n(R) = −MRf2,n(R) (3.210)
f1,n(R

′) −mDR
′f2,n(R

′) = 0, g1,n(R
′) +mDR

′g2,n(R
′) = 0 (3.211)onduisent, à l'ordre quadratique en mn, à l'équation de quanti�ation :

m2
n

2c2 + 1
+m2

D(1 − c1)

(
R

R′

)2(c1−c2−1)

= −Mmn

[
1 − (1 − 2c1)

m2
DmnR

1 − 2c2

(
R

R′

)2(c1−c2−1)
]
. (3.212)L'éhelle naturelle pour M est maintenant 1/R ≫ 1/R′, alors que mD ∼ 1/R′. Alorsdans la limite où mn ≪ mD ≪M , la masse du neutrino léger devient :

m ≃ (2c1 − 1)
m2
D

M

(
R

R′

)2(c1−c2−1)

, (3.213)et est supprimée par la masse de Majorana en z = R. Le méanisme est enore plustransparent dans l'approximation ZMA. En e�et, en injetant les fontions d'onde desmodes zéros dans les termes de bord, on dérive en z = R′ une masse de Dira reliant
χ1 à ψ2 donnée par :

m12 ≃ mDR
′
∫
dz
[
ω4f2,0(z)g1,0(z)

]
δ(z −R′)

= mD

√
−1 − 2c2

√
2c1 − 1

(
R

R′

)c1−c2−1

. (3.214)Le terme en z = R fournit, quant à lui, une masse de Majorana pour ψ2 valant :
M2 ≃ MR

∫
dz
[
ω4f2,0(z)

2
]
δ(z −R)

= −M 1 + 2c2
1 − (R/R′)−1−2c2

≃ −M(1 + 2c2). (3.215)



155 3.4 Fermions de 4d à 5dOn obtient alors dans la base χ1, ψ2, une matrie de masse aratéristique du méan-isme de seesaw : (
0 m12

m12 M2

) (3.216)dont la valeur propre légère m, pour M ∼ R−1 et mD ∼ R′−1, est approximativementdonnée par la formule de seesaw :
m ≃ m2

12

M2
= (2c1 − 1)

m2
D

M

(
R

R′

)2(c1−c2−1)

. (3.217)Remarquons en�n que la masse de Majorana M2 peut être ajustée par rapport à
M ∼ R−1 en loalisant légèrement ψ2 vers le bord IR c2 & −1/2.ConlusionsMunis de dimensions d'espae supplémentaires, les modèles ADD et RS ouvrentune nouvelle voie vers la résolution du problème de hiérarhie, non pas en stabilisant leHiggs (omme en supersymétrie) mais en le rendant sensible à une éhelle ultra-violettefaible, de l'ordre du TeV. Cette propriété est rendue possible en attaquant e problèmedu oté de la faiblesse de l'interation gravitationnelle en quatre dimensions. Dans lemodèle ADD, l'éhelle fondamentale 5d est le TeV et la masse de Plank 4d apparaîtnettement plus grande suite à la dilution de la gravité dans l'espae ompat. Le ut-o�UV du Higgs est alors le TeV et non MPl. Pour une seule dimension supplémentaire,le modèle est déjà exlu ar il requiert une dimension ompate de la taille du systèmesolaire pour résoudre naturellement le problème de hiérarhie. Il pêhe également à ex-pliquer omplètement la faiblesse de la gravitation, puisqu'il néessite une dimensionde taille bien supérieure à la valeur naïve L =TeV−1. En e sens, le modèle RS fournitune expliation plus aboutie du problème de hiérarhie en loalisant exponentiellementla gravité sur un bord 4d d'une dimension supplémentaire ourbe. Les interationsgravitationnelle apparaissent alors faibles en un point su�samment éloigné. De plus,la ourbure k ∼ MPl de la métrique implique également un e�et de déalage vers lerouge exponentiel de toutes les éhelles d'énergie en se déplaçant le long de la dimen-sion supplémentaire. Alors, en loalisant le Higgs à une distane relativement ourte del'origine de ette dernière, ses orretions quantiques se voient oupées à une énergiede l'ordre du TeV pour kL ∼ 40. En onséquene, pour une masse fondamentale 5dlégèrement supérieure à MPl, la hiérarhie de jauge est produite sans auune hiérar-hie initiale. En�n, outre les multiples propriétés favorables à une géométrie AdS5, laorrespondane AdS/CFT fournit un lien diret entre les modèles RS et l'hypothèseselon laquelle le TeV serait en réalité une éhelle omposite émergeant de la brisuredynamique d'un symétrie onforme présente au-delà du Modèle Standard.Par ailleurs, dans le as d'un espae-temps 5d de ourbure quelonque ω(z), nous avonsrappelé les possibilités nouvelles qu'o�re une dimension ompate quant à la brisurede symétries de jauge, ave ou sans salaire fondamental, et la génération de fermionshiraux. Ces méanismes reposent sur l'imposition de onditions aux bords Dirihletque l'on obtient naturellement en loalisant des dynamiques relativement simples surles bords. Également, pour les fermions, nous avons montré omment tirer pro�t dela loalisation des modes zéros pour produire les hiérarhies de masses observées, yompris pour les neutrinos grâe à un méanisme de type seesaw.
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Chapitre 4
Phénoménologie de la saveurleptonique dans AdS5

Nous exploitons dans e hapitre les diverses propriétés qu'o�re la dynamique deshamps fermioniques et de jauge plongés dans un espae-temps AdS5, telles que labrisure de symétrie par onditions aux bords et la génération naturelle de hiérarhie demasses, tout en stabilisant l'éhelle életrofaible. En partiulier, nous montrons om-ment obtenir un modèle de la saveur leptonique relativement simple, radiativementstable et à l'abri de toutes ontraintes expérimentales. Le tout de façon naturelle, sansintroduire à la main auune hiérarhie. D'une manière générale, pour les fermions,la géométrie AdS5 prédit naturellement une suppression des probabilités de hange-ments de saveur, 'est-à-dire une matrie de mélange approximativement diagonale,dès lors que les fermions ont un spetre de masse hiérarhique. En e�et, dans eas, leurs fontions d'ondes doivent avoir des pro�ls di�érents le long de la dimen-sion supplémentaire et n'ont qu'un faible reouvrement, e qui a pour onséquenede réduire les éléments non diagonaux des matries de mélange, dont l'amplitude estontr�lée par elui-i. Ainsi, pour les quarks, la hiérarhie de masses implique unematrie CKM quasi-diagonale, et e pour des ouplages de Yukawa quelonques ou� anarhique �. La géométrie ourbe à elle seule permet de reproduire les données desaveur hadronique [14, 19, 18℄. Le as des leptons est en e sens radialement di�érentar les mélanges sont beauoup plus importants, malgré la hiérarhie de masse desleptons hargés. Dans un espae-temps anti de Sitter, il est alors néessaire de faireappel à une symétrie de saveur dans e seteur. Nous démarrons le hapitre par unerevue de nos onnaissanes atuelles sur la saveur leptonique et notamment les osil-lations de neutrinos. Nous rappelons omment ette dernière peut être reproduite ensupposant l'existene d'une symétrie de saveur disrète. Puis, guidés par la orrespon-dane AdS/CFT, nous détaillons le ontexte inq-dimensionnel le plus favorable à lamise en ÷uvre de e type de symétries, dont l'exemple le plus simple, basé sur le groupeA4, est présenté [17℄. En�n, nous étudions les diverses préditions de e modèle de lasaveur leptonique dans AdS5 et justi�ons sa validité en le onfrontant aux mesuresexpérimentales ontraignant e seteur de la physique des partiules. Le travail déritdans e hapitre est l'objet de la seonde publiation reportée en �n de e mémoire.159



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 1604.1 Introdution à la physique de la saveur leptonique4.1.1 Propriétés générales des leptons4.1.1.1 Leptons hargés et hiérarhie de masseLes leptons sont omposés de trois partiules hargées e, µ et τ dont les massess'étalent sur plusieurs ordres de grandeur, tout en étant nettement inférieures à l'éhelleéletrofaible. Elles sont par ailleurs onnues ave une inroyable préision, notammentpour les états les plus légers [33℄ :
me = 0, 51099892± 0, 00000004 MeV, (4.1)
mµ = 105, 658369± 0, 000009 MeV, (4.2)
mτ = 1776, 99+0,29

−0,26 MeV (4.3)ave me,µ,τ ≪ mW . Le Modèle Standard n'apporte auune information et ne ontientauun indie sur l'origine de ette hiérarhie.4.1.1.2 Osillations des neutrinosLes leptons gauhes étant sensibles à l'interation faible, ils viennent en doublets de
SU(2)L et sont aompagnés de leur neutrino respetif νe,µ,τ . Ces partiules, préditespar Pauli en 1930 pour rétablir la onservation de l'énergie dans la désintégration βdu neutron n → p+ ν̄e + e−, ne furent observées pour la première fois qu'en 1955 viala réation inverse ν̄e + p→ n+ e+ où les antineutrinos initiaux était produits par unréateur à �ssion nuléaire. Très vite s'est posée la question de leur masse. On pensatout d'abord qu'il fut fort probable que la masse des neutrinos soit nulle, et 'est equ'on supposa lors de la onstrution du Modèle Standard, dans les années 60. Unevingtaine d'années plus tard, une étude �ne de la inématique de la désintégration βdu tritium onlut que la masse du neutrino életronique était inférieure à l'eV [27℄.Cependant, dès 1957, Ponteorvo [31, 32℄ réalisa que des neutrinos massifs pouvaientosiller, et ainsi hanger de saveur, au ours de leur propagation1. En partiulier, sielle-i se fait sur une distane su�samment longue, il est alors possible de ontraindrela masse des neutrinos en dessous de l'eV. Cei s'explique simplement par les inégal-ités d'Heisenberg. En e�et, omme de outume en méanique quantique, la fréquened'osillation d'une superposition de deux états propres est donnée par leur di�érened'énergie fosc ∼ ∆E. Or, pour une superposition d'impulsion relativiste2, on a :

Ei =
√
p2 +m2

i ≃ p+
m2
i

p
→ ∆E ≃ ∆m2

p
∼ ∆m2

E
(4.4)Ainsi, l'observation d'osillations de longueur d'onde Losc ∼ f−1

osc, après une distanede propagation L permet la mise en évidene d'une masse ∆m aussi faible que √EL−1,orrespondant à L ≃ Losc. Si L≪ Losc les neutrinos n'ont pratiquement pas osillé etauun e�et n'est observable. De même, si L ≫ Losc, le grand nombre de yles réal-isées avant la détetion se moyenne à zéro et les osillations ne peuvent être observées.Il est alors ruial que ∆m soit tel que L ∼ Losc pour espérer mettre en évidene1Cet e�et fut par la suite développé plus en détail par Maki et al. en 1962 [29℄.2Cette approximation est justi�ée par la ontrainte m < 1 eV et par le fait que l'énergie typiqued'une réation nuléaire produisant le neutrino est E ∼ 1 MeV



161 4.1 Introdution à la physique de la saveur leptoniqueun omportement osillatoire. L'estimation préédente indique que plus la distane depropagation est grande, et/ou l'énergie du neutrino faible, plus la di�érene de massemesurable est petite. La hasse aux neutrinos fut alors rouverte et la reherhe d'osil-lations de saveur entreprise.Mises en évidene expérimentale des osillations de saveur Il existe plusieurssoures naturelles de neutrinos. Par exemple, les réations thermonuléaires solaires al-imentant le Soleil � et la Terre � en énergie thermique produisent un �ux de neutrinoséletroniques par l'intermédiaire de la réation de fusion 4p→4 He+ 2e+ + 2νe + γ. Apartir de la luminosité du Soleil on déduit failement la température de sa surfae, qui,ajoutée à la onnaissane des réations thermonuléaires régissant la dynamique stel-laire, permet de déterminer l'énergie typique de ette réation à l'équilibre thermique.On obtient alors assez préisément le �ux de neutrino émis par notre étoile et don le�ux reçu à la surfae de la Terre. Leur énergie moyenne étant estimée à environ 0,6MeV et la Terre orbitant à une distane de l'ordre de 1011 m∼ 10−17 eV−1 du Soleil,l'expression préédente implique qu'il est en prinipe possible, en présene d'osilla-tion, de sonder des masses de l'ordre de 10−5 eV. Plusieurs expérienes de détetion deneutrinos solaires ont été menées depuis la mine de Homestake en 1968 jusqu'aux dé-teteurs japonais (Super-)Kamiokande toujours en prise de données3. Leur méthode dedétetion s'appuyait sur les réations élémentaires suivantes : la apture d'un neutrinoéletronique par un neutron νe+n→ p+e− et/ou sa di�usion élastique sur un életron
νe + e− → νe + e−. Alors que la première n'est possible que par l'éhange d'un W ,la seonde est a priori sensible aux autres saveurs via l'éhange d'un Z. Néanmoinsla setion e�ae reste relativement dominée par un ourant hargé. Les di�érentesinformations obtenues s'aordèrent toutes sur la disparation d'environ la moitié du�ux de neutrinos életroniques attendu en provenane du Soleil, e qui onstitua e quifut nommé le problème du neutrino solaire. Une remise en ause des modèles d'évolu-tion stellaire était alors envisageable. Cependant, en 1999 fut lanée l'expériene SNO,o�rant pour la première fois une sensibilité de détetion sur les trois saveurs. Il futalors observé, pour la première fois, non seulement la disparition de νe mais aussi l'ap-parition de νµ et ντ � de manière indisernable � tout en étant en aord ave lesmodèles de dynamique solaire. Cette mise en évidene de l'osillation des neutrinossolaires onstitue une preuve �able et robuste du aratère massif des neutrinos, telque l'avait imaginé Ponteorvo près de quarante ans auparavant. En�n, les derniersrésultats de Super-Kamiokande [23℄ rapportèrent une di�érene de masse solaire de :

∆m2
sol = 8, 0 ± 0, 3 × 10−5 eV2, (4.5)responsable d'osillations de la forme νe → νµ,τ .Également, des rayons osmiques, en large majorité omposés de protons, entrentrégulièrement en ollision ave les moléules de la haute atmosphère terrestre. De esollisions à très haute énergie � jusqu'à 1011 GeV � résultent des hadrons insta-bles, prinipalement des pions, qui se désintègrent ensuite en asades et dont lesderniers produits peuvent être détetés au sol. En partiulier, des neutrinos à hauteénergie sont réés, prinipalement via les réations de désintégrations π+ → µ+ + νµet µ+ → e+ + νe + ν̄µ. Les neutrinos tau n'étant pratiquement pas produits dans la3Pour une revue détaillée des modes opératoires de es expérienes, et de bien d'autres, se reporterà [20℄.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 162asade. Le �ux total de neutrinos est di�ile à estimer préisément et est onnu au-jourd'hui à ∼ 10% près. En revanhe le rapport des �ux de haque saveur est établià ∼ 5% et e paramètre peut être utilisé pour une mesure robuste4. En outre, ommel'indiquent les deux réations préédentes, on obtient environ deux fois plus de neu-trinos muoniques qu'életroniques. On peut également estimer la plus petite di�érenede masse mesurable dans e as, en utilisant la relation ∆m ∼
√
EL−1. Les neutri-nos atmosphériques balayent une gamme d'énergie autour de 102 − 105 MeV et sontproduit à une altitude située entre 104 − 107 m, d'où l'on déduit ∆m & 1 − 10−3 eV.Kamiokande et son extension Super-Kamiokande sont parmi les rares expérienes àpouvoir déteter les neutrinos en provenane de l'atmosphère. La distane de la soureétant onsidérablement plus faible que pour les neutrinos solaires, le �ux atmosphériqueapparait nettement plus isotrope que le �ux solaire, qui peut don être failement re-tranhé. Les résultats reportés par es expérienes sont également en désaord ave lespréditions faites par analyse Monte-Carlo des asades de désintégrations et mettenten évidene une disparition de νµ. C'est un autre signe du phénomène d'osillations.Ave les réentes analyses de la ollaboration Super-Kamiokande, le meilleur �t penheen faveur d'une apparition de ντ ave une di�érene de masse donnée par [23℄ :

∆m2
atm = 1, 9 − 3 × 10−3 eV2. (4.6)D'autres expérienes sur Terre ont été, ou sont enore, menées à partir de faiseauxde neutrino arti�iels produits par des réateurs à �ssion, telles que Gosden, Bugeyou CHOOZ, ou par ollision de protons aélérés omme KARMEN et LSND. Les ex-périenes en réateur sont apables d'observer des disparitions de saveur, malgré leursdistanes de propagation réduites, jusqu'à L ∼ km pour CHOOZ, grâe à la faibleénergie E ∼ MeV des neutrinos émis. Pour les neutrinos issus d'aélérateurs à pro-tons, il est di�ile d'atteindre une résolution de ∆m2 ∼ ∆m2

sol,atm. En revanhe esexpérienes sont sensibles à la présene de neutrinos stériles.4.1.2 Changements de saveur et angles de mélange.Par onstrution, le Modèle Standard prédit une masse nulle pour les neutrinosar il ne ontient pas de singulet de jauge orrespondant au neutrino droit. On nepeut alors érire de terme de masse de Dira. Cependant, s'agissant d'une partiuleéletriquement neutre, il est possible d'érire un terme de masse de Majorana seulementà partir de la hiralité gauhe :
yνij
M
H̃†HLciLj + h.c. (4.7)oùM est une éhelle d'énergie supprimant et opérateur de dimension inq. Si le Mod-èle Standard est une théorie omplète des interations à haute énergie, e terme nonrenormalisable ne peut don être érit dans le lagrangien. De plus, une telle interationn'est pas générée radiativement � ave M → mW � puisqu'elle viole la onservationdu nombre leptonique de deux unités,e qui est interdit par la symétrie globale nonanormale U(1)B−L du Modèle Standard, puisque ∆(B − L) = −2. En revanhe, s'ilexiste une nouvelle physique au-delà de l'éhelle életrofaible, rien n'impose a prioriqu'elle respete les symétries aidentelles du Modèle Standard et l'émergene d'une4La raison est essentiellement que le rapport dépend moins de spetre initial en rayons osmiqueset plus des réations de désintégrations nuléaires qui sont mieux onnues.



163 4.1 Introdution à la physique de la saveur leptoniquemasse de Majorana de la forme (4.7) est typiquement inévitable dans la théorie e�e-tive à basse énergie, notamment après un méanisme de seesaw.L'existene d'une matrie de masse pour les neutrinos impliquent néessairement l'ex-istene de mélanges de saveur5, notamment lorsque ette dernière n'est pas alignéeave elles des leptons hargés. Typiquement après la brisure életrofaible, on obtientles termes de masses6 suivants :
−Lm =

Nf∑

i,j=1

l̄iL(Ml)ij l
j
R +

1

2
νc

i
L(Mν)ijν

j
L + h.c. (4.8)où les matries Ml et Mν sont diagonalisées au moyen de matries unitaires omme :diag({mi

l}) = U lLMl(U
l
R)†, (4.9)diag({mα}) = UνLMν(U
ν
L)† (4.10)où lesmα, ave α = 1, 2, 3 sont dé�nies omme réelles positives et ordonnées de manièreà satisfaire :

m1 < m2,∆m
2
12 < |∆m2

13| (4.11)ave ∆m2
αβ ≡ m2

β−m2
α. Par onséquent, tout omme pour les quarks, dans la base despropres de masses, les ouplages au W ne sont pas diagonaux :
LW =

g√
2

Nf∑

i

l̄iγµνiLW
−
µ + h.c., (4.12)

→ g√
2

Nf∑

i,α=1

l̄iγµViαν
α
LW

−
µ + h.c. (4.13)où V ≡ U lL(UνL)† est la matrie de mélange de Ponteorvo-Maki-Nakagawa-Sakata.C'est l'exat analogue leptonique de la matrie CKM pour les quarks. V est une matrieunitaire de taille Nf ×Nf paramétrée par Nf(Nf −1)/2 angles et Nf (Nf +1)/2 phasesomplexes dont seulement Nf peuvent être éliminées en redé�nissant les hamps desleptons hargés. En e�et, toute redé�nition des neutrinos par une phase impliqueraitune apparition de elle-i dans la matrie de masse, qui est hoisie réelle par onvention.Il reste alors Nf (Nf − 1)/2 phases physiques dont Nf − 1 d'entre elles sont de typeMajorana multipliant les valeurs propres réelles positives mα. Pour Nf = 3, V esthabituellement paramétrée omme V ≡ UP ave P = diag (1, eiφ1 , ei(φ2+δ)

) et :
U =




1 0 0
0 c23 s23
0 −s23 c23






c13 0 s13e
−iδ

0 1 0
−s13eiδ 0 c13






c12 s12 0
−s12 c12 0
0 0 1




=




c12c13 s12c13 s13e
−iδ

−s12c23 − c12s23s13e
iδ c12c23 − s12s23s13e

iδ s23c13
s12s23 − c12c23s13e

iδ −c12s23 − s12c23s13e
iδ c23c13


où cij (sij) désigne le osinus (sinus) des angles de mélange 0 < θij < π/4.5A moins que elle-i soit diagonale et de valeurs propres toutes dégénérées.6Notons que rien n'interdit l'existene de neutrinos légers singulets de jauge. Ces neutrinos, quali�ésde stériles ar insensibles à la physique életrofaible, ne seront pas onsidérés ii. Notons que leurspossibles existenes est ontrainte par les observations des �utuations du fond di�us osmologique. Lesderniers résultats de WMAP [26℄ indiquent un nombre e�etif d'espèes de partiules ultra-relativistes,autre que le photon et apparentées à des neutrinos, de l'ordre de Neff = 4, 4 ± 1, 5 à 68% de niveaude on�ane.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 164Formalisme d'osillation Les états propres de masse sont des superpositions o-hérentes des états propres de saveur dé�nies par :
|νiL〉 =

∑

α

Viα|ναL〉, et |ναL〉 =
∑

i

V ∗
iα|νiL〉 (4.14)ave i = e, µ, τ et α = 1, 2, 3. Ainsi, la matrie de mélange PMNS dé�nit l'amplitude deprobabilité assoiée à un hangement de saveur. En e�et, onsidérons un état de saveur

νiL produit par une réation faible quelonque. Il onstitue un paquet d'ondes omposédes trois états propres de masse ναL dans des proportions dé�nies par Viα. Les étatspropres non dégénérés se propageant à des vitesses de phases di�érentes, es proportionssont modi�ées après un temps t et deviennent e−iEαtViα ave Eα ≃ p+m2
α/2p. Il existealors une probabilité non nulle pour que l'état initial νiL ait osillé vers une saveurdi�érente νjL. Par dé�nition, l'amplitude de probabilité est donnée par :

Aij = 〈νjL|νiL(t)〉 =
∑

α,β

〈νβL|V ∗
jβViαe

−iEαt|ναL〉

=
∑

α

ViαV
∗
jαe

−iEαt (4.15)qui est nulle si les mα sont dégénérés, par unitarité de V . Le module arré donne laprobabilité suivante :
Pij =

∑

α,β

ViαV
∗
jαVjβV

∗
iβe

i(Eβ−Eα)t

= δij +
∑

α6=β
ℜe
[
ViαV

∗
jαVjβV

∗
iβe

i(Eβ−Eα)t
]

= δij − 4
∑

α<β

ℜe
[
ViαV

∗
jαVjβV

∗
iβ

]
sin2(∆αβ)

+2
∑

α<β

ℑm
[
ViαV

∗
jαVjβV

∗
iβ

]
sin(2∆αβ) (4.16)ave :

∆αβ ≡
∆m2

αβt

4p
∼

∆m2
αβL

4E
(4.17)où on a utilisé L ∼ t et p ∼ E pour des partiules ultra-relativistes. Notons que ledernier terme de (4.16) est nul en l'absene de violation de CP . Le alul de la prob-abilité Pij montre que, non seulement une expériene d'osillation peut mesurer ladi�érene de masse arrée grâe à la fréquene d'osillation, mais permet égalementd'obtenir une information sur les angles de mélanges en mesurant la perte de �ux deneutrinos d'une saveur donnée. La probabilité (4.16) n'est valable que pour une propa-gation dans le vide. Elle onstitue ependant une très bonne approximation pour l'étudedes neutrinos solaires et atmosphériques. Nous allons maintenant présenter ommentes expérienes ontraignent les divers paramètres introduit i-dessus.Rappel des prinipaux résultats expérimentaux Nous avons vu que l'étudedes neutrinos solaires et atmosphériques a mis en évidene deux di�érenes de masserelativement distintes ∆m2

atm ≃ 25∆m2
sol. Traditionnellement, il est hoisi d'ordon-ner les masses tel que ∆m2

12 < |∆m2
13|. Ainsi, par onvention, les neutrinos solaires



165 4.1 Introdution à la physique de la saveur leptoniquedéterminent le mélange entre ν1
L et ν2

L, soit ∆m2
sol = ∆m2

12 > 0. Par onséquent, ona également |∆m2
23| ≃ |∆m2

13| ≫ ∆m2
12 et le spetre ontient deux états rapprohéset un troisième sensiblement plus éloigné. A e stade, deux ordres de masse di�érentssont possibles selon que ν3

L est plus léger ou plus lourd que le ouple ν1,2
L :

∆m2
sol = ∆m2

12 ≪ ∆m2
23 ≃ ∆m2

13 = ∆m2
atm > 0,

∆m2
sol = ∆m2

12 ≪ −∆m2
13 ≃ −∆m2

23 = ∆m2
atm > 0, (4.18)Tel qu'illustré sur la �gure 4.1, le premier orrespond à une hiérarhie normale7 et leseond dé�nit une hiérarhie inversée. Il est par ailleurs de outume8 de �xer |∆m2

23| =
∆m2

atm pour les deux types de hiérarhie. Néanmoins, bien qu'aujourd'hui auuneexpériene ne permette de distinguer ∆m2
13 de ∆m2

23, il est possible qu'à l'avenir l'onpuisse mesurer préisément les trois fréquenes d'osillation. Si tel est un jour le as, lalassi�ation (4.18) i-dessus prévaudra. Conernant les angles de mélange, le fait qu'il

Fig. 4.1 � Di�érents ordres de masse entre lesquels les données atuelles ne permettentpas enore de tranher.existe essentiellement deux fréquenes d'osillation distintes simpli�e grandement lasituation. Par exemple pour les neutrinos solaires L≫ L23
osc et e type d'osillations semoyennent à zéro entre le Soleil et la Terre de sorte que es déteteurs sont uniquementsensibles à θ12 et θ13. Pareillement, la distane L12

osc est beauoup plus grande que ladistane de propagation aratéristique des neutrinos atmosphériques qui ne dépendentalors que de θ23 et θ13. L'angle θ13 est ontraint par l'expériene en réateur CHOOZ [7℄et sa valeur est relativement faible :
sin2(2θ13) < 0, 19 (4.19)soit θ13 < 13°. Dans la limite θ13 → 0, les analyses des neutrinos solaire et atmo-sphérique se réduisent toutes deux à une osillation entre deux états νa et νb. Danse as, négligeant toute violation de CP , la matrie de mélange dépend d'un seulparamètre :

V →
(

cos θ sin θ
− sin θ cos θ

)
, (4.20)7Au sens strit et ordre autorise également un spetre quasi-dégénéré dans le as peu natureloù les di�érenes de masses sont nettement inférieures à toutes les masses : m1 ≃ m2 ≃ m3 ≫

q

∆m2
12
,
q

∆m2
13
.8C'est par exemple le as dans [33℄.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 166et il n'y a qu'une di�érene de masse ∆m2. Notons que l'éhange de νa ave νb estéquivalent aux transformations ∆m2 → −∆m2 aompagné de θ → π/2 − θ. Dansette situation simpli�ée, la probabilité Pij devient :
Pij = δij − (2δij − 1) sin2(2θ) sin2

(
∆m2L

4E

)
. (4.21)La probabilité est invariante sous les deux transformations préédentes appliquées sé-parément. Par onséquent, les expérienes d'osillation ne sont sensible qu'aux paramètressuivant (|∆m2|, sin2(2θ)

). Ainsi SNO [4℄ et Super-Kamiokande [8℄ ontraignent séparé-ment les angles solaire et atmosphérique :
sin2(2θ12) = 0, 86+0,03

−0,04, sin2(2θ23) > 0, 92 (4.22)soit respetivement θ12 ≃ 34° et θ23 ≃ 37°. Les mélanges leptoniques apparaissent alorsrelativement importants et les entrées de la matrie de mélange a�hent des valeurstoutes approximativement ∼ O(1) :
|U | =




0, 80 − 0, 82 0, 54 − 0, 56 < 0, 23
0, 56 − 0, 45 0, 59 − 0, 66 0, 59− 0, 60
0, 19 − 0, 33 0, 50 − 0, 60 0, 78− 0, 80



 . (4.23)A première vue, es éléments de matries semblent totalement aléatoires ou � anar-hiques �. Néanmoins, Harrison, Perkins et Sott [22℄ remarquèrent que la matrie Urelativement bien approhés par une matrie de mélange quali�ée de tri-bimaximaledonnée par9
UHPS =




√
2/3 1/

√
3 0

−1/
√

6 1/
√

3 −1/
√

2

−1/
√

6 1/
√

3 1/
√

2


 (4.24)orrespondant à θ13 = 0, θ23 = π/4 et sin2(2θ12) = 8/9. Le terme tri-bimaximal en-globant simplement le mélange bimaximal entre νµL et ντL à l'éhelle atmosphérique,ainsi que le mélange trimaximal de νeL ave νµL et ντL à l'éhelle solaire. Il est en généralassez di�ile d'obtenir deux angles de mélange larges simultanément, ar la hiérarhiede masses des leptons hargés impose naturellement une hiérarhisation des mélangesde saveur, tout omme dans le seteur des quarks. Cependant, Ma et al. montrèrentqu'une ertaine lasse de symétries disrètes de saveur, dont la plus simple est lasymétrie A4, permet de retrouver exatement, au niveau des arbres, la forme UHPSpréédente [28, 11℄.4.1.3 Symétrie de saveur disrète : A4 dans une oquille de noixLes phénomènes de hangement de saveur sont théoriquement relativement malompris. Certainement pare qu'il n'y a enore aujourd'hui auune justi�ation pourl'existene de trois générations distintes ou, en d'autres termes, la dynamique du Mod-èle Standard en est pratiquement transparente10. La ompréhension des mélanges desaveur est alors des plus élusives ar auun prinipe dynamique fondamental ne permet9ave p

2/3 ≃ 0, 82, 1/
√

3 ≃ 0, 58, 1/
√

6 ≃ 0, 41 et 1/
√

2 ≃ 0, 71.10Les deux familles les plus instables ne ontribuent en e�et que radiativement sur les interationsrégissant le omportement de la plus légère.



167 4.1 Introdution à la physique de la saveur leptoniqued'en prédire la struture. Dans e ontexte, la meilleure approhe onsiste à introduireune ou plusieurs symétries globales a�n de relier la forme des matries de mélange à lastruture d'un groupe. Les premières tentatives de paramétrisation de la physique dela saveur reposèrent sur des symétries ontinues. Puis, il s'est avéré frutueux de on-sidérer les nouvelles possibilités qu'o�rent des symétries disrètes, omme par exempleA4 notamment pour les neutrinos, mais également pour les quarks [24℄, dont l'usages'est popularisé es dernières années. Nous rappelons tout d'abord quelques propriétésélémentaires du groupe A4, avant d'en présenter une utilisation simple permettant dedériver une struture de type UHPS .4.1.3.1 Rudiments sur A4A4 est le groupe des perturbations paires de rang quatre (1234) → (n1n2n3n4).Il possède 4!/2 = 12 éléments, reliés entre eux par deux générateurs élémentaires
S = (4321) et T = (2314) véri�ant :

S2 = T 3 = (ST )3 = 1. (4.25)Ces douze éléments se répartissent en quatre lasses d'équivalene11 Ci dé�nies par lenombre d'appliations de T :
C1 : I = (1234)

C2 : T = (2314), ST = (4132), TS = (3214), STS = (1423)

C3 : T 2 = (3124), ST 2 = (4213), T 2S = (2431), TST = (1342)

C4 : S = ST 3 = (4321), T 2ST = (3412), TST 2 = (2143) (4.26)Géométriquement, les transformations de A4 orrespondent à la permutation des som-mets d'un tétraèdre et A4 onstitue alors un sous-groupe disret du groupe des rotations
SO(3) laissant invariante la sphère omplète ironsrite au tétraèdre. Pour un groupe�ni, la somme des arrés des dimensions dr des représentations irrédutibles r est égaleau nombre d'éléments du groupe ∑r d

2
r = 12. Il n'existe ainsi que quatre représenta-tions irrédutibles, une 3 de dimension trois et trois unidimensionnelles notées 1, 1', 1�et véri�ant 1'∗=1�. La table de multipliation du groupe s'obtient diretement à partirdes aratères du groupe. Un aratère est un nombre χrg assoié à la représentation rde haque élément g du groupe. χrg est notamment dé�ni omme la trae de la matriereprésentant g dans la représentation r et est identique pour toutes représentationséquivalentes. Pour A4, on dérive alors la liste des aratères présentée dans la table(4.1.3.1). Les aratères permettent très simplement de déterminer les déompositionsde produits de représentations. Par onstrution, les aratères d'un produit tensorielde représentations sont les produits des aratères de haque fateur. Également, parpropriété de la trae, les aratères d'une somme direte de représentations sont lessommes des aratères de haque terme. Par onséquent, si ra⊗ rb = r1 ⊕ r2 ⊕ · · · ⊕ rnalors χra⊗rb

= χra
χrb

=
∑n

i=1 χri
. Les produits des représentations irrédutibles sedéomposent alors omme suit :

1′ × 1′′ = 1, 1 × 3 = 3
1′ × 1′ = 1′′, 1′ × 3 = 3
1′′ × 1′′ = 1′, 1′′ × 3 = 3
3x × 3y = 31 + 32 + 1 + 1′ + 1′′

(4.27)11Les éléments h et k appartiennent à la même lasse s'il existe dans le groupe un élément g tel que
ghg−1 = h.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 168lasse χ1 χ1′ χ1′′ χ3

C1 1 1 1 3
C2 1 ω ω2 0
C3 1 ω2 ω 0
C4 1 1 1 -1Tab. 4.1 � Table des aratères du groupe A4 où ω ≡ e2iπ/3 est la raine ubique del'unité satisfaisant 1 + ω + ω2 = 0 et ω∗ = ω2.où pour la dernière ligne, ave 3x ∼ (x1, x2, x3), 3y ∼ (y1, y2, y3) et dans une base où

S est diagonal :
S =




1 0 0
0 −1 0
0 0 −1


 , T =




0 1 0
0 0 1
1 0 0


 , (4.28)soit :

S : (x1, x2, x3) → (x1,−x2,−x3) (4.29)
T : (x1, x2, x3) → (x2, x3, x1) (4.30)on a :

1 ∼ x1y1 + x2y2 + x3y3 (4.31)
1′ ∼ x1y1 + ω2x2y2 + ωx3y3 (4.32)
1′′ ∼ x1y1 + ωx2y2 + ω2x3y3 (4.33)
31 ∼ (x2y3, x3y1, x1y2) (4.34)
32 ∼ (x3y2, x1y3, x2y1). (4.35)En outre, pour 3 ∼ (x1, x2, x3) et 1′ ∼ u, 3 × 1′ = 3 ∼ u(x1, ωx2, ω

2x3). De mêmepour 3 × 1′′ ave ω → ω2. En�n, pour les trois représentations unidimensionnelles lesgénérateurs sont représentés par :
1 : S = 1, T = 1, (4.36)
1′ : S = 1, T = ω, (4.37)
1′′ : S = 1, T = ω2. (4.38)4.1.3.2 UHPS à partir de A4Le groupe A4 possède don trois représentations irrédutibles de dimension un etune de dimension trois. Il semble alors parfaitement adapté pour trois générations.Nous revoyons ii la onstrution typique à 4d inspirée12 de elle dérite par Altarelliet Feruglio [5, 6℄ et pour laquelle les leptons gauhes LT = (νL, lL) sont assignés à une12En partiulier, nous onsidérons seulement un doublet de Higgs.



169 4.1 Introdution à la physique de la saveur leptonique3 de A4, alors que les trois leptons hargés liR singulets de SU(2)L vivent dans une 1,1' et 1� pour i = e, µ, τ respetivement. La symétrie A4 est brisée spontanément partrois singulets de jauge salaires. Deux d'entre eux, φ et φ′, se transforment ommedes triplets sous A4 alors que le troisième, ξ, est un singulet. L'introdution de deuxtriplets di�érents est importante ar elle permet de véhiuler la brisure de A4 dansdes diretions distintes pour les leptons hargés et les neutrinos. La symétrie A4ontraint alors les ouplages de Yukawa du Modèle Standard, produisant les massesdes leptons hargés, ainsi que les masses de Majorana non renormalisablesprovenantd'une quelonque nouvelle physique à une éhelle Λ. Les interations de Yukawa seréduisent aux invariants suivants :
−LY =

ye
Λ

(
L̄φ′
)
HeR +

yµ
Λ

(
L̄φ′
)′′
HµR +

yτ
Λ

(
L̄φ′
)′
HτR (4.39)

xs
2Λ2

ξH̃†H
(
LcL

)
+

xt
2Λ2

H̃†H
(
φ′LcL

)
+ h.c.+ · · · (4.40)où · · · dénotent des opérateurs d'ordre supérieur en Λ−1. Pour les produits de tripletssous A4 on a noté (), ()' et ()� les omposantes se transformant omme 1, 1' et 1�respetivement. On remarquera que plusieurs opérateurs, a priori aussi dominants queles préédents, sont absents. Par exemple, l'invariant de dimension inq H̃†H

(
LcL

)apporterait une ontribution dominante, proportionnelle à l'identité, à la matrie demasse des neutrinos, e qui la rendrait diagonale au premier ordre en Λ. Également,tous les termes obtenus par l'éhange de φ ave φ′ n'ont pas été érits. Leur absene estruiale dans ette onstrution et néessite l'ajout de symétries de saveur supplémen-taires pour s'en assurer. Il y a alors plusieurs hoix de symétries possibles pour ela.L'exemple le plus simple onsiste à introduire une symétrie Z4 sous laquelle les fermionsse transforment omme liR → iliR, L → iL et φ → −φ alors que φ′ et ξ ne portent pasde harge sous ette symétrie. Dans e as, il est faile de montrer que le lagrangien deYukawa le plus général invariant sous A4×Z4 est donné par (4.39) aux ordres les plusbas en Λ−1. En�n, bien que l'introdution d'un singulet puisse paraître inutile, ξ joueun r�le important dans la proédure de minimisation du potentiel salaire V (φ, φ′, ξ)responsable de la brisure spontanée de A4. En partiulier, il failite la réalisation d'unalignement des VEVs des triplets dans des diretions di�érentes. Ainsi, les auteursde [5℄ montrèrent qu'il existe une region de l'espae des paramètres du potentiel Vpour laquelle φ, φ′ et ξ développent les valeurs dans le vide suivantes :
〈φ〉 = (v, 0, 0), 〈φ′〉 = (v′, v′, v′), 〈ξ〉 = u. (4.41)ave v, v′, u . Λ. Étant donné les lois de transformation (4.29,4.30) d'un triplet sousles générateurs de A4, on remarque que la première VEV le brise en son sous-groupeZ2 généré par S alors que la seonde, invariante sous T , en préserve un sous-groupeZ3. Quant à la dernière, elle brise simultanément S et T , réduisant omplètementla symétrie A4. Après la brisure életrofaible, es valeurs dans le vide produisent lesmatries de masse suivantes pour les leptons hargés et les neutrinos :

Ml =
v′vH√

2Λ




ye yµ yτ
ye ωyµ ω2yτ
ye ω2yµ ωyτ



 , Mν =
v2
H

2Λ




s 0 0
0 s t
0 t s



 (4.42)ave s ≡ xsu/Λ et t ≡ xtv/Λ. La matrie des leptons hargés est diagonalisée par
U lR = 1 et U lL = V ∗

4 où V4 = V T4 est la matrie unitaire permettant de passer de la
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V4 ≡ 1√

3




1 1 1
1 ω2 ω
1 ω ω2


 . (4.43)Toute approhe basée sur A4 présente l'intérêt de faire de V4 la matrie qui diagonaliseles leptons hargées, déouplant ainsi les masses de es derniers du proessus de di-agonalisation des neutrinos. Une autre propriété remarquable est qu'il est inutile deredé�nir les leptons droits, e qui permet de ne pas générer les hangements de saveurpar ourant neutre qui apparaissent génériquement dans les onstrutions au-delà duModèle Standard. Cette propriété n'avait pas été remarqué jusqu'à présent et nous enprésenterons, i-après, une illustration dans un modèle 5d. Après diagonalisation, lesmasses des leptons sont :

me = ye

√
3v′vH√

2Λ
, mµ = yµ

√
3v′vH√

2Λ
, mτ = yτ

√
3v′vH√

2Λ
. (4.44)La hiérarhie de masse peut alors être produite en introduisant une autre symétriede saveur ontinue U(1)F sous laquelle seuls les leptons droits sont hargés ave F =

0, 2, 3−4 pour τR, µR et eR respetivement. On brise alors spontanément ette symétrieà l'aide d'un salaire θ � singulet de jauge et de A4×Z4 � de harge −1 dont la VEVsatisfait 〈θ〉/Λ ≡ λ ≪ 1. Ainsi, partant de ouplages de Yukawa d'ordre un dans lelagrangien, on obtient la hiérarhie suivante dans les ouplages e�etifs après brisurede U(1)F :
yτ ≃ O(1), yµ ≃ O(λ2), ye ≃ O(λ3−4). (4.45)Dans la base des leptons hargés diagonaux, la matrie de masse de Majorana desneutrinos devient :

Mν → V ∗
4 MνV

∗
4 =

v2
H

2Λ




s+ 2t/3 −t/3 −t/3
−t/3 2t/3 s− t/3
−t/3 s− t/3 2t/3


 . (4.46)que l'on diagonalise à l'aide de U = UHPS :

UTMνU =
v2
H

2Λ
diag (s+ t, s,−s+ t) . (4.47)Notons que la matrie Mν i-dessus � après diagonalisation des leptons hargés �n'est qu'un as partiulier de la forme la plus générale diagonalisée par UHPS :

Mν =




a b b
b c d
b d c



 (4.48)ave a, b, c, d réels et véri�ant a + b − c − d = 0. Dans le as ontraire, la formepréédente assure seulement θ13 = 0 et θ23 = π/4. A et ordre, les trois masses deneutrinos sont déterminées par seulement deux paramètres que l'on �xe en imposantles di�érenes de masse solaire et atmosphérique. Ainsi, l'éhelle de masse absoluedes neutrinos onstitue une prédition de ette lasse de modèles. La struture dela matrie de mélange repose essentiellement sur l'alignement partiulier des VEVs



171 4.2 Modèles de brisure de symétrie életrofaible dans AdS5de φ et φ′. Dans la version originale 4d, et ajustement non trivial est relativementdi�ile à obtenir. La situation est rendue beauoup plus simple par l'introdutiond'une dimension supplémentaire [5℄. En e as, la brisure de A4 peut être réalisée surles bords et les deux triplets séparés par le bulk. Les VEVs néessaires sont alors générésindépendamment de façon très simple en brisant A4 d'un oté en Z2 pour les massesdes leptons et de l'autre en Z3 pour les neutrinos.Le modèle préédent peut également être étendu pour fournir un méanisme de seesaw.En e�et, en introduisant trois neutrinos droits N i
R se transformant omme un tripletde A4 et de harge i sous Z4, (4.39) est remplaé par :

−LY =
ye
Λ

(
L̄φ′
)
HeR +

yµ
Λ

(
L̄φ′
)′′
HµR +

yτ
Λ

(
L̄φ′
)′
HτR

+
ys
2
ξ
(
N c
RNR

)
+
yt
2

(
φN c

RNR
)

+yν
(
L̄NR

)
H̃ + h.c.+ · · · (4.49)La struture requise pour la matrie de Majorana est maintenant transférée aux sin-gulets NR et la masse de Dira est diagonale à l'ordre le plus bas. Dans la phase brisée,et après le méanisme de seesaw, les masses des neutrinos sont données par la matriesuivante :

Mν = −mD
ν M

−1
N (mD

ν )T (4.50)ave :
mD
ν =

yνvH√
2




1 0 0
0 1 0
0 0 1


 , MN = u




ys 0 0
0 ys ytv/u
0 ytv/u ys


 . (4.51)

MN et son inverse ayant une struture semblable et mD
ν étant diagonal, Mν pos-sède alors la forme requise (4.42) pour obtenir UHPS après diagonalisation des leptonshargés :

Mν =
y2
νv

2
H

2u




1/ys 0 0

0 ys/∆ ytv/(u∆)
0 ytv/(u∆) ys/∆



 (4.52)ave ∆ ≡ y2
s − y2

t (v/u)
2. On retrouve ainsi la matrie (4.42) lorsque l'éhelle de brisurede A4 est elle du seesaw, u ∼ v ∼ Λ.Nous nous tournons maintenant vers une desription d'un modèle inq-dimensionneldont la phénoménologie dans le seteur de jauge est en bon aord ave les tests depréision életrofaible. Nous détaillerons par la suite omment tirer avantage de la di-mension supplémentaire pour rendre l'implantation de la symétrie A4 plus naturelle.4.2 Modèles de brisure de symétrie életrofaible dansAdS5Dans ette setion, nous verrons omment utiliser les dynamiques détaillées dans lehapitre préédent pour onstruire un modèle 5d réaliste de brisure de symétrie éle-trofaible qui, tout en résolvant le problème de hiérarhie, permet de passer ave suèsles tests de préision életrofaible. Nous disutons, tout d'abord, le r�le primordial



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 172joué par la symétrie ustodiale dans la onstrution de modèles de brisure de symétrieéletrofaible en aord ave les mesures de préision au p�le du Z réalisées au LEP.Ensuite, nous présentons en détail le seteur de jauge et fermionique néessaire à lareprodution du Modèle Standard à basse énergie.4.2.1 Symétrie ustodiale et paramètre ρDes multiples observables du Modèle Standard, les masses des bosons de jauge�gurent parmi les plus ontraintes par les tests de préision életrofaible. En partiulier,leur rapport ρ a été mesuré ave une grande préision et véri�e la relation suivante [1℄ :
ρ ≡ m2

W

c2Wm
2
Z

= 1 + O(10−3). (4.53)Dans le Modèle Standard, le méanisme de Higgs assure ρ = 1 exatement au niveau desarbres. Cette propriété n'est pas aidentelle et a été identi�ée omme résultant d'unesymétrie, la symétrie ustodiale. Dans les modèles à dimensions supplémentaires lesmasses de bosons de jauge ne sont plus données diretement, ontrairement au ModèleStandard, par les ouplages de jauge mais par la ompati�ation mW,Z ∼ 1/R′ etobtenir ρ = 1 n'est pas trivial. En premier lieu, nous rappelons e qu'est la symétrieustodiale dans le Modèle Standard avant de présenter, guidés par la orrespondaneAdS/CFT, omment elle peut être implémenter à inq dimensions.4.2.1.1 Invariane ustodiale dans le Modèle StandardLa symétrie ustodiale apparaît dans le seteur de Higgs pour lequel l'invarianede jauge impose que le potentiel soit une fontion de H†H seulement :
VH = λ

(
H†H − v2

H

2

)2

. (4.54)Le Higgs étant un doublet omplexe, il ontient quatre degrés de liberté et H†H esten fait invariant sous une quelonque rotation de ses quatre omposantes. Le potentieldu Higgs possède alors une symétrie globale générée par le groupe SO(4) isomorpheà SU(2)L × SU(2)R. L'origine de ette symétrie supplémentaire SU(2)R repose surla pseudo-réalité de la représentation fondamentale de SU(2). Le doublet H et sononjugué omplexe H̃ ≡ iσ2H
∗ se transforment exatement de la même façon sous

SU(2). On peut alors utiliser indi�éremment H ou H̃ pour paramétrer la brisure desymétrie életrofaible. C'est préisément e que re�ète l'invariane globale sous SU(2)Rqui n'est autre que l'éhange de H ave H̃ . Cette relation est beauoup plus transpar-ente lorsqu'on érit le Higgs omme un bi-doublet sous les deux SU(2). On onstruitalors à partir de H une matrie 2 × 2 :
H ≡ (H̃ H) =

(
H∗

0 H+

−H∗
+ H0

) (4.55)sur laquelle la symétrie SU(2)L × SU(2)R agit omme : H → ULHU †
R. Le potentiel semet alors sous une forme trivialement invariant sous SU(2)L × SU(2)R,

VH =
λ

4

(trH†H− v2
H

)2
, (4.56)



173 4.2 Modèles de brisure de symétrie életrofaible dans AdS5puisque H†H = (H†H)12×2. Pour vH 6= 0, la valeur dans le vide de H s'obtientdiretement de elle de H :
〈H〉 =

(
0
vH√

2

)
→ 〈H〉 =

vH√
2

(
1 0
0 1

) (4.57)et la symétrie SU(2)L×SU(2)R est brisés dans son sous groupe diagonal SU(2)D pourlequel UL = UR. La symétrie SU(2)D restante est la symétrie ustodiale. On montreque sous ette dernière les bosons W a de SU(2)L se transforme omme un triplet etdoivent avoir la même masse. La masse de W 3 s'obtient à partir de la masse du Zaprès rotation vers la base (W 3, B) et on a mW 3 = mZcW . En�n la symétrie usto-diale imposant mW 1,2 = mW 3 = mW , le paramètre ρ est automatiquement égal à 1.En réalité, SU(2)D est seulement une symétrie exate du seteur du Higgs, et non dulagrangien omplet du Modèle Standard. Elle est notamment violée par l'interationd'hyperharge, puisque Y (H) = −Y (H̃) suite à la onjugaison omplexe, et par lesouplages de Yukawa qui ne sont pas invariants sous l'� éhange ustodial � H̃ ↔ Hlorsque les masses des fermions d'un même doublet sont di�érentes, yu 6= yd. Les dévi-ations à ρ = 1 apparaissent alors seulement radiativement dans le Modèle Standard etsont néessairement faibles, puisque logarithmiques.4.2.1.2 Réalisation à 5dOn souhaite obtenir une modélisation du seteur életrofaible du Modèle Standarddont le méanisme de brisure soit globalement invariant sous SU(2)L×SU(2)R, a�n degarantir une valeur aeptable du paramètre ρ dans la phase brisée. Dans un espae-temps anti de Sitter à inq dimensions, la orrespondane AdS/CFT nous indiqueque ette symétrie doit être jaugée dans le bulk. La théorie e�etive doit seulementontenir les modes de masse nulle orrespondant aux hamps de jauge du ModèleStandard. Par onséquent SU(2)L × SU(2)R doit être brisé en SU(2)L × U(1)Y surun des bords au moyen de onditions Dirihlet. Ce ne peut être sur le bord IR ar iltraduit la brisure spontanée de l'invariane onforme au TeV qui véhiule à son tour labrisure de la symétrie életrofaible. La symétrie de jauge SU(2)L × U(1)Y doit alorsêtre restaurer dans la limite où le bord IR est déouplé et envoyé à l'in�ni. Ainsi, legroupe de jauge du Modèle Standard doit émergé à l'éhelle ultraviolette sur le bordde Plank. Il reste ensuite à réaliser la brisure életrofaible. Pour e faire, on éliminetous les modes zéros 4d de SU(2)L × U(1)Y exepté le photon de la symétrie U(1)emen brisant sur le bord IR, via le traditionnel méanisme de Higgs, SU(2)L × SU(2)Ren SU(2)D, préservant ainsi la symétrie ustodiale. En�n, on note que le shéma debrisure préédent implique que U(1)Y soit un sous-groupe de SU(2)R. Dans e as,les seules hyperharges possibles sont ±1/2, e qui ne permet pas de reproduire or-retement les harges életriques observées lorsque des fermions sont introduits dans lathéorie. Il est alors néessaire de jauger également un groupe U(1) dans le bulk a�n d'a-juster orretement l'hyperharge. Toujours en suivant la orrespondane AdS/CFT,un hoix naturel est la symétrie globale U(1)B−L du Modèle Standard qui assure laonservation de la di�érene des nombres baryonique et leptonique. U(1)B−L est unsous-groupe sans anomalie de la symétrie lassique U(1)B × U(1)L qui peut don êtrerendue loale dans le bulk sans perdre l'invariane de jauge au niveau quantique. Ainsi,sur le bord UV, on a U(1)Y ⊂ SU(2)R × U(1)B−L, l'hyperharge est alors �xée parla relation Y = (B − L)/2 + T3R, alors que U(1)B−L reste intate sur le bord IR.La �gure 4.2 illustre les di�érentes symétries de jauge vivant sur les bords et dans
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Fig. 4.2 � Symétries de jauge dans le bulk et sur les bords. Dans l'infrarouge, le Higgsbrise SU(2)L×SU(2)R → SU(2)D alors que dans l'ultra-violet SU(2)R×U(1)B−L →
U(1)Y par des onditions aux bords appropriées. U(1)em est l'unique symétrie exateen quatre dimensions.le bulk. Munie d'une invariane ustodiale, la phénoménologie de e modèle est alorsen bonne position pour satisfaire aux les di�érents tests de préision életrofaible. Ilonstitue alors une base solide pour attaquer les problèmes de saveur dans le seteurdes fermions. Avant ela, nous détaillerons le spetre de Kaluza-Klein du seteur dejauge et disuterons de quelques propriétés importantes de e type de onstrutions.4.2.2 Modèles SU(2)L × SU(2)R × U(1)B−LSuivant les motivations énumérées jusqu'à présent, nous nous plaçons à partir demaintenant et pour le reste de e hapitre dans l'environnement suivant. L'espae-temps est une tranhe d'AdS5, délimitée par un bord UV en z = R ∼M−1

Pl et un bordIR en z = R′ ∼ TeV−1, dans laquelle tous les hamps peuvent se propager, hormisle Higgs. La symétrie de jauge à inq dimensions est SU(2)L × SU(2)R × U(1)B−L.Nous dérirons en détail la brisure de ette symétrie et évoquerons la validité de emodèle vis-à-vis des ontraintes expérimentales dans le seteur de jauge. En�n nousnous penherons sur le ontenu en matière à introduire pour reproduire les propriétésdes fermions observés à 4d.4.2.2.1 Spetre des bosons de jaugeNous revoyons dans un premier temps le jeu de onditions aux bords néessairespour réduire la symétrie de jauge 5d jusqu'à l'U(1)em observé à 4d. Ensuite, nousdisuterons brièvement le spetre de Kaluza-Klein des bosons de jauge ainsi que lesorretions obliques dans e type de modèles.Conditions aux bords Pour ommener, éliminons la brane IR ou, en d'autrestermes, restaurons la symétrie életrofaible à 4d. L'espae AdS5 est alors simplement



175 4.2 Modèles de brisure de symétrie életrofaible dans AdS5borné par un bord UV. A e stade la théorie e�etive 4d doit être SU(2)L × U(1)Ysymétrique. Puisque le modèle ontient une symétrie de jauge plus large à inq dimen-sions, il faut éliminer ertains modes zéros. Nous avons vu que la fontion d'onde d'unmode zéro de spin 1 est plate dans AdS5 et qu'il su�t que le hamp de jauge véri�eune ondition Dirihlet (Aµ = 0) en un point pour que le mode zéro soit identiquementnul. On impose alors les onditions aux bords suivantes sur le bord UV :
z = R :

∂5A
a
L,µ = 0, A±

R,µ = 0,

(g5RA
3
R,µ − g̃5Xµ) = 0, ∂5(g̃5A

3
R,µ + g5RXµ) = 0

(4.58)où A± ≡ (A1 ∓ iA2)/
√

2. On a noté AaL, AaR et X les hamps de jauge de SU(2)L ×
SU(2)R×U(1)B−L ave g5L, g5R et omme ouplage de jauge respetifs. Les onditionspour A5 n'ont pas été expliitées ar elles sont simplement de type opposé, ommel'impose le prinipe de moindre ation sur le bord. On se plae par ailleurs dans la jaugeunitaire où les résonanes de A5 sont déouplées. La leture des onditions préédentesse fait omme suit. Les trois diretions de SU(2)L satisfont une ondition naturelle detype Neumann et ette symétrie de jauge est intate à 4d. Ensuite, les omposanteshargées Aa=1,2

R,µ de SU(2)R ont une ondition Dirihlet et ne présentent pas de modezéro à basse énergie. Quant aux deux dernières onditions, elle re�ète simplement le faitque la ombinaison des omposantes neutres Aa=3
R,µ et Xµ orrespondant à l'hyperharge

Y = T3R + (B − L)/2 a un mode de masse nulle, alors que la diretion orthogonaleest brisée. Les onditions Dirihlet peuvent être obtenues dans la limite de déouplaged'une VEV sur le bord z = R. Par exemple, un salaire φ dans la représentation
(1L,2R)1 du groupe de jauge développant une valeur dans le vide de la forme 〈φT 〉 =
(0, v/

√
2) brise SU(2)R × U(1)B−L en U(1)Y . En présene d'un méanisme de Higgs,les onditions aux bords sont données par (3.78) ave dans e as :

g5F
a
i =

v

2




g5R 0 0 0
0 g5R 0 0
0 0 g5R 0
0 0 −g̃5 0


 , (4.59)d'où l'on déduit les onditions (4.58) dans la limite v → ∞. La symétrie SU(2)L×U(1)Yest ensuite réduite à U(1)em en brisant SU(2)L×SU(2)R en SU(2)D sur le bord IR. Lasymétrie ustodiale SU(2)D est brisée sur le bord UV mais elle demeure néanmoins dansla théorie e�etive de manière approhée sous sa forme globale, assurant un paramètre

ρ prohe de l'unité. Pareillement au Modèle Standard, pour réaliser spontanémentla brisure, on introduit en z = R′ un bi-doublet de Higgs H ∼ (2L,2R)0 dont lesomposantes neutres développent une valeur dans le vide de la forme (4.57). L'ationdu Higgs sur le bord prend la forme :
SH =

∫
d5√gIR

[
gµνIRtr(DµH†DνH) − V (H)

]
δ(z −R′) (4.60)où gIR est la métrique induite sur le bord et V est le potentiel en hapeau mexiain(4.56). Le Higgs se transformant omme une (2,2)0 sous le groupe de jauge � H →

ULHU †
R �, la dérivée ovariante s'érit :

DµH = ∂µH− ig5LA
a
L,µT

a
LH + ig5RHT aR (4.61)



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 176ave T aL = T aR = σa/2. On en déduit alors la matrie F suivante :
g5F

a
i =

vH
2




g5L 0 0 0
0 g5L 0 0
0 0 g5L 0

−g5R 0 0 0
0 −g5R 0 0
0 0 −g5R 0



, (4.62)et les onditions aux bords s'érivent :

z = R′ : ∂5Xµ = 0, ∂5(g5RA
a
L,µ + g5LA

a
R,µ) = 0, (4.63)

∂5(g5LA
a
L,µ − g5RA

a
R,µ) = −VH(g5LA

a
L,µ − g5RA

a
R,µ) (4.64)ave VH ≡ (g2

5L + g2
5R)(R′/R)v2

H/4. En�n, rappelons que l'ation du seteur de jaugedans AdS5, inluant un méanisme de Higgs sur le bord IR, s'érit :
SA = −1

4

∫
d4x

∫ R′

R

dz

(
R

z

)[
(LaMN )2 + (RaMN )2 + (XMN )2

]

+

∫
d4x

[tr |DµH|2 − λ

4

(tr |H|2 − v2
H

)2
]

z=R′

(4.65)où LaMN , RaMN et XMN sont les tenseurs de jauges de AaL,M , AaR,M et XM respetive-ment, ave LaMN = ∂MA
a
L,N − ∂NA

a
L,M + g5Lǫ

abcAbL,MA
c
L,N , et...Modes de Kaluza-Klein et masses On peut maintenant érire la déompositionde Kaluza-Klein résultant des onditions (4.58) et (4.63). Conentrons nous dans unpremier sur les modes zéros. La seule symétrie qui n'est brisée sur auun des deuxbords est U(1)em ⊂ SU(2)L × U(1)Y , il reste don dans le spetre un mode de massenulle orrespondant au photon. Suite aux diverses identi�ations des modes de Kaluza-Klein par les onditions aux bords, les états propres de masse 4d sont repartis dansplusieurs bosons de jauge 5d. Une simple leture des onditions aux bords onduit à ladéomposition suivante :

A±
L,µ(x, z) =

∞∑

k=1

aL,±k (z)W±
k,µ(x), (4.66)

A±
R,µ(x, z) =

∞∑

k=1

aR,±k (z)W±
k,µ(x), (4.67)

Xµ(x, z) = a0γµ(x) +

∞∑

k=1

aXk (z)Zk,µ(x), (4.68)
A3
L,µ(x, z) =

g̃5
g5L

a0γµ(x) +
∞∑

k=1

aL,3k (z)Zk,µ(x), (4.69)
A3
R,µ(x, z) =

g̃5
g5R

a0γµ(x) +

∞∑

k=1

aR,3k (z)Zk,µ(x). (4.70)Les modes hargés életriquement sont interprétés omme le W , aompagné de sesrésonanes. Pour les omposantes neutres, le mode zéro et le mode massif le plus léger



177 4.2 Modèles de brisure de symétrie életrofaible dans AdS5sont identi�és au photon et au Z respetivement. Quant à leurs résonanes de Kaluza-Klein elles sont olletivement représentées omme des exitations du Z. On rappelleque les fontions d'ondes sont de la forme : aVk (z) = z
[
AVk J1(mkz) +BVk Y1(mkz)

]. Enimposant les onditions aux bords, on dérive les équations de quanti�ation dé�nissantles masses de la théorie. La situation dérite jusqu'à maintenant est relativement om-plexe. On se limitera à titre d'illustration à la limite Higgsless où V → ∞, laissant larésolution du as général à une éventuelle étude numérique. En supposant égalementpar mesure de simpliité g5L = g5R ≡ g5, on obtient les équations de quanti�ationsuivantes pour les modes hargés :
(R0 −R′

0)(R1 −R′
1) + (R′

1 −R0)(R
′
0 −R1) = 0 (4.71)et les modes neutres :

2g̃5(R0 −R′
1)(R

′
0 −R1) = g2

5 [(R0 −R′
0)(R1 −R′

1)

+(R′
1 −R0)(R

′
0 −R1)] , (4.72)où l'on a dé�ni Ri ≡ Yi(mR)/Ji(mR) et R′

i ≡ Yi(mR
′)/Ji(mR′). Il existe égalementune troisième tour de Kaluza-Klein orrespondant aux exitations massives du photon :

R0 −R′
0 = 0. Dans la limite mR ≪ 1 et log(R′/R) ≫ 1 on obtient la masse du W endéveloppant la première équation au premier ordre en es deux quantités :

m2
W ≃ 1

R′2 log(R′/R)
. (4.73)La masse du W ne dépend pas des onstantes de ouplage de jauge et est utilisée pour�xer la taille de la tranhe d'AdS5. Si R−1 = MPl = 1019 GeV, alors R′−1 ≃ 500 GeVet log(R′/R) ∼ 37 justi�ant l'approximation. Sous les mêmes hypothèses, on dérive lamasse du Z de la seonde relation13 :

m2
Z ≃ g2

5 + 2g̃2
5

g2
5 + g̃2

5

1

R′2 log(R′/R)
. (4.74)Le rapport des masses des bosons faibles dépend alors uniquement des ouplages dejauge 5d dont le valeur doit être déterminée en faisant orrespondre les interations dejauge 5d ave la théorie 4d. Cette proédure porte le nom de � mathing � et nous enprésenterons plusieurs versions après avoir introduit le spetre fermionique. On peutependant obtenir es relations en première approximation en utilisant le fait que lesfontions d'onde duW et du Z ne sont que légèrement perturbées autour de la brane duTeV par la présene de vH . Elles sont alors approximativement plates et une estimationdes ouplages 4d s'obtient en normalisant les termes inétiques14 :

1

g2
∼ 1

g2
5L

∫ R′

R

dz(R/z) = R
log(R′/R)

g2
5L

, (4.75)
1

g′2
∼

(
1

g2
5R

+
1

g̃2
5

)∫ R′

R

dz(R/z) = R log(R′/R)

(
1

g2
5R

+
1

g̃2
5

)
. (4.76)Également, les premières résonanes de Kaluza-Klein se situent approximativement à :

m2
WKK

≃ 4

R′2 ≃ mZKK
(4.77)13La troisième équation de quanti�ation ne ontient pas de mode léger puisque e dernier auraitété le photon qui est en fait de masse nulle.14On se plae ii dans une base où le W a une norme non anonique.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 178où la dernière relation est une onséquene de la symétrie ustodiale. La suppressionen log(R′/R) des masses des bosons de jauge du Modèle Standard est une onséquenedirete de la ourbure anti de Sitter. Pour le voir, il su�t d'estimer la masse des bosonsde jauge en utilisant la orrespondane AdS/CFT. Cette dernière indique que la massedu W et du Z est issue de la brisure spontanée en z = R′ de l'invariane onforme 4d,soit m2
W = g2/R′2 et mZ = (g2 +g′2)/R′2. En outre, les ouplage de jauge e�etifs sontdonnées en première approximation par (4.75) et (4.76). Une valeur naturelle pour les

g−2
5 étant ∼ MPl ∼ R−1, on retrouve alors la suppression en log(R′/R) des masses(4.73) et (4.74). Ainsi, la ourbure permet de légèrement repousser les résonanes deKaluza-Klein dans l'UV par rapport au as plat où g−2

4 ∼ Lg−2
5L , e qui réduit lesorretions obliques dans e modèle. En outre, ela fournit une solution naturelle aupetit problème de hiérarhie, puisque la masse des exitations de Kaluza-Klein est na-turellement supérieure d'un ordre de grandeur au TeV, qui est l'éhelle saturant lesorretions radiatives à la masse du Higgs.4.2.2.2 Fermions et ouplages de jaugeContenu en matière du Modèle Standard Les fermions du Modèle Standardsont hiraux et de tels états peuvent être représentés par les modes zéros des fermionsde Dira dans le bulk. En outre, les équations du mouvement pour un spin 1/2 nepermettent pas l'existene simultanée des deux fermions de Weyl de masse nulle etil est alors néessaire d'introduire à 5d un fermion de Dira par fermion hiral duModèle Standard. Le groupe de jauge étant SU(2)L×SU(2)R×U(1)B−L, les fermionsdroits, tout omme les gauhes sont assemblés en doublet. En partiulier, e modèleontient un neutrino droit. Pour haque génération, on a don besoin de deux doubletsde leptons ainsi que de deux doublets de quarks que l'on note Ψl
L, Ψl

R, Ψq
L et Ψq

R.A�n d'éviter toute onfusion, on insiste sur le fait que, dans ette notation, L,R désignesous quelle SU(2) le fermion est hargé, et non sa hiralité. Chaque fermion de Diraontient deux fermions de Weyl dont les modes zéros, que l'on séletionne par un hoixapproprié de onditions aux bords, fournissent les états hiraux avant la brisure desymétrie életrofaible. En utilisant la notation dérite dans le hapitre préédent, esderniers sont obtenus grâe aux onditions suivantes :
Ψl
L =

(
χlL [++]
ψ̄lL [−−]

)
: χlL =

(
νL
lL

)
, ψ̄lL =

(
ν̃L
l̃L

)
, (4.78)

Ψl
R =

(
χlR [−−]
ψ̄lR [++]

)
: χlR =

(
ν̃R
l̃R

)
, ψ̄lR =

(
νR
lR

)
, (4.79)

Ψq
L =

(
χqL [++]
ψ̄qL [−−]

)
: χqL =

(
uL
dL

)
, ψ̄qL =

(
ũL
d̃L

)
, (4.80)

Ψq
R =

(
χqR [−−]
ψ̄qR [++]

)
: χqR =

(
ũR
d̃R

)
, ψ̄qR =

(
uR
dR

)
. (4.81)Seules les omposantes satisfaisant une ondition Neumann aux deux bords [++] onti-ennent un mode de masse nulle. Comme l'impose l'équation de Dira, les deux spineursde Weyl d'un fermion de Dira doivent satisfaire des onditions opposées. Ainsi lesfermions partenaires [−−], marqués d'un ∼, possèdent seulement des modes massifs.Les harges de es fermions sous les divers groupes de jauge dans le bulk et sur les bordssont énumérées dans le tableau (4.2). C'est le ontenu en matière minimal néessaire
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(L,R)B−L

UV
LY

IR
DB−L

4d
Q

χlL =

(
νL
lL

)
(2,1)−1 2−1/2 2−1

(
0
−1

)

ψ̄lR =

(
νR
lR

)
(1,2)−1

(
10

1−1/2

)
2−1

(
0
−1

)

χqL =

(
uL
dL

)
(2,1)1/3 21/6 21/3

(
2/3
−1/3

)

ψ̄qR =

(
uR
dR

)
(1,2)1/3

(
12/3

1−1/3

)
21/3

(
2/3
−1/3

)

Y = T3R + 1
2 (B − L) Q = T3L + YTab. 4.2 � Fermions et harges de jauges. Seul les fermions de Weyl développant unmode zéro sont indiqués et les partenaires assoiés ont par onstrution les mêmesharges.pour la desription d'une seule génération. Cependant, e ne sont pas les onditionsaux bords les plus générales respetant la symétrie de jauge. En e�et, SU(2)R étantbrisé en z = R, les omposantes d'un doublet 2R sont singulets de jauge sur e bordet ne sont pas astreintes à satisfaire les mêmes onditions aux bords. On peut alorsimposer séparément es dernières omme :

ψ̄lR =

(
ν̃R [−+]
lR [++]

) (4.82)Dans et exemple partiulier, le neutrino droit satisfait au moins une ondition Dirihletet le mode zéro disparait du spetre, justi�ant l'ajout d'un ∼. Plus généralement, pourmodéliser les e�ets de hangement de saveur, nous serons amenés à ajouter d'autressymétries de saveur dans le bulk pour lesquelles les partiules droites n'ont pas nées-sairement le même nombre quantique. En introduisant alors deux doublet de SU(2)Rau lieu d'un seul, il est possible de séletionner les deux modes zéros de hiralité droitedans un doublet di�érent à 5d, e qui permet de leur assoier des nombres quantiquesde saveur distints.Génération de masses sur le bord IR Par dé�nition, les fermions hiraux sontsans masse15. Nous avons présenté dans la setion préédente un moyen de générerune masse de Dira reliant es modes zéros en introduisant un mélange de Dira surun bord. Ii, es termes de bord ne peuvent s'érire qu'en z = R′ ar 'est le seulpoint de la dimension supplémentaire où la symétrie de jauge est de type veteur. Enoutre, sur le bord IR, la symétrie hirale SU(2)L × SU(2)R est brisée spontanémentpar un méanisme de Higgs et, en e as, une simple masse de Dira en onstituerait15On rappelle que la masse dans le bulk est simplement un paramètre dé�nissant leur loalisation.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 180une brisure expliite. Elle ne peut être ajoutée telle quelle, mais doit également êtregénérée spontanément via une interation de Yukawa reliant le bi-doublet de Higgs à
ΨL et ΨR, représentant olletivement les quarks et les leptons :

SDirac = −
∫
d5x

√
gIR

[ y
Λ′ Ψ̄LHΨR + h.c.

]
δ(z −R′) (4.83)où gIR est le déterminant de la métrique induite en z = R′ et y un ouplage de Yukawasans dimension que l'on hoisira réel pour le moment. Ψ étant de dimension de massedeux, ette interation est non renormalisable et est supprimé par une éhelle de ut-o�

Λ′. Une valeur naturelle est Λ′ ∼ R′−1 qui est l'éhelle fondamentale sur le bord IR16.Après brisure spontanée sur le bord, l'ation SDirac fournit le mélange requis :
SDirac → −

∫
d4xω4

[
y√
2

vH
Λ′ Ψ̄LΨR + h.c.

]

=

∫
d4xω4mDR

′ [ψRχL + ψLχR + h.c.] , (4.84)ave ω = R/R′ et :
mD ≡ y√

2

vH
R′Λ′ , (4.85)et génère ainsi une masse de Dira donnée par l'expression (3.198) :

m ≃ mD

√
−1 − 2cR

√
2cL − 1

(
R

R′

)cL−cR−1 (4.86)pour des fermions légers loalisés en z = R, cL > 1/2 et cR < −1/2. Comme nousl'avons déjà souligné auparavant, la loalisation permet d'expliquer de manière simplela hiérarhie de masse des fermions. En e�et, à partir d'un ouplage de Yukawa sur lebord y ∼ O(1), on génère un ouplage e�etif à 4d
ye� ≡ y

√
−1 − 2cR

√
2cL − 1

(
R

R′

)cL−cR−1 (4.87)qui peut être réduit de plusieurs ordres de grandeur, omme l'illustre la �gure 4.3,grâe à la ourbure d'AdS5. Ainsi, plus les fermions sont loalisés loin du mélange IR,plus la masse est supprimée par rapport à l'éhelle életrofaible.Couplages veteurs/fermions Dans la théorie e�etive 4d, les ouplages entrebosons de jauge et fermions sont obtenus en prenant l'intégrale sur la dimension sup-plémentaire du produit des fontions d'onde apparaissant dans les dérivées ovariantesdes fermions. Le terme inétique dans le bulk s'érit :
i

∫
d5x

(
R

z

)4 (
Ψ̄Lγ

µDL
µΨL + Ψ̄Rγ

µDR
µΨR

) (4.88)où les dérivées SU(2)L × SU(2)R × U(1)B−L ovariantes s'érivent :
DL
µ = ∂µ − i

g5L√
2

(
T+
L A

+
L,µ + T−

L A
−
L,µ

)
− ig5LT3LA

3
L,µ − i

g̃5
2

(B − L)Xµ (4.89)16Néanmoins, pour y ∼ O(1), on peut dériver une valeur maximale du ut-o� en demandant à eque l'interation de Yukawa reste perturbative. Nous détaillerons ette ontrainte dans la dernièrepartie de e hapitre où nous présenterons les méthodes d'analyses dimensionnelles naïves (NDA).
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Fig. 4.3 � Rédution du ouplage de Yukawa en fontion de la déloalisation des modeszéros, pour c ≡ cL = −cR.et DR
µ est donnée par une expression similaire ave L → R. Après insertion des dif-férentes déompositions de Kaluza-Klein et développement des termes inétiques, lesouplages des fermions aux bosons de jauge massifs se mettent sous la forme :

∫
d4x

∑

k≥1

(
Jµk,+W

−
k,µ + Jµk,−W

+
k,µ + Jµk,0Zk,µ

) (4.90)alors que le ouplage au photon s'érit :
e

∫
d4xJµemγµ. (4.91)La harge életrique est dé�nie par la onstante de ouplage assoiée au groupe U(1)généré par Q = T3L + (B − L)/2 pour les fermions gauhes et Q = T3R + (B − L)/2pour les fermions droits. En développant la dérivée ovariante i-dessus, on obtient

e ≡ g̃5a0, où la onstante de normalisation a0 peut être déterminée en normalisantanoniquement le photon à 4d :
a2
0

(
1 +

g̃5
g5L

+
g̃5
g5R

)∫ R′

R

dz(R/z). (4.92)La harge életrique s'érit alors omme une fontion des ouplages de jauge 5d :
1

e2
≡
(

1

g2
5R

+
1

g2
5L

+
1

g̃2
5

)
R log(R′/R). (4.93)Les ourants hargés et neutres sont alors donnés par17 :

Jµk,+ =
∑

n,m

G+
n,m,k l̄L,nσ̄

µνL,m + F+
n,m lR,nσ

µν̄L,m (4.94)
Jµk,− =

∑

n,m

G−
n,m,k ν̄L,nσ̄

µlL,m + F−
n,m,k νL,nσ

µ l̄R,m (4.95)
Jµk,0 =

∑

n,m

ERn,m,k lR,nσ
µ l̄R,m + ELn,m,k l̄L,nσ̄

µlL,m

+Nn,m,k ν̄L,nσ̄
µνL,m (4.96)17La relation R

d4xνσµAµν̄ =
R

d4xν̄σ̄µAµν a été utilisée.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 182alors que le ourant életromagnétique est identique à sa valeur standard, puisque l'éle-tromagnétisme n'est pas brisé par la ompati�ation, la fontion d'onde du photonétant plate :
Jµk,em = e

∑

n

l̄L,nσ̄
µlL,n + lR,nσ

µ l̄R,n. (4.97)Les expressions préédentes prennent en ompte uniquement les leptons sur lesquelsnous porterons notre attention plus partiulièrement. Néanmoins, une généralisationaux quarks est immédiate. Pour les leptons, nous avons utilisé la déomposition deKaluza-Klein suivante :
χlL =

∑
n g

l
L,n(z)lL,n(x), ψ̄lL =

∑

n

f lL,n(z)lR,n(x), (4.98)
χlR =

∑
n g

l
R,n(z)lL,n(x), ψ̄lR =

∑

n

f lR,n(z)lR,n(x), (4.99)
χνL =

∑
n g

ν
L,n(z)νL,n(x), ψ̄νL =

∑

n

fνL(z)ν̄L,n(x), (4.100)
χνR =

∑
n g

ν
R,n(z)νL,n(x), ψ̄νR =

∑

n

fνR,n(z)ν̄L,n(x) (4.101)qui est elle résultant des onditions aux bords en présene de mélange de Dira sur labrane IR, identi�ant les modes L et R, et de Majorana sur la brane UV, impliquant unméanisme de seesaw et rendant ainsi les neutrinos de type Majorana. Les ouplagese�etifs F±, G±, EL,R et N sont alors donnés par les intégrales de reouvrementssuivantes :
G+
n,m,k = − 1√

2

∫
dzω4

[
g5La

L,−
k glL,ng

ν
L,m + g5Ra

R,−
k glR,ng

ν
R,m

] (4.102)
F+
n,m,k = − 1√

2

∫
dzω4

[
g5La

L,−
k f lL,nf

ν
L,m + g5Ra

R,−
k f lR,nf

ν
R,m

] (4.103)
G−
n,m,k = − 1√

2

∫
dzω4

[
g5La

L,+
k gν∗L,ng

l
L,m + g5Ra

R,+
k gν∗R,ng

l
R,m

] (4.104)
F−
n,m,k = − 1√

2

∫
dzω4

[
g5La

L,+
k fν∗L,nf

l
L,m + g5Ra

R,+
k fν∗R,nf

l
R,m

] (4.105)
ERn,m,k =

1

2

∫
dzω4

[(
g5La

L,3
k + g̃5a

X
k

)
f lL,nf

l
L,m

+
(
g5Ra

R,3
k + g̃5a

X
k

)
f lR,nf

l
R,m

] (4.106)
ELn,m,k =

1

2

∫
dzω4

[(
g5La

L,3
k + g̃5a

X
k

)
glL,ng

l
L,m

+
(
g5Ra

R,3
k + g̃5a

X
k

)
glR,ng

l
R,m

] (4.107)
Nn,m,k = −1

2

∫
dzω4

[(
g5La

L,3
k − g̃5ak

) (
gν∗L,ng

ν
L,m − fν∗L,nf

ν
L,m

)

+
(
g5Ra

R,3
k − g̃5a

X
1

)(
gν,∗R,ng

ν
R,m(z) − fν,∗R,nf

ν
R,m

)] (4.108)où l'intégration se fait sur l'intervalle [R,R′] et ave ω(z) = R/z. On note ainsi que,puisque le W± physique n'est pas seulement onstitué de A±
L mais ontient égalementune légère omposante non nulle de A±

R , les partiules droites ouplent aux bosons



183 4.2 Modèles de brisure de symétrie életrofaible dans AdS5veteurs hargés. Néanmoins, le ouplage est extrêmement supprimé suite au faible re-ouvrement des fontions d'onde, puisque A±
R s'annule sur le bord UV où sont loalisésles fermions du Modèle Standard. Remarquons que pour des fontions d'onde platespour les bosons de jauge, toutes es intégrales se réduisent à des onditions de normal-isation pour les fermions de Kaluza-Klein et deviennent simplement proportionnelles à

δnm.Mathing des onstantes de ouplages de jauge Jusqu'à présent les observablesdu modèle sont dérites en termes de paramètres inq-dimensionnels. A�n d'en testerles préditions il faut exprimer es derniers en fontion de grandeurs physiques 4d.Par exemple, dans la limite Higgsless, nous avons vu que la masse du W permet de�xer l'éhelle IR R′ en fontion de R. En revanhe d'autres observables, entre autres lamasse du Z, requièrent a priori qu'on identi�e les onstantes de ouplage 5d en termesde ouplages 4d. Cette proédure de � mathing � onsiste à relier g5L et g̃5 à leurvaleur e�etive 4d dans le Modèle Standard. Cependant, de tels équivalents n'existentpas dans la théorie 4d puisque la symétrie de jauge dans le bulk a été brisée par lesonditions aux bords lors de la ompati�ation. Également, SU(2)R n'étant pas unesymétrie de jauge dans le Modèle Standard le ouplage g5R reste un paramètre librede la théorie que l'on réérit omme r ≡ g5L/g5R. Le mathing est alors plus ou moinsarbitraire et dépend du type de préditions que l'on souhaite omparer aux mesuresexpérimentales. A basse énergie, le modèle préédent est dérit par une théorie e�etive4d qui ontient des orretions aux préditions du Modèle Standard. Par exemple, pourestimer es orretions sous leur forme oblique, on �xe les ouplages aux fermions desbosons faibles W , Z et du photon à leurs valeurs standards. Ainsi, les déviations auModèle Standard sont totalement inluses dans les tenseurs de polarisation des bosonsde jauges. La proédure onsiste à introduire un fermion de référene se transformantomme (2L,1R)q et imitant les ouplages des fermions physiques. Une fois R′ �xé,on besoin alors de trois onditions ne dépendant de la normalisation des bosons dejauge pour déterminer vH , g5L et g̃5. On peut alors hoisir de reproduire les valeurs duModèle Standard pour la masse du W , la harge életrique (4.93) � ar la symétrieexate U(1)em permet de normaliser anoniquement le photon � et le rapport desparties T3L et Y du ouplage du Z au fermion de référene. La dé�nition de la hargeéletrique est ommune à tous les hoix de onditions de mathing ar elle aratérisela seule symétrie de jauge exate à la fois à 5d et à 4d.A ontrario, on peut hoisir de reporter les orretions au Modèles Standard dansles ouplages des bosons de jauge aux fermions et de normaliser anoniquement lestenseurs de polarisation. Cei permet de tester le modèle dans son seteur fermionique,lequel pouvant, notamment, ontenir des orretions non universelles n'apparaissantpas omme obliques. C'est le hoix que nous ferons dans la dernière setion lorsquenous onstruirons un modèle rendant ompte de la phénoménologie des leptons. Noushoisissons de reproduire trois des paramètres parmi les mieux mesurés au LEP quesont mW , mZ et la onstante de struture �ne à l'éhelle du Z α(mZ). Selon [33℄ ona :
mW = 80, 403± 0, 029 GeV, mZ = 91, 1876± 0, 0021 GeV, (4.109)

α−1(mZ) = 127, 904± 0, 019. (4.110)En �xant tout d'abord la harge életrique e ≡ √
4πα, on érit g̃5 omme une fontionde g5. Puis, d'une simple leture des onditions aux bords pour A±, on remarque que la



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 184masseW détermine le produit g5LvH . Ensuite, es deux relations, une fois insérées dansl'équation de quanti�ation pour les bosons neutres, permettent de trouver la VEV duHiggs omme une fontion de mW , mZ et e. En�n, pour omplètement déterminer lesfontions d'ondes, nous imposons des normes anoniques pour les bosons de jauge :
∫
dz(R/z)

[
aL,±1 (z)2 + aR,±1 (z)2

]
= 1 (4.111)

∫
dz(R/z)

[
aL,31 (z)2 + aR,31 (z)2 + aX1 (z)2

]
= 1. (4.112)4.3 Un modèle de leptons dans AdS5Cette setion est onsarée à la présentation d'un modèle reproduisant les pro-priétés essentielles de la physique de la saveur leptonique. Nous détaillons la réalisa-tion de la symétrie disrête A4 dans le modèle de brisure de symétrie dérit i-dessuset en dérivons les multiples avantages dans e ontexte. Nous étudions également lastabilité de ses préditions sous les orretions quantiques et e�etives et montronsomment e modèle passent les tests de préision életrofaible, tout en s'a�ranhissantdes ontraintes provenant des proessus de hangement de saveur.4.3.1 Masses et angles de mélange des leptons à partir d'AdS5Nous présentons ii une utilisation simple de la symétrie de saveur A4 dans le on-texte inq-dimensionnel que nous avons dérit plus haut. Nous rappelons que SU(2)L×

SU(2)R×U(1)B−L est la symétrie loale plongée dans une tranhe d'un espae-tempsanti de Sitter dont l'élément de ligne 5d est :
ds2 =

(
R

z

)2 (
ηµνdx

µdxν − dz2
) (4.113)délimitée par une brane UV en z = R = M−1

Pl et en z = R′ ∼ TeV−1 par une brane IRsur laquelle est loalisé un bi-doublet de Higgs H. A ela nous ajoutons dans le bulk lasymétrie de saveur A4×Z2 où le r�le de la symétrie Z2 sera d'éviter que ertains opéra-teurs ne ontribuent à la brisure de A4 à l'ordre dominant. Remarquons que selon laorrespondane AdS/CFT, ette symétrie globale, néessaire dans la théorie e�etive4d, devrait être jaugée dans l'espae anti de Sitter 5d, tout omme le SU(2)R ustodial.Cependant, un des avantages de A4 est qu'il s'agit d'une symétrie disrète ne requérantauun hamp de jauge pour rendre la théorie loalement invariante. Nous pouvons ainsitraiter la symétrie de saveur omme globale dans le bulk sans nous préouper de laprésene d'éventuels bosons veteurs de saveur. La �gure 4.4 réapitule les di�érentessymétries de jauge et de saveur plongées dans AdS5.4.3.1.1 Lagrangien fermioniqueLa symétrie de jauge dans le bulk inluant un fateur SU(2)R, e modèle ontientnaturellement18 un neutrino droit. Nous souhaitons plonger les leptons 5d dans les18Notons toutefois qu'il existe un hoix de onditions aux bords pouvant éliminer e mode zéro.
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Fig. 4.4 � Tranhe d'anti de Sitter illustrant (en rouge) les symétries de saveur disrètesonsidérées dans le texte.mêmes représentations de A4 que elles utilisées à 4d de manière à reproduire immé-diatement la matrie de mélange UHPS à l'ordre le plus bas. En e sens, il est enpartiulier néessaire d'introduire deux doublets droits pour haque génération a�nqu'életron et neutrino droit puissent être pris dans des représentations de saveur dis-tintes. On introduit alors dans le bulk les trois opies des spineurs de Dira suivants :
ΨL =

(
L [++]
ψ̄L

)
, (4.114)

ΨR,1 ≡ Ψl =




χR,1

ν̃R [−+]
lR [++]



 , ΨR,2 ≡ Ψν =




χR,2

νR [++]

l̃R [−+]



 (4.115)où seules les omposantes de Weyl non tildées possèdent un mode zéro. Les trois dou-blets gauhes ΨL forment alors une 3 sous A4, tout omme les trois Ψν inluant lesneutrinos droits. Les leptons hargés de hiralité droite Ψe,µ,τ se transforme omme1, 1', 1� respetivement. Ces fermions ont également des masses 5d, néanmoins, grâela symétrie de saveur, il n'y a que inq paramètres indépendants cL, ce,µ,τ et cν . Parailleurs, ertains fermions dépourvus de mode de masse nulle ont des onditions auxbords de type [+−] � pour les spineurs de Weyl χ� qui pouvant ontenir un mode deKaluza-Klein extrêmement léger si c > 1/2. Ii, e problème est éarté par le fait queles modes zéros droits qui satisfont de telles onditions doivent être loalisés prohe dubord UV, soit ce,µ,τ , cν . −1/2, pour que le faible reouvrement ave le Higgs génèreles faibles masses observées après brisure. On introduit également sur les bords deuxsalaires φ (UV) et φ′ (IR) triplet de A4 et singulets de jauge pour briser spontanémentsur haque bord la symétrie de saveur selon des diretions di�érentes. Sur la brane UV,la VEV de φ brise A4 en Z2 alors que ette symétrie est réduite à Z3 sur le bord IRpar la VEV de φ′. Dans la base où le générateur S de A4 est diagonal, es diretionssont obtenues au moyen des VEV suivantes :
〈φ′〉 = (v′, v′, v′), 〈φ〉 = (v, 0, 0). (4.116)On remarque également que e sont les VEVs les plus générales qui préservent respe-tivement les sous-groupes Z3 et Z2 de A4, modulo les permutations de la base de la



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 186représentation triplet. Les termes de Yukawa les plus généraux sur le bords s'ériventalors :
−SYUV =

1

2

∫
d4x

[
M

Λ
νRνR +

xν
Λ

(φνRνR) + h.c.+ · · ·
]

z=R

(4.117)
−SYIR =

∫
d4x

(
R

R′

)4 [ ye
Λ′2

(
Ψ̄Lφ

′)HΨe +
yµ
Λ′2

(
Ψ̄Lφ

′)′′ HΨµ

+
yτ
Λ′2

(
Ψ̄Lφ

′)′ HΨτ +
yν
Λ′ (Ψ̄LHΨν) + h.c.+ · · ·

]

z=R′
(4.118)où · · · sont des invariants d'ordre supérieur dont les e�ets seront étudié en détail parla suite. En partiulier, la symétrie Z2 permet d'éliminer sur le bord IR un invariantde dimension six, de la forme (Ψ̄Lφ

′Ψν), pourvu que ΨL, Ψν et φ′ soient impairs et lesautres hamps pairs sous Z2. Après la brisure des symétries de jauge et de saveur, lesouplages i-dessus se réduisent à des mélanges de Dira et des masses de Majoranasur les bords. En généralisant simplement les desriptions faites préédemment, il enrésulte les onditions aux bords suivantes19 :
z = R :

ψ̄l,νL = χlR,1 = l̃R = ν̃R = 0,
χνR,2 = RMM · ν̄R,

(4.119)
z = R′ :

ψ̄L = −R′Ml
D · ψ̄R,1 −R′Mν

D · ψ̄R,2,
χR,1 = R′Ml

D · χL, χR,2 = R′Mν
D · χL. (4.120)où ν̄R ∼ ψ et ave les matries suivantes :

Ml
D =

v′vH
R′Λ′2




ye yµ yτ
ye ωyµ ω2yτ
ye ω2yµ ωyτ



 ,

Mν
D = yν

vH
R′Λ′




1 0 0
0 1 0
0 0 1


 , (4.121)

MM = R−1




ǫs 0 0
0 ǫs ǫt
0 ǫt ǫs


 .où ǫs ≡ M/Λ et ǫt ≡ xνv/Λ. A e stade, Le spetre de masse et, in �ne, la matriede mélange, sont déterminés en érivant la déomposition de Kaluza-Klein, puis enrésolvant les onditions aux bords. Nous pouvons ependant obtenir une solution ap-prohée dans la limite où les modes qui seraient zéros en l'absene de termes de bordssont beauoup plus légers que l'éhelle életrofaible. Nous avons vu qu'il est possibledans e as de traiter les termes de bords omme une perturbation et de dériver lesmasses légères, au premier ordre en perturbation, en insérant diretement les fontionsd'ondes des modes zéros dans es derniers. Ce développement perturbatif dé�nit eque nous avons appelé l'approximation des modes zéros. Pour les leptons, la massela plus élevée est elle du τ , ave mτ ∼ GeV. Ainsi l'approximation ZMA est aussipréise que mτR

′ ∼ 10−3 pour les états légers. C'est l'approhe que nous suivrons àpartir de maintenant. Néanmoins, nous présenterons également la résolution omplètedes onditions aux bords qui s'avèrera utile pour estimer le spetre des résonanes deKaluza-Klein au-delà des fermions du Modèle Standard.19Sur le brane IR elles sont exprimées en termes des doublets de SU(2).



187 4.3 Un modèle de leptons dans AdS54.3.1.2 Zero mode approximationDans l'approximation de mode zéro, seuls L, lR et νR ont un mode de masse nulle.Les masses e�etives pour es modes sont alors simplement données par les termes debords (4.117) et (4.118) :
−Sm =

∫
d4x

[
1

2
νTRMNνR + l̄LMllR + ν̄Lm

D
ν νR + h.c.

]
+ · · · (4.122)où · · · représente les exitations de Kaluza-Klein dont le spetre ne peut être résoludans ette approximation. Le bord UV fournit la matrie de Majorana suivante pourles neutrinos droits :

MN = F 2
−νR

−1




ǫs 0 0
0 ǫs ǫt
0 ǫt ǫs



 , (4.123)alors que les masses de Dira provenant du bord IR sont :
Ml = fL

vHv
′

√
2R′Λ′2



yef−e yµf−µ yτf−τ
yef−e ωyµf−µ ω2yτf−τ
yef−e ω2yµf−µ ωyτf−τ


 , (4.124)

mD
ν = yνfLf−ν

vH√
2R′Λ′




1 0 0
0 1 0
0 0 1


 . (4.125)Nous avons introduit la notation suivante pour les fontions d'ondes des modes zérossur les bords fi = fci

, f−i = f−ci
et F−i = F−ci

ave :
fc =

√
1 − 2c√

1 − (R/R′)1−2c
, Fc =

√
2c− 1√

1 − (R/R′)2c−1
. (4.126)Les fontions f et F inluent également les fateurs de métrique induite sur les bordsIR et UV respetivement. Elles sont reliées aux fontions d'ondes f0(z) et g0(z) dé�niesen (3.148) par :

g0(z) =
1√
R′

( z
R

)2 ( z
R′

)−c
fc =

1√
R

( z
R

)2−c
Fc (4.127)et f0(z) s'obtient à partir de l'expression préédente simplement en remplaçant c par

−c. Après intégration des neutrinos droits, et la réalisation du méanisme de seesaw,l'ation Sm devient :
−Sm →

∫
d4x

[
1

2
νTLMννL + l̄LMllR + h.c.

]
+ · · · (4.128)ave :

Mν ≡ −mD
ν M

−1
N (mD

ν )T

= −y2
ν

v2
HR

2Λ′2R′2
f2
Lf

2
−ν

F 2
−ν




1/ǫs 0 0
0 ǫs/∆ −ǫt/∆
0 −ǫt/∆ ǫs/∆



 (4.129)où ∆ ≡ ǫ2s − ǫ2t . L'éhelle de seesaw peut être naturellement réduite au dessous R−1 =
MPl en déloalisant légèrement le neutrino droit de la brane UV20 ave cν & −1/2.20tout en évitant l'introdution d'un état de Kaluza-Klein léger en imposant cν ≪ 1/2.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 188Selon le ditionnaire AdS/CFT, ela orrespond à aroître l'aspet omposite desneutrinos droits. La proédure de diagonalisation est identique à elle présentée enquatre dimensions, la matrie des leptons hargés est diagonalisée par L→ V4L, alorsqu'auune rotation n'est requise pour les leptons droits. Les masses des leptons hargéssont alors :
V ∗

4 Ml = fL

√
3vHv

′
√

2R′Λ′2



yef−e 0 0

0 yµf−µ 0
0 0 yτf−τ


 . (4.130)La hiérarhie de masse est assurée par le méanisme usuel de loalisation des fontionsd'onde. Le plongement des fermions dans A4 autorise le hoix de trois c di�érentspour les doublets droits ontenant les modes zéros des leptons hargés. De plus, paronstrution, la matrie de mélange est tri-bimaximale et les états propres de massedes neutrinos sont :

UTHPSV
∗
4 MνV

∗
4 UHPS = −m̃




1

ǫs+ǫt
0 0

0 1
ǫs

0

0 0 1
ǫt−ǫs



 ≡ diag (m1,m2,m3) , (4.131)où l'éhelle de masse globale est donnée par la ombinaison de fontions d'onde suiv-ante :
m̃ ≡ y2

ν

v2
HR

2Λ′2R′2
f2
Lf

2
−ν

F 2
−ν

. (4.132)Ainsi omme dans tout modèle basé sur A4, les trois masses de neutrino sont déter-minées par seulement deux masses de Majorana, plaées ii sur le bord UV. A�n de�xer es paramètres en fontion des données sur les osillations, nous alulons lesdi�érenes de masse arrée suivantes :
∆m2

12 ≡ |m2|2 − |m1|2 =

∣∣∣∣
m̃

ǫs

∣∣∣∣
2
r(r + 2)

(1 + r)
2 (4.133)

∆m2
23 ≡ |m3|2 − |m2|2 =

∣∣∣∣
m̃

ǫs

∣∣∣∣
2
r(2 − r)

(1 − r)2
(4.134)

∆m2
13 ≡ |m3|2 − |m1|2 =

∣∣∣∣
m̃

ǫs

∣∣∣∣
2

4r

(1 − r)
2
(1 + r)

2 (4.135)où l'on a posé r ≡ ǫt/ǫs. Les signes de ∆m2
ij et ainsi l'ordre des états propres demasses sont reportés �gure 4.5, selon la valeur de r. Les rapports r et m̃/ǫs sontdéterminés par les fréquenes d'osillation solaire et atmosphérique |∆m2

12| = ∆m2
sol,

|∆m2
23| = ∆m2

atm. En ombinant (4.133) ave (4.134), on trouve r omme solution del'équation :
r3 − 3r − 2

(
x− 1

x+ 1

)
= 0 (4.136)ave, selon les signes de ∆m2

ij illustrés sur la �gure 4.5, x = ∆m2
sol/∆m

2
atm pour

|r| < 2 ou x = −∆m2
sol/∆m

2
atm lorsque |r| > 2. On peut ensuite inverser l'une desdeux relations préédentes pour obtenir ǫs, omme par exemple :

ǫs =
m̃√

∆m2
atm

/

√∣∣∣∣1 − 1

(1 − r)2

∣∣∣∣. (4.137)



189 4.3 Un modèle de leptons dans AdS5En utilisant les valeurs suivantes pour les di�érenes de masse solaire et atmosphérique :
∆m2

sol ≃ 7, 9 × 10−5 eV2, ∆m2
atm ≃ 2, 6 × 10−3 eV2, (4.138)on trouve quatre solutions possibles pour r qui sont :

r ≃ {0, 79; 1, 19;−2, 01;−1, 99}. (4.139)Les deux premières solutions orrespondent à une hiérarhie de masses normale, alorsque les deux dernières mènent à une hiérarhie inversée. Nous présentons, à titre d'ex-emple, les valeurs numériques du spetre de masse obtenues pour un jeu de paramètresdu modèle qui permet de reproduire une phénoménologie orrete pour les leptonslégers. Nous �xons la brane IR à R′−1 = 1, 5 TeV pour garder des bosons de jaugede Kaluza-Klein à portée du LHC, mKK = 3 − 4 TeV. La proédure de mathing desouplages de jauge dans le bulk est réalisée de manière à retrouver les masses physiquesdes bosons faibles21, mW = 80, 403 GeV et mZ = 91, 1876 GeV, ainsi que la onstantede struture �ne à la masse du Z, α−1
em(mZ) = 128. En onséquene, la VEV vH estde 255, 5 GeV. Cette valeur est légèrement plus élevée que dans le Modèle Standardnotamment pare que la fontion d'onde du Z est légèrement refoulée de la brane IRà ause de la VEV du Higgs sur e bord [13℄. Les masses des leptons hargés sontorretement reproduites pour le hoix de paramètres suivants :

cL = 0, 51, ce = −0, 75, cµ = −0, 59, cτ = −0, 51 (4.140)
ye = 1.53, yµ = 1.55, yτ = 3.04 (4.141)pour lesquels on obtient me = 0.511 MeV, mµ = 106 MeV et mτ = 1.77 GeV, ave

Λ′ = R′−1 et v′R′ = 0.1. Comme nous le montrerons plus loin, le modèle dé�nitsur e point de l'espae des paramètres passe tous les tests leptoniques de préisionéletrofaible tout en gardant le ontr�le sur la perturbativité de la théorie jusqu'à
E = 3mKK . En�n, pour Λ = R−1, xν = 1 et cν = −0, 37, les masses des neutrinosainsi que les masses de Majorana sur le bord UV, pour les quatre solutions (4.139),sont données par22 :21Nous onsidérerons ii le as simpli�é où g5R = g5L.22Les phases de Majorana ont été négligées.
Fig. 4.5 � Types de hiérarhie de masse des neutrinos en fontion du rapport r =
ǫt/ǫs des masses de Majorana sur la brane UV. On peut dé�nir des solutions véri�ant
∆m2

12 > 0 pour tout r en éhangeant ν1
L et ν2

L lorsque m2 < m1. Comme nous l'avonsdéjà remarqué, ela implique également le hangement θ12 → π/2− θ12 pour l'angle demélange sous lequel sin2(2θ12) est invariant.
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r m1 (meV) m2 (meV) m3 (meV) MR vR

−2, 01 53 54 18 −0, 015 0, 030

−1, 99 55 54 18 −0, 015 0, 029

0, 79 6, 0 11 52 0, 074 0, 059

1, 19 4, 5 10 52 0, 079 0, 095On remarque que la levée de dégénéresene des neutrinos requiert deux masses deMajorana du même ordre de grandeur sur la brane en z = R, M ∼ v. Puisque lapremière est issue d'un opérateur de dimension quatre et la seonde d'un terme dedimension inq, on s'attendrait à e que v soit au moins un ordre de grandeur inférieurà M pour justi�er un développement e�etif des ouplages de Yukawa. Cependant, eproblème peut être éviter en dérivant la masse M de la VEV d'un hamp salaire ξsingulet de A4 ave 〈ξ〉 = M . Les deux opérateurs ont alors même dimension et M estnaturellement du même ordre de grandeur que v.4.3.1.3 Résolution omplète des onditions aux bordsNous rappelons ii brièvement les spetres de Kaluza-Klein obtenus en résolvantnumériquement les onditions aux bords (4.119).Leptons hargés On dé�nit la base des états propres de saveur en diagonalisant lesmélanges sur le bord IR par les redé�nitions suivantes :
ΨL → V4ΨL, ΨR,2 → V4ΨR,2 (4.142)où V4 est la matrie unitaire de A4 dé�nie en (4.43). En onséquene, les onditionsaux bords deviennent (li = e, µ, τ) :

z = R : ψ̄liL = χliR,1 = l̃iR = 0, (4.143)
z = R′ :

ψ̄liL = −R′mli
Dl
i
R −R′mν

D l̃
i
R,

χliR,1 = R′mli
Dl
i
L, χ

li
R,2 = R′mν

Dl
i
L

(4.144)où : diag({mli
D}
)

= V ∗
4 Ml

D, m
ν
D1 = V ∗

4 Mν
DV4 (4.145)ave mli

D =
√

3yliv
′vHR′−1/Λ′2 et mν

D = yνvHR
′−1/Λ′. Suite aux multiples mélangesentre les fermions sur le bord IR, la déomposition de Kaluza-Klein dans ette bases'érit :

liL(x, z) =

∞∑

n=0

gliL,n(z)l
i
L,n(x), ψ̄

li
L(x, z) =

∞∑

n=1

f liL,n(z)l
i
R,n(x), (4.146)

χliR,1(x, z) =

∞∑

n=1

gliR,1,n(z)l
i
L,n(x), l

i
R(x, z) =

∞∑

n=0

f liR,1,n(z)l
i
R,n(x), (4.147)

χliR,2(x, z) =

∞∑

n=1

gliR,2,n(z)l
i
L,n(x), l̃

i
R(x, z) =

∞∑

n=1

f liR,2,n(z)l
i
R,n(x). (4.148)



191 4.3 Un modèle de leptons dans AdS5Les six tours de spineurs de Weyl initiales sont ainsi réduites, dans la théorie e�etive4d, en deux tours dont les états, pour haque niveau, sont reliés entre eux par unemasse de Diramli
n . Les états propres de hiralité gauhes (droites) liL,n (liR,n) sont alorsprinipalement onstitués de liL (liR) mais ontiennent également une faible proportionde χliR,1 et χliR,2 (ψ̄liL et l̃iR) suite au mélange sur le bord. En outre, la normalisationanonique des états de Kaluza-Klein liL,n et liR,n requiert, pour tout li = e, µ, τ :

∫ R′

R

dz (R/z)
4
∑

X

gliX,n(z)
2 = 1, (4.149)

∫ R′

R

dz (R/z)
4
∑

X

f liX,n(z)
2 = 1 (4.150)où X désigne olletivement L, R, 1 et R, 2. Ce sont deux onditions ne sont pasindépendantes ar il ne subsiste qu'une seule onstante de normalisation lorsqu'il existeun mélange de Dira sur le bord. Dans la pratique, elles permettent alors de véri�erque la déomposition de Kaluza-Klein a été orretement réalisée. En�n, on hoisit detravailler dans la base suivante pour les fontions d'ondes dans AdS5 :

gliX,n = z5/2
[
AliX,nJci

X
+1/2(m

li
nz) +BliX,nJ−ci

X
−1/2(m

li
nz)
]
, (4.151)

f liX,n = z5/2
[
AliX,nJci

X
−1/2(m

li
nz) −BliX,nJ−ci

X
+1/2(m

li
nz)
] (4.152)où ciL = cL, ciR,1 = ce,µ,τ et ciR,2 = cν . Notons ainsi que la symétrie A4 imposeque les fontions d'ondes (g, f)liL ne di�èrent d'une saveur à l'autre que par la masse

mli
n , de même pour (g, f)liR,2. Voii le spetre obtenu pour le jeu de paramètres dé�niauparavant :

n = 0 me = 0, 511 MeV mµ = 106 MeV mτ = 1, 77 GeV
n = 1 me

1 = 3, 225 TeV mµ
1 = 3, 225 TeV mτ

1 = 3, 222 TeV
n = 2 me

2 = 3, 738 TeV mµ
2 = 3, 721 TeV mτ

2 = 3, 617 TeV
n = 3 me

3 = 4, 176 TeV mµ
3 = 3, 836 TeV mτ

3 = 3, 802 TeV
n ≥ 4 ml

n > 4, 5 TeV.Neutrinos Après les redé�nitions (4.142), les onditions aux bords pour les hampsde neutrinos sont toutes diagonales, sauf une sur la brane UV :
z = R :

ψ̄νi

L = ν̃iR = 0,

χνi

R,2 = (V ∗
4 MMV

∗
4 )ij ν̄

j
R,

(4.153)
z = R′ :

ψ̄νi

L = −mli
Dν̃

i
R −mν

Dν
i
R,

χνi

R,1 = mli
Dν

i
L, χ

νi

R,2 = mν
Dν

i
L.

(4.154)Dans la base des états de saveur, la matrie de Majorana sur la brane UV est diago-nalisée par UHPS . En redé�nissant les hamps de neutrinos omme :
Ψν
X = (χνX , ψ̄

ν
X)T → UHPSΨν

X , (4.155)



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 192on obtient des onditions aux bords partout diagonales, dé�nissant ainsi la base desétats propres de masses pour les neutrinos :
z = R :

ψ̄να

L = ν̃αR = 0,
χνα

R,2 = Mα
M ν̄

α
R,

(4.156)
z = R′ :

ψ̄να

L = −mlα
D ν̃

α
R −mν

Dν
α
R,

χνα

R,1 = mlα
D ν

i
L, χ

να

R,2 = mν
Dν

α
L

(4.157)ave α = {1, 2, 3}, ml1
D = me

D, et... et :diag ({Mα
M}) = UTHPS (V ∗

4 MMV
∗
4 )UHPS (4.158)où Mα

M ≡ {ǫs + ǫt, ǫs,−ǫs + ǫt}. De même que pour les leptons hargés, les mélangesde Dira en z = R′ fusionnent les six tours de Weyl en seulement deux tours dehiralité di�érente. En revanhe, pour les neutrinos, le mélange de Majorana en z = Rimpose que elles-i soient reliées par la onjugaison omplexe, et les masses peuventéventuellement ontenir des phases omplexes non nulles. Ainsi, la déomposition deKaluza-Klein prend la forme23 :
νiL(x, z) = Uiα

∞∑

n=0

gνα

L,n(z)ν
α
L,n(x), ψ̄

νi

L (x, z) = Uiα

∞∑

n=1

f να

L,n(z)ν̄
α
L,n(x), (4.159)

χνi

R,1(x, z) = Uiα

∞∑

n=1

gνα

R,1,n(z)ν
α
L,n(x), ν̃

i
R(x, z) = Uiα

∞∑

n=1

f να

R,1,n(z)ν̄
α
L,n(x), (4.160)

χνi

R,2(x, z) = Uiα

∞∑

n=1

gνα

R,2,n(z)ν
α
L,n(x), ν

i
R(x, z) = Uiα

∞∑

n=0

f να

R,2,n(z)ν̄
α
L,n(x). (4.161)Les fontions d'ondes sont données par :

gνα

X,n(z) = z5/2
[
Aνα

X,nJcα
X

+1/2(|mνα
n |z) +Bνα

X,nJ−cα
X
−1/2(|mνα

n |z)
]
, (4.162)

f να

X,n(z) = z5/2
[
Āνα

X,nJcα
X
−1/2(|mνα

n |z) − B̄να

X,nJ−cα
X

+1/2(|mνα
n |z)

] (4.163)où (Ā, B̄) = (A,B)e−iθ
α
n et ave mνα

n = |mνα
n |eiθα

n . Seule une ondition aux bordsn'est pas diagonale dans les bases des leptons hargés (li = e, µ, τ) et des neutrinos(α = 1, 2, 3). Toute la dépendane en la struture de saveur est portée par les onstantesd'intégration (A,B)να

X,n et l'ordre des fontions de Bessel est identique dans les deuxbases, soit cαL = cL, cαR,1 = ce,µ,τ et cαR,2 = cν . En outre, puisqu'il n'existe qu'unseul fermion de Weyl indépendant pour haque niveau, la ondition de normalisations'érit :
∫ R′

R

dz (R/z)
4
∑

X

[
|gνα

X,n(z)|2 + |fνα

X,n(z)|2
]

= 1. (4.164)Pour la solution r = 0, 79 et ave le jeu de paramètres préédents, on évalue numérique-ment les masses des premiers neutrinos de Kaluza-Klein à :23La somme sur α est impliite.
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n = 0 m1 = 6, 0 meV m2 = 11 meV m3 = 52 meV
n = 1 m1,1 = 3, 225 TeV m2,1 = 3, 225 TeV m3,1 = 3, 223 TeV
n = 2 m1,2 = 3, 738 TeV m2,2 = 3, 721 TeV m3,2 = 3, 585 TeV
n = 3 m1,3 = 4, 176 TeV m2,3 = 3, 835 TeV m3,3 = 3, 790 TeV
n ≥ 4 mα,n > 4, 5 TeV.Couplages auW et matrie de mélange On peut maitenant failement généraliserau as de plusieurs familles ave mélanges de saveur les expressions (4.102) et (4.103)des ouplages aux W . Étant donné les di�érentes déompositions de Kaluza-Klein i-dessus, on a alors :

Jµk,+ =
∑

n,m

G+,iα
n,m,k l̄

i
L,nσ̄

µναL,m + F+,iα
n,m liR,nσ

µν̄αL,m (4.165)ave :
G+,iα
n,m,k = −Uiα√

2

∫
dzω4

[
g5La

L,−
k gliL,ng

να

L,m + g5Ra
R,−
k gliR,ng

να

R,m

]
, (4.166)

F+,iα
n,m,k = −Uiα√

2

∫
dzω4

[
g5La

L,−
k f liL,nf

να

L,m + g5Ra
R,−
k f liR,nf

να

R,m

] (4.167)où U est la matrie HPS. Par onséquent, à ause des termes sur les bords mixantles états des di�érentes tours de Kaluza-Klein, la matrie de mélange est devenue detaille in�nie onnetant, non seulement les trois saveurs, mais également les di�érentsétages des tours de Kaluza-Klein. Les ouplages au W− du Modèle Standard inluantles hangements de saveurs sont ontenu dans la matrie24 G+,iα
n,m,1. Le premier blo

3 × 3 pour n = m = 1 orrespondant aux fermions du Modèle Standard est donnéepar UHPS à une légère déformation de fontions d'onde près due aux termes de bords.Comme es dernières di�èrent de elles des modes zéros en l'absene de termes debord d'au plus un fateur mτR
′ ∼ 10−3, les déviations à la forme HPS dérivée dansl'approximation ZMA sont inférieures à O(10−6). Une remarque importante pour lesrésonanes de Kaluza-Klein est que UHPS est la matrie qui diagonalise diretementles onditions au bord UV pour les neutrinos. Ainsi le motif des mélanges de saveurspour haque niveau n = m ≥ 2 est également de type HPS approximativement, avenéanmoins un ouplage global réduit par rapport aux fermions légers.4.3.2 Stabilité du modèleLes invariants de plus bas ordres (4.117) et (4.118) reproduisent parfaitement la ma-trie de mélange tri-bimaximale de Harrison-Perkins-Sott, ainsi que les hiérarhies demasses des leptons. Néanmoins, pour qu'une telle onstrution ait un sens, il est nées-saire de s'assurer que la struture partiulière qu'elle prédit à l'ordre dominant ne soitpas déstabilisée par les orretions d'ordre supérieur sur les bords et/ou par d'inévita-bles orretions radiatives. En outre, une motivation supplémentaire pour évaluer esorretions est que le motif dé�ni par UHPS n'est qu'une approximation des résultats24La matrie F+,iα

n,m,1 ontr�le les ouplages des fermions droits au W−, qui sont supprimés parl'orthogonalité approhée des fontions d'onde, du moins pour les leptons légers.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 194de mesures d'osillation. En partiulier les déviations à la forme tri-bimaximale peu-vent générer un angle θ13 non nul, e que de futures expérienes pourraient mettreen évidene. Nous nous penhons, dans un premier temps, sur les orretions issuesd'opérateurs e�etifs d'ordre sous-dominant sur les bords. Et puis, nous disuteronsde la validité du développement perturbatif dans e modèle, assurant ainsi la stabilitésous les orretions à boule de la struture UHPS dérivée à l'arbre.4.3.2.1 Ajout d'opérateurs d'ordre supérieurNous montrons tout d'abord que les prinipaux e�ets des invariants sous A4 dedimension supérieure ou égale à six sur la brane de Plank sont la génération d'unangle θ13 di�érent de zéro et d'une déviation de θ12 de sa valeur maximale. Puis, nousétablirons que seul θ12 est modi�é par l'ajout d'opérateurs e�etifs sur la brane du TeV.Bord UV Commençons par érire la forme la plus générale des invariants A4 dedimension supérieure que l'on peut onstruire en z = R :
−δLUV =

∑

n>2

λn
φn

Λn
νRνR + h.c. (4.168)ave n insertions possibles de φ. Puisque un produit de deux triplets ontient un in-variant sous A4, il existe alors au moins un invariant pour haque terme de δLUV .On peut par ailleurs grandement simpli�er la orretion i-dessus en remarquant quela VEV de φ préserve un sous-groupe Z2 de A4, 〈φ〉 = (v, 0, 0). Ainsi, il est faile demontrer que φ3 se transforme dans le vide omme φ. En e�et, selon la déomposition(4.27) d'un produit 3 × 3, φ2 se transforme omme :

φ2 = (v, 0, 0) × (v, 0, 0) ∼ 1, 1′, 1′′ = v2 (4.169)et φ3 est alors proportionnel à un triplet :
φ× φ2 →





3 × 1 = 3 ∼ v2(v, 0, 0)
3 × 1′ = 3 ∼ v2(v, 0, 0)
3 × 1′′ = 3 ∼ v2(v, 0, 0)

(4.170)qui n'est autre que φ. Il est alors possible de réabsorber la quasi-totalité des e�etsd'ordre supérieur par une redé�nition des paramètres érits à l'ordre dominant, exeptépour l'opérateur suivant :
−δLUV = λ2

φ2

Λ2
νRνR + h.c. (4.171)duquel on extrait trois invariants di�érents. D'après la table de multipliation (4.27)de A4 on a :

φνRνR ⊃
(
ν1
Rν

1
R + αν2

Rν
2
R + α∗ν3

Rν
3
R

)
(v, 0, 0) ∼ 3 (4.172)ave α = {1, ω, ω2}, soit :

φ2νRνR ⊃ v2
(
ν1
Rν

1
R + αν2

Rν
2
R + α∗ν3

Rν
3
R

)
∼ 1. (4.173)



195 4.3 Un modèle de leptons dans AdS5Après brisure de la symétrie de saveur, ette orretion introduit, pour une ombinaisonlinéaire arbitraire des trois invariants préédents, des éléments diagonaux omplexespour la matrie de Majorana et la forme (4.123) est remplaée par :
MN = F 2

−νR
−1



ǫs + δ1 0 0

0 ǫs + δ2 ǫt
0 ǫt ǫs + δ∗2


 (4.174)où δi ∼ O(v2/Λ2) et δ1 est réel. Si δ2 était également réel, les mélanges seraient tou-jours donnés par UHPS , puisque la matrie de masse des neutrinos, dans la base desleptons hargés diagonaux, serait toujours de la forme générique (4.48)25. C'est donla partie imaginaire de δ2 qui est responsable notamment d'un angle θ13 non nul, dontle sinus vaut typiquement sin(θ13) ∼ O(v2/Λ2). Nous répétons maintenant la mêmeanalyse pour la brane du TeV.Bord IR En z = R′, la forme la plus générale de la orretion aux ouplages deYukawa (4.118) s'érit :

−δLIR =
∑

i=e,µ,τ

∑

n>2

λ′i,nΨ̄L
φ′n

Λ′n+1
HΨi +

∑

n>1

κnΨ̄L
φ′n

Λ′n+1
HΨν + h.c. (4.175)Ii également, le fait que la VEV de φ′ préserve un sous-groupe Z3, permet d'isolerles e�ets non triviaux des opérateurs i-dessus. On peut montrer en e�et que, puisque

〈φ′〉 = (v′, v′, v′), φ′2 se transforme sous A4 omme 1+φ′ dans le vide. Enore une fois,une simple leture de la table (4.27) permet d'érire :
φ′ × φ′ = (v′, v′, v′) × (v′, v′, v′) ∼

{
1 = 3v′2

3 = v′(v′, v′, v′)
(4.176)où les termes se transformant omme 1′ et 1′′ sont identiquement nuls puisque 1 +ω+

ω2 = 0. Le produit φ′2 se transforme alors omme la ombinaison d'un singulet et d'untriplet qui ne peut être que φ′ lui-même, omme l'impose la symétrie non brisée Z3.Ainsi, les e�ets non triviaux de δLIR, ne pouvant être absorbés par une redé�nition desparamètres à l'ordre dominant, prennent leur origine dans les opérateurs ne possédantqu'une seule insertion de φ′. δLIR se réduit don à :
−δLIR =

κ1

Λ′2 Ψ̄Lφ
′HΨν + h.c. (4.177)Cet opérateur n'est seulement supprimé que d'une puissane de v′/Λ′ par rapport àl'ordre dominant et peut alors sensiblement déstabilisé le motif tri-bimaximal. En e�et,pour l'exemple numérique préédent, on s'attend naturellement à une orretion auxéléments de matrie U de l'ordre de v′/Λ′ = 0, 1, soit autour de 10%. Néanmoinse terme est préisément elui que nous avons interdit en imposant une symétrie Z2supplémentaire, sous laquelle seuls ΨL, Ψν et φ′ sont impairs. De plus, puisque φ′2 ∼

1 + φ′, le prohain opérateur pair sous Z2 générera la même orretion mais ave unefateur de suppression supplémentaire. Par onséquent, (4.177) doit être remplaé par :
−δLIR =

κ2

Λ′3 Ψ̄Lφ
′2HΨν , (4.178)25dont les entrées véri�eraient la relation a+ b− c− d = 0.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 196e qui onduit à une orretion aux mélanges, pour v′/Λ′ = 0, 1, de l'ordre du pourent.Nous pouvons montrer que et opérateur induit des éléments de matrie non diagonauxpour la masse de Dira des neutrinos par l'intermédiaire de trois invariants linéairementindépendants. En e�et, on a :
φ′νLνR ⊃






(
ν1
Lν

1
R + αν2

Lν
2
R + α∗ν3

Lν
3
R

)
(v′, v′α∗, v′α) ∼ 3

v′
(
ν3
Lν

1
R, ν

1
Lν

2
R, ν

2
Lν

3
R

)
∼ 3

v′
(
ν1
Lν

2
R, ν

2
Lν

3
R, ν

3
Lν

1
R

)
∼ 3

νL ↔ νR

(4.179)où α = {1, ω, ω2}, soit :
φ′2νLνR ⊃





3v′2
(
ν1
Lν

1
R + ν2

Lν
2
R + ν3

Lν
3
R

)
∼ 1

v′2
(
ν3
Lν

1
R + ν1

Lν
2
R + ν2

Lν
3
R

)
∼ 1

v′2
(
ν1
Lν

2
R + ν2

Lν
3
R + ν3

Lν
1
R

)
∼ 1

νL ↔ νR

(4.180)Ainsi, pour une ombinaison linéaire arbitraire de es invariants, la matrie diagonale(4.125) devient :
mD
ν = yνfLf−ν

vH√
2R′Λ′




1 + ǫ1 ǫ2 ǫ3
ǫ3 1 + ǫ1 ǫ2
ǫ2 ǫ3 1 + ǫ1


 , (4.181)ave ǫi ∼ O(v′2/Λ′2) réels. Nous allons véri�er qu'ave ette orretion uniquement θ12est modi�é par rapport à sa valeur HPS. Pour la matrie mD

ν i-dessus et MN donnéeà l'ordre dominant par (4.123), on obtient après le seesaw une matrie de Majoranapour les neutrinos gauhes de la forme suivante26 :
Mν =




a b b∗

b c d
b∗ d c∗



 . (4.182)On remarque que, même pour ouplages réels sur le bord, ette matrie a néanmoins desentrées omplexes dues à des fateurs ω qui ne se ompensent plus exatement lorsqueles doublets gauhes sont redé�nis au moyen de V4. Notons également que, pour bet c réels, la matrie i-dessus à la forme générique (4.48) diagonalisée par θ13 = 0et θ23 = π/4. En général, Mν est matrie omplexe symétrique 3 × 3 qui ontient12 paramètres indépendants, dont 3 valeurs propres réelles, 3 angles de mélange et 6phases. En outre, nous avons toujours la liberté de redé�nir les hamps de neutrinosde manière à en absorber 3 d'entre elles. En onséquene, ave la redé�nition de phase
νiL → eiφiνiL, la matrie de masse prend la forme :

Mν =




a e2iφ1 |b|ei(φb+φ1+φ2) |b|ei(φ1+φ2−φb)

|b|ei(φb+φ1+φ2) |c|ei(2φ2+φc) dei(φ2+φ3)

|b|ei(φ1+φ2−φb) dei(φ2+φ3) |c|ei(2φ3−φc)



 . (4.183)Il n'est alors pas di�ile de voir que ette dernière peut être rendue réelle en hoisissant
φ1 = 0, φ2 = −φ3 et φ3 = φb, pourvu que la relation 2φb = φc soit vraie. En�n, bienque les expressions des paramètres a, b, c, d en terme des ouplages de Yukawa soient26dans la base des leptons hargés diagonaux



197 4.3 Un modèle de leptons dans AdS5assez lourde, véri�er que ette dernière est satisfaite dans e modèle est immédiat. Ceiomplète la preuve que seul θ12 est a�eté par la présene d'opérateur de dimensionsupérieure sur le bord IR et dévie de sa valeur HPS de O(v′2/Λ′2).Nous illustrerons par un exemple numérique les diverses orretions aux angles demélange lorsque nous évoquerons les ontraintes de que les tests de préision életro-faible apportent à e modèle. Avant d'estimer les orretions radiatives, on peut insisterà e stade sur deux points importants. Tout d'abord, l'unique soure générant θ13 6= 0provient d'un seul terme sur le bord UV supprimé par rapport à l'ordre dominantpar un fateur O(v2/Λ2). Par onséquent, la faible valeur de θ13 est une préditionnaturelle de e modèle. Deuxièmement, grâe à la symétrie de saveur Z3 préservéesur la brane IR, auune orretion d'ordre supérieur ne vient modi�er la matrie demasse des leptons hargés, qui est alors toujours diagonalisée sans redé�nir les doubletsdroits Ψe,µ,τ . La onséquene immédiate en est l'absene de hangement de saveur parourant neutre au niveau des arbres, même en présene d'opérateurs e�etifs sur lesbords.4.3.2.2 Analyse dimensionnelle naïve et perturbativitéNous dérivons ii les ontraintes que doivent satisfaire les di�érents ouplages surles bords de manière à préserver la perturbativité du modèle, assurant, par là-même,la stabilité de ses préditions sous de faibles orretions radiatives. Nous utilisons pourela l'analyse dimensionnelle naïve (NDA) [30℄ a�n d'estimer la taille maximale desopérateurs sur les branes. La méthode est relativement simple et permet d'évaluerpour quelle valeur de son ouplage lassique une interation devient fortement ouplée.Cela se produit typiquement lorsque la orretion à boule d'une amplitude donnéedevient du même ordre de grandeur que sa ontribution à l'arbre. Par exemple, dans lathéorie salaire λφ4, la orretion à une boule au ouplage quartique λ est estimée viaNDA à ∼ λ2/16π2, où seuls l'intensité du ouplage au vertex et le fateur de boulesont pris en ompte. L'interation reste alors dans un régime de ouplage faible tant quela orretion radiative est inférieure à la valeur lassique, 'est-à-dire pour λ ≪ 16π2.Cette approhe est relativement naïve dans le sens où elle néglige à la fois les multi-pliités des diagrammes et les logarithmes d'ordre un inluant l'évolution ave l'énergiedes ouplages. Ainsi, l'analyse NDA peut, in �ne, induire une erreur aussi importantequ'un ordre de grandeur et doit être employée ave préaution, en gardant à l'espritqu'il s'agit juste d'une estimation.Bord IR Comme nous l'avons montré préédemment, les ouplages les plus générauxsur le brane IR sont données par :
−LIR =

yν
Λ′ Ψ̄LHΨν +

ye,µ,τ
Λ′2 Ψ̄LHφ

′Ψe,µ,τ +
κ2

2Λ′3 Ψ̄LHφ
′2Ψν + h.c. (4.184)Nous souhaitons que la théorie reste perturbative jusqu'à l'éhelle EN = NmKK où

mKK est la masse de la première résonane de Kaluza-Klein pour les bosons de jauges.Cei orrespond approximativement à garder les N premiers états de Kaluza-Kleindans un régime de ouplage faible, a�n de onserver un sens perturbatif à la dimensionsupplémentaire, et nous hoisissons N = 3. Nous pouvons alors onsidérer que, tantque les orretions radiatives restent inférieures aux ouplages IR à l'arbre jusqu'à
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H(a) (b) ()Fig. 4.6 � Diagrammes à boules orrigeant les vertex loalisés sur la brane du TeVutilisés pour les estimations NDA.une énergie EN , la struture de masses et de mélanges qu'ils dé�nissent au niveaulassique est stable. Par exemple, pour le premier des trois opérateurs de LIR fournitune orretion à une boule à son propre vertex, omme illustré sur la �gure 4.6a, equi implique :
y3
ν

16π2

E3
N

Λ′3 ≤ yν
EN
Λ′ , (4.185)où des fateurs EN ont été ajoutés de manière à prendre en ompte le running linéairedu ouplage dimensionné. En rappelant que la masse de Kaluza-Klein est d'environ

mKKR
′ ≃ 2, on déduit de la ondition préédente la ontrainte de perturbativité :

yν ≤ 2 (4.186)pour Λ′ = R′−1. De même, pour le seond opérateur, la première orretion radiative àsa valeur lassique arrive à deux boules par l'intermédiaire du diagramme de la �gure4.6b. On obtient alors :
y3
e

(16π2)2
E6
N

Λ′6 ≤ ye
E2
N

Λ′2 → ye ≤ 4 (4.187)où, enore une fois, Λ′ = R′−1. En�n, le dernier opérateur ontribue à une bouleune orretion au premier opérateur, omme indiqué �gure 4.6, e qui implique laontrainte :
κ2

16π2

E3
N

Λ′3 ≤ yν
EN
Λ′ → κ2 ≤ 4yν ≤ 8. (4.188)Ce dernier résultat permet notamment de ra�ner l'estimation faite préédemment surla orretion au sinus de l'angle θ12 qui est supprimée par rapport à la prédition HPSd'au moins un fateur de 4(v′R′)2.Bord UV Nous pouvons à présent répéter les mêmes arguments pour les opérateursloalisés la brane de Plank qui sont donnés par :

−LUV =
M

2Λ
ψνψν + xν

φ

2Λ
ψνψν + λ2

φ2

4Λ2
ψνψν + h.. (4.189)Et, a�n de garder sous ontr�le leurs orretions quantiques, nous demanderons que la
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φφ() (d)Fig. 4.7 � Diagrammes à boule illustrant les estimations NDA des orretions quan-tiques sur la brane de Plank.théorie reste perturbative jusqu'à l'éhelle de masse naturelle sur e bord, E = R−1 =
MPl. Conentrons-nous sur le dernier opérateur de la liste i-dessus. Il ontribue à uneboule à son propre vertex, via par exemple le diagramme représenté en �gure 4.7d, etil vient :

λ2 ≤ 4π, (4.190)où l'on a hoisi Λ = R−1. Ensuite, le seond opérateur induit, à une boule, uneorretion à la masse M , au troisième opérateur, ainsi qu'à son propre vertex, soit,d'après les diagrammes (4.7a,4.7b,4.7) :
xν ≤ 4π

√
ǫs, xν ≤ λ

1/4
2

√
4π ≤ (4π)3/4 ∼ 7, xν ≤ 4π. (4.191)Nous avons par ailleurs montré dans la setion préédente que les hiérarhies observéespour les masses des neutrinos néessitent ǫs ∼ ǫt ave ǫt = xν(vR). Par onséquent, eten supposant un fateur vR ∼ 0, 1, a�n d'éviter une suppression trop importante de

sin θ13, la première des trois relations i-dessus peut se réérire omme :
xν ≤ 16π2(vR) ∼ 15. (4.192)Ainsi on déduit la ontrainte de perturbativité suivante :

xν ≤ 7. (4.193)Nous allons à présent montrer que notre modèle passe tous les tests de préision éle-trofaible pour une large région de l'espae des paramètres, tout en respetant les on-traintes de perturbativité dérites dans ette setion, e qui assure la stabilité de sespréditions sous les orretions radiatives.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 2004.3.3 Test de préisions életrofaible et exploration de l'espaedes paramètresNous présentons tout d'abord les ontraintes imposées au seteur leptonique dumodèle par les mesures de préision au p�le du Z. Puis, dans la région de l'espae desparamètres a�ranhies de es dernières, nous alulons les déviations maximales à lastruture HPS résultant des opérateurs de dimension supérieure sur les bords.4.3.3.1 Couplages des leptons hargés au ZLes tests de préision életrofaible onstituent les plus fortes ontraintes imposéesaux modèles de nouvelle physiques à l'éhelle du TeV. La onlusion générique pour lesmodèles de type Randall-Sundrum inorporant une symétrie ustodiale est que les on-traintes de préision életrofaible y sont satisfaites pour une masse des bosons de jaugede Kaluza-Klein véri�ant mKK ≥ 3 TeV [3℄. Cette ontrainte provient essentiellementdu paramètre S de la théorie e�etive. Le alul des orretions au Modèle Standardest en général réalisé dans la base oblique où les ouplages aux fermions sont normalisésà leurs valeurs standards. Ii nous allons utiliser une base di�érente où les bosons dejauge sont anoniquement normalisées et les orretions inluses dans les ouplages auxfermions. Cela permet ainsi d'appliquer les ontraintes des mesures de préision dansle seteur leptonique qui est le entre de notre attention dans e travail. En outre, etteméthode présente l'avantage de onsidérablement simpli�er la proédure de mathingdes ouplages de jauge. Dans e shéma, où g5L que nous identi�ons à g5R, g̃5 et vHsont �xés par mZ , mW et la harge életrique e, toutes les orretions sont ontenuesdans les verties reliant fermions et bosons de jauge que l'on alule en évaluant les in-tégrales de reouvrement des fontions d'onde. Nous nous onentrons essentiellementsur les ouplages des leptons hargés au Z dans l'approximation ZMA. Depuis LEP, esderniers sont de loin les mieux mesurés expérimentalement. Les ouplages des neutrinosau Z sont beauoup moins bien onnus ar les neutrinos interagissent trop faiblementet éhappent à toute détetion direte. Leurs ouplages sont alors mesurés en estimantl'énergie manquante que l'on reonstruit en imposant la onservation de l'énergie lorsdes ollisions. Dans la littérature, le ouplage des fermions au Z est paramétré omme :
g

2cW
Ψ̄γµ(gV − gAγ

5)ΨZµ

= − g

2cW
χ̄σ̄µ(gV + gA)χZµ − g

2cW
ψσµ(gV − gA)ψ̄Zµ (4.194)

≡ −gLZχ̄σ̄µχZµ − gRZψσ
µψ̄Zµ (4.195)où gL,RZ sont dé�nis en terme de gV,A par les ombinaisons linéaires suivantes :

gLZ =
emZ

2mW

√
1 − m2

W

m2
Z

(gV + gA), (4.196)
gRZ =

emZ

2mW

√
1 − m2

W

m2
Z

(gV − gA). (4.197)Les ouplages veteur et axial pour les leptons hargés ont été mesurés à [33℄ :
gV = −0, 03783± 0, 00041 (4.198)
gA = −0, 50123± 0, 00026 . (4.199)



201 4.3 Un modèle de leptons dans AdS5Dans l'approximation des modes zéros les intégrales de reouvrement (4.106) et (4.107)prennent la forme :
gLZ ≃ 1

2
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R
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(
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)4 [ [
g5La
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]
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2
] (4.200)

gR,iZ ≃ 1

2
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(
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)4 [ [
g5Ra

R,3(z) + g̃5a
X(z)

]
f liR,1,0(z)

2
]
. (4.201)Les fontions d'onde ne dépendent que de la masse dans le bulk des fermions, 'est-à-dire des paramètres c. En outre, une fois la symétrie A4 imposée, la fontion d'onde glL,0est universelle et dépend seulement de cL > 1/2 pour les trois générations. En revanhe,les ouplages des leptons droits dépendent de la saveur puisque leur hiérarhie de masseimpose ce . cµ . cτ < −1/2. Nous omparons alors es ouplages aux préditions duModèle Standard qui s'érivent :
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√
1 − m2

W
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, (4.202)
gRZ,SM = e

mZ

mW

√

1 − m2
W

m2
Z

, (4.203)orrespondant à gV = T3L − 2Qs2W et gA = T3L ave T3L = −1/2 et Q = −1 pour lesleptons hargés. Dans AdS, les déviations par rapport aux ouplages standards sontdues à la fontion d'onde du Z qui n'est pas plate à proximité de la brane IR où setrouve la VEV du Higgs. Ainsi, dans la limite où la masse du Z est nulle, pour vH → 0,tous les ouplages leptoniques du Z sont universels ar les intégrales de reouvrement seréduisent dans e as à de simples onditions de normalisation pour les fermions. En�n,puisque le τ est le plus lourd, sa fontion d'onde est la moins supprimée près de la branedu TeV, en faisant le lepton le plus sensible à la non platitude du Z. Alors, on s'attendà une plus grande déviation dans le ouplage du τ au Z. A�n de rester en aord aveles inertitudes de mesures i-dessus, on demande à e que les ouplages leptoniquesdans e modèle ne dévie pas plus de 0, 2% des préditions du Modèle Standard. Leouplage axial est le plus ontraint expérimentalement ave une inertitude relative de
∼ 0, 1%. C'est l'éart maximal que l'on devrait alors naïvement imposer. Cependant,il y a plusieurs détails qui n'ont pas été pris en ompte jusqu'à présent, omme parexemple l'évolution ave l'énergie des ouplages de Yukawa, et don des masses desleptons. Notamment, le ouplage de Yukawa du τ est plus faible à E = mZ que surouhe de masse, E = mτ . Or, plus le fermion est lourd, plus son ouplage au Z déviede sa valeur standard. Ainsi, a�n de prendre approximativement et e�et en ompte,nous relaxons la ontrainte de 0, 1% à 0.2%. In �ne, es ontraintes n'étant de toutesfaçons pas trop sévères, e hangement ne présente rien de préjudiiable. La �gure 4.8présente l'éart relatif des ouplages aux Z des fermions droit et gauhe par rapport àleurs valeur standards en fontion de c. On remarque que les ce,µ,τ peuvent être aussiéloignés de −1/2 que néessaire pour reproduire la hiérarhie de masse des leptonshargés. Cependant, cL doit être relativement prohe de 1/2 pour rester en aord aveles tests de préision életrofaible. Le fait qu'il soit préférable pour cL de rester autourde 1/2 peut paraître surprenant au premier abord ar augmenter cL signi�e déloaliserles fermions gauhes de la brane du TeV où la fontion d'onde du Z est perturbée.Néanmoins, pour les onditions de mathing utilisées, les verties fermion/boson de



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 202jauge ontiennent également un paramètre oblique S. Dans les modèles de type Randall-Sundrum, une ontribution au paramètre S provient des ouplages des résonanes deKaluza-Klein des bosons de jauge ave les fermions [3℄. De plus, puisque la fontiond'onde du Z est pratiquement plate et qu'elle est orthogonale à elles de ses résonanes,le reouvrement des bosons de Kaluza-Klein ave les fermions sera faible si les fontionsd'onde des fermions sont également plates. Ainsi, le paramètre S est minimal pour
cL ∼ 1/2. En réalité, il s'agit plut�t d'une bonne nouvelle puisque, a�n de onserverle Yukawa de τ dans un régime perturbatif, il est de toutes façons néessaire de lerendre le plus sensible possible à la VEV du Higgs dans l'infrarouge, ave cL ∼ 1/2.Par onséquent, la �gure 4.8 permet de onlure que e modèle passe aisément les testsde préision életrofaible dans le seteur leptonique ave R′−1 = 1, 5 TeV, soit desrésonanes fermioniques de l'ordre de 3 TeV.4.3.3.2 Balayage numérique de l'espae des paramètresNous souhaitons ii illustrer le fait que les angles de mélange, altérés de leurs valeursHPS par la présene d'opérateurs e�etifs sur les bords, restent néanmoins dans lafenêtre autorisée par les résultats atuels des expérienes d'osillation de neutrinos.Commençons par passer en revue les divers paramètres du modèle. Une fois la positiondes branes �xées de manière à résoudre le problème de hiérarhie de jauge, il reste 12paramètres libres dans notre onstrution : 5 masses c, 5 ouplages de Yukawa et 2VEV v et v′. Comme nous l'avons montré, l'ajout d'opérateur d'ordre supérieur ap-porte 6 paramètres supplémentaires. Nous utilisons les valeurs mesurées des masses desleptons hargés ainsi que les valeurs optimales des hiérarhies de masse des neutrinosobservées expérimentalement pour �xer 5 des paramètres apparaissant aux ordres dom-inants. Cependant, il demeure enore un grand nombre de degrés de liberté, e qui nousontraint à ajouter quelques hypothèses simpli�atries dans le but de sensiblement ré-duire l'espae des paramètres à explorer. Cei permet notamment de se onentrer surles prinipales préditions du modèle sans pour autant entrer dans les détails de lastruture �ne des opérateurs sous-dominants. Tout d'abord, nous imposons cτ = −cL

Fig. 4.8 � Déviations relatives par rapport au Modèle Standard des ouplages au Zde lL and lR en fontion de la masse dans le bulk c. Les valeurs de dL = (gLZ −
gLZ,SM )/gLZ,SM et dR = (gRZ−gRZ,SM )/gRZ,SM sont représentées en pourent. Ces ourbessont elles obtenues pour R′−1 = 1, 5 TeV ave mW = 80, 403 GeV, mZ = 91, 1876GeV et e = e(µ = mZ) =

√
4π/128 omme observables physiques. Les bandes rougessont exlues par les mesures de préision életrofaible.



203 4.3 Un modèle de leptons dans AdS5et hoisissons de onserver cL omme paramètre libre, e qui permet de garder un oeilsur le paramètre S. Également, nous onsidérons le as où les ouplages de Yukawa surla brane IR saturent leur limite de perturbativité ye,µ,τ = 2yν = 4. En onséquene,imposer me,µ,τ revient à �xer v′ et ce,µ omme des fontions de cL. Ainsi, tous les e�etsprovenant de la brane du TeV sont enodés dans le seul paramètre cL, dont la valeur estontrainte par les tests de préision. Sur le bord UV, les di�érenes de masses solaireet atmosphérique déterminent le rapport ǫs/ǫt ainsi que l'éhelle de masse absolue desneutrino m̃/ǫs. Alors, en prenant xν = 1, on obtient v omme une fontion de cν , qui seretrouve être l'unique paramètre libre sur ette brane. Rappelons en outre que le pro-duit (vR)2 ontr�le la taille de l'angle θ13 généré par les orretions d'ordre supérieur.Nous pouvons alors traer les ontours des angles de mélange dans le plan (cL, cν),omme illustré sur la �gure 4.3.3.2. Les deux lignes horizontales sont pour des valeursde sin2(2θ12) de 0, 90 et 0, 95 (de haut en bas) dans le as où seuls les opérateurs sous-dominants de la brane IR sont onsidérés, ave ǫ1 = ǫ2 = 0 et ǫ3 = 8(v′R′)2. Les lignesobliques sont les ontours de sin2(2θ13) = 0, 01 et 0, 19 (de gauhe à droite) et euxde sin2(2θ12) = 0, 90 et 0, 95 (de gauhe à droite également) générés par les massesde Majorana d'ordre supérieur sur le bord UV, ave δ1 = δ2 = 0 and δ3 = 4π(vR)2.Nous avons onsidéré séparément les orretions issues des bords IR, pour θ12, et UV,

Fig. 4.9 � Représentation graphique des angles de mélanges. L'espae des paramètresa été réduit au plan (cL, cν). Les régions rouges sont exlues par les ontraintes depréision életrofaible sur le ouplage au Z. Les ontours représentent les valeurs lesplus importantes obtenues en présene d'opérateur de dimension supérieure sur lesbords.pour tous les angles. De plus, et eux a�n de démontrer la robustesse de la struturetri-bimaximale obtenue à l'ordre dominant, nous avons séletionné le as le plus défa-vorable pour lequel les opérateurs d'ordre supérieur saturent leur borne perturbative.En onlusion, la �gure 4.3.3.2 montre que, même lorsque les déviations à la forme HPSsont les plus larges possibles, il reste toujours une région non négligeable de l'espae



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 204des paramètres satisfaisant les ontraintes dérivées des expérienes d'osillation :
sin2(2θ13) < 0, 19 (90% CL), (4.204)
sin2(2θ23) > 0, 92 (90% CL), (4.205)

0, 73 ≤ sin2(2θ12) ≤ 0, 95 (3σ). (4.206)Évidemment, dans la limite où les opérateurs sous-dominant ont de plus faibles ou-plages, la matrie de mélange est donnée par UHPS ave une plus grande préision.4.3.4 Violation de la saveur leptoniqueLes modèles de physique au-delà de l'éhelle életrofaible apportent généralementde nouvelles soures de violation de saveur. Ces derniers ne sont alors viables que sil'éhelle de violation est repoussée à des valeurs su�samment élevées pour satisfaire lesontraintes expérimentales dans e seteur. Il existe typiquement deux types de souresde hangements de saveur pour les leptons . Tout d'abord, les proessus de violationde saveur peuvent être véhiulés soit par l'intermédiaire de partiules neutres de masseélevée, omme un nouveau boson de jauge de Kaluza-Klein, ou bien via des ouplagesau Z non diagonaux dans l'espae de saveur. Ces deux proessus par ourant neutreapparaissent diretement au niveau des arbres. Le premier émerge de manière e�etive,après intégration expliite du boson médiateur sous la forme d'une interation nonrenormalisable à quatre fermions, dont l'exemple le plus ontraint expérimentalementest µ → 3e ave :
Bexp(µ→ 3e) < 1, 0 × 10−12 (90% CL). (4.207)Également, les interations de ourant hargé peuvent induire à une boule des dés-intégrations pour lesquelles les évidenes expérimentales sont assez rares, omme parexemple µ→ eγ dont le rapport de branhement est soumis à la plus forte ontrainte27dans le seteur leptonique [12℄ :
Bexp(µ→ eγ) < 1, 2 × 10−11 (90% CL). (4.208)Dans le ontexte des modèles AdS5, les opérateurs à quatre fermions violant la saveuront été onsidérés pour la première fois par Agashe et al. [2℄. Leur prinipale onlu-sion est que l'éhelle des proessus de hangements de saveur est d'au moins 5 TeV,et d'autant plus élevée que les ouplages de Yukawa sur les bords sont faibles. Nousommenerons par montrer omment la symétrie de saveur A4 impose néessairementl'absene de hangements de saveur au niveau des arbres, satisfaisant ainsi automa-tiquement la ontrainte (4.207). Nous montrerons ensuite que le modèle de saveurleptonique onsidéré i-dessus reste en aord ave (4.208) pour ml

KK ≃ 3 TeV.4.3.4.1 Absene de hangements de saveur par ourant neutreLes hangements de saveur par ourant neutre prennent soure dans les ouplagesdes fermions légers à la tour de Kaluza-Klein du Z. Si es derniers ne sont pas universels,mais varient d'une saveur à l'autre, il en résultera des ouplages non diagonaux dans labase des états propres de masse et don une violation de la saveur au niveau des arbres27A titre de omparaison, les ontraintes équivalentes pour la désintégration du τ sont estimées à
Bexp(τ → eγ) < 1, 1 × 10−7 [10℄ et Bexp(τ → µγ) < 6, 8 × 10−8 [9℄ à 90% de niveau de on�ane.



205 4.3 Un modèle de leptons dans AdS5via l'éhange du Z et/ou de serésonaneses de Kaluza-Klein. Dans la base des étatspropres d'interations, les termes inétiques dans le bulk sont diagonaux dans l'espaede saveur et les ouplages aux Z des leptons hargés sont de la forme :
gLZ,k

Nf∑
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Nf∑
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i
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µ l̄iRZk,µ (4.209)ave gLZ,k ≡ EL0,0,k et gRZ,k ≡ ER0,0,k, où les En,m,k sont données par les expressions(4.106) et (4.106) qui se réduisent dans l'approximation ZMA à :
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2. (4.211)Suite au hoix de représentations de A4, dans lesquelles les leptons ont été plongés, lesfontions d'onde pour les fermions gauhes sont universelles dans l'approximation desmodes zéros, puisque qu'elles ne dépendent que d'un seul paramètre de masse cL. Paronséquent, les soures possibles de hangements de saveur se limitent aux ouplagesdes leptons droits, dont les fontions d'onde dépendent néessairement de la saveurlorsqu'on souhaite générer la hiérarhie de masse par le méanisme de loalisationdans AdS5. On passe alors dans la base des leptons hargés diagonaux en réalisant lesrotations suivantes des hamps :
liL → (V4)ij l

j
L, liR → δij l

j
R, (4.212)et les ouplages aux Z s'érivent :
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µ l̄iRZk,µ (4.214)où l'unitarité de V4 a été utilisée. Les ouplages des fermions légers à la tour du Zrestent diagonaux dans l'espae de saveur, même dans la base des états propres demasse. Le fait que seuls les hamps gauhes doivent être redé�nis peut paraître an-odin mais onstitue en réalité une propriété remarquable des modèles A4 impliquantl'absene de hangements de saveur par ourant neutre. Ainsi, la symétrie A4 garan-tit automatiquement les deux onditions néessaires à la onservation de la saveur auniveau des arbres qui sont l'universalité des ouplages gauhes et l'absene de redé�ni-tion des hamps droits. De plus, nous insistons sur l'exatitude de e résultat à tous lesordres sur les bords, puisque nous avons montré qu'auune orretion sous-dominantesur la brane IR ne modi�ait la matrie de masse des leptons hargés.4.3.4.2 µ→ eγNous présentons maintenant une estimation du rapport de branhement de la dés-intégration rare du muon en e + γ dans e modèle. Ce proessus est induit à uneboule par l'éhange de bosons de jauge hargés, tel qu'illustré �gure 4.10, et dont lesouplages violent la onservation de la saveur. Il existe en général d'autres ontribu-tions dominantes via l'éhange de ourant neutre [2℄, mais nous venons de montrer
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µ

W, WKK
W, WKK

e

γ

να, να,KKFig. 4.10 � Diagramme à une boule ontribuant à µ → eγ par l'intermédiaire deourants hargés. En plus de l'éhange d'un W et d'un neutrino du Modèle Standard,dans AdS5 e proessus reçoit d'importantes orretions par l'éhange de résonanesde Kaluza-Klein à l'éhelle du TeV.qu'elles sont nulles dans e modèle. Le rapport de branhement résultant de l'éhangede neutrinos massifs et d'un W a été alulé par Cheng et Li [16, 15℄ et il se réduit àl'expression28 :
B(µ→ eγ) ≡ Γ(µ→ eγ)
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2 (4.215)où α est la onstante de struture �ne, U est la matrie PMNS, mνα
la masse duneutrino éhangé et la fontion F est donnée par :

F (z) =
1

6(1 − z)4
(10 − 43z + 78z2 − 49z3 + 18z3 log z + 4z4). (4.216)On remarque ii que e n'est pas la masse des neutrinos mais les di�érenes de massequi induisent un rapport de branhement non nul. En e�et, pour un spetre de masseuniversel mνα

= m, l'expression préédente s'annule par unitarité de la matrie demélange.Estimation dans le Modèle Standard Les di�érenes de masses des neutrinoslégers sont relativement faibles ∆m2
atm ∼ 10−3 eV2, ave mνα

. 1 eV. Dans la limite
mν ≪ mW , la fontion F est approhée par :
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2
. (4.217)Le premier terme s'annulant par unitarité de la matrie de mélange, et ses élémentsétant tous approximativement d'ordre un, on obtient :

BSM (µ→ eγ) .
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≃ 10−51, (4.218)où la plus grande di�érene de masse a été utilisée et la masse absolue des neutrinosdisparait par unitarité de U . Ce résultat est très nettement inférieur à la borne expéri-mentale (4.208) et ertainement hors de portée de futures mesures.28sous l'hypothèse que l'interation l/W/ν soit ontr�lée par le ouplage de jauge g du ModèleStandard. Par ailleurs, le taux de désintégration en eγ varie omme g4/m4
W , alors que Γ(µ → eνν̄) estproportionnel au arré de la onstante de Fermi. C'est la raison pour laquelle le ouplage g n'apparaitpas dans le rapport de branhement.



207 4.3 Un modèle de leptons dans AdS5Dans le Modèle Standard, la ontribution aux désintégrations rares est extrêmementfaible ar les neutrinos sont très légers29. En revanhe, la situation est très di�érente enprésene de partiules massives, omme les neutrinos de Kaluza-Klein, mais égalementles résonanes des W . Par exemple, dans le modèle original de Grossman et Neu-bert [21℄, les grandes di�érenes de masse entre les neutrinos de Kaluza-Klein et leursouplages auxW du même ordre de grandeur que eux des neutrinos légers onduisentà de trop grandes ontributions au rapport de branhement préédent. Plus quantita-tivement, Kitano [25℄ montra que dans e as, la masse des neutrinos de Kaluza-Kleindoit être au moins de 25 TeV pour satisfaire la ontrainte (4.208). Dans notre mod-èle, R′−1 = 1, 5 TeV implique mνKK
∼ 3 TeV, bien en deçà de la borne inférieurepréédente. Cependant, ette ontrainte est nettement relaxée dans notre as grâe àla loalisation des fermions légers près de la brane de Plank. Par l'orthogonalité desfontions d'onde, les neutrinos de Kaluza-Klein se retrouvent loalisés près de la branedu TeV, a�aiblissant ainsi leurs ouplages ave le W et les fermions du Modèle Stan-dard qui sont eux loalisés dans l'ultra-violet. Il s'agit d'une propriété générique desmodèles de dimension supplémentaire où les fermions se propagent dans le bulk.Éhange de neutrinos de Kaluza-Klein Nous allons estimer dans un premiertemps l'amplitude induite à une boule par l'éhange d'un W standard et de neutrinosde Kaluza-Klein. Pour haque niveau de la tour de Kaluza-Klein des neutrinos, lamatrie de mélange est approximativement identique à elle éhangeant les saveursdes neutrinos du Modèle Standard. C'est une des onséquenes de A4, résultant dufait que la rotation UHPS est appliquée au hamp 5d, et non simplement aux modeslégers, pour diagonaliser les onditions aux bords des fermions. En revanhe dans eas, le ouplage global n'est plus g mais gfL où le fateur de suppression fL, donnépar (4.126) ave c = cL, provient de la déloalisation des leptons hargés du ModèleStandard loin du bord où les neutrinos de Kaluza-Klein sont prinipalement loalisés.Par onséquent, leurs ontributions au rapport de branhement ontient un fateur f4

L.Puisque mνKK
≃ 3 TeV≫ mW , la fontion F doit être prise ette fois dans la limite

z ≫ 1 :
F (z) ∼

z≫1

2

3
+ 3

log z

z
. (4.219)et on obtient :
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2 (4.220)où, ii enore, le terme onstant disparait par unitarité de la matrie U . De plus, enisolant les di�érenes de masse des neutrinos, mνα
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ave δmKK ≪

mKK , on peut réérire l'expression préédente sous la forme simpli�ée suivante :
BνKK

(µ→ eγ) ≃ 54α

π
f4
L

∣∣∣∣∣
∑

α

U∗
µαUeα

m2
W

m2
νKK

δmνα
KK

mνKK

log
mνKK

mW

∣∣∣∣∣

2 (4.221)
.

54α

π
f4
L

m4
W

m4
νKK

δm2
νKK

m2
νKK

log2 mνKK

mW
(4.222)où l'unitarité de U , dont les entrées sont également ii d'ordre un, a été utilisée. Il restemaintenant à déterminer une borne supérieure pour δmνKK

. Contrairement aux modes29Rappelons qu'il n'y a pas de hangements de saveur par ourant neutre dans le Modèle Standard.



Chapitre 4 : Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdS5 208légers, les hiérarhies de masses entre les di�érentes saveurs des résonanes de Kaluza-Klein ne sont pas données par un méanisme de loalisation. Par l'orthogonalité desfontions d'onde, les neutrinos de Kaluza-Klein sont tous loalisés dans l'infrarouge etont un reouvrement approximativement universel ave la brane du TeV. Ainsi, pourun même niveau, leurs éarts de masse proviennent de leurs di�érents ouplages deYukawa ave la VEV du Higgs sur e bord. Ces modes n'étant pas supprimés sur labrane du TeV, on estime alors es di�érenes à [2℄ :
δm2

νKK

m2
νKK

≃ y2

2

v2
H

m2
νKK

. (4.223)La di�érene de masse la plus importante sera alors entre les résonanes du τ et ellesde l'életron et du muon. En�n, même en se plaçant dans le as le plus défavorableoù yτ ∼ 3, saturant alors son régime de ouplage faible, et cL ∼ 0, 5, orrespondant àune moindre suppression du ouplage W/νKK/l, on déduit de (4.222) un rapport debranhement d'environ deux ordres de grandeur inférieur à la limite expérimentale :
BνKK

(µ → eγ) . 10−13. (4.224)Éhange de W de Kaluza-Klein Lorsque seule une résonane du W est éhangée,la ontribution aux proessus de désintégrations rares est enore plus faible que dansle Modèle Standard, puisque mWKK
≃ 3 TeV≫ mW . On obtient en revanhe uneontribution non négligeable lorsque elle-i est aompagnée d'un neutrino de Kaluza-Klein. Nous avons vu dans la limite Higgsless que l'éart de masse entre le W et sapremière résonane est donné par :

m2
WKK

m2
W

∼ log(R′/R). (4.225)De plus, la orrespondane AdS/CFT nous permet d'estimer que la masse des bosonsde jauge est donnée par l'éhelle de brisureR′ de la symétrie onforme dans l'infrarouge,soit m ≃ g4/R
′. On peut alors onsidérer que le ouplage de jauge e�etif g4 pour lesmodes de Kaluza-Klein est renforé d'un fateur √log(R′/R) ∼ 6 par rapport à g. Lefateur de suppression provenant de la déloalisation des fermions légers étant toujoursprésent, on obtient un ouplage WKK/νKK/l d'au plus gfL√log(R′/R). On s'attendalors à une ontribution environ 64 fois plus importante que dans le as préédent.Néanmoins, la fontion F doit être maintenant développée autour de mWKK

∼ mνKKoù elle vaut approximativement :
F (z) ∼

z∼1

17

12
+

3

20
(1 − z). (4.226)Répétant les mêmes simpli�ations réalisées auparavant, on déduit alors30 :

BWKK
(µ→ eγ) .

27α

800π
f4
L

m4
W

m4
WKK

m4
νKK

m4
WKK

δm2
νKK

m2
νKK

log2 R
′

R
≃ 10−13, (4.227)e qui reste enore deux ordres de grandeur sous la limite (4.208) pour mKK ∼ 3 TeV.30Un fateur m4

W /m4
WKK

a également été ajouté pour tenir ompte du fait que Γ(µ → eγ) estproportionnel à l'inverse de la quatrième puissane du boson de jauge éhangé.



209 4.3 Un modèle de leptons dans AdS5Les estimations préédentes semblent indiquer que e modèle n'entrent en on�itave auune ontrainte expérimentale sur les proessus de violation de saveur. Néan-moins, puisqu'elles restent numériquement peu éloignées des bornes expérimentales,il serait intéressant de réaliser un alul détaillé du diagramme (4.10), ainsi que durapport de branhement en résultant, notamment en prenant en ompte les sommessur tous les états de Kaluza-Klein. Également, une analyse générale dans les mod-èles Randall-Sundrum inluant des neutrinos de Majorana dans le bulk serait des plusbienvenues.

Conlusions
Depuis maintenant plusieurs années, de nombreuses expérienes nous ont on�rméque les neutrinos du Modèle Standard sont des partiules massives. Comme le montraPonteorvo, leurs faibles masses non dégénérées leur permettent d'osiller d'une saveurà l'autre au ours de leur propagation e qui met en évidene l'existene de proessusde hangements de saveur dans le seteur des leptons. En revanhe, ontrairement auxquarks, les angles de mélanges entre di�érentes générations de neutrinos sont relative-ment grands. La struture partiulière de es mélanges néessite alors l'introdutiond'une symétrie de saveur qui, sous une forme disrète telle A4, permet de reproduireaisément la phénoménologie observée des osillations de neutrinos. Nous avons montréomment la mise en plae de ette symétrie dans un espae-temps 5d anti de Sitterpermet de générer naturellement une matrie de mélange tri-bimaximale et de rendreompte des hiérarhies de masses pour les leptons hargés et les neutrinos. Par ailleurs,e modèle présente de nombreux avantages par rapport à la onstrution en quatredimensions initiales. Tout d'abord, la struture du vide néessaire à la brisure de A4dans une diretion phénoménologiquement aeptable est automatiquement obtenue enséparant spatialement les VEVs des salaires dans la dimensions supplémentaire. En-suite, e modèle permet d'expliquer la faiblesse des masses des neutrinos en exploitantle méanisme de seesaw intrinsèque à AdS5. Les hiérarhies de masses des leptonshargés sont orretement reproduites à partir de ouplages de Yukawa d'ordre un, enfaisant usage du méanisme de loalisation des fermions. De plus, les préditions faitesau niveau lassique apparaissent parfaitement stables sous les orretions quantiqueset l'ajout d'opérateurs non renormalisables sur les bords. En�n, nous avons montréomment e modèle simple de la saveur leptonique est en parfait aord à la fois aveles tests de préision életrofaible et les ontraintes de hangements de saveur dans lesproessus de désintégrations rares.
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ConlusionLe Higgs apparaît omme la pierre angulaire de la physique des hautes énergies,pouvant être à la fois à l'origine de l'exès de matière ayant permis la formation desstrutures de notre univers et semblant ontr�ler la brisure de la symétrie életrofaible.Par ailleurs, lorsque sa stabilité à basse énergie est assurée par la présene d'une di-mension d'espae supplémentaire, elle-i permet alors de répondre naturellement à laplupart des interrogations onernant la physique de la saveur qui sont laissées en sus-pens par le Modèle Standard, y ompris dans le seteur des neutrinos. C'est pourquoi'est ave plus que de l'impatiene que le boson de Higgs est attendu au LHC dans lesannées à venir, si le Tevatron ne met pas la main dessus en premier. Contrairementà e dernier, l'énergie fournit par le LHC dans le entre de masse des ollisions estde l'ordre de 14 TeV. Ainsi, le r�le du LHC est en réalité double, puisque, au plusdu Higgs, il devrait permettre la détetion des partiules responsables de la stabilisa-tion de la hiérarhie de jauge, dont l'éhelle naturelle est prédite autour du TeV. Parailleurs, l'étude osmologique de la transition de phase életrofaible apporte un espoiromplémentaire, voire alternatif aux expérienes en ollisionneurs, quant à la détermi-nation du potentiel de Higgs et in �ne du méanisme de brisure életrofaible. En e�et,bien que le Higgs, s'il existe, devrait être produit et observé au LHC, il sera extrême-ment di�ile d'en mesurer les autoouplages et ainsi reonstruire son potentiel. Danse as, la mesure du spetre d'ondes gravitationnelles provenant de la transition dephase életrofaible, étant une signature direte de e potentiel, onstitue une approhetrès prometteuse. Si ette transition s'est déroulée à une température de l'ordre duTeV, les futurs interféromètres spatiaux LISA et BBO seront suseptibles de déteterles endres gravitationnelles du Higgs.La physique fondamentale entrera ainsi bient�t dans une nouvelle ère expérimentale,durant laquelle, nous l'espérons, de nombreux voiles seront en�n levés sur ses mystèresles plus intrigants. En e sens, les réponses tant attendues ne verront ertainement lejour qu'en traitant de onert les problématiques de physique des partiules et de laosmologie primordiale.
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Abstract: We compute the complete one-loop finite temperature effective potential for
electroweak symmetry breaking in the Standard Model with a Higgs potential supplemented
by higher dimensional operators as generated for instance in composite Higgs and Little
Higgs models. We detail the resolution of several issues that arise, such as the cancellation
of infrared divergences at higher order and imaginary contributions to the potential. We
follow the dynamics of the phase transition, including the nucleation of bubbles and the
effects of supercooling. We characterize the region of parameter space consistent with
a strong first-order phase transition which may be relevant to electroweak baryogenesis.
Finally, we investigate the prospects of present and future gravity wave detectors to see
the effects of a strong first-order electroweak phase transition.
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1. Introduction

The baryon asymmetry of the universe remains a mystery. Many ideas have been formu-
lated in the literature, yet much uncertainty remains as to how the baryon asymmetry could
arise. It is not even clear at what scale the initial asymmetry is produced. The Sakharov
conditions for baryogenesis are baryon number violation, C and CP violation, and a de-
parture from equilibrium. The Standard Model (SM) does not exhibit these conditions
at nearly the strength required to produce the observed asymmetry given our standard
cosmological assumptions, and thus it is expected that we must go beyond the SM in order
to explain the asymmetry.

The last Sakharov condition, departure from equilibrium, implies the necessity of a
strong first-order phase transition. Since we know that the electroweak symmetry must be
broken it is tempting to assume that the corresponding phase transition can satisfy this
condition. As noted above, the SM is inadequate, but how far beyond the SM must one
go to find the necessary out of equilibrium dynamics? This question has been addressed
by a number of authors (e.g., see [1] for studies of the dynamics of the electroweak phase
transition in various recent models). In ref. [2] it was shown that if the Higgs potential
is augmented merely by a H6 operator, it can generate a strong first-order electroweak
phase transition. As one can intuit, the scale suppressing this non-renormalizable operator
must be in the neighborhood of the electroweak scale in order to generate a substantive
effect on the phase transition dynamics. A tree-level analysis of this theory was conducted
in [2], with some further refinements in [3], and it was concluded that a strong first order
phase transition is possible even with a Higgs boson as massive as 200 GeV. Of course, for
the presence of this H6 operator to be compatible with electroweak (EW) precision data,
a higher scale should suppress other dimension six operators, in particular those leading
to oblique corrections. The analysis of [4] shows that the low energy effective theories of
strongly interacting models, where a light composite Higgs emerges as a pseudo-Goldstone
boson, have precisely this structure and single out H6 as one of the dominant dimension
six operators,1 being suppressed by the decay constant of the strong sector, parametrically
lighter than the cutoff scale of the model. For a fixed value of the strong decay constant,
the compatibility with precision EW data is ensured by pushing the masses of vector
resonances above 2.5 TeV [4]. In that case a decay constant as low as 300 GeV would
be compatible with precision measurements. Our analysis should also apply to study the
dynamics of electroweak symmetry breaking in Little Higgs models, and to the more general
cases where the H6 operator is generated by integrating out a heavy massive scalar field.
However, some extra fine-tunings might be needed in that case to evade EW precision data.

In this publication we extend the results of [2, 3] in several ways. First, we re-analyze
the theory using the full finite temperature effective (nonrenormalizable) Higgs potential at

1In the case of a strongly interacting light Higgs boson, the general effective lagrangian includes four

operators that are genuinely sensitive to the strong dynamics [4], i.e. suppressed by the strong decay constant

and not the masses of the heavy resonances or the cutoff scale of the strong sector. In this context we can

concentrate on the H6 operator since it is the only one that affects the shape of the potential at tree-level,

and thus it has significant effects on the dynamics of the phase transition as we shall see.
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one-loop. Second, we study the nucleation of broken phase bubbles and consider the effects
of supercooling on the electroweak phase transition (EWPT) within this more complete
analysis. This is an important dynamical consideration of the phase transition that can
in principle have dramatic consequences to when (and if) the phase transition happens.
Finally, we investigate whether or not the gravitational waves emitted at the nucleation time
can be detected by present and future interferometry experiments, which would provide
another way to study the origin of EW symmetry breaking and another way to test the
composite nature of the Higgs. We consider each of these points in the following three
sections, and then make some concluding remarks.

2. One-loop finite temperature effective potential

Once non-renormalizable interactions are allowed in the theory, as in our case, complete
renormalization requires that the infinite set of higher-order operators be considered. How-
ever, one is able to truncate the list of needed operators in a perturbative expansion of
the inverse cutoff scale. To study the effect of new physics on the Higgs potential in this
effective field theory context, it is sufficient to work at the order Λ−2 where Λ is the cutoff
scale suppressing the effective operators. Higher dimensional operators will be sufficiently
irrelevant to our problem and can be ignored.

Our analysis is focussed on operators that affect the Higgs self-interactions. These
effective interactions parametrize the new physics responsible for EW symmetry breaking
that become fully dynamical at about the scale Λ. Thus they can be used to generi-
cally constrain beyond-the-SM physics affecting the Higgs sector. Though EW precision
measurements put severe constraints on the set of operators affecting the weak bosons’
polarization tensors, the effective Higgs self-interactions are almost completely free param-
eters since the Higgs sector has not yet been probed directly by experiment. Thus the scale
suppressing the operator H6 we will focus on can be significantly lower than the cutoff scale
of the (strongly coupled) model. This is in particular the case of composite Higgs models
when the Higgs emerges from a strongly-interacting sector as a light pseudo-Goldstone bo-
son [4]. The scale suppressing the H6 operator is then f , the decay constant of the strong
sector, a quantity 4π smaller that the cutoff scale.

We start with the following classical effective potential for the SM Higgs [5]:

V (H) = m2|H|2 + λ|H|4 + κ|H|6 (2.1)

where HT = (χ1 + iχ2, ϕ + iχ3) /
√

2 which develops a vacuum expectation value (VEV)
equal to v0 ≃ 246GeV. κ−1/2 is identified at tree level with the decay constant of the
strong sector — the details of this identification at one-loop are described later. We choose
a vacuum configuration where only the real part of the neutral component has a constant
background value: ϕ = φ + h. The physical Higgs boson is h, and we use the traditional
background field method [6] to evaluate the quantum potential for φ at one-loop. We focus
on the main relevant contributions coming from the SU(2)L×U(1)Y gauge bosons, the top
quark, and the Higgs and Goldstone scalars.

– 3 –
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As we briefly review in appendix C, the quantum potential for the background value
up to one-loop order at finite temperature in the Landau gauge (where ghosts decouple) is

Veff(φ, T ) ≡ Vtree(φ) + ∆V1(φ, T ) (2.2)

with

Vtree(φ) =
m2

2
φ2 +

λ

4
φ4 +

κ

8
φ6, (2.3)

∆V1(φ, T ) =
∑

i=h,χ,W,Z,t

niT

2

+∞∑
n=−∞

∫
d3~k

(2π)3
log
[
~k2 + ω2

n + m2
i (φ)

]
(2.4)

where kE = (ωn, ~k) is the euclidean loop 4-momentum, ωn are the Matsubara frequencies
in the imaginary time formalism, where ωn = 2nπT for bosons (periodic on the euclidean
time circle) and ωn = (2n + 1)πT for fermions (anti-periodic on the euclidean time circle).
The numbers of degrees of freedom for the relevant fields are n{h,χ,W,Z,t} = {1, 3, 6, 3,−12}.
We include the fermion-loop minus sign in the definition of nt.

Note that in the Landau gauge one must count all three degrees of freedom of each
massive vector boson and the one degree of freedom of each Goldstone scalar. This may be
qualitatively understood be recalling that the χi Goldstone fields are independent quan-
tum fluctuations away from the zero-temperature minimum. We present a quantitative
argument showing this is not double counting in appendix C.

We obtain the background-dependent masses appearing in (2.4) by expanding the
theory about the background value φ and reading off the quadratic terms for the various
quantum fluctuations. In our dimension-six model the masses are

m2
h(φ) = m2 + 3λφ2 +

15
4

κφ4, (2.5)

m2
χ(φ) = m2 + λφ2 +

3
4
κφ4, (2.6)

m2
W (φ) =

g2

4
φ2, m2

Z(φ) =
g2 + g′2

4
φ2, m2

t (φ) =
y2

t

2
φ2, (2.7)

where g,g′ and yt are the SU(2)L, U(1)Y and top Yukawa couplings respectively. At the
zero-temperature minimum one recovers m2

h(v0) = m2
h and m2

χ(v0) = 0. Note that the
expressions for the masses of the weak bosons (from the Higgs kinetic term) and the top
quark (from the Yukawa coupling) are unchanged compared to the SM, and (2.7) are
written to confirm our conventions.

The one-loop correction (2.4) splits into a zero-temperature part and a T -dependent
part [7, 8] which vanishes as T → 0:

∆V1(φ, T ) ≡ ∆V 0
1 (φ) + ∆V T

1 (φ, T ) (2.8)

with

∆V 0
1 (φ) =

∑
i=h,χ,W,Z,t

ni

2

∫
d4kE

(2π)4
log
[
k2

E + m2
i (φ)

]
(2.9)

∆V T
1 (φ, T ) =

∑
i=h,χ,W,Z,t

niT
4

2π2

∫ ∞

0
dkk2 log

[
1∓ e

“
−
√

k2+m2
i (φ)/T 2

”]
. (2.10)
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∆V 0
1 (φ) is precisely the ordinary zero temperature effective potential (note that

∆V T
1 (φ, T ) → 0 as T → 0). The T = 0 part, being UV-divergent, will be considered

first in order to properly determine the renormalized parameters of the quantum theory.
The finite temperature corrections will be treated afterwards.

2.1 Zero temperature corrections

At zero temperature the correction (2.4) reduces to the first term of (2.8),

∆V1(φ, T = 0) ≡ ∆V 0
1 (φ) =

∑
i=h,χ,W,Z,t

ni
m4

i (φ)
64π2

[
log

m2
i (φ)
µ2

− Ci − CUV

]
(2.11)

which has been regularized in 4 − ǫ dimensions, Ci = 5/6 (3/2) for gauge bosons (scalars
and fermions) and CUV ≡ 2

ǫ − γE + log 4π +O(ǫ).
We work in the MS scheme to renormalize and evaluate our potential (see the ap-

pendix A for an alternative, but ultimately equivalent, on-shell scheme approach). The full
one-loop effective potential is

Veff(φ) =
m2

2
φ2 +

λ

4
φ4 +

κ

8
φ6 + ∆V 0

1 (φ) (2.12)

where the parameters of this potential (m2, λ, κ) are bare parameters, but an implicit δVCT

will cancel their infinite pieces, leaving the finite pieces as the renormalized parameters.
To determine the parameters of the lagrangian in terms of physical quantities, we must

impose renormalization conditions at some chosen scale µ∗. The renormalization conditions
are

V ′
eff(φ = v0, µ∗) = 0 (2.13)

V ′′
eff(φ = v0, µ∗) = m2

h (2.14)

V ′′′
eff(φ = v0, µ∗) = ξ (2.15)

The left side of each equation is the theory computation, and depends on the parameters
of the theory (m2, λ, κ). The right side of each equation is a measurement (mh and ξ) or
related to a measurement (V ′(v0) = 0 is a requirement that the potential is at a minimum
which recovers the correct Z boson mass). The VEV depends on the choice of scale as well.
We define v0 to be equal to the VEV of the Higgs field in the Landau gauge at µ = mZ such
that the MS Z mass is recovered. Performing our computations with the latest electroweak
precision measurements [9], we find v0 = 246.8GeV to a good approximation for a Higgs
mass in our range of interest (115GeV < mh

<∼ 300GeV). This Higgs VEV is close to the
246.2GeV value in [10].

We can invert these equations to obtain the theory parameters as a function of mea-
surements:

m2
∗ = m2(m2

h, ξ, v0, µ∗) (2.16)

λ∗ = λ(m2
h, ξ, v0, µ∗) (2.17)

κ∗ = κ(m2
h, ξ, v0, µ∗) (2.18)
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Note, the parameters have scale dependence, and we have defined m2∗ ≡ m2(µ∗), etc.
Up to now we have glossed over some important subtleties. The physical Higgs mass

must be defined at p2 = m2
h, whereas the one-loop effective potential is constructed for

p = 0. To take account of this, and retain the label m2
h for the physical Higgs boson mass,

we need to rewrite the renormalization condition as

m2
h → m2

h −Σ(m2
h) + Σ(0), (2.19)

where Σ(p2) is the two-point function of the Higgs boson (numerically, we used the Loop-
Tools software [11] to evaluate this two-point function). This approach has the added
benefit that the IR singularity in V ′′

eff(v0) as the Goldstone mass goes to zero is canceled
by the IR singularity in Σ(0). We discuss these IR singularity issues in more detail in the
appendix B.

The physical parameter ξ is not a unique choice for how to parametrize the measured
tri-Higgs coupling, and we wish to rewrite it in a more convenient manner. First, like the
Higgs mass, the Higgs tri-scalar coupling has IR divergences at p = 0 when the Goldstone
bosons become massless. These IR divergences are also not dangerous because they are
matched by the IR divergences of V ′′′

eff(v0), and cancel in measured cross-sections. Thus, it
is convenient to separate out this IR divergence when parametrizing the tri-Higgs coupling
observable: ξ ≡ ξF +ΓIR, where ΓIR contains IR sensitive Goldstone terms.2 Furthermore,
since the tri-Higgs coupling ξ in the SM is fixed once the Higgs mass is known, we would
like our convention to reflect this manifestly in the decoupling limit of κ → 0,

lim
κ→0

ξ → ξSM ≡ ξSM
F + ΓSM

IR (2.20)

For finite values of κ, the deviations of ξF from ξSM
F can be defined by convention to be

ξF ≡ ξSM
F +

6v3
0

f2
(2.21)

This convention (i.e., the factor of 6) ensures that κ−1/2 can be identified directly as the
decay constant of the strong sector, f , at tree level. Putting these elements together, we
can now rewrite the third renormalization condition as

V ′′′
eff(v0) = ξ ≡ ξSM

F +
6v3

0

f2
+ ΓIR. (2.22)

We emphasize that eq. (2.22) is merely a reparametrization of the tri-Higgs physical ob-
servable in terms of the decay constant, f , rather than ξ for the benefits described above,
and that ξSM

F is a computable function of mh.
Following the prescription provided above, all the parameters of our Higgs potential

(m2, λ, κ) can now be written in terms of physical observables (v0,mh, f). Thus, we are
now able to analyze the potential using physical observables as inputs.

2Explicitly, ΓIR is given by ΓIR =
nχ

32π2

»
3m2

χ(v0)
′′m2

χ(v0)
′ log m2

χ(v0) +
[m2

χ(v0)′]3

m2
χ(v0)

–
, where m2

χ(φ) =

m2
∗ + λ∗φ2 + 3

4
κ∗φ4. ΓSM

IR is given by the above expression where the limit κ∗ → 0 is taken in m2
χ(φ).
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2.2 Finite temperature corrections

From the splitting (2.8) of the full one-loop effective potential into a T = 0 part and a
T 6= 0 part, we get that the latter finite temperature component is:

∆V T
1 (φ, T ) =

∑
i=h,χ,W,Z,t

niT
4

2π2

∫ ∞

0
dkk2 log

[
1∓ e

“
−
√

k2+m2
i (φ)/T 2

”]
(2.23)

≡
∑

i=bosons

niT
4

2π2
Jb

(
m2

i (φ)
T 2

)
+

∑
i=fermions

niT
4

2π2
Jf

(
m2

i (φ)
T 2

)
where the upper (lower) sign stands for bosons (fermions). In the high-temperature regime
(T ≫ mi(φ)), the Ji function expansions are

Jb (x) =
x→0

π2

12
x− π

6
x3/2 − x2

32
log

x

ab
+O

(
x3 log

x3/2

cst.

)
(2.24)

Jf (x) =
x→0

−π2

24
x− x2

32
log

x

af
+O

(
x3 log

x3/2

cst.

)
(2.25)

with log ab ≃ 5.4076 and log af ≃ 2.6350. Note that in [2] only the first terms in (2.24)
and (2.25) were retained, which leads to the following approximate thermal one-loop cor-
rection:

∆V T
1,GSW (φ, T ) ≡

∑
i=bosons

niT
2m2

i (φ)
24

+
∑

i=fermions

nfT 2m2
i (φ)

48
≃ 1

2
cT 2φ2 + · · · , (2.26)

with c = (4m2
h/v2

0 + 3g2 + g′2 + 4y2
t − 12v2

0/f
2)/16.

The dominant contributions gathered in (2.26) are simply a (positive) thermal mass
which (meta)-stabilizes the origin of the potential at high temperature. This approximation
was sufficient in [2], and further refined in [3], to demonstrate the possibility of a strong
first order PT within an effective extension of the SM. Figure (1) shows the discrepancy
between the complete thermal correction and the high-temperature expansion around the
critical temperature, illustrating the worthwhileness of using the integrals of (2.23) for the
more detailed analysis.

2.2.1 Breakdown of perturbation theory and ring diagrams

In thermal quantum field theory, the traditional perturbative expansion in terms of small
coupling constants breaks down due to IR-divergences (inherent in massless models) gener-
ated by long-range fluctuations appearing as soon as one moves to finite temperature [12].
For instance, taking massless λφ4 theory at finite temperature, one can show that the self-
energy, which goes like λ at first order, receives a subleading λ3/2 correction and not λ2

as one would expect [13]. For our case, in the high-temperature expansion, or equivalently
small mass expansion, of the thermal bosonic corrections (2.24), we also see a sign of this
perturbation theory breakdown through the emergence of a monomial term of order 3/2.
The main consequence is that, as it stands, we cannot trust the completeness of the one-
loop result (2.23) because there are some higher-loop corrections of the same order [7], as

– 7 –



J
H
E
P
0
4
(
2
0
0
8
)
0
2
9

Figure 1: Different potentials close to the critical temperature for mh = 115GeV and f = 620GeV
(f is the decay constant of the strong sector the Higgs emerges from). The dashed curve is the
potential of [2] which includes only the thermal mass term of the Higgs, while the solid and dot-
ted ones represent the full one-loop potential with (solid) and without (dotted) the ring diagram
contributions. In blue, we have also plotted the imaginary part of the full one-loop potential with
the ring contributions (solid blue) as well as the imaginary part of the ring contributions alone
(dashed blue). This illustrates the cancelation of the large imaginary parts between the ring and
the one-loop contributions, while there still exists an additional and smaller imaginary part for
some values of φ due to a negative quartic coupling (see the discussion in section 2.3.2 for details).
An imaginary part of the potential can be interpreted as a decay rate of some quantum states of
the scalar fields to some others but the imaginary part of the full potential is always tiny compared
to the real part around the transition temperature and the system is stable enough throughout the
entire time of the transition.

if the effect of temperature is to “dilute” the one-loop correction to some multi-loop orders
in the IR. Furthermore the leading part of these multi-loop corrections is all contained
in the so-called ring (or daisy) diagrams shown in figure (2). They are N -loop diagrams
where N − 1 of them are “ring attached” to a main one. Since this “loop-dilution” is
a finite temperature effect, the ring diagrams only need to be resummed in the IR-limit
of vanishing momenta running in their petals [7]. It is also well-known that they can be
taken into account by using propagators resummed in the IR [14]. By solving a Dyson-like
equation, this turns out to simply shift the bosonic masses by a T -dependent constant as
m2

b(φ) → m2
b(φ) + Πb(T ), where Πb(T ) is the self-energy of the (bosonic) field b in the IR

limit, ω = ~p = 0, known as a Debye mass (Πb(T ) is labeled as Πb(0) in [14]).

The higher-loop ring diagrams are needed due to IR divergences (i.e., m <∼ T ). On the
other hand, the one-loop result is trustworthy for massive (i.e., m & T ) particles, because
the long-range fluctuations arising at finite temperature will never hit an IR mass-pole in
such cases. Hence the ring diagrams will only contribute significantly at high-temperature
(T/m → ∞) where the particles can be approximated as nearly massless. Also, this
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Figure 2: Some generic examples of ring diagrams where each solid line may represent either a
scalar, a fermion or a gauge field. The small loops correspond to thermal loops in the IR limit.
They are all separately IR divergent, but their sum is IR finite.

allows us to understand why only the bosonic degrees of freedom feel the breakdown of the
perturbative expansion.3 The reason is that only bosonic fields have a vanishing Matsubara
frequency, recalling that ωn equals 2πnT for bosons and (2n + 1)πT for fermions. Only
this particular (zero-)mode will behave as a massless degree of freedom and generate IR-
divergences at high-temperature, while the other (non zero-)modes ωn act as a mass of
order T and thus lead to negligible contributions. Therefore the fermionic propagators
need not be resummed, because fermions do not have pole-mass in the IR.

Applying the techniques of [14] to our theory, we compute the finite temperature mass
shifts (Debye masses) that are needed in the ring diagram resummation:

Πh,χ(T ) =
T 2

4v2
0

(
m2

h + 2m2
W + m2

Z + 2m2
t

)− 3T 2

4
v2
0

f2
(2.27)

ΠW (T ) =
22
3

m2
W

v2
0

T 2 (2.28)

ΠZ(T ) =
22
3

(m2
Z −m2

W )
v2
0

T 2 −m2
W (φ) (2.29)

Πγ(T ) = m2
W (φ) +

22
3

m2
W

v2
0

T 2. (2.30)

Note that these Π(T )’s are computed in the high-temperature limit of the unbroken phase
which is justified by the ring diagrams being irrelevant for T . mi(φ) as we have discussed.
At high temperature the photon and Z are not mass eigenstates, but one can treat them
as mass eigenstates in this computation with the above-given Debye masses and obtain the
correct resummed potential.

2.2.2 Incorporating the ring corrections

The traditional way the ring diagrams are implemented in the literature consists in shift-
ing all the Matsubara modes for the bosonic fields. This is the so-called self-consistent

3In the gauge sector, only the longitudinal polarizations demonstrate this same breakdown of perturba-

tion theory [14].
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method [15] where the potential (2.4) is replaced by

∆V self−con.
1+ring (φ, T ) =

∑
i=h,χ,W,Z,γ,t

niT

2

+∞∑
n=−∞

∫
d3k

(2π)3
log
[
~k2 + ω2

n + m2
i (φ) + Πi(T )

]
.

(2.31)
The thermal shift of the gauge masses only for the longitudinal polarizations is understood,
and Πt(T ) is simply zero. However, when applying this approach the UV divergent part
becomes T -dependent through the Π(T ) and requires T -dependent counter-terms to be
made finite. Indeed after doing to (2.31) the same splitting procedure we did to get (2.8),
and after dimensionally regularizing the UV-divergent part, we get the following result:

∆V 0,self−con.
1+ring =

∑
i=h,χ,W,Z,t

ni

(
m2

i (φ) + Πi(T )
)2

64π2

[
log

m2
i (φ) + Πi(T )

µ2
−Ci − CUV

]
(2.32)

where the CUV factor depends on T . This standard technique clashes with physical intu-
ition since it would mean that the UV behavior of the theory depends on the IR dynamics.
Although this mixing is not introducing any calculational errors to our working approxi-
mation, one can avoid it by simply shifting only the ωn = 0 Matsubara modes which carry
the leading contribution from the ring diagrams relevant at one-loop order.

As argued above, the dilution of the one-loop correction happens only for massless
modes. Hence all the corrections we seek within the ring diagrams are gathered when
resumming only the zero-mode of the propagator in the IR. Doing so, (2.4) is to be replaced
by

∆V1+ring(φ, T ) =
∑

i=h,χ,W,Z,γ,t

niT

2

{ +∞∑ ′
n=−∞

∫
d3k

(2π)3
log
[
~k2 + ω2

n + m2
i (φ)

]
+
∫

d3k

(2π)3
log
[
~k2 + m2

i (φ) + Πi(T )
]}

(2.33)

≡ ∆V1(φ, T ) + ∆Vring(φ, T ) (2.34)

where the prime means that the zero modes are excluded from the sum. We can easily
extract the ring part from the last expression and we find

∆Vring(φ, T ) =
∑

i=h,χ,W,Z,γ

n̄iT

4π2

∫ ∞

0
dkk2 log

[
1 +

Πi(T )
k2 + m2

i (φ)

]
=

∑
i=h,χ,W,Z,γ

n̄iT

12π

[
m3

i (φ)− (m2
i (φ) + Πi(T )

)3/2
]
, (2.35)

where an irrelevant (infinite) constant has been ignored in the second line, and
n̄{h,χ,W,Z,γ} = {1, 3, 2, 1, 1}. Notice that ∆Vring includes a monomial of order 3/2 which
proves a posteriori the existence of a perturbation theory breakdown in evaluating the
Higgs potential. Furthermore, these extra corrections modify the cubic term in mi(φ),
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which partly controls4 the strength of the first order phase transition. Thus, the addition
of these terms is critical for our analysis of the electroweak phase transition.

In summary, the full T -dependent renormalized effective potential at one-loop is

Veff(φ) =
m2∗
2

φ2 +
λ∗
4

φ4 +
κ∗
8

φ6 +
∑

i=h,χ,W,Z,t

ni
m4

i (φ)
64π2

[
log

m2
i (φ)
µ2∗

− Ci

]

+
∑

i=bosons

niT
4

2π2
Jb

(
m2

i (φ)
T 2

)
+

∑
i=fermions

niT
4

2π2
Jf

(
m2

i (φ)
T 2

)
+

∑
i=h,χ,W,Z,γ

n̄iT

12π

[
m3

i (φ)− (m2
i (φ) + Πi(T )

)3/2
]

(2.36)

where definitions of all terms are given above. This is the potential we analyze for the
remainder of the article.

2.3 Reality of the quantum potential

As the scalar masses become negative, the various contributions we obtained for the quan-
tum potential develop some imaginary parts which we discuss below for both the T = 0
and T 6= 0 cases.

2.3.1 Imaginary part at T = 0

In the zero-temperature limit, the logarithm of (2.36) leads to the following scheme-
independent imaginary part5

ℑm
[
∆V 0

1 (φ)
]

=
∑

i=h,χ

Θ(−m2
i (φ))

ni|mi(φ)|4
64π

(2.37)

where Θ(−m2
i (φ)) is the Heaviside function which equals 1 when the field i is tachyonic,

and zero otherwise. The Higgs boson can obtain a negative mass squared for some values
of its VEV, originating from the fact that the classical potential is not convex everywhere.
Indeed, depending on the cutoff value, either the origin is unstable (f2 > 3v4

0/2m
2
h) or a

potential barrier separates two local minima (f2 < 3v4
0/2m

2
h), both of which lead to concave

regions of the effective potential as a function of the VEV. A similar analysis shows that
the Goldstone boson can become tachyonic for some values of the VEV as well, leading to
another contribution to the imaginary part of the effective potential. However, we shall
see shortly that the imaginary part (2.37) exactly cancels out with another contribution
coming from the finite temperature corrections for the temperature range we are interested
in for the phase transition.

4The negative quartic coupling, of course, is another source of a potential barrier for the first-order phase

transition.
5On the principal sheet, the imaginary part of the logarithm is taken to satisfy −π < ℑm log ≤ π.
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2.3.2 Imaginary part at T 6= 0

At finite temperature both the integrals of (2.23) and the ring contributions (2.35) are
spoiled by imaginary parts when scalar fields are tachyons. In the high-temperature limit,
the imaginary part of (2.23) is (see (2.24)):

ℑm
[
∆V T

1 (φ, T )
] −→

|mi(φ)|
T

→0

∑
i=h,χ

Θ(−m2
i (φ))ni

[
−|mi(φ)|4

64π
+
|mi(φ)|3T

12π

]
. (2.38)

The first term cancels the imaginary part from the logarithm of the T = 0 potential
correction (2.37), while the second is only compensated when the ring diagrams are added,
since their imaginary part is given by

ℑm [∆Vring(φ, T )] = −
∑

i=h,χ

Θ(−m2
i (φ))

niT

12π
|mi(φ)|3 (2.39)

as long as the temperature satisfies m2
i (φ)+Πi(T ) > 0 for all φ. Although somewhat more

complicated algebraically to show (see appendix C.4 for details), this cancellation occurs
also for smaller temperatures of order T ∼ |mi(φ)|.

Nevertheless and despite this cancellation, the potential is not everywhere real because
for some values of T and φ2, m2

i (φ) + Πi(T ) < 0 and the second term of the ring correc-
tion (2.35) becomes imaginary. In the SM this term does not lead to an imaginary part
once the temperature (meta)stabilizes the origin since the SM scalars could only become
tachyonic for a negative quadratic coupling in the Higgs potential. Thus, the SM potential
is real as long as the origin is (meta)stable. On the other hand, with the additional H6

piece in the potential, the scalar masses can be negative also through a negative quartic
coupling, allowing this additional imaginary part to the potential at temperature around
the critical temperature.

An imaginary part of the potential can be interpreted as a decay rate of some quantum
states of the scalar fields to some others [16]. Thus, one can rely on the real part of the
potential as long as its imaginary part remains small enough to consider the field stable
during the phase transition, in which case it can be discarded. We checked that the
imaginary part of the one-loop potential is always tiny compared to the real part around
the transition temperature, thanks to the previously demonstrated cancellations of large
imaginary pieces. Thus, we conclude that the system is stable enough throughout the
entire time of the transition, and that its dynamics is driven by the real part of the one-
loop potential we computed.

3. Dynamics of the electroweak phase transition

Now that we have the formalism developed for our analysis of the finite temperature Higgs
potential at one loop, we are in the position to study the dynamics of the phase transition.
One of our first considerations must be the analysis of when (and if) the phase transition
actually occurs. This is not simply a matter of determining the temperature at which the
symmetry breaking minimum becomes the global minimum. An analysis of the energetics
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of bubble formation must be undertaken for a more complete picture. The nucleated
bubbles can then undergo collisions and the surrounding plasma experience turbulence,
which generate gravity waves that could possibly be detected in experiments. We discuss
these issues in this section.

Throughout this section, we report our numerical results of various relevant quantities
as contour plots that scan the allowed region of the parameter space (mh, f). We recall
that mh is the physical Higgs mass while f is the decay constant of the strong sector (or
more generally the energy scale suppressing the H6 operator) physically defined through
the triple Higgs self-interaction as defined in the previous sections, and we work in the MS

scheme for µ = mZ . The bounds delinating the region of first-order phase transition are
both numerically computed using the complete one-loop potential at finite temperature.
The lower one is set by requiring that EW symmetry is broken at T = 0 and restores at
high temperature, while above the upper bound the Higgs vacuum is likely to undergo a
second-order phase transition or a smooth crossover. In general, determining the latter is
not an easy task as it requires a non-perturbative analysis of the effective potential when
the transition is not strongly first-order [17]. Indeed, the phase transition always appears
first-order at the perturbative level, even though very weakly. Moreover, as f increases
one tends to recover the SM potential, which leads non-perturbatively to a continuous
crossover, instead of a weak first-order transition at one-loop, for mh & 80 GeV [18]. We
estimated the upper bound by considering that as soon as the phase transition is as weak
as in the SM for mh = 80 GeV, it is likely to be a crossover.

3.1 The onset of nucleation and EW baryogenesis

The effective potential ensures the presence of a potential barrier at finite temperature
which is a necessary ingredient to have a first-order phase transition. It proceeds by spon-
taneous nucleation of non-vanishing VEV bubbles into a surrounding symmetric metastable
vacuum. As soon as the universe cools down to a critical temperature Tc the symmetry-
breaking vacuum becomes energetically favorable and then thermal fluctuations allow the
bubbles to form. However, the temperature of the transition is not necessarily close to
Tc. Once created, a bubble needs some free energy, which is unavailable at Tc, in order to
maintain its interface with the symmetric phase surrounding it. It turns out that for T

just below Tc it is often the case that the bubbles are too small and surface tension makes
them collapse and disappear. Hence the phase transition effectively starts at a smaller
temperature when enough free energy is available to permit the nucleation of sufficiently
large bubbles that can grow and convert the entire universe into the broken phase. This
supercooling phenomenon can substantially delay the phase transition and thus modify the
spectrum of gravity waves significantly, as we shall discuss shortly (important supercooling
effects were also observed in some of the analyses of ref. [1])

3.1.1 When does the nucleation start?

Although the probability to tunnel via the excitation of SU(2) instantons is very tiny, about
exp(−O(100)), the decay of the false vacuum can nonetheless proceed through thermal
fluctuations which help to overcome the potential barrier. The rate per unit of space-time
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for this process is given in the semi-classical WKB approximation by Γ ∼ e−SE where SE

is the euclidean action for the Higgs VEV evaluated on the so-called bounce solution of the
euclidean equation of motion [19]. For temperatures much higher than their inverse radius,
the bubbles overlap in euclidean time and feel the IR breaking of Lorentz symmetry [20, 21],
in which case the bounce6 solution is O(3)-symmetric and is the solution of

d2φb

dr2
+

2
r

dφb

dr
+

∂V (φb, T )
∂φb

= 0, (3.1)

subject to the boundary conditions

φb(r →∞) = 0 and
dφb(r = 0)

dr
= 0. (3.2)

The bounce solution physically represents the Higgs VEV profile of a static unstable (either
expanding or shrinking) bubble, and r measures the distance from the bubble center. For
such a static solution of the equation of motion, the action factorizes as SE = S3/T , with

S3 =
∫

dr4πr2

[
1
2

(
dφb

dr

)2

+ V (φb, T )

]
. (3.3)

Moreover for small temperatures of the order of the bubble size, we replace the O(3) bounce
for the O(4)-symmetric solution which minimizes the action when the breaking of Lorentz
symmetry is not significant. Finally we use the traditional overshooting/undershooting
method to numerically solve the equation of motion.

There is a supercooling effect that can delay the onset of the first order phase transition
to temperatures much smaller than 100GeV. A first order phase transition can only proceed
in the presence of a potential barrier separating the two vacua and the nucleation could
potentially start at a temperature Tn far below that of Tc. This is especially likely in the
case where the barrier persists down to T = 0. One can consider that the nucleation starts
at the time when the probability of creating at least one bubble per horizon volume is of
order one [31]. This condition guarantees the percolation of bubbles in the early universe
and translates into the following criterion for determining the nucleation temperature [22]:

S3(Tn)
Tn

∼ −4 log
(

Tn

mP l

)
=⇒ S3(Tn)

Tn
∼ O(130 − 140) for Tn ∼ 100GeV. (3.4)

where mP l ≡ MP l/
√

8π is the reduced Planck mass.
The contours of constant nucleation temperature are reported in the left panel of

figure 3. We point out that there exists a region (painted red in figure 3) with low f and
mh . 225GeV such that the criterion eq. (3.4) is not satisfied, meaning that the expansion
of the universe does not permit the bubbles to percolate. Thus the nucleation never starts
and the universe remains trapped in a symmetric vacuum. In addition, the right panel of
figure 3 helps one to realize further the numerical significance of the supercooling effect

6Strickly speaking, it is no longer a bounce but rather a critical bubble as it corresponds to a static field

configuration.
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Figure 3: The left panel of this figure shows contours of the nucleation temperature Tn in the
allowed region for an EW symmetry-breaking first order phase transition (f is the decay constant
of the strong sector the Higgs emerges from, and mh is the physical Higgs mass). Below the red
lower bound the EW symmetry remains intact in the vacuum while above the blue upper one
the phase transition is second order or not even occurs. Within the red band, the universe is
trapped in a metastable vacuum since no expanding bubble is nucleated and the transition never
proceeds. The contours are from left to right for Tn = {50, 100, 150}GeV. The right panel of
this figure shows contours of the relative deviation of the nucleation temperature from the critical
one: ǫT = (Tc − Tn)/Tc. This measures the degree to which the phase transition is delayed by the
overcooling effect. The contours are, from above, for ǫT = {10−3, 10−2, 0.1, 0.3}.

by plotting the deviation of the nucleation temperature Tn from Tc. We see that, for
large values of f , the deviation is not significant since the potential barrier disappears at
a temperature not much less than the critical one. On the another hand, as soon as one
lowers f , the barrier persists to lower and lower temperatures, making the supercooling
delay of the phase transition important. Thus the knowledge of the nucleation temperature
becomes necessary to clearly understand the dynamics of the phase transition in this region.

3.1.2 Saving the baryon-asymmetry from wash-out

Understanding the dynamics of the phase transition is a worthy endeavor on its own;
however, one of the key reasons for understanding the nature of the EW phase transition is
to determine if a baryon asymmetry can be produced and survive the process. Calculations
in the previous sections enable us to refine some of the results of [2], where the possibility of
a strong first order phase transition was first demonstrated. The strength of the transition
is characterized by the crucial ratio 〈φ(T )〉/T , which controls the sphaleron production
rate in the broken phase. For 〈φ(T )〉/T > 1, the transition is strongly first-order as any
baryon-asymmetry produced at that time is ensured not to be washed out by the B + L

violating sphaleron processes.
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Figure 4: Plot of the ratio ξn = 〈φ(Tn)〉/Tn characterizing the strength of the phase transition
using the thermal mass approximation of [2] (left) and the complete one-loop potential (right). The
contours are for ξn = {1, 2, 3, 4} from top to bottom. f is the decay constant of the strong sector
the Higgs emerges from, and mh is the physical Higgs mass.

At present we are ready to compute 〈φ(T )〉/T at the nucleation temperature in the
cases where only the thermal masses are included and where the complete one-loop potential
is used. This allows us to compare the effect on the wash-out criterion of the supercooling
of the phase transition and the usefulness of the one-loop potential. The contour plots
of figure (4) show the common fact that the lower the value of f , the stronger the phase
transition for a fixed Higgs mass. The qualitative result of considering the temperature
delay from Tc to T = Tn is that for a given point in the parameters plane, the phase
transition is generically stronger at Tn. Indeed not only is the nucleation temperature
potentially much smaller than Tc, but also the value of the Higgs VEV grows as the
universe cools down.

Another important result for the baryon-asymmetry of the universe, is that it can
be saved from the wash-out through sphaleron processes, namely 〈φ(T )〉/T > 1, for a
not-so-small value of f . Indeed, in order to allow baryogenesis during the EWPT in the
approximation of [2] some fine-tuning might be required in some approaches without any
particular dynamics to make the suppression scale of the dimension six operator in the
Higgs sector relatively smaller than the TeV scale required in the gauge sector to pass EW
precision measurements. But the full one-loop potential tells us that for values of the Higgs
mass above the current experimental bound f can be larger — as large as 1.2 TeV — and
the baryon-asymmetry can still freeze out.

3.2 Gravitational waves

As a bubble expands a part of the latent heat released accelerates the bubble wall and
introduces turbulent motions in the hot plasma. After bubbles collide, spherical symmetry
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is broken. This enables gravitational radiation to be emitted. The turbulence of the plasma
after bubble collisions is another important source of gravitational radiation (see [23] for an
introduction to the physics of gravity waves). In the following, we characterize the spectrum
of gravitational radiation that one can expect from the first order phase transition we have
detailed in this article. We compare these results with the sensitivities of current gravity
wave detectors, and of proposed gravity wave detectors of the future.

3.2.1 Characterizing the spectrum

Previous studies [24 – 26] of the gravity wave spectrum culminate in showing that it can
be fully characterized by the knowledge of only two parameters derived ultimately from
the effective potential.7 The first one is the rate of time-variation of the nucleation rate,
named β. Its inverse gives the duration of the phase transition, therefore defining the
characteristic frequency of the spectrum. The second important parameter, α, measures
the ratio of the latent heat to the energy density of the dominant kind, which is radiation
at the epoch considered: α ≡ ǫ/ρrad. They are both numerically computed from the
effective action S3/T at the nucleation temperature as follows. The time-dependence of
the rate of nucleation is mainly concentrated in the effective action and β is defined by β ≡
−dSE/dt

∣∣
tn

. Using the adiabaticity of the universe one obtain the following dimensionless
parameter:

β

Hn
= Tn

d

dT

(
S3

T

) ∣∣∣
Tn

, (3.5)

where Hn is the expansion rate when nucleation starts. The latent energy is the sum of the
amount of energy ∆V seperating the metastable vacuum to the stable one and the entropy
variation ∆S between these two phases. Hence one has:

ǫ = −∆V − T∆S =
[
−∆V + T

∂V

∂T

] ∣∣∣
Tn

. (3.6)

The left and right panels of figure 5 show contours of constant α and β/Hn, respectively,
at the time of nucleation.

3.2.2 Observability at interferometry experiments

Future interferometry experiments could offer us a way to observe the EWPT. A detailed
analysis of the potential to directly see gravitational waves from the first-order phase tran-
sition can be compared with the sensitivity expected from the correlated third generation
LIGO detector on earth and the LISA and BBO detectors in space. A general analysis that
we utilize has been presented in [22], where both bubble collisions and turbulent motions

7This conclusion is valid under the assumption of detonation. However, in practice the bubble expand in

a thermal bath and not in the vacuum and friction effects taking place in the plasma slow down the bubble

velocity. Therefore, it might be important to consider the deflagration regime as in ref. [27]. When the

phase transition is weakly first order, we obtained under the approximations of [28] a wall velocity lower

than the speed of sound. However, in the interesting region where the phase transition gets stronger, we

approach the detonation regime and the approximations of [28] have to be refined to accurately compute

the wall velocity.
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Figure 5: The panel on the left contains contours of the latent heat α =
{5.10−3, 10−2, 5.10−2, 0.1, 0.5} from top to bottom. The panel on the right draws contours of
the parameter, β/Hn, measuring the duration of the phase transition. From above one has
β/Hn = {105, 104, 103, 200}. f is the decay constant of the strong sector the Higgs emerges from,
and mh is the physical Higgs mass.

were considered. Qualitatively, gravity-wave detectors will give us a better chance to ob-
serve the phase transition today if the latent heat energy released is large and the emission
lasts a long time. This can be understood easily by recalling that the power spectrum is
given by the square of the quadrupole moment of the source which in turns scales as the
kinetic energy over the time of emission [29]. In other words, typically α has to be O(1)
and β/H as small as O(100) to get a sufficiently high energy density Ωh2 & 10−10.

Relying on our effective (nonrenormalizable) potential approach, we find that generi-
cally the dynamics of the first order EWPT beyond the SM generate too weak gravity waves
to observe except for a tiny region of the parameter space. Namely, by looking closely at
figures 5 one can see that for a Higgs mass slightly above the LEP2 bound, mh & 115 GeV,
and a relatively low scale, f ∼ 650 GeV, we get at best α ∼ 0.5 and β/H ∼ 100. The cor-
responding nucleation temperature in this region is about 50 GeV, according to Fig 3. For
such a temperature scale, only LISA and BBO will be sensitive to the emitted spectrum of
gravity waves, according to the results presented in figures 3 and 4 of [22]. Its detectability
is probably beyond the capability of LISA. This result is in qualitative agreement with the
results of [30]. Indeed LISA requires at least values of α > 0.6 for β/H ∼ 100 in order to
see the characteristic peak from turbulence while the collision peak starts to be probed for
α > 0.8. On the other hand, BBO should be able to observe both peaks if α is around 0.3
(keeping β/H ∼ 100).

Thus it seems that one will have to wait until the launching of the second generation
of space-based interferometers to really study the EWPT through gravity wave detectors
within this framework. Moreover this would be possible only in the maximizing case where
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Figure 6: Example of gravity wave spectrum produced during the EW phase transition both
by turbulence (left peak) and collision effects (right peak slightly emerging from the tail of the
turbulence spectrum). This plot is for mh = 115GeV and f ≃ 600GeV where α = 0.51, β/H = 89
and Tn = 39GeV. Note that suitable values of α, β/H to get a strong signal always imply a small
nucleation temperature (< 100GeV) due to important overcooling effects that drag the peak below
the lower bound of the space-based detectors frequency band (≃ 10−4 Hz), making the gravity
waves delicate to observe.

the Higgs mass is close to its current experimental bound and the composite scale of the
Higgs is relatively low.

4. Conclusions

In this article we have reported on a complete computation of the one-loop finite tem-
perature effective potential in models where the Higgs boson is composite and emerges as
a light pseudo-Goldstone boson of a strongly interacting sector (our analysis could also
be relevant for studying the dynamics of electroweak symmetry breaking in Little Higgs
theories). These models are characterized by higher dimensional operators in the Higgs
sector suppressed by the strong decay constant, f , a scale parametrically smaller than the
cutoff of the strong sector. Interestingly, by following the details of the phase transition
dynamics, the parameter space of a strong first-order phase transition has actually grown
for large value of f , and shrunk for small value of f cutoff, compared to the tree-level
result found in [2]. It has grown at the higher end by going beyond the high temperature
approximation. The parameter space has shrunk on the lower end, since we found that
bubbles cannot be nucleated well enough there to overcome the effects of an expanding
universe. We encountered some subtleties along the way, including infrared singularities
and imaginary components to the potential, that were resolved.

It was also necessary to compute the details of the phase transition dynamics in order
to investigate the possibility of detecting gravitational radiation from the first order phase
transition occuring in the early universe. After bubbles are nucleated, their collisions and
subsequent turbulence in the plasma give rise to gravity waves. In the assumption of a
detonation regime, the effects depend on only two parameters, the latent heat α and the
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duration of the phase transition β−1, both of which can be determined by solving the
bounce equation, and analyzing the full one-loop finite temperature effective potential at
the scale of the nucleation temperature. Although LIGO and LISA are likely not sensitive
to these effects, we found that BBO, a planned second generation experiment of space-
based interferometers, could be sensitive to the gravity waves produced during this phase
transition.
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A. On-shell renormalization of the T = 0 potential

The on-shell scheme identifies lagrangian parameters as physical parameter (i.e., observ-
ables). It is the scheme employed by [31], although we augment that discussion by describ-
ing a self-consistent approach with higher order operators, and describe the details of how
IR divergences from massless Goldstone bosons cancel.

Renormalizing our theory in the on-shell scheme is most convenient when we begin by
writing the full potential in the following form:

Vtree(φ) =
λ

4
(
φ2 − v2

0

)2 +
κ

8
(
φ2 − v2

0

)3 + ∆V 0
1 (φ) +

δc2

2
φ2 +

δc4

4
φ4 +

δc6

6
φ6 (A.1)

where

∆V1(φ, T = 0) ≡ ∆V 0
1 (φ) =

∑
i=h,χ,W,Z,t

ni

2

∫
d4kE

(2π)4
log
[
k2

E + m2
i (φ)

]
(A.2)

=
∑

i=h,χ,W,Z,t

ni
m4

i (φ)
64π2

[
log

m2
i (φ)
µ2

− Ci − CUV

]
(A.3)

which has been regularized in 4−ǫ dimensions, Ci = 5/6 (3/2) for gauge bosons (scalars and
fermions) and CUV ≡ 2

ǫ − γE +log 4π +O(ǫ). In this parametrization of the tree-potential,
the scalar φ-dependent masses are: m2

h(φ) = λ(3φ2 − v2
0) + 3κ(5φ4 − 6v2

0φ2 + v4
0)/4 and

m2
χ(φ) = λ(φ2 − v2

0) + 3κ(φ2 − v2
0)

2/4. The on-shell scheme imposes that v0 is the vacuum

expectation of the Higgs field, λ ≡ m2
h

2v2
0
, and κ ≡ 1/f2. The precise meaning of f2 is defined

below.
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The counter terms, δci, are determined by the renormalization conditions:

dVeff(φ, T = 0)
dφ

∣∣∣
φ=v0

= 0, (A.4)

d2Veff(φ, T = 0)
dφ2

∣∣∣
φ=v0

= m2
h −∆Σ, (A.5)

d3Veff(φ, T = 0)
dφ3

∣∣∣
φ=v0

= ξphys −∆Γ (A.6)

where ∆Σ = Σ(mh) − Σ(0) and ∆Γ = Γ(mh) − Γ(0) are needed to take us from the IR-
sensitive and unphysical p = 0 limit of the effective potential to p2 = m2

h, where physical
observables mh and the tri-Higgs coupling ξphys are defined. Detailed computations demon-
strating the cancellation of the IR divergences in this scheme are presented in appendix B.

We wish to have a more direct physical parameter that parametrizes deviations from
the SM, and so we redefine

ξphys ≡ ξSM
phys +

6v3
0

f2
(A.7)

which constitutes the definition of the physical observable f . Recall that the tri-Higgs
coupling in the SM is fixed with knowledge of mh, and thus ξSM

phys is determined completely
by mh and the other parameters of the SM:

ξSM
phys =

3m2
h

v0
+
∑

i

ni

32π2

[m2
i (v0)′]3

m2
i (v0)

. (A.8)

Since m2(v0) depends on 1/f2, this expression is technically equal to the SM one only in
the limit of f2 →∞, which is all that we need for the analysis to be self-consistent.

We are now able to invert the renormalization conditions and compute the counter
terms, which depend on the various derivatives of V 0

1 (φ), ∆Σ, and ∆Γ. Upon expanding
the result, one can express the renormalized full one-loop potential as

Veff(φ) =
m2

h

8v2
0

(φ2 − v2
0)

2 +
1

8f2
(φ2 − v2

0)
3 (A.9)

+
∑

i=h,χ,W,Z,t

ni

64π2

[
m4

i (φ)
(

log
m2

i (φ)
m2

i (v0)
− 3

2

)
+ 2m2

i (v0)m2
i (φ)

]
+

1
16

(7∆Σ− v0∆Γ) φ2 +
1

16v2
0

(−5∆Σ + v0∆Γ)φ4 +
1

48v4
0

(3∆Σ − v0∆Γ)φ6

where all the f -dependence of the loop-order contribution to the potential is contained in
the field-dependent masses, making the continuity of the decoupling limit explicit.

B. Cancellation of Goldstone boson IR divergences

In this appendix, we gather the detailed computations for the results mentioned in ap-
pendix A about smoothing the Goldstone IR singularity in the one-loop potential at zero
temperature. First, we shall briefly recall how one moves from zero-momentum to on-shell
scheme in the SM, as a warm-up for the dimension-six operator discussion that will come
afterwards.
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B.1 Review of the SM case

In the SM the loop-integral of (A.2) can be renormalized by imposing the two conditions

dVeff(φ, T = 0)
dφ

∣∣∣
φ=v0

= 0, (B.1)

d2Veff(φ, T = 0)
dφ2

∣∣∣
φ=v0

= m2
h,0, (B.2)

which leads to the traditional form of the effective potential

V
(SM)
eff (φ) =

m2
h,0

8v2
0

(φ2 − v2
0)

2 (B.3)

+
∑

i

ni

64π2

[
m4

i (φ)
(

log
m2

i (φ)
m2

i (v0)
− 3

2

)
+ 2m2

i (v0)m2
i (φ)

]
where the scalar masses must be evaluated in the decoupling limit of the dimension-six
operator (f → ∞). As we will review, mh,0 is an off-shell Higgs mass defined at p = 0.
This is fine to use as long as no massless particle couples to the Higgs field [31]. If such
particles like the Goldstone bosons are to be taken into account, one must move away from
zero-momentum to avoid the pole-mass at p = 0 that makes both mh,0 and the one-loop
potential IR divergent.

In order to see how this can be done, we recall that near the symmetry breaking
minimum (φ = v0) the renormalized effective potential can always be expanded in terms
of 1PI-Green functions evaluated at vanishing external momentum as follow:

Veff(φ, T = 0) = −
∞∑

n=0

(φ− v0)n

n!
G(n)(p2

i = 0), (B.4)

where G(n)(p2
i ) are the n-legs renormalized 1PI Green functions for the physical Higgs scalar

evaluated about the true vacuum (i.e., in the shifted theory). This expansion directly
follows from the fact that the effective action may be intepreted as a generating functional
of these 1PI Green functions. Hence the second derivative of the effective potential at v0

is simply the renormalized two-point function at zero-momentum:

d2Veff(φ, T = 0)
dφ2

∣∣∣
φ=v0

= −G(2)(p2 = 0). (B.5)

Given that the two-point function (the inverse propagator) of the Higgs is

G(2)(p2) = p2 − (m2
h,R + Σ(p2)

)
, (B.6)

where m2
h,R and Σ(p2) are the renormalized Higgs mass and one-loop Higgs self-energy, we

see that imposing the renormalization condition (B.2) leads to

m2
h,0 = m2

h,R + Σ(p2 = 0). (B.7)

justifying that mh,0 is to be understood as the zero-momentum Higgs mass. In order to
circumvent the IR divergences a natural choice would be to express the right-hand side
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Figure 7: IR divergent diagram contributing to Σ(p2 = 0).

of (B.2) in terms of physical parameters. The physical Higgs mass (mh) is defined as the
pole of the one-loop resummed propagator (G(2)(p2 = m2

h) = 0) and is given by solving the
self-consistent equation:

m2
h = m2

h,R + Σ(p2 = m2
h). (B.8)

This allows us to rewrite (B.5) as

d2Veff(φ, T = 0)
dφ2

∣∣∣
φ=v0

= m2
h,R + Σ(p2 = 0),

= m2
h −∆Σ (B.9)

with ∆Σ ≡ Σ(p2 = m2
h)− Σ(p2 = 0).

When ∆Σ is absent the UV-finite one-loop correction at zero temperature for the SM
has an IR divergent piece coming from the Goldstone contribution:

∆V
0 (SM)
1 (φ)(IR div) = − nχ

64π2
m4 (SM)

χ (φ) log m2
χ −→

m2
χ→0

∞ (B.10)

where m2
χ ≡ m

2 (SM)
χ (v0) will be kept non-zero as a regulator in what follows. Moving to

the on-shell renormalization scheme (i.e., replacing (B.2) by (A.5)) results in the addition
of the following term to V

(SM)
eff :

δV1,(SM)(φ) = −∆Σ(SM)

8v2
0

(φ2 − v2
0)

2 (B.11)

Now Σ(SM)(p2 = 0) receives an IR singularity from the diagram depicted in figure 7 which
can be easily calculated to give:

Σ(SM)
(IR div)(p

2 = 0) =
nχ

32π2

m4
h

v2
0

log m2
χ. (B.12)

Combining (B.12) with (B.11), one gets the following IR divergent contribution to the
potential (up to an irrelevant φ-independent term):

δV1,(SM)(φ)(IR div) =
nχ

64π2
m4 (SM)

χ (φ) log m2
χ, (B.13)

which exactly cancels out (B.10).
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B.2 Generalization to the non-renormalizable potential

The presence of the dimension six interaction at tree-level forces us to set one more deriva-
tive of the potential to an extra measurable quantity. Focusing only on the decoupling
limit this can be accomplished by

d3Veff(φ, T = 0)
dφ3

∣∣∣
φ=v0

= ξ0, (B.14)

where

ξ0 ≡
3m2

h,0

v0
+

6v3
0

f2
0

+
∑

i

ni

32π2

[m2
i (v0)′]3

m2
i (v0)

. (B.15)

As can be easily checked, defining only the Higgs mass on-shell does not smooth out
entirely the bad IR behavior of the one-loop potential in the non-renormalizable case.
In fact f , being another parameter to be fixed at the quantum level, needs also to be
renormalized away from zero-momentum to avoid the Goldstone pole, which is done by
defining the renormalized three-point function of the Higgs boson on-shell. As for the
two-point function, from (B.4) one gets

d3Veff(φ, T = 0)
dφ3

∣∣∣
φ=v0

= −G(3)(p2
i = 0) (B.16)

where pi denotes the external momenta of the three-point function. G(3) can be split into
a tree-level coupling and a one-loop correction as

G(3)(p2
i ) = −g3 − Γ3(p2

i ) (B.17)

where g3 is the renormalized cubic self-couplings of the Higgs at tree-level. Similarly to the
Higgs mass, we see that imposing (B.14) implies working with a parameter ξ0, or rather
f0 through (B.15), defined at zero-momentum which leads again to IR divergent behavior.
We propose defining an on-shell cubic coupling at one-loop by8

ξphys ≡ −G(3)(p2
i = m2

h) = g3 + Γ3(p2
i = m2

h), (B.18)

which translates into an on-shell (physical) definition of f by means of (A.7). Finally
by expressing (B.14) in terms of physical parameters, we get the on-shell renormalization
condition of (A.6)

d3Veff(φ, T = 0)
dφ3

∣∣∣
φ=v0

= g3 + Γ3(p2
i = 0), (B.19)

= ξphys −∆Γ3 (B.20)

where ∆Γ ≡ Γ3(p2
i = m2

h)− Γ3(p2
i = 0).

8Other physical definitions of the cubic coupling are possible, so long as they move away from zero-

momentum to solve the IR issue.
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Figure 8: IR divergent diagram contributing to Γ3(p2
i = 0). All the momenta are assumed to be

zero in the external lines.

Now by enforcing the three renormalization conditions (A.4), (A.5) and (A.6) to set
the counter-terms, we find that the zero-momentum potential is augmented by

δV1(φ) = −∆Σ
8v2

0

(
φ2 − v2

0

)2 +
[

∆Σ
16v4

0

− ∆Γ
48v3

0

] (
φ2 − v2

0

)3 (B.21)

We recall that in terms of mh,0 and ξ0 the effective potential develops a logarithmic IR
singularity of the same form as in the SM but with f -dependent masses:

∆V 0
1 (φ)(IR div) = − nχ

64π2
m4

χ(φ) log m2
χ, (B.22)

while ξ0 defined in (B.15) has a power-law divergence. Nonetheless Γ3(p2
i = 0) contains

IR-divergent parts from the diagrams of figure 8 which are

Γ3(p2
i = 0)(IR div) =

3nχ

32π2

m4
h

v3
0

(
1 +

6v4
0

m2
hf2

)
log m2

χ (B.23)

+
nχ

32π2

m6
h

m2
χv3

0

.

Hence the power-law divergence of ∆Γ cancels with the one of (B.15) making ξphys

a well-defined quantity. The remaining logarithmic divergence of the three-point function
along with the one from the self-energy, which turns out to be the same as in the SM,

Σ(IR div)(p
2 = 0) =

nχ

32π2

m4
h

v2
0

log m2
χ, (B.24)

gives after some simple algebra (up to irrelevant constant and O(f−4) terms)

δV1(φ)(IR div) =
nχ

64π2
m4

χ(φ) log m2
χ (B.25)

which cancels with eq. (B.22).
Finally, one finds that this procedure also leads to a UV and IR finite potential when

a different higher derivative is chosen as a third renormalization condition.

C. Review of T 6= 0 one-loop Higgs potential

C.1 The one-loop potential from the background field method

The original method proposed by Jackiw in [6] to compute loop corrections to the classical
potential is based upon expanding the action about (constant) background values for the
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various fields appearing in the theory. In our case only the neutral Higgs component has
a non-vanishing VEV, and we recall here in a concise way how this method allows one to
derive the one-loop correction given in (2.4). At the start, we consider the T = 0 correction,
and discuss the finite T corrections in the next subsection of this appendix.

As an illustration we focus on a simple self-interacting scalar (real) field theory defined
by the following generating functional:

Z[j] ≡
∫

[Dφ]exp [i(S[ϕ] + jϕ)] (C.1)

where the notation ϕj ≡ ∫
d4xϕ(x)j(x) will be assumed throughout this appendix, and

the action is S[ϕ] =
∫

d4x[(∂µϕ)2/2− V0(ϕ)]. Then one shifts the field by a x-independent
background value (ϕ(x) = φ+h(x)) where φ is assumed to be a classical field configuration
and h represents a quantum fluctuation about it. We will now integrate out this fluctuation
to get its effect on the potential up to one-loop order. To do so, one defines the shifted
theory (whose dynamical field is now h) by expanding the action about its classical value:

S[φ + h] + j(φ + h) = S[φ] + jφ + h

(
δS

δϕ

∣∣∣
ϕ=φ

+ j

)
+

1
2
hx

δ2S

δϕxδϕy

∣∣∣
ϕ=φ

hy + · · · (C.2)

where thanks to the equation of motion in the presence of a source the linear term vanishes.
The · · · stand for higher (than quadratic) orders in h which lead to (at most) two-loop
corrections [6]. One also easily obtains after an integration by parts that

δ2S

δϕxδϕy

∣∣∣
ϕ=φ

= −(� + V ′′
0 (φ))δ4(x− y). (C.3)

Plugging this expansion back into (C.1) one obtains

Z[j] ≃ ei(S[φ]+jφ) ×
∫

[Dh] exp
[

i

2
hx

δ2S

δϕxδϕy

∣∣∣
ϕ=φ

hy

]
= ei(S[φ]+jφ) ×Det

(
� + V ′′

0 (φ)
)− 1

2 . (C.4)

We recall that by definition the effective action is the Legendre-transform of the logarithm
of Z[j]

Seff [φ] ≡ −i log Z[j]− jφ, (C.5)

which in our case, including the quantum fluctuations at one-loop, takes the form:

Seff [φ] = S[φ] +
i

2
Tr log

(
− δ2S

δϕxδϕy

∣∣∣
ϕ=φ

)
. (C.6)

Moreover Seff can always admit a derivative expansion of the form:

Seff [φ] ≡
∫

d4x
[−Veff(φ) + A(φ)(∂µφ)2 + · · · ] , (C.7)

which defines precisely what one calls the effective potential. Since φ is an homogeneous
configuration in space-time, this simplifies to:

Seff [φ] = −VVeff(φ), (C.8)
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where V is the volume of space-time we choose to keep finite for the moment. Besides,
this homogeneity preserves the diagonality of (C.3) in momentum-space, which allows us to
evaluate the trace in (C.6). This leads to the following expression for the effective potential:

Veff(φ) = V0(φ)− i

2
V−1

∑
k

log(−k2 + V ′′
0 (φ)) (C.9)

where the sum is over the eigenvalues of the � operator in momentum-space. Finally by
taking the limit of infinite space-time volume, one gets the well-known result:

Veff(φ) = V0(φ)− i

2

∫
d4k

(2π)4
log(−k2 + V ′′

0 (φ)). (C.10)

The generalization for fields of higher spin that couple to φ is

Veff(φ) = V0(φ) + i
∑

i=fields

η

∫
d4k

(2π)4
log det

(
−iD̃i(k, φ)

)
, (C.11)

where −iD̃(k, φ) is the inverse propagator, η = −1/2 (1) for bosons (fermions) is the power
of the functional determinant, and the det denotes an eventual determinant acting on either
Lorentz or Dirac indices.

C.2 Turning on the temperature in the effective potential

The imaginary time formalism to go from quantum statistics at zero-temperature to ther-
mal quantum statistics is by compactification of the euclidean time dimension on a circle
of radius R = 1/2πT . This correspondence is formally obtained in the path integral for-
mulation of quantum mechanics [13]. However, it is worthwhile to give a quick intuitive
argument.

We begin with the generating functional for a scalar field in euclidean space-time
(τ = it):

Z[j] =
∫

[Dφ] exp
[
−
∫

d4xE

(
1
2
∂µφ∂µφ + V0(φ) + jφ

)]
. (C.12)

Now requiring the euclidean time to lie in the interval −1/2T 6 τ 6 1/2T , and restricting
the field φ to static configurations, one ends up with

Z[j] =
∫

[Dφ] exp
[
− 1

T

∫
d3x

(
1
2
∂iφ∂iφ + V0(φ) + jφ

)]
. (C.13)

For vanishing source the space integral is nothing else but the energy (E[φ]) stored in a
(time-independent) field configuration φ, and the generating functional reduces to

Z[j = 0] =
∫

[Dφ] e−
E[φ]

T ∼
∑

S=all states

e−ES/T , (C.14)

which is the common partition function of statistical mechanics where φ describes all pos-
sible (static) configurations of a given system in equilibrium with a heat reservoir at tem-
perature T .
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Therefore the prescription to follow as soon as temperature is switched on is rather
simple. It consists of Fourier expanding the fields among its eigen (Matsubara) frequencies
ωn and discretizing the imaginary time integrals by the following replacement rule:∫

dk0,E

2π
f(k0,E) → T

∞∑
n=−∞

f(k0,E = ωn). (C.15)

For instance, applying (C.15) to momentum integral in (C.10) to implement the finite
temperature correction leads to a potential of the form presented in (2.4):

Veff(φ, T ) = V0(φ) +
T

2

∞∑
n=−∞

∫
d3k

(2π)3
log(ω2

n + ~k2 + V ′′
0 (φ)). (C.16)

C.3 Gauge degrees of freedom in Landau gauge

Recalling the Goldstone equivalence theorem of gauge theory, one might doubt the neces-
sity of counting the longitudinal polarization of a (massive) gauge field and its associated
Goldstone mode as independent degrees of freedom when computing the effective potential
in the Landau gauge. Here we clarify this fact in the simple case of an abelian Higgs model.
To do so, we explicitly compute the one-loop contributions of the U(1)-gauge, ghost and
Goldstone fields to the Higgs potential in the Rξ gauge. The effective potential turns out
to be gauge-dependent, however there is no need to worry since it is not a physical observ-
able. We work at T = 0 but the following discussion can be driven the same way when the
temperature is turned on, since we never evaluate momentum integrals.

We begin with the gauge field (Aµ). It will affect the Higgs potential at one-loop
through the following term:

∆V A
1 (φ) = − i

2

∫
d4k

(2π)4
log det

(
−iD̃−1

µν (k)
)

, (C.17)

where det acts on Lorentz indices. In the Rξ gauge the inverse propagator has the usual
expression in momentum space:

−iD̃−1
µν (k) =

(−k2 + m2
A(φ)

)
ΠT

µν(k) +
1
ξ

(−k2 + ξm2
A(φ)

)
ΠL

µν(k) (C.18)

with ΠT
µν(k) = ηµν − kµkν/k2 and ΠL

µν(k) = kµkν/k
2 being the transverse and longitudinal

projectors respectively. Since the traces of ΠT,L = 3, 1 and the determinant are invariants,
we can move to a basis where the matrices Π̂ = CΠC−1 are diagonal and read:

Π̂T = diag(0, 1, 1, 1) , Π̂L = diag(1, 0, 0, 0) (C.19)

In this basis the determinant can be easily evaluated and gives:

∆V A
1 (φ) = − i

2

∫
d4k

(2π)4
[
3 log

(−k2 + m2
A(φ)

)
+ log

(−k2 + ξm2
A(φ)

)
+ log ξ

]
(C.20)

Now we move to the Goldstone boson (χ) and ghost contributions which are

∆V χ+ghost
1 (φ) = − i

2

∫
d4k

(2π)4
log
(
−iD̃−1

χ (k)
)

+ i

∫
d4k

(2π)4
log
(
−iD̃−1

ghost(k)
)

. (C.21)
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Given that, in the abelian Higgs model, the inverse propagators are

−iD̃−1
χ (k) = k2 −m2

χ(φ)− ξm2
A(φ), (C.22)

−iD̃−1
ghost(k) = k2 − ξm2

A(φ), (C.23)

with mχ the mass the Goldstone receives from its Higgs couplings, we obtain

∆V χ+ghost
1 (φ) =

i

2

∫
d4k

(2π)4

[
log
(−k2 + ξm2

A(φ)
)

+ iπ − log

(
1 +

m2
χ(φ)

−k2 + ξm2
A(φ)

)]
.

(C.24)
Gathering (C.20) and (C.24) together, we see the first terms of each expression cancel out,
leaving only (in euclidean space)

∆V A+χ+ghost
1 (φ) =

1
2

∫
d4kE

(2π)4

[
3 log

(
k2

E + m2
A(φ)

)
+ log

(
1 +

m2
χ(φ)

k2
E + ξm2

A(φ)

)]
+ · · · ,

(C.25)
where · · · stand for constant terms irrelevant for the potential. Taking ξ = 0 to move to
the Landau gauge, the last expression reduces to (up to an infinite constant)

∆V A+χ+ghost
1,ξ=0 (φ) =

1
2

∫
d4kE

(2π)4
[
3 log

(
k2

E + m2
A(φ)

)
+ log

(
k2

E + m2
χ(φ)

)]
+ · · · , (C.26)

from which one clearly sees that, in this gauge, the factor of 3 for the massive gauge field
is not altered by the addition of the Goldstone contribution.

Another physically meaningful fixing choice is the unitary gauge ξ → ∞. Sending
the gauge fixing parameter to infinity in (C.25) implies the decoupling of the Goldstone
contribution, as it should:

∆V A+χ+ghost
1,ξ→∞ (φ) =

1
2

∫
d4kE

(2π)4
[
3 log

(
k2

E + m2
A(φ)

)]
+ · · · , (C.27)

Again the degrees of freedom of the gauge field are still 3 in this gauge.
From this discussion we see that interpreting the factors in front of the log as the

number of polarization states for the corresponding field is only (accidentally) true in both
ξ = 0,∞ gauges. Indeed, if one takes for instance the ’t Hooft gauge (ξ = 1) the results
are

∆V A+χ+ghost
1,ξ=1 (φ) =

1
2

∫
d4kE

(2π)4
[
2 log

(
k2

E + m2
A(φ)

)
+ log

(
k2

E + m2
χ(φ) + m2

A(φ)
)]

+ · · · ,

(C.28)
where now the “degrees of freedom” of Aµ reduce from 3 to 2 by this gauge choice.

C.4 Cancellation of imaginary parts at small temperature

In section 2.3.2, we have shown that in the high temperature limit, a cancellation occurs
between imaginary parts of the one-loop potential and the ring corrections. Here we want
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to show that this cancellation occurs also for smaller temperatures of order T ∼ |mi(φ)|.
Indeed by working out the integrals of (2.23) in order to isolate its imaginary part, we get

ℑm
[
∆V T

1 (φ, T )
]

=
∑

i=h,χ

Θ(−m2
i (φ))

niT
4

4π2

∫ |mi(φ)|
T

0
dxx2

(
(4n + 1)π−

√
|mi(φ)|2

T 2
− x2

)
,

where n is a positive integer which ensures that

−π <
1
2

(
π −

√
|m2

i (φ)|
T 2

− x2

)
+ 2nπ 6 π (C.29)

so that one stays on the principal sheet when taking the imaginary part of the logarithm,
whose branch is assumed to lie on the negative real axis of the complex plane. We can
easily show that n = 0 as long as T > Tπ ≡ |mi(φ)|/3π, in which case the imaginary part
becomes

ℑm
[
∆V T

1 (φ, T )
]

=
∑

i=h,χ

Θ(−m2
i (φ))

niT
4

4π2

∫ |mi(φ)|
T

0
dxx2

(
π −

√
|mi(φ)|2

T 2
− x2

)
,

=
∑

i=h,χ

Θ(−m2
i (φ))ni

[
−|mi(φ)|4

64π
+
|mi(φ)|3T

12π

]
(C.30)

and reproduces the same cancellation with (2.39) and (2.37) as in the high temperature
regime.

For completeness we now consider the case of very low temperatures. As the tem-
perature cools down below Tπ, one begins needing to shift the imaginary part of the log
by multiples of 2π to remain on the principal sheet of the complex plane. Furthermore,
from (C.29) we see that

−2π < (4n + 1)π −
√
|mi(φ)|2

T 2
− x2 ≤ 2π. (C.31)

Thus

−
∑

i=h,χ

Θ(−m2
i (φ))ni

|mi(φ)|3T
6π

< ℑm
[
∆V T

1 (φ, T )
] ≤ ∑

i=h,χ

Θ(−m2
i (φ))ni

|mi(φ)|3T
6π

(C.32)
and we conclude that ℑm

[
∆V T

1 (φ, T )
]

vanishes as T goes to zero, as it should.
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Abstract: In order to explain the non-hierarchical neutrino mixing angles and the absence
of lepton flavor violating processes in the context of warped extra dimensions one needs to
introduce bulk flavor symmetries. We present a simple model of lepton masses and mixings
in RS models based on the A4 non-abelian discrete symmetry. The virtues of this choice
are:

(i) the natural appearance of the tri-bimaximal mixing pattern;

(ii) the complete absence of tree-level flavor violations in the neutral sector;

(iii) the absence of flavor gauge bosons;

(iv) the hierarchies in the charged lepton masses are explained via wave-function overlaps.

We present the minimal field content and symmetry breaking pattern necessary to obtain a
successful model of this type. The bounds from electroweak precision measurements allow
the KK mass scale to be as low as ∼ 3TeV. Tree-level lepton flavor violation is absent in this
model, while the loop induced µ→ eγ branching fraction is safely below the experimental
bound.
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1. Introduction

Warped extra dimensions [1] provide a simple framework for fermion masses: exponential
hierarchies are naturally generated due to the overlap of fermion and Higgs wave func-
tions [2, 3], implementing the split fermion idea of [4]. In the simplest 5D “anarchic”
approach [5, 6], where both the 5D bulk masses and the brane Yukawa couplings are as-
sumed to be random, one generates a hierarchy both in the 4D standard model (SM)
fermion masses and their mixing angles. This seems to fit the observed pattern of quark
mixings and masses very well, since both the CKM matrix and quark masses show a hi-
erarchical pattern. The lepton sector, however, is different: two of the observed neutrino
mixing angles are close to maximal, rather than being hierarchical [7]. This suggests that
one needs to radically change the implementation of fermion masses in warped extra dimen-
sional models in order to achieve the correct lepton mixing pattern. Instead of a fully 5D
anarchical approach, it calls for partial flavor symmetries, which will make sure that two
of the neutrino mixing angles are not small, but close to maximal. The usual hierarchies
can still be used to generate the hierarchies in charged lepton sector.

In fact, the necessary appearance of flavor symmetries is welcome for these models. An-
archic 5D flavor structure necessarily gives rise to flavor changing neutral currents (FCNC’s)
in the quark sector, and to lepton flavor violation (LFV) in the lepton sector at tree-
level [3, 5, 8, 6]. While these flavor violations are suppressed by the so-called RS-GIM
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mechanism [8, 6], the KK mass scale still has to be as large as 20 TeV in order to safely
suppress FCNC’s in the quark sector [9]. In the lepton sector the anarchic approach [10]
imposes a bound of order 10 TeV on the KK mass scale [11]. These bounds imply that the
theory is out of reach for the LHC and unlikely to be useful for solving the (little) hier-
archy problem. Reduction of these bounds require additional flavor symmetries [12, 13].
For the leptons, we have seen that such flavor symmetries are necessary to begin with, to
protect the mixing angles from becoming hierarchical. The aim of this paper is to show
that we can indeed use these flavor symmetries in the lepton sector to eliminate the LFV
bounds on the model, and at the same time get a realistic pattern of masses and mixings.
Recently, an alternative approach to lepton masses in RS was proposed in [14] (following
the suggestion of [15]), which however does not readily explain the appearance of the large
(non-hierarchical) neutrino mixing angles.

For our model, we pick the most popular global symmetry used in neutrino model
building, an A4 discrete symmetry [16, 17]. This, by the virtue of being discrete, has the
added benefit that no additional gauge bosons have to be introduced, even if the symmetry
is gauged. From the many studies of the implications of the A4 symmetry in 4D models we
expect that this symmetry can give the correct mixing structure. The mass hierarchies in
the charged sector can still be generated as usual in RS models via fermion overlaps. The
mass hierarchy in the neutrino sector is not that large, and can be readily incorporated
by choosing O(1) factors in the neutrino mass matrix. Finally, since A4 is a non-abelian
discrete symmetry it has the potential of greatly reducing bounds from LFV. The reason
for that is that by using a non-singlet representation under A4 we can force the bulk wave
functions of some of the left handed fields to be universal.

Indeed, we find that with appropriate choice of representations, the tri-bimaximal
mixing pattern [18] characteristic of the A4 symmetry can be reproduced by the leading
order operators. Higher order terms can result in non-zero θ13, while maintaining the
predictions for θ12, θ23 within the experimentally allowed range. Most importantly, our A4

based model eliminates all tree-level sources for LFV. In fact, LFV is completely absent
in the neutral current interactions, and shows up only through charged currents involving
neutrino mixing. In the original RS neutrino mass model of [2] these loops turn out to
be problematic [19], since the interaction of the heavy KK neutrinos with the SM fields is
unsuppressed. In our model, by putting the charged leptons in the bulk (and peaked on
the UV brane) these couplings are strongly suppressed and the bounds from loop induced
decays are significantly reduced. The most important experimental bounds in the lepton
sector are those from the electroweak precision (EWP) constraints. They are, however,
quite mild, with KK masses of order 3 TeV generically allowed as in most other RS models.

The above arguments show that introducing the discrete non-abelian lepton flavor
symmetry greatly improves over the generic RS lepton flavor models. Moreover, they are
also improving the straight 4D implementations of A4 neutrino models in several aspects.
First, they explain the hierarchy in the charged lepton sector. Second, by putting one
A4 breaking VEV on the UV brane (breaking the group to Z2), and the other on the
IR (breaking it to Z3) questions regarding vacuum alignment are eliminated. Finally, the
appearance of the correct right handed neutrino mass scale (somewhat below MP l and
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SU(2)L SU(2)R U(1)B−L A4 Z2

ΨL � 1 −1 3 −
Ψe,µ,τ 1 � −1 1, 1′, 1′′ +
Ψν 1 � −1 3 −

H (IR) � � 0 1 +
φ′ (IR) 1 1 0 3 −
φ (UV ) 1 1 0 3 +

Table 1: Fields and their gauge and flavor charges.

MGUT) can be explained by the partial compositeness of the right handed neutrino.
The paper is organized as follows: in section 2 we give the general setup, introduce

the A4 representations and calculate the mixing matrices at leading order. In section 3
we show the effects of higher dimensional operators on the mixing angles. In section 4
we present a numerical scan of the parameter space and discuss the electroweak precision
bounds. In section 5 we show that LFV is completely absent at the tree-level in this model,
and estimate the loop induced µ→ eγ branching fraction. We conclude in section 6.

2. The setup

We are assuming an AdS5 bulk metric

ds2 =
(
R

z

)2

(dxµdxνη
µν − dz2), (2.1)

with a UV brane at z = R (R is also the AdS curvature scale) and an IR brane at z = R′.
The magnitude of the scales is given by R−1 ∼ MP l and R′−1 ∼ 1 TeV. The electroweak
gauge group is extended to an SU(2)L × SU(2)R × U(1)B−L gauge symmetry in the bulk
to incorporate custodial symmetry [20]. This symmetry is reduced on the UV brane to the
SM group SU(2)L ×U(1)Y , while it breaks down to SU(2)D ×U(1)B−L on the IR brane.

The matter content is summarized in table 1. We assume that there is a separate
doublet for every SM lepton, including the right handed neutrino: an SU(2)L doublet, ΨL,
for every left handed doublet L, a separate SU(2)R doublet Ψe,µ,τ for every right handed
charged lepton, e, µ, τ , and a right handed doublet Ψν for every right handed neutrino ν.
A 5D fermion correspond to 2 Weyl fermions of opposite chirality in 4D:

Ψ =

(
χ

ψ̄

)
. (2.2)

In the KK decompostion, 4D chirality follows from the boundary conditions at the two
end points of the extra dimension. The Lorentz structure forces χ and ψ to have opposite
boundary conditions while a massless mode appears only for Neumann boundary condition
at both ends. For a complete description of fermionic boundary conditions see [21]. The
profile of the would-be zero mode is then entirely dictated by the 5D mass of Ψ. Conven-
tionally, this mass is normalized as c/R and for c > 1/2 (resp. c < −1/2), a χ-zero mode
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(resp. ψ-zero mode) is exponentially localized on the UV brane. In our setup, we assume
that the boundary conditions (in the absence of the localized mass terms) are chosen as:

ΨL =
(
L [+,+]

)
Ψe,µ,τ =

(
ν̃e,µ,τ [+,−]
e, µ, τ [−,−]

)
Ψν =

(
ν [−,−]
l̃ [+,−]

)
(2.3)

where [±] refers to a Neumann (Dirichlet) boundary condition on both branes for the χ
component, while the ψ̄ ones simply have the opposite conditions. Hence there is a left
handed zero mode for the left handed doublets in ΨL, and a single right handed zero mode
in Ψe,µ,τ and Ψν each.1 These fields have bulk masses (in units of the AdS curvature) given
by cL, ce and cν . For the general case these would be hermitian 3× 3 flavor matrices. This
is not the case here as we impose an A4×Z2 global symmetry in the bulk of the theory.
In order to get the correct neutrino mass spectrum, we assign the three charged lepton
doublets as well as the three right handed neutrinos to the 3 dimensional representation
of A4. Thus for these fields there is just one common c-parameter each: cL and cν . On
the other hand, we assign the right handed charged leptons to the three inequivalent one
dimensional representations of A4: 1+1’+1”. Thus there are three separate c’s in this
sector: ce, cµ and cτ . The purpose of the Z2 symmetry is to eliminate certain brane
localized operators that would otherwise contribute to the mass matrices at leading order.

The symmetry breaking is achieved via brane localized scalars. Besides the SM Higgs,
H, that is localized on the IR brane, we assume the following scalars to break the discrete
symmetries: φ on the UV brane and φ′ on the IR brane, both of which are in the 3 of A4.
We assume that these two scalars develop VEVs in different directions: φ breaks A4 to Z2,
while φ′ to Z3. This is achieved by the VEVs

〈φ′〉 = (v′, v′, v′), 〈φ〉 = (v, 0, 0), (2.4)

in the basis where the generator corresponding to generator S of A4 is diagonal (see ap-
pendix A for summary on A4). Note, that once such a basis is chosen, these are the
most general VEVs which preserve Z3 and Z2 subgroups of A4 respectively, up to a trivial
permutation of the basis.

We now write the most general Yukawa terms respecting both gauge and flavor symme-
tries (in addition one needs to write localized kinetic and potential terms for the localized
scalars):

LUV=−M
2Λ
ψνψν − xν

φ

2Λ
ψνψν + h.c.+ · · · , (2.5)

LIR=−yν

Λ′
ΨLHΨν− ye

Λ′2
(
ΨLφ

′)HΨe− yµ

Λ′2
(
ΨLφ

′)′′HΨµ− yτ

Λ′2
(
ΨLφ

′)′HΨτ + h.c.+· · · ,

where ΨT =
(
χ, ψ̄

)
and · · · stands for higher dimensional operators. We use the notation

of [17] for writing A4-invariants: (),()′ and ()′′ denote the terms of 3× 3 that transform as
1,1′ and 1′′ respectively, see appendix A.

1It is well known that the [+−] boundary conditions (for a χ-type Weyl fermion) can lead to an extremely

light KK-state for c > 1/2. Here we are safe from this problem as the right handed zero modes which satisfy

this type of boundary conditions are localized close to the UV brane, i.e. c < −1/2.

– 4 –



J
H
E
P
1
0
(
2
0
0
8
)
0
5
5

Once the electroweak and A4 symmetries are spontaneously broken, the boundary
terms lead to boundary conditions mixing all fermions. Then, the spectrum is obtained by
solving the bulk equation of motion in the presence of these mixed boundary conditions.
The light modes, however, are quite insensitive to the boundary terms, and so they can
be treated as a small perturbation. Hence to leading order the low energy spectrum may
be obtained by using the zero mode wave functions. This defines the Zero Mode Approxi-
mation (ZMA) whose accuracy depends on how light the light masses are. As the largest
mass is that of the τ , about 1 GeV, the ZMA turns out to be as accurate as mτR

′ ≃ 10−3

for zero mode masses.
To follow the conventional RS literature we introduce the RS flavor functions f and

F ; these give the wave functions of the zero mode fermions on the IR and UV branes:

χc(z) =
1√
R′

( z
R

)2 ( z
R′
)−c

fc =
1√
R

( z
R

)2−c
Fc and ψc(z) = χ−c(z), (2.6)

with

fc =
√

1− 2c√
1− (R/R′)1−2c

, Fc =
√

2c− 1√
1− (R/R′)2c−1

. (2.7)

The IR boundary terms of (2.6) lead to the following Dirac mass matrices for the zero
mode charged leptons and neutrinos:

Me
D = fL

vHv
′

√
2R′Λ′2

 yef−e yµf−µ yτf−τ

yef−e ωyµf−µ ω2yτf−τ

yef−e ω2yµf−µ ωyτf−τ

 , (2.8)

Mν
D = yνfLf−ν

vH√
2R′Λ′

1 0 0
0 1 0
0 0 1

 , (2.9)

where we have introduced the shorthanded notation fi = fci and f−i = f−ci), ω is the cubic
root of unity, ω = e2πi/3, and vH ∼ 250 GeV. The UV terms of (2.6) generate a Majorana
mass matrix for right handed neutrinos of the form:

Mν
M = F 2

−νR
−1

ǫs 0 0
0 ǫs ǫt
0 ǫt ǫs

 . (2.10)

with ǫs ≡M/Λ and ǫt ≡ xνv/Λ.
Note, that while the mass hierarchy in the charged lepton sector is generated via

the wave function overlaps in the usual way, the non-degeneracy in the neutrino sector is
actually due to the two different kind of Majorana term allowed on the UV brane. As
discuss below, the required neutrino mass hierarchy will actually require ǫs ∼ ǫt. This is
more naturally achieved if the singlet Majorana mass is actually also originating from an
operator with a singlet scalar field VEV. This could for example be enforced by imposing
an additional Z3 global symmetry, and an additional scalar field ξ with VEV 〈ξ〉 = M .
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After integrating out the heavy right handed neutrinos, one ends up with a seesaw
type Majorana mass matrix of the left handed neutrinos

M̃ν
M ≡ −Mν

D · (Mν
M)−1 · (Mν

D)T

= −y2
ν

v2
HR

2Λ′2R′2
f2

Lf
2−ν

F 2−ν

1/ǫs 0 0
0 ǫs/∆ −ǫt/∆
0 −ǫt/∆ ǫs/∆

 , (2.11)

with ∆ ≡ ǫ2s − ǫ2t . The diagonalization procedure is the same as that of usual A4 four-
dimensional models. The charged lepton mass matrix becomes diagonal once the left-
handed fields have been rotated as L→ V · L with

V =
1√
3

1 1 1
1 ω2 ω

1 ω ω2

 , (2.12)

a symmetric unitary matrix. We emphasize already here the most important properties of
the A4 mass matrices: the left handed rotation needed for diagonalizing the mass matrix
is independent of the actual magnitudes of the masses, and the right handed rotation is
the unit matrix (i.e. no right handed rotation is necessary). Therefore, the charged lepton
masses are

V∗ ·Me
D = fL

√
3vHv

′
√

2R′Λ′2

yef−e 0 0
0 yµf−µ 0
0 0 yτf−τ

 . (2.13)

The charged lepton mass hierarchies are due to the hierarchies on f−e,−µ,−τ and the A4

embedding of the right handed charged leptons allows for three different c’s which can be
set to generate the physical charged lepton masses.

Next we move to the light neutrino sector. We work in the basis of diagonal charged
leptons which is obtained by performing the rotation on the entire left-handed doublet
with V. Then, the light neutrino Majorana mass matrix is diagonalized by the Harrison-
Perkins-Scott (HPS) matrix [18]

UHPS =


√

2/3 1/
√

3 0
−1/

√
6 1/

√
3 −1/

√
2

−1/
√

6 1/
√

3 1/
√

2

 , (2.14)

corresponding to θ13 = 0, sin2(2θ12) = 8/9 and θ23 = π/4. This tri-bimaximal mixing
matrix is very close to the the best fit obtained from present oscillation data. The neutrino
mass eigenstates are

UT
HPS ·V∗ · M̃ν

M ·V∗ · UHPS = −m̃


1

ǫs+ǫt
0 0

0 1
ǫs

0
0 0 1

ǫt−ǫs

 , (2.15)

where the overall mass scale is set by the combination

m̃ ≡ y2
ν

v2
HR

2Λ′2R′2
f2

Lf
2−ν

F 2−ν

, (2.16)
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The neutrino mass-squared splittings are given by

∆m2
12 ≡ |m1|2 − |m2|2 =

∣∣∣∣m̃ǫs
∣∣∣∣2 [ 1

(1 + r)2
− 1
]
, (2.17)

∆m2
23 ≡ |m2|2 − |m3|2 =

∣∣∣∣m̃ǫs
∣∣∣∣2 [1− 1

(1− r)2

]
, (2.18)

with r ≡ ǫt/ǫs, |∆m2
12| = ∆m2

sol and |∆m2
23| = ∆m2

atm. Combining the last two relations
we see that r solves the following algebraic equation:

r3 − 3r − 2
(
x− 1
x+ 1

)
= 0, (2.19)

where x = ∆m2
sol/∆m

2
atm for |r| < 2 or x = −∆m2

sol/∆m
2
atm when |r| > 2. Finally, ǫs is

found by inverting one of the two relations, for instance,

ǫs =
m̃√

∆m2
atm

×
(∣∣∣∣1− 1

(1− r)2

∣∣∣∣)−1/2

. (2.20)

When we impose the measured values [7] for the mass splittings

∆m2
sol ≃ 7.9× 10−5 eV2, ∆m2

atm ≃ 2.6× 10−3 eV2, (2.21)

we find four solutions for the neutrino mass spectrum corresponding to

r ≈ {0.79, 1.19,−2.01,−1.99}. (2.22)

The first (last) 2 solutions lead to a normal (inverted) hierarchy spectrum. Another general
feature of A4 is a prediction of the absolute neutrino mass scale, m̃. We find that the mass
of the heaviest neutrino ends up being slightly above the atmospheric splitting.

We close this section by presenting a set of numerical values for the Lagrangian pa-
rameters which reproduce the mass spectra. The brane positions are R−1 = 1019 GeV
and R′−1 = 1.5 TeV, in order to keep the KK gauge bosons (with mKK = 3 − 4TeV)
in the reach of the LHC. The Higgs VEV turns out to be vH = 255.5 GeV, which is ob-
tained after matching the bulk gauge couplings such that the weak boson masses as well
as the fine-structure constant at the Z pole take their physical values: mW = 80.40 GeV,
mZ = 91.19 GeV and α−1

em(mZ) = 128. As usual [22], we get a Higgs VEV slightly above
the SM value due to the suppression of the W,Z wave functions on the IR brane and the
additional contributions to the gauge boson masses from the wave function curvature terms.

The charged lepton masses are reproduced using the following choice of parameters:
cL = 0.51, ce = −0.75, cµ = −0.59, cτ = −0.51, ye = 1.53, yµ = 1.55, yτ = 3.04. Indeed,
together with Λ′ = R′−1 and v′R′ = 0.1, one gets me = 0.511 MeV, mµ = 106 MeV and
mτ = 1.77 GeV. We show later on that the model defined with this set of parameters passes
all leptonic electroweak precision bounds while perturbation theory remains under control
up to E = 3mKK . As we saw above, in the neutrino sector the solar and atmospheric
mass splittings, eq. (2.21), reduce the ratio r to only four possible values, eq. (2.22). The
corresponding mass spectra, as well as the Majorana masses on the UV brane (for Λ = R−1,
xν = 1 and cν = −0.37), are reported in table 2.
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r m1 m2 m3 MR vR

−2.01 53 54 18 −0.015 0.030
−1.99 55 54 18 −0.015 0.029
0.79 6.0 11 52 0.074 0.059
1.19 4.5 10 52 0.079 0.095

Table 2: Approximate numerical values of the neutrino masses and UV VEVs for the 4 possible
solutions of r ≡ ǫt/ǫs. The masses are given in units of 10−3 eV.

3. Higher order corrections and perturbativity bounds

After spontaneous breaking of A4 the lowest dimensional boundary terms of (2.6) generate
the tri-bimaximal pattern for the mixing angles as well as the charged lepton and neutrino
mass hierarchies. In order to consider this construction as really meaningful, it is necessary
to study its stability under corrections from higher dimensional terms on the branes as well
as radiative corrections. Another motivation for looking at deviations from tri-bimaximal
mixings is the possibility to get a non-zero θ13, in case it turns out to be non-vanishing
experimentally.

We focus first on the UV brane and show that the effects of higher dimensional A4

invariants lead to the same pattern for the Majorana mass matrix, except that some entries
become complex. This is the only source of non-zero θ13 in this model. We start with
writing down the most general higher order operators allowed on the UV boundary:

−δLUV =
∑
n>2

λn
φn

Λn
ψνψν + h.c. (3.1)

with n insertions of φ. Now due to the Z2-preserving VEV 〈φ〉 = (v, 0, 0), it is straightfor-
ward to show that φ3 transforms as φ under A4. Thus all the higher order effects that cannot
be reabsorbed into a redefinition of the lowest order parameters arise from one operator:

−δLUV = λ2
φ2

Λ2
ψνψν + h.c. (3.2)

This term contains actually three independent A4 invariants which lead to complex diag-
onal elements of the Majorana mass matrix and the pattern of (2.10) is to be replaced by:

Mν
M = F 2

−νR
−1

ǫs + δ1 0 0
0 ǫs + δ2 ǫt
0 ǫt ǫs + δ∗2

 (3.3)

with δi ∼ O(v2/Λ2) and δ1 real. The complex entries induce both a deviation of θ12 from
its maximal value and a non-zero sin(θ13) of O(δ).

On the IR brane, we show that the higher order corrections can only affect θ12, as long
as Z3 remains unbroken on this boundary. Again we start with the most general higher
dimensional invariants which take the following form:

−δLIR =
∑

i=e,µ,τ

∑
n>2

λ′i,nΨ̄L
φ′n

Λ′n+1
HΨi +

∑
n>1

κnΨ̄L
φ′n

Λ′n+1
HΨν + h.c. (3.4)
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Since 〈φ′〉 = (v′, v′, v′) is Z3 symmetric, φ′2 transforms as 1+φ′. Then non-trivial corrections
reduce to terms with only one φ′ insertion:

−δLIR =
κ1

Λ′2
Ψ̄Lφ

′HΨν + h.c. (3.5)

Since it is suppressed by only one power of (v′/Λ′) compared to the lowest order terms,
this operator may easily destabilize the HPS pattern. The extra Z2 flavor symmetry is
useful here, as we now discuss. We choose the A4 triplets odd under this additional Z2,
and then this operator is forbidden by the Z2 symmetry. However, since φ′2 = 1 + φ′, the
next Z2 even operator generates the same type of correction as the one linear in φ′ but
with a higher suppression factor. In that case (3.5) has to be replaced by

−δLIR =
κ2

Λ′3
Ψ̄Lφ

′2HΨν . (3.6)

This operator corrects the Dirac neutrino mass matrix by introducing off diagonal elements
of O(v′2/Λ′2). As this term contains three independent A4×Z2 invariants, the diagonal
Dirac matrix of (2.9) becomes:

Mν
D = yνfLf−ν

vH√
2R′Λ′

1 + ǫ1 ǫ2 ǫ3
ǫ3 1 + ǫ1 ǫ2
ǫ2 ǫ3 1 + ǫ1

 , (3.7)

with ǫi ∼ O(v′2/Λ′2). One can easily check (see appendix B) that only sin(θ12) is affected
and its deviation from the HPS prediction is of O(v′2/Λ′2).

There is another important feature we want to stress at that point, which is the fact
that there is no correction to the charged lepton mass matrix. This means that the Ψe,µ,τ

fields need not be rotated again to get to the diagonal charged leptons basis even in the
presence of these higher order terms. As we shall see in section 5, an immediate consequence
is the absence of tree level LVF in this model, even when higher dimensional operators on
are considered.

We close this section by presenting an NDA estimates for the allowed sizes of the
IR brane localized operators. These bounds are important for estimating how large the
deviations from the HPS mixing matrix could actually be. For this purpose, we write down
again the most general Lagrangian on the IR brane

−LIR =
yν

Λ′
Ψ̄LHΨν +

ye,µ,τ

Λ′2
Ψ̄LHφ

′Ψe,µ,τ +
κ2

2Λ′3
Ψ̄LHφ

′2Ψν + h.c. (3.8)

We require that the theory remains perturbative up to scale EN = NmKK, which corre-
sponds to the first N th KK modes of the theory being weakly coupled. We should require
N ≥ 3, such that at least the first few KK modes can be treated in perturbation theory.
We can then systematically require that by the time this energy EN is reached all loop
corrections are still smaller than the lowest order terms. For example, for the first operator
above there is a one loop correction to the Yukawa vertex itself (figure 1a), which implies

y3
ν

16π2

E3
N

Λ′3
≤ yν

EN

Λ′
, (3.9)
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(a) (b) (c)

Figure 1: Loop diagrams correcting the operators localized on the IR brane which are relevant
for NDA estimates.

where the linear running of the coupling has been taken into account. Recalling mKKR
′ ≃

2, this implies for Λ′ = R′−1 the perturbativity constraint

yν ≤ 2. (3.10)

Similarly, for the second operator there is a two-loop correction to the tree-level operator
(figure 1b), we get

y3
e

(16π2)2
E6

N

Λ′6
≤ ye

E2
N

Λ′2
→ ye ≤ 4 (3.11)

again for Λ′ = R′−1. Finally, the third operator gives a one-loop correction to the first
operator (figure 1c), which implies the relation

κ2

16π2

E3
N

Λ′3
≤ yν

EN

Λ′
→ κ2 ≤ 4yν ≤ 8. (3.12)

We can then estimate that the higher dimensional terms corrections to sin(θ12) are sup-
pressed compared to the lowest order term by at least 4(v′R′)2.

We now apply the same arguments on the UV brane where we have

−LUV =
M

2Λ
ψνψν + xν

φ

2Λ
ψνψν + λ2

φ2

4Λ2
ψνψν + h.c. (3.13)

We require that the theory remains perturbative up to the natural scale on that boundary,
namely until E = R−1. First of all we focus on the last operator which contribute at one
loop to its own vertex (figure 2d) which implies the usual constraint

λ2 ≤ 4π, (3.14)

where we assumed Λ = R−1. On the other hand, the second operator induces one-loop
corrections to the mass M , the third operator, as well as its own vertex. From the diagrams
of figures 2a, 2b and 2c we derive the following relations:

xν ≤ 4π
√
ǫs, xν ≤ λ

1/4
2

√
4π ≤ (4π)3/4 ∼ 7, xν ≤ 4π. (3.15)

We showed in the previous section that in order to reproduce the observed hierarchical
neutrino mass splittings, one must have ǫs ∼ ǫt with ǫt = xν(vR). Hence assuming a not
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(a) (b) (c)

(d)

Figure 2: Loop diagrams illustrating the NDA estimates on the UV brane.

so small suppression factor vR ∼ 0.1, such that θ13 is not dramatically tiny, the first of the
above relations rewrites as xν ≤ 16π2(vR) ∼ 15. Thus we end up with the perturbative
constraint

xν ≤ 7. (3.16)

4. Numerical scans and electroweak precision bounds

One of the main constraints in models with new physics at the TeV scale are the electroweak
precision measurements (EWPM). For RS models with custodial symmetry the generic
bound on the KK scale is about mKK ≥ 3 TeV, mostly from the contribution to the S-
parameter [20]. Here we will check that the lepton sector of our model indeed passes these
tests for KK scales of order 3 TeV.2,3

The simplest way of checking the electroweak precision constraints in an RS model
with bulk fields is to canonically normalize the SM gauge fields, and to determine the
parameters g5, g′5 and vH by requiring that the measured values of MW ,MZ and the
electromagnetic coupling e are reproduced. This choice is somewhat unconventional, since
MW is less accurately measured than GF , however it simplifies the matching of the 5D
parameters to the observables significantly. In this scheme all corrections to electroweak
precision observables will be contained in the fermion-gauge boson vertices, which can be
simply calculated by wave function overlaps, and compared to the SM predictions in terms

2It is possible to cancel the S-parameter by tuning all LH bulk fermion masses to be ∼ 0.5 [23], as it is

necessary in higgsless models [24]. In this case however one does not get any mass hierarchies and those

need to be introduced by hand as in [12].
3See also [25] for an attempt to reproduce the lepton masses and mixings with a lower KK mass scale.
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Figure 3: Deviation from SM Z couplings of lL and lR as function of c’s. dL = (gL
Z−gL

Z,SM )/gL
Z,SM

and dR = (gR
Z−gR

Z,SM )/gR
Z,SM are plotted in percent units. We tookR′−1 = 1.5TeV and usedmW =

80.403GeV, mZ = 91.1876GeV and e = e(µ = mZ) =
√

4π/128 as physical input observables. The
red regions are excluded by EWPM in the leptonic sector.

of the above input parameters, which for the lepton-Z-couplings are

gL
Z,SM = e

(
1
2
− m2

W

m2
Z

)
mZ

mW

√
1− m2

W

m2
Z

, (4.1)

gR
Z,SM = e

mZ

mW

√
1− m2

W

m2
Z

. (4.2)

In a warped extra dimension the couplings of the left and right handed charged leptons are:

gL
Z ≃ 1

2

∫ R′

R
dz

(
R

z

)4 [ [
g5La

L,3(z,mZ) + g̃5a
X(z,mZ)

]
χcL

(z)2
]

(4.3)

gR,i
Z ≃ 1

2

∫ R′

R
dz

(
R

z

)4 [ [
g5Ra

R,3(z,mZ) + g̃5a
X(z,mZ)

]
ψci(z)

2
]
. (4.4)

with a(z,mZ) the wave functions of the three neutral gauge fields containing the physical Z,
while the various g5’s denote the bulk gauge couplings.4 The origin of the deviations from
the SM predictions is the non-flatness of the Z wave function. If the Z boson was massless,
its wave function would be flat and the lepton couplings would become universal thanks
to the orthonormality of their wave functions. However as soon as the A4 symmetry is
imposed, the left handed lepton couplings remain flavor blind. In the ZMA the Z coupling
depends only on the bulk mass parameter cL. As usual we assume that the SM leptons are
localized on the UV brane, cL > 1/2, ce,µ,τ < −1/2. Since the τ is the heaviest lepton, it
has to be localized closest to the IR brane, so it will be most sensitive to the non-flatness
of the Z close to the IR brane, and so one expect the biggest deviations in the τ couplings.

4For completeness we review in appendix C how this quantities are calculated in terms of physical

observables.
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The couplings of the charged leptons have been measured very precisely at the LEP
experiment [7]. Here we will require that all lepton couplings are within 0.2% of the SM
prediction. The plots of figure 3 show the deviation of the charged lepton couplings to
the Z from their SM values as a function of the c’s. We see that, while the ce,µ,τ can
be as close to −1/2 as required to reproduce the charged fermion hierarchy, cL cannot
depart too much from 1/2 to remain within the experimental bound. The fact that cL is
preferred to be close to 1/2 may be surprising at first, but we remind the reader that these
vertex corrections also include the S-parameter. This is actually a welcome fact, since in
order to keep the τ Yukawa coupling perturbative we have to take cL close to 1/2 anyway.
Thus we conclude from figure 3 that with a 3TeV KK mass scale the electroweak precision
constraints in the lepton sector are safely satisfied.

Next we want to scan over the model’s parameters and show explicitly that the neu-
trino mixing angles, which deviate from the HPS pattern in the presence of higher order
operators, are within the allowed range of the existing results of the neutrino experiments.
Once the usual RS solution to the hierarchy problem is imposed, we still have 12 free pa-
rameters in our setup: 5 c’s, 5 Yukawas and 2 VEVs relevant for lepton masses v, v′, while
adding higher order operators brings 6 more coupling constants. We use the measured lep-
ton masses and the best fit neutrino mass splittings to fix 5 of the lowest order parameters,
which leaves still a lot of freedom to explore. Therefore we add some mild assumptions
in order to simplify the parameter space and to try to only focus on the main predictions
without having to go into the details of the structure of the higher dimensional operators.
First of all we impose cτ = −cL and keep cL as a free parameter. We also take the Yukawas
on the IR brane to saturate the perturbative bounds: ye,µ,τ = 2yν = 4. Thus imposing
mτ = 1.77 GeV, me = 0.511 MeV and mµ = 106 MeV in turn fixes v′ and ce,µ as functions
of cL. Hence all IR brane effects will be encoded in one parameter cL, which is constrained
by the EWPM as discussed above. On the UV brane the solar and atmospheric splittings
fix the ratio M/v and the overall neutrino mass scale. Then taking xν = 1 we end up with
v = v(cν) as the only free parameter on this boundary. Furthermore, (vR)2 controls the
size of θ13 generated through higher order corrections. Finally we present in figure 4 some
contours of the mixing angles in the plane (cL, cν) when one among the possible combi-
nations of higher order invariants are included on both branes. We considered separately
the effect on θ12 from the IR brane and the predictions for all angles from the UV brane.
In order to demonstrate the robustness of the tri-bimaximal pattern under higher order
corrections in this model we have selected the worst case where these operators saturate
their perturbative limits, namely for λ2 = 4π and κ2 = 8. We conclude from figure 4 that,
even when the deviations from HPS angles are the largest possible, there is still a viable
region satisfying the constraints sin2(2θ13) < 0.19 (90CL), sin2(2θ23) > 0.92 (90CL) and
0.73 ≤ sin2(2θ12) ≤ 0.95 (3σ) [7, 26]. Obviously the smaller the higher order terms are the
closer one would get to the HPS pattern.

5. Constraints from lepton flavor violation

Flavor models usually predict new sources of flavor violations, and so are only viable when
the flavor scale is pushed to very high values. The flavor scale for quarks in the usual
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Figure 4: Scan of the parameter space reduced to (cL, cν) as motivated in the text. The red regions
are excluded by electroweak precision constraint on the Z coupling. We then show within this
region some contours of the mixing angles delineating the largest values we typically obtain in the
presence of higher dimensional corrections. The two horizontal contours are for the following values
of sin2(2θ12) = 0.90, 0.95 (from bottom to top) where only the IR higher dimensional operator is
added with ǫ1 = ǫ2 = 0 and ǫ3 = 8(v′R′)2. The oblique lines are contours of sin2(2θ13) = 0.01, 0.19
(from left to right) and contours of sin2(2θ12) = 0.90, 0.95 (from left to right) generated by the
higher order Majorana mass on the UV brane, for δ1 = δ2 = 0 and δ3 = 4π(vR)2.

anarchic RS flavor models is around 20 TeV [9]. Thus it is very important to understand
what the possible sources of lepton flavor violation (LFV) are in this model of lepton
masses. Generically there are two types of LFV sources: tree-level LFV via the exchange
of heavy neutral particles (like Z’) or off-diagonal Z couplings, or loop induced rare decays
via charged current interactions.

Tree-level LFV operators have been considered in [11] (see also [27]), and it was found
that the lepton flavor scale is at least 5 TeV, and larger for smaller brane Yukawa couplings.
We will first show here that the structure of the A4 symmetry used here is such that all
tree-level sources of lepton flavor violation are absent in this theory. This can be seen in
the following way. By the choice of the A4 representation the wave functions of the left
handed SM fermions are flavor universal (since they have the same cL). So the only source
of flavor violations in the charged lepton sector is the choice of different ce,µ,τ necessary for
the mass hierarchies, and the brane Yukawa matrix (2.8). The couplings to the neutral bulk
fields like the KK tower of the Z are controlled by the ce,µ,τ , and will be non-universal.
Thus any RH rotation to diagonalize the brane Yukawa matrix would induce tree-level
LFV’s. However, we have seen that one of the magic properties of the A4 models is that
the charged lepton mass matrix is diagonalized by a single left handed rotation, and no
right handed rotation is necessary to diagonalize the mass matrix, as described in (2.13).
The left-handed rotation is harmless, since the bulk wave functions are universal in the
LH sector, while in the dangerous RH sector there is no rotation necessary. This implies
that there is a basis where the kinetic terms and the mass terms for the charged leptons
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are simultaneously diagonal, and so as a consequence there is no tree-level LFV in this
model. The lepton embedding in A4 provided us with the necessary conditions to ensure
the absence of LFV, namely universal left handed c’s and the absence of redefinition of the
right handed fields. Moreover we want to stress that this result remains unchanged once
higher dimensional brane operators are considered as they were shown not to affect the
rotation matrices of the charged leptons.

Thus all lepton flavor violation arises from charged current interactions. In the SM
loops involving neutrinos give extremely small contributions to rare decays, however in the
presence of heavy KK neutrinos this is no longer the case. For example in the case of the
original neutrino mass model of [2] the large splittings of the heavy neutrinos, together
with their unsuppressed couplings to the SM fields yield a large loop-induced µ→ eγ rate.
In fact, Kitano [19] showed that a bound of mKK > 25 TeV applies in this case. In our case
however there is a generic softening of this bound, due to the fact that the SM fermions
are now localized close to the UV brane, and therefore the charged current interactions
with the KK neutrinos will be suppressed. This will happen generically in any model with
bulk fermions. For the particular case of the A4 model the situation is even better: since
the second Yukawa coupling of the charged leptons involving the right handed neutrinos
is uniform due to the A4 representations, the interactions with all higgses (neutral or
charged) will be diagonalized in the same basis where the masses are diagonalized. So one
only needs to consider the exchange of charged W’s and their KK towers, together with
KK neutrinos. In fact, just as in the SM the loop induced contribution here will be finite.
The reason for that is that the allowed additional brane localized counter term is of the
form LHφ′σµνeRFµν , and this will be diagonalized once the charged lepton mass matrix is
diagonal. This is again a specific property of the structure of the A4 invariants.

Next we will give a rough estimate of the KK mass bound from these processes. We
will focus on loop induced µ→ eγ decays via to exchange of a W-bosons and KK neutrinos.
The branching fraction from the exchange of a heavy neutrino and a W was calculated by
Cheng and Li [28] and is given by (assuming the coupling to the W given by the usual SM
gauge coupling g):

B(µ→ eγ) =
3α
8π

∣∣∣∣∣∑
i

U∗µiUeiF

(
m2

i

M2
W

)∣∣∣∣∣
2

(5.1)

where the sum over i indicates the sum over a generation of KK fermions, U is the PMNS
mixing matrix between the SM charged leptons and a generation of KK neutrinos, and the
function F is given by

F (z) =
1

6(1 − z)4
(10− 43z + 78z2 − 49z3 + 18z3 log z + 4z4). (5.2)

First we specify to the case of the exchange of a SM W and a KK mode neutrino. For
z ≫ 1 the approximate expression is F (z) ≈ 2

3 + 3 log z
z . Also, the coupling between the

zero mode SM fermions, a KK neutrino and the zero mode W is suppressed at least by one
factor of fL, so there is an overall f4

L appearing in the rate. This is the main difference
compared to the analysis of [19]: there all SM fermions were localized on the TeV brane,
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so the interaction with a KK neutrino was unsuppressed. The leading term drops out due
to the unitarity of U , and so we are left with the approximation

B(µ→ eγ) < f4
L

54α
π

m4
W

m4
KK

δm2
KK

m2
KK

log2 mKK

mW
, (5.3)

where δmKK is the characteristic splitting among the KK modes in a given generation,
given by δm2

KK

m2
KK

≈ y2v2
H

2m2
KK

. We find, that even for Yukawa coupling close to the perturbative
limit y ∼ 3, and cL close to the composite case cL = 0.5 the branching ratio is two orders
of magnitude below the experimental bound of 10−11 for a KK mass scale of 3TeV.

A slightly bigger contribution is obtained using the diagram where in addition to the
KK neutrino one exchanges a KK W. In this case the gauge coupling could be as large as
gfL

√
logR′/R. In addition the branching ratio (5.1) is suppressed by (mW/mKK)4 since

the decay rate Γ(µ→ eγ) scales as the fourth inverse power of the exchanged gauge boson
mass. One needs to take the function F (z) at values z ∼ 1 for which it is approximately
given by F (z ∼ 1) ∼ 17

12 + 3
20(1−z). The universal piece drops out again due to the unitarity

of U and we get an upper bound to the resulting branching fraction of order

B(µ→ eγ) < f4
L

27α
800π

m4
W

m4
KK

δm2
KK

m2
KK

log2 R
′

R
, (5.4)

which again numerically is smaller than 10−13 for a 3TeV KK mass. Clearly since the
numerical contributions turn out to be not that far from experimentally interesting region
it would be very interesting to perform a more detailed calculation of the µ→ eγ branching
fraction in this model, including complete sums over KK towers (and also in general RS
models with bulk fermions and Majorana neutrinos).

6. Conclusions

Warped extra dimensions provide a successful framework for flavor models: hierarchies
in the masses and the mixing angles are naturally generated. Since neutrinos do not
show hierarchies in the mixing angles, and only a mild hierarchy in the mass spectrum,
one should introduce additional symmetries in the lepton sector. In this paper we have
augmented the lepton sector of the RS model with the most successful and economical
global symmetry used for neutrino mass models, the discrete non-abelian group A4. With
appropriate assignments of the A4 representations we can naturally achieve a successful
lepton mixing pattern, while the charged lepton mass hierarchy is implemented as usual
in RS models via wave function overlap. The A4 symmetry also eliminates all tree-level
sources of LFV in the neutral current sector, and so significantly lowers the bound on the
KK mass scale. LFV appears only through charged current loops, and we estimated that
the rate of µ→ eγ is safely below the current experimental bound. So the most significant
bounds on this model come from the EWP measurements, and as usual with KK mass
scales of order 3 TeV these corrections will be also safely within the experimental bounds.
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A. Summary of A4 group theory

A4 is an SO(3) subgroup which leaves the tetrahedron invariant. It has 12 elements, two
generators (S, T ) connecting all of them, and four irreducible representations: one three-
dimensional (3) and three one-dimensional (1, 1′ and 1′′, with (1′)∗ = 1′′). Their products
decompose as:

1′ × 1′′ = 1, 1× 3 = 3

1′ × 1′ = 1′′, 1′ × 3 = 3

1′′ × 1′′ = 1′, 1′′ × 3 = 3 (A.1)

3x × 3y = 31 + 32 + 1 + 1′ + 1′′

where for the last line, with 3x = (x1, x2, x3), 3y = (y1, y2, y3) and working in a basis where
the three-dimensional representation of S is diagonal:

S =

1 0 0
0 −1 0
0 0 −1

 , T =

0 1 0
0 0 1
1 0 0

 , (A.2)

one has:

1 = x1y1 + x2y2 + x3y3 (A.3)

1′ = x1y1 + ω2x2y2 + ωx3y3 (A.4)

1′′ = x1y1 + ωx2y2 + ω2x3y3 (A.5)

31 = (x2y3, x3y1, x1y2) (A.6)

32 = (x3y2, x1y3, x2y1) (A.7)

with ω = e2πi/3 the cubic root of unity, satisfying:

1 + ω + ω2 = 0, ω∗ = ω2. (A.8)

Note also that one has: 3 × 1′ = 3 ∼ u(x1, ωx2, ω
2x3), where u ∼ 1′. The same holds for

3× 1′′ with ω → ω2.
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B. θ13 = 0 and θ23 = π/4 at any order on IR brane

We explicitly show in this section that the higher dimensional operators on the IR brane
only affect θ12. We recall that the Dirac mass matrix on the IR brane in presence of higher
orders is of the form:

Mν
D =

α β γ

γ α β

β γ α

 (B.1)

while at lowest order the Majorana mass matrix on the UV is:

Mν
M =

a 0 0
0 a d
0 d a

 . (B.2)

After the seesaw the Majorana mass matrix for the left-handed neutrinos (in the basis of
diagonal charged leptons) shows the following pattern:

M̃ν =

 b c c∗

c g f

c∗ f g∗

 . (B.3)

Note that even for real input parameters this matrix has complex entries due to ω = e2iπ/3

factors that do not cancel out when the left-handed doublet is rotated with V. If c and g

were real, the Majorana mass matrix would be diagonalized with θ13 = 0 and θ23 = π/4.
In general it is a 3 × 3 complex symmetric matrix which thus contains 12 independent
parameters. They are the 3 real eigenvalues, the 3 mixing angles and 6 phases. Moreover
one can always redefine the neutrino fields to absorb 3 of them, leaving only 2 Majorana
phases and a CKM one. Thus with the redefinition νi → eiφiνi the mass matrix becomes:

M̃ν =

 b e2iφ1 |c|ei(φc+φ1+φ2) |c|ei(φ1+φ2−φc)

|c|ei(φc+φ1+φ2) |g|ei(2φ2+φg) fei(φ2+φ3)

|c|ei(φ1+φ2−φc) fei(φ2+φ3) |g|ei(2φ3−φg)

 . (B.4)

It is now not difficult to see that this matrix can be made real with φ1 = 0, φ2 = −φ3

and φ3 = φc provided that the relation 2φc = φg holds. Although the expressions of these
phases in terms of the input parameters are quite cumbersome, we checked that the latter
relation is satisfied in our model. Therefore we conclude that the most general higher
dimensional corrections on the IR brane can only modify θ12 from its HPS value.

C. Review of gauge breaking via BCs

We shortly review here how the bulk SU(2)L×SU(2)R×U(1)B−L gauge symmetry is broken
in this setup. The main goal is to define how to get the gauge boson profiles as we will need
them to compute the W and Z couplings to the standard model fermions. We note AL, AR

and AX as well as g5L, g5R and g̃5 the gauge fields and coupling constants associated with

– 18 –



J
H
E
P
1
0
(
2
0
0
8
)
0
5
5

SU(2)L, SU(2)R and U(1)B−L respectively. On the UV brane, the gauge symmetry breaks
down to the SM gauge group SU(2)L ×U(1)Y from Dirichlet BC5 for the SU(2)R fields:

z = R :


AR,±

µ = ∂zA
L,±
µ = 0

∂zA
L,3
µ = 0

g̃5A
X
µ − g5RA

R,3
µ = 0

∂z(g5RA
X
µ + g̃5A

R,3
µ ) = 0

(C.1)

where A± ≡ (A1∓iA2)/
√

2. The chiral SU(2)’s are broken to the vectorial subgroup on the
IR brane by the finite VEV of a Higgs bidoublet 〈h〉 = diag(vH , vH)/2, and the resulting
(mixed) BCs are:

z = R′ :


∂z(g5LA

L,a
µ − g5RA

R,a
µ ) + V(g5LA

L,a
µ − g5RA

R,a
µ ) = 0

∂z(g5RA
L,a
µ + g5LA

R,a
µ ) = 0

∂zA
X
µ = 0

(C.2)

where V = (R′/R)(g2
5L + g2

5R)v2
H/4. The fifth components of the gauge fields have opposite

BC. Obviously, these BCs allow for a massless (flat) mode which is nothing else but the
photon field associated with the unbroken U(1) of the (compactified) effective theory, and
the KK decomposition is of the form:

AL,R,±
µ (x, z) = aL,R(z,mW )W±

µ (x) + · · · (C.3)

AL,R,3
µ (x, z) =

g̃5
g5L,R

a0γµ(x) + aL,R,3(z,mZ)Zµ(x) + · · · (C.4)

AX
µ (x, z) = a0γ(x) + aX(z,mZ)Zµ(x) + · · · (C.5)

where the · · · stand for heavier KK resonances, and the wave functions are given by
a(z,m) = z(AJ1(mz) +BY1(mz)).
Yet remains the definition of the 5D gauge couplings. For this we have to match the
latter on the 4D SM couplings. The fact that there is no SU(2)L × U(1)Y symmetry in
the effective 4D action makes the definition of the SM couplings somehow arbitrary. As
matching conditions, we choose to recover the measured values of mW , mZ and the elec-
tric charge e. After having fixed the values of R, R′ and the ratio of the left/right gauge
couplings, r ≡ g5L/g5R, three parameters remain to be determined by the matching pro-
cedure, namely g5L, g̃5 and vH . To fit them we proceed as follows. First, we relate g̃5 and
g5L by imposing that the (canonically normalized) photon couples to the electric charge
Q = T3,L + T3,R −QB−L/2. Given the KK decomposition above we get:

1
e2

=
(

1 + r2

g2
5L

+
1
g̃2
5

)
R log(R′/R). (C.6)

Then, the charged boson quantization equation fixes the product g5LvH as a function of
mW . And plugging back these two relations into the neutral boson quantization equation

5This can be thought as being the result of a Higgs mechanism in the limit where the localized scalar is

decoupled.
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allows to find the Higgs VEV as a function of mZ , mW and e. Finally to fully determine
the wave-functions we need to make the W and the Z are canonical fields by imposing:∫ ′R

R
dz

(
R

z

)[
aL,±(z,mW )2 + aR,±(z,mW )2

]
= 1 (C.7)∫ ′R

R
dz

(
R

z

)[
aL,3(z,mZ)2 + aR,3(z,mZ)2 + aX(z,mZ)2

]
= 1. (C.8)
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