UNIVERSITE PARIS-SUD XI

THESE

Spécialite : PHYSIQUE THEORIQUE
Présentée
pour obtenir le grade de

Docteur de I’Université Paris XI

par

Cédric Delaunay

Sujet

Brisure de symétrie électrofaible :
Origine et conséquences

Soutenue le 2 octobre 2008 devant la commission d’examen :

MM. Sacha Davidson, rapporteur,
Emilian Dudas, rapporteur,
Ulrich Ellwanger, président

Christophe Grojean, directeur de thése,
Mariano Quiros.







Je voudrails remercier. . .

...tout d’abord mon directeur de thése, Christophe Grojean, qui non seulement,
m’a offert 'opportunité de me plonger dans les mystéres de la physique des hautes
énergies, mais a aussi su faire preuve d’une patience sans borne au cours de ces trois
années de doctorat. Si la condition d’étudiant en thése est, & certains égards, loin d’étre
enviable, il réussit le pari d’en réunir autour de moi les meilleures. Pour tout cela je le
remercie infiniment. Je ne peux pas ne pas avoir une pensée pour Francois Delduc qui
m’a laissé la chance de réussir mon DEA a I’Ecole Normale Supérieure de Lyon.

Je tiens & remercier aussi I'Institut de Physique Théorique du CEA de Saclay, pour
m’avoir accueilli en son sein pendant cette thése, le Michigan Center for Theoretical
Physics et 'université Cornell, ot une partie de ce travail a été réalisée, sans oublier la
division de physique théorique du CERN pour son accueil durant prés de deux années.

C’est avec beaucoup de gratitude que je remercie tous les membres de mon jury de
thése d’avoir accepté d’en suivre la soutenance et plus particuliérement Sacha Davidson
et Emilian Dudas pour avoir pris le temps de lire ce manuscrit.

Je suis également extrémement reconnaissant envers mes autres collaborateurs
Csaba Csaki, Yuval Grossmann et James Wells pour leur enseignement de la rigueur
nécessaire & une recherche de haut niveau. Je remercie par ailleurs tous ceux qui m’ont
permis, & travers de nombreuses discussions, parfois vives mais toujours profitables,
d’afftiter mes vues sur la physique des particules qui, je l'espére, se reflétent dans
ce mémoire. En particulier, j’envoie un grand merci & Guillermo Ballesteros, Michele
Frigerio, Pierre Hosteins, Ninh Duc Le, Francesco Riva, Géraldine Servant et John
Ward.

Il m’est impossible d’oublier le soutien d’un vieil ami sans qui ce pari un peu fou
n’aurait vraisemblablement jamais été tenu. Encore merci Stéphane. Je réserve égale-
ment de chaleureuses pensées & Nais pour ce réconfort constant depuis de nombreuses
années maintenant.

Enfin, je voudrais dire qu’il ne faut pas, en réalité, trois ans pour faire un doctorat,
mais trois générations. Il aura fallu une profonde abnégation, un travail acharné et
un immense courage 4 mes grands-parents pour s’en sortir, partis de rien. Les mémes
qualités n’ont pas été moins nécessaires & mes parents pour me permettre d’écrire ces
pages aujourd’hui. Au regard de ces deux vies de labeur et de leurs sacrifices, ceux
concédés ces trois derniéres années paraissent insignifiants. Pour cette raison et tout
I’amour que je vous porte, je vous dédie ce mémoire.






Table des matiéres

Introduction

1 Théories des champs effectives au-dela de ’échelle électrofaible
1.1 Qu’est-ce qu’une théorie effective? . . . . . . . ... ...

1.2

1.3

1.1.1
1.1.2

Construire la théorie effective . . . . . . . . . ... ... ... ..
Action de Wilson et exemple de matching . . . . . ... ... ..

Le Modéle Standard effectif . . . . . . . . .. .. ... .. ... .....

1.2.1
1.2.2
1.2.3

Exemples de théories effectives des champs . . . . ... ... ..
Approche effective de la nouvelle physique au-dela de my . . . .
Tests de précisions électrofaibles aux collisionneurs . . . . . . . .

Paramétrer les corrections effectives au Modéle Standard . . . . . . . ..

1.3.1
1.3.2

Les paramétres obliques de Peskin-Takeuchi . . . . .. ... ...
Corrections (non)-obliques : Une paramétrisation minimale

Bibliographie . . . . . . . .. oL

2 Asymétrie matiére/antimatiére au-dela du Modéle Standard
2.1 Introduction a la baryogenése primordiale . . . . .. .. ... ... ...

2.2

2.3

2.1.1
2.1.2
2.1.3
214
2.1.5
2.1.6

Un univers apparemment dépourvu d’antimatiére . . . . . . . . .
Conditions de Sakharov . . . .. ... ... ... ... ...
Les conditions de Sakharov dans le Modéle Standard . . . . . . .
Mécanisme de Baryogenése électrofaible . . . . . . .. ... ...
Autres mécanismes de baryogenése . . . . .. ... ...
Baryogenése électrofaible au-dela du Modéle Standard . . . . . .

Potentiel quantique non renormalisable & température finie . . . . . ..

2.2.1
2.2.2

Techniques de calcul du potentiel & une boucle a7 >0 . .. ..
Potentiel effectif du Higgs & une boucleet T'>0 . . ... .. ..

Dynamique de la transition de phase et ondes gravitationnelles . . . . .

2.3.1 Surfusion et renforcement de la transition . . . . . ... .. ...
2.3.2  Production et observation d’ondes gravitationnelles . . . . . . . .
Bibliographie . . . . . . .

Un peu de physique en dimensions supplémentaires

3.1 Introduction & la physique des dimensions supplémentaires. . . . . . . .

3.2

3.1.1

Pourquoi une dimension supplémentaire? . . . . .. ... .. ..

Un premier exemple avec un champ scalaire . . . . . ... ... ... ..

3.2.1
3.2.2

Action minimale et conditions aux bords . . . . . . . ... .. ..
Description effective de la dimension compacte . . . .. ... ..

iii

11
11
12
17
23
23
25
29
32
33
40
44

45
45
45
48
49
59
62
65
71
71
74
93
93
100
108



TABLE DES MATIERES iv

3.3 Dynamique des théories de jauge 5d . . . . . . . . .. ... L. 128
3.3.1 Théorie de Yang—Millspure. . . . . .. ... ... .. ... ... 128
3.3.2 Mécanisme de Higgslocalisé . . . . . ... ... ... ....... 133
3.3.3 Equations de quantification et spectres de masse . . . . ... .. 136

3.4 Fermionsdedd abd . ... ... . ... oL 137
3.4.1 Quelques technicalités . . . . . . . ... ... ... ... ..., 137
3.4.2 Principe de moindre action pour les fermions . . . . . .. .. .. 139
3.4.3 Décomposition de Kaluza—Klein et fonctions d’onde . . . . . . . 141
3.4.4 Spectre de masse en I’absence de terme de bord et existence d’un

mode Z&ro . . . . . ... 146

3.4.5 Termes localisés et conditions aux bords mixtes . . . . . . .. .. 147

3.4.6 Masse des fermions dans une dimension supplémentaire . . . . . 149
Bibliographie . . . . . . .. . 156

4 Phénoménologie de la saveur leptonique dans AdSs 159

4.1 Introduction & la physique de la saveur leptonique . . . ... ... ... 160
4.1.1 Propriétés générales des leptons . . . . . . ... ... ... ... 160
4.1.2 Changements de saveur et angles de mélange. . . . . . . ... .. 162
4.1.3 Symétrie de saveur discréte : A4 dans une coquille de noix . . . . 166

4.2 Modéles de brisure de symétrie électrofaible dans AdSs . . . . . . . . .. 171
4.2.1 Symétrie custodiale et paramétre p . . . . ... ..o 172
4.2.2 Modeles SU(2), x SUR)g X U(L)B—L « + «+ «+ v v v v e oot 174

4.3 Un modéle de leptons dans AdSs . . . .. .. .. ... ... ... 184
4.3.1 Masses et angles de mélange des leptons & partir d’AdS; . . . . . 184
4.3.2 Stabilite dumodéle . . . . . .. ... oo 193
4.3.3 Test de précisions électrofaible et exploration de ’espace des

parametres ... ... L e e e e e e e e 200

4.3.4 Violation de la saveur leptonique . . . . . ... ... ... . ... 204
Bibliographie . . . . . . . . .. 210
Conclusion 213

Publications 215



Introduction

Naturellement, la physique vise & décrire le comportement de la matiére qui nous
entourent. En ce sens, la physique des particules fournit une description des interac-
tions fondamentales entre ses constituants microscopiques les plus élémentaires, qui
sous-tendent a priori les diverses dynamiques apparaissant & plus grandes distances.
En ce sens, une théorie de physique des particules est un cadre conceptuel duquel
émergent un certain nombre de relations connectant plusieurs grandeurs physiques ou
observables qu’il est possible de mesurer. En outre, une théorie validée par ’expérience
devient intellectuellement intéressante lorsqu’elle relie un trés grand nombre de quan-
tités mesurées, c’est-a-dire lorsqu’elle ne posséde qu’un nombre restreint de parameétres
libres. Par conséquent, I’approche la plus naturelle pour formuler ces connexions con-
siste & imposer des symétries. Il n’est alors pas rare de se borner & une vision esthé-
tique de ces symétries et d’en oublier les observables qu’elles relient. Outre le caractére
hautement subjectif des critéres d’esthétisme ou de beauté d’une théorie, concentrer
ses efforts uniquement sur ces derniers est une voie dangereuse. Par exemple, il est
tentant de penser que le cercle est une figure géométrique esthétique dont la régularité
lui confére une certaine attractivité. C’est sans doute ce qui poussa Ptomélée, ainsi que
tous les astronomes jusqu’a Copernic, & succomber & la tentation de n’utiliser que lui
pour décrire le mouvement des planétes dans un systéme géocentrique. La complex-
ité apparente des trajectoires observées conduisit & des modélisations alambiquées, en
épicycles construites & partir de différent cercles. De sorte que, afin de reproduire les
observations, la beauté initiale de la théorie était profondément obscurcie. Bien str, les
trajectoires célestes furent beaucoup plus simples a étudier dans le systéme héliocen-
trique, notamment défendu par Galilée, ou le cercle fut remplacé par une figure moins
symétrique, lellipse. S’il y a une morale & tirer de cet épisode historique, c’est que
I’esthétisme scientifique est un luxe, un luxe qu’une théorie ne peut se payer que si elle
rend compte avec suffisance de ce que I'on observe. A lui seul, ’esthétisme est alors
inutile, voire stérile, car ’observable doit rester au centre de ’attention.

L’avénement du Modéle Standard

Depuis maintenant de nombreuses années, nous savons que le monde qui nous en-
toure, des molécules composant notre corps jusqu’a celles présentes dans les galaxies
les plus lointaines jamais observées, est construit, en tout et pour tout, a partir d’une
poignée de particules élémentaires. Aujourd’hui au nombre de douze', six quarks et six

'nombre qui doit en fait, pour chacune d’entre elles, étre multiplié par deux chiralités et, seulement

pour les quarks, par trois couleurs.
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leptons, seulement six d’entre elles sont stables, les quarks up et down formant les noy-
aux atomiques, I’électron complétant ainsi I’atome ainsi que les trois neutrinos. Nous
savons également que ces briques élémentaires n’interagissent que de quatre facons dif-
férentes, du moins jusqu’aux plus grandes énergies jamais sondées expérimentalement,
que sont les forces nucléaires forte et faible, électromagnétique et la gravitation. Seule-
ment les deux derniéres ont une portée macroscopique et régissent le comportement
de la matiére au-deld de I’échelle de I'atome. De plus, la dynamique quantique et rel-
ativiste des interactions forte, faible et électromagnétique est décrite par une théorie
des champs dont la précision incroyable avec laquelle elle reproduit les observations
lui a valu le titre de Modeéle Standard. Ce modéle repose sur '’hypothése que chacune
des trois interactions & distance est véhiculée par 1’échange de bosons vecteurs dont
la dynamique obéit & une symétrie de jauge. Le groupe de jauge du Modéle Standard
SU(3)e x SU(2)r, x U(1)y implique V'existence de 8 gluons médiateurs de la force
de couleur, des bosons faibles W= et Z ainsi que du photon. Il prédit notamment le
mariage électrofaible des forces électromagnétique et nucléaire faible & une énergie au-
tour de 100 GeV, a partir de laquelle le photon et le Z ont un comportement similaire.
La gravitation, quant & elle, a un statut particulier car il ne s’agit pas & proprement
parler d’une interaction, mais tout au plus d’un effet géométrique que I’on associe a la
courbure de ’espace-temps. Selon la relativité générale d’Einstein, I’équivalence locale
entre la force gravitationnelle et un mouvement accéléré fait de la gravité un simple
mirage. Malgré cette approche radicalement différente, I'interaction gravitationnelle
peut étre formulée, & une échelle microscopique, comme une théorie des champs définie
sur un espace-temps plat. La faible courbure se manifestant comme 1’échange d’une
particule de gravité, le graviton. Ainsi, jusqu’a des énergies de 'ordre d’une centaine
de GeV, le Modéle Standard couplé & la gravitation d’Einstein fournit une descrip-
tion valide de toutes les forces de la nature et ce méme au niveau quantique, pourvu
qu’elles restent dans un régime de faible intensité, le couplage gravitationnel, c’est-
a-dire la constante de Newton G, étant dimensionnée. En outre, ce modéle, et par
ld-méme la nature qu’il décrit, semble contenir essentiellement deux échelles d’énergie
trés différentes avec d’'un coté 1’échelle d’unification électrofaible mew ~ 100 GeV et
de P’autre 'énergie naturelle de la gravité, la masse de Planck Mp; = G&UQ ~ 101
GeV, soit mpw ~ 10717 Mp;. De maniére assez intrigante, la chromodynamique quan-
tique régissant 'interaction forte accuse un changement brutal de comportement & une
échelle relativement proche de mgyw (par rapport & Mp;) en induisant la condensa-
tion des quarks en hadrons au dessous de Agcp ~ 100 MeV. La nature semble alors
afficher une importante hiérarchie, pas moins de 17 ordres de grandeur dans l'intensité
des interactions que nous lui connaissons, faisant de la gravitation une force plus que
négligeable a ’échelle électrofaible et en dessous. La raison pour laquelle nous subis-
sons ’attraction gravitationelle & une échelle macroscopique tient alors uniquement a
son impossibilité d’étre écrantée & longue distance. L’existence d’une telle hiérarchie
est mystérieuse mais n’est pas, a priori, problématique en soi. Cet écart de 17 ordres
de grandeur est souvent considérer & lui seul comme un probléme, néanmoins il parait
important de noter qu’il n’en constitue vraiment un que dans une philosophie unifi-
catrice dans laquelle toutes les échelles d’énergie devraient dériver d’une seule, dite
fondamentale. La question soulevée par cette hiérarchie porte alors sur la nature du
mécanisme, nécessaire dans cette approche, qui a considérablement affaibli la gravité
ou, d’un point de vue opposé, qui a renforcé les trois autres. Dans le cas contraire il
s’agit simplement d’un fait dont il faut tenir compte mais pas nécessairement rendre
compte. Néanmoins, I’extréme faiblesse de la gravitation devient réellement problé-
matique lorsque 'on s’intéresse de plus prés a la brisure de la symétrie électrofaible
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SU(Q)L X U(l)y.

Quand la hiérarchie devient un probléme

L’action des champs de spin 2, 1 et 1/2, invariante sous le groupe de jauge du
Modéle Standard s’écrit schématiquement comme :

1 y -
Sg,Ap = /d4xv —-g |:M123lR - 4_g2F# Fu +ipy" Dy (1)

ou Y = Y + Ygr. Elle décrit a priori les quatre interactions fondamentales jusqu’a
des énergies de 'ordre de Mp;. Comme dans toute théorie de jauge, 'invariance sous
SU(2)r, x U(1)y de l'action électrofaible impose nécessairement une portée infinie aux
interactions faibles, le W et Z sont de masse nulle. De plus, la chiralité de ces interac-
tions, distinguant vy, de g, prédit également des fermions de masse nulle. Cependant,
puisque seuls 1’électromagnétisme et la gravité sont perceptibles macroscopiquement,
les bosons faibles sont nécessairement massifs, afin de rendre compte de la rareté des
désintégrations radioactives, et la symétrie électrofaible doit donc étre brisée. L’ajout
de termes de masse a la main n’est physiquement pas acceptable puisqu’ils corre-
spondraient & une brisure explicite entrainant la perte des propriétés ultra-violettes de
la théorie de jauge, notamment sa renormalisabilité. L'unique possibilité est alors une
brisure spontanée, dont le mécanisme de Higgs est la paramétrisation la plus simple.
On augmente ainsi la théorie ci-dessus d’un champ scalaire chargé sous SU(2), xU(1)y
dont ’action prend la forme invariante suivante :

Sy = /d4z\/_—g [|D#H|2 —m?|H|?> = NH|* =y Hipr + h.c. (2)

Lorsque m? < 0, le Higgs devient tachyonique et développe un condensat homogéne
dans le vide d’énergie vy = (—m?/A\)Y? ~ mpw, brisant ainsi spontanément la
symétrie de jauge. La masse est alors le résultat d’une propagation dans un vide en
réalité non vidée mais rempli d’un condensat homogéne. Elle n’est rien d’autre que I'in-
ertie effective qu’affichent les particules en frottant sur le condensat de Higgs auquel
elles sont couplées. Ainsi my, = yvg et mw,z ~ gvg ~ mew. Un point capital est que
la masse du Higgs doit étre légére devant I’échelle de Planck —m? ~ m%,,, < M3, pour
conserver un sens perturbatif & la théorie A < 1. Or, bien que rien n’interdise une telle
hiérarchie entre les deux seuls paramétres dimensionnés de ’action Sg+ S5 4,4, celle-ci
n’est pas stable lorsque la théorie entre dans un régime quantique, car la masse du Higgs
est extrémement sensible a la physique ultra-violette. En effet, dés ’ordre d’une boucle,
la, correction quantique & m? est quadratiquement divergente dans 'ultra-violet :
2 A?

302, 1 2
= - - log A
sm 3973 4(3g +g%)+6X—6y°| + O (logA), (3)

ou A est ’échelle de cut-off de la théorie au-dela de laquelle elle perd tout pouvoir
prédictif. En présence de la gravité, on a naturellement A = Mp; et la correction ra-
diative a la masse du Higgs repousse complétement ce champ a I’échelle ultra-violette
et la hiérarchie mgw < Mp; est détruite, & moins qu’il existe une nouvelle physique &
une échelle M proche de I’échelle électrofaible pour remplacer le cut-off gravitationnel.
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En ce sens, l'instabilité du Higgs & I’échelle électrofaible associée a I'existence d’une
gravité faible prédit ’existence de nouveaux degrés de liberté entre mgyw < M < Mp;.
Une autre motivation importante en faveur d’'une nouvelle physique est ’absence de
dynamique dans la brisure véhiculé par le mécanisme de Higgs, permettant de com-
prendre pourquoi m? < 0. En labsence de gravité, c’est-a-dire pour Mp; — o0, s'il
n’existe pas d’autres particules (et/ou force) au-dela du Modéle Standard, la théorie
est renormalisable et le cut-off peut étre envoyé a I'infini? tout en renormalisant la
masse du Higgs & mgw ~ 100 GeV. Cette instabilité du Higgs est da au fait qu’il
s’agit d’'un champ de spin nul, dont la masse n’est protégé par aucune symétrie, ce qui
constitue la source des nombreux modéles de nouvelle physique & 1’échelle M congus
pour maintenir un Higgs léger.

Interprétation physique d’un ajustement fin A premiére vue, si la symétrie
électrofaible est brisée par un scalaire fondamental, le probléme de hiérarchie & lui seul
prédit l'existence de nouvelles particules. Néanmoins, il est toujours possible de jouer
I’avocat du diable en considérant qu’une conspiration est & I’ceuvre dans la théorie pour
préserver un Higgs léger, malgré 'instabilité de la hiérarchie. Une telle conspiration se
matérialise en pratique sous la forme d’un ajustement fin des parameétres de la théorie.
Par exemple & une boucle, la masse tachyonique totale du Higgs est donnée par :

mih =m? 4+ ém?, avec dm? ~ M3,. (4)
On peut alors choisir le paramétre du lagrangien m? proche de la masse de Planck et
tel qu’il compense dm? avec une précision aussi grande que m%y, /M2, ~ 10734, de
sorte que la masse physique my, reproduise la valeur observée de ’échelle électrofaible
mew. Evidemment, un tel ajustement ou fine-tuning doit étre refait ordre par ordre en
perturbations. Il est alors possible de se placer dans I'optique qu’il n’y a pas de nouvelle
physique & une échelle intermédiaire et que la valeur ajustée de m? est juste ce qu’elle
doit étre pour reproduire les observations. Aprés tout, il ne s’agit ni plus ni moins
que d’un paramétre libre de la théorie. On peut cependant avancer 'argument, suivant
a lencontre du fine-tuning. Remarquons tout d’abord que I’ajustement & réaliser est
seulement incroyablement important dans ’hypothése ou seule la gravitation existe
au-dela de mpgy . Cette assertion est toutefois spéculative car elle suppose qu’aucun
phénoméne physique nouveau n’apparait lorsque 17 ordres de grandeur en énergie sont
balayés. Bien que cela soit trés peu probable, rien ne l'interdit a priori. Néanmoins, la
nécessité d’ajuster des paramétres & ce niveau de précision ne peut que témoigner en
faveur d’une nouvelle physique pour la raison suivante. Les champs du Modéle Standard
sont construits pour rendre compte de ce qui se passe a ’échelle électrofaible et con-
sidérer que tout phénoméne physique soit paramétré jusqu’a des énergies aussi grandes
que Mp; par des degrés de liberté définis 17 ordres de grandeur plus bas est un non-
sens. Cela suggere, par exemple, que la physique des noyaux (Lye, ~ 107'5 m) peut
étre décrite a I’aide d’éléphants (L.y, ~ m) comme objets fondamentaux. Bien sur cela
est possible, au prix d’un « dressage » aussi précis que Lyoy/Leip, mais il est beaucoup
plus naturel d’étudier la dynamique du noyau en terme de protons et de neutrons.
C’est exactement l'idée que traduit le fine-tuning de la masse du Higgs : le Modéle
Standard ne peut étre extrapoler jusqu’a Mp;, il doit y avoir une nouvelle physique

2Comme tn QED, la présence d’un facteur U(1) d’hypercharge dans le groupe de jauge du Modéle
Standard introduit une nouvelle échelle, le pole de Landau, pour laquelle ¢/ — co pour E = Ef, ~.
La théorie doit donc modifier & haute énergie méme en 1’absence de gravité.
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a une échelle intermédiaire M, qui s’avére plus adéquate pour décrire la brisure de
symétrie électrofaible.

Analogue électrodynamique Un analogue & cette situation est la masse de 1’élec-
tron en électrodynamique classique. Suite au champ électrique qu’il produit autour de
lui, I’électron voit sa masse corrigée, lorsque la théorie classique est extrapolée jusqu’au
rayon classique de 1’électron 7. ~ 1071% m ~ GeV~!, d’une contribution beaucoup plus
grande que la valeur observée. La masse nue doit alors étre ajustée de maniére & com-
penser cette correction jusqu’a m. ~ 0,5 MeV. Or, il est clair aujourd’hui que ce
probléme n’a plus lieu d’étre, dans la théorie quantique, en introduisant un nouveau
degré de liberté, le positron, qui apparait & une énergie de 2m., correspondant & une
distance de 7. ~ m_ 1 ~ 10712 m. La théorie classique de I’électrodynamique n’est plus
valide jusqu’a 7. mais doit étre remplacée par QED & partir de r. et le probléme de
fine-tuning disparait, le positron assurant la compensation de la correction électromag-
nétique au dessus de re.

Quelle énergie pour une physique
au-deld du Modéle Standard ?

Dans la perspective ot le fine-tuning du Modéle Standard est la signature d’une nou-
velle physique au-deld, & quelle échelle apparait-elle ? Des expressions (3) et (4) on dé-
duit que ’absence de fine-tuning requiert le remplacement de Mp; par M ~ mgw /4w ~
TeV. Deux possibilités s’offrent, alors. Soit le cut-off ultra-violet, c’est-a-dire 1’échelle
fondamentale de la gravitation, est réellement abaissé au TeV, soit la masse du Higgs
est protégée par une symeétrie brisée a cette échelle de sorte qu’elle écrante le Higgs de
la physique ultra-violette, car, étant & ’ccuvre au dessus du TeV, elle y assure l’annu-
lation des termes quadratiquement divergents.

Pourquoi la gravitation est-elle si faible? Un premier champ d’investigations,
destinées & résoudre le probléme de hiérarchie, consiste a tenter de comprendre pourquoi
la gravité est une interaction si peu intense ou, en d’autres termes, pourquoi Mp; >
TeV. Dans ’hypothése ou il existait un mécanisme affaiblissant la gravité et portant
ainsi la masse de Planck d’une échelle fondamentale au TeV & 10 GeV, le cut-off ul-
traviolet saturant la masse du Higgs deviendrait alors naturellement le TeV. La gravité
étant de nature purement géométrique, cette possibilité n’est réalisable qu’en modi-
fiant la structure de ’espace-temps, notamment en ajoutant des dimensions d’espace
supplémentaires. Ainsi, en d dimensions, ’échelle de la gravitation M, peut-étre ré-
duite au TeV tout en conservant une masse de Planck effective de 1019 GeV en quatre
dimensions. La gravité 4d apparait alors faible car le couplage gravitationnel se voit
dilué dans les dimensions supplémentaires. Le TeV devient ainsi I’échelle fondamentale
du Modeéle Standard couplé & la gravité dans un espace-temps & d > 4 dimensions et
la hiérarchie apparente & 4d est stabilisée. Il s’agit des modéles proposés par Arkani-
Hamed, Dimopoulos et Dvali (ADD) dans lesquels la gravité est diluée dans un large
volume d’espace transverse. Une alternative aux modéles ADD, avancée par Randall
et Sundrum (RS), repose sur la courbure d’une dimension supplémentaire qui permet



Introduction 6

d’interpréter le TeV comme une échelle de Planck décalée vers le rouge par le déplace-
ment le long de la dimension transverse. Dans le modeéle RS, ’échelle M, est alors
proche de Mp; et le Higgs, localisé en un point de la dimension supplémentaire distant
de Vorigine, n’est sensible qu’a un mirage infrarouge dérivé de 1’échelle fondamentale
M.

Ainsi, les modéles ADD et RS constituent les deux seules solutions s’attaquant au
probléme de hiérarchie & la source, c’est-a-dire en fournissant un mécanisme d’affaib-
lissement de la gravitation quadri-dimensionnelle. D’un autre coté, en restant & quatre
dimension, la protection de la masse du scalaire par une symétrie est également trés
riche d’enseignements et s’appuie notamment sur le concept de naturalité de 't Hooft.

Concept de naturalité et écrantage ultra-violet Selon le critére de naturalité
de ’t Hooft, une théorie physique, valide jusqu’a une échelle d’énergie M, est consid-
érée comme naturelle lorsque tous ses paramétres sont O(1) en unité de M. Selon ce
principe, un paramétre adimensionné c¢ est autorisé & étre beaucoup plus petit que
I'unité uniquement lorsque la théorie développe une symétrie supplémentaire dans la
limite ou celui-ci est nul. En ce sens, la symétrie protége ce paramétre en reliant di-
rectement sa taille & son échelle de brisure, soit ¢ = (Mprear/M)™. Ainsi, dés lors que
le Modéle Standard est supposé valide jusqu’a Mp;, la faible masse du Higgs est un
exemple de paramétre non naturel®. Contrairement & tout les autres paramétres du
modéle, elle n’est protégée par aucune symétrie et recoit des corrections radiatives
importantes qui la raméne vers sa valeur naturelle Mp;. C’est une propriété carac-
téristique des champs scalaires. La raison est trés simple. Une symétrie impose des
relations précises entre différents degrés de liberté et contribue alors, par essence, & en
réduire le nombre. Un champ de spin zéro, n’en contenant qu’un seul, ne peut donc
pas étre protégé a lui seul par une symétrie sans qu’il soit condamné & disparaitre.
La situation est radicalement différente pour des fermions de Dirac, dont la masse
est un mélange des chiralités droite et gauche mi g + h.c.. Il est alors possible de
conserver m < Mp; au niveau quantique grace a la symétrie chirale. En effet, dans
la limite m — 0, action de Dirac devient invariante sous la transformation chirale
W — €Y, Yr — e Yr. Les corrections radiatives & la masse m, brisant cette
symétrie, sont alors naturellement proportionnelles & m et non Mp;. Pour les champs
de spin 1, la situation est similaire car l’action de Yang-Mills devient invariante sous
les transformations de jauge A, — A, + 0,1 dans la limite de masse nulle. Ici encore,
lorsque la symétrie de jauge est spontanément brisée, les corrections quantiques sont
controlées par la masse du boson de jauge.

Protéger le Higgs a 1’aide d’une symétrie Une solution au probléme de hiérar-
chie consiste alors utiliser les symétries précédentes pour stabiliser naturellement le
Higgs a D’échelle électrofaible, en le reliant & des représentations de spin plus élevé.
La supersymétrie, en rassemblant fermions et scalaires dans un seul multiplet chiral,
permet de transposer la protection de la symétrie chirale aux scalaires. Par conséquent,
les corrections quantiques & leurs masses m? va comme m? et la dépendance quadra-
tique en ’échelle de cut-off est éliminée par I’échange de partenaires supersymétriques.

3en présence de la gravitation, un autre cas, non des moins curieux, est celui de la constante

cosmologique, pour laquelle une valeur naturelle est A. ~ M;‘;l. Or, la « pesée » de 'univers réalisé
par WMAP et ’analyse des supernovae lointaines indiquent une valeur 120 ordres de grandeur plus
faible Ac ~ (meV)?.
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Lorsque la supersymétrie est brisée, cette annulation ne se produit qu’au dessus de
I’échelle de brisure Mgygy. Pour le Higgs du Modéle Standard, une stabilisation na-
turelle sous les corrections radiatives, soit dm? ~ m? ~ m2y;-, implique donc Msygy ~
TeV.

Une autre possibilité consiste & étendre la symétrie de Lorentz 4 SO(4, 1), et de plonger
le Higgs dans un champ de spin 1 en cinq dimensions. Aprés compactification de la
dimension supplémentaire, celui-ci se décompose alors sous SO(3,1) en un vecteur,
décrivant l'interaction de jauge 4d, et un scalaire pouvant jouer le role du Higgs. Dans
ces modéles, dits d’unification jauge-Higgs, la masse scalaire est protégée localement
par la symétrie de jauge 5d et peut étre naturellement faible. De plus, la compactifi-
cation étant un mécanisme de brisure non locale de la symétrie de Lorentz, la masse
scalaire est par construction insensible & la physique ultra-violette et reste radiative-
ment finie*. Dans ce cas, la masse produite est alors directement donnée par la taille
de la dimension supplémentaire multipliée par le couplage de jauge : m ~ gL', soit
L ~TeV~! pour m ~ mew et g < O(1).

Par ailleurs, outre la mise en relation du Higgs avec des champs de spin supérieur,
I’échelle électrofaible peut également étre stabilisée en identifiant ce dernier &4 un boson
de Goldstone se transformant dans le groupe quotient G/H d’une symétrie globale G
brisée spontanément en H & une échelle f 2 mpy . Le Higgs est alors protégé par la
symétrie de « shift » du modéle o non linéaire : H — H + «, interdisant toute interac-
tion autre que dérivative et imposant, en particulier, m = 0. Lorsqu’un sous-groupe H
est jaugé pour produire, entre autres, les interactions du Modéle Standard, la symétrie
de shift est brisée et un potentiel de Higgs est généré radiativement avec une masse don-
née par m ~ g2 f/4m, soit une valeur naturelle pour f autour du TeV. Cette approche a
notamment conduit au développement des modéles Little Higgs dont ’exemple le plus
simple de motif de brisure est SU(5)/SO(5) ou SU(2)r, x SU(2)g x U(1)y est jaugé.
Les divergences quadratiques provenant du W, du Z et du top sont alors compensées
par les nouveaux bosons de jauge et fermions émergeant a I’échelle f.

Enfin, une autre solution au probléme de hiérarchie consiste & briser dynamiquement
la symétrie électrofaible & 1’aide d’une nouvelle interaction de jauge entrant dans un
régime de couplage fort au TeV. Le Higgs n’est alors plus un champ fondamental, mais
un état 1ié, pareil aux mésons de QCD, composé des nouveaux fermions associés a cette
interaction. Ainsi, étant par essence un degré de liberté infrarouge, le Higgs demeure
insensible & 1’échelle ultra-violette de la théorie. Les similitudes de ces modéles avec
QCD leur vaut ’appellation de modéles de technicouleur. Construit dans les années 70,
ils sont typiquement exclus par les tests de précision électrofaible, du moins dans leurs
formulations les plus simples, car imposer un Higgs léger induit alors une masse trop
faible pour les résonances du secteur fort. Une amélioration notable consiste a plonger
le Higgs composite dans un quotient G/H. Ainsi, en tant que boson de Goldstone, le
Higgs composite est naturellement léger sans nécessairement étre accompagné de réso-
nances légéres.

4Néanmoins, si la (les) dimension(s) supplémentaires sont compactifier sur des varités contenant
des points fixes, telles que S1/Z2 en 5d, il est alors possible d’écrire un terme de masse localisé sur un
tel point qui regQit alors des corrections radiatives quadratiquement divergentes.
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De I'importance du Higgs en cosmologie

Dans les années 90, la cosmologie est devenue une discipline pleinement mature de
physique théorique, notamment grace aux observations précises réalisées sur les « cen-
dres », visibles encore aujourd’hui, des événements majeurs du passé de notre univers,
tels que le découplage matiére/rayonnement ou la formation des premiers éléments
légers. Malgré cet incroyable bond en avant, la cosmologie moderne laisse encore sans
réponse de nombreuses interrogations fondamentales. Suivant le principe copernicien,
qui stipule qu’il n’existe aucun lieu privilégié dans 1'univers, le modéle cosmologique
moderne repose sur ’hypothése que notre univers est homogéne et isotrope au-dela
des échelles associées aux plus grandes structures connues, les super-amas de galaxies.
A de telles échelles de distance, seule la gravitation, décrite par la relativité générale
d’Einstein, joue un role majeur dans I’évolution de 1’univers. Ceci conduit & décrire
notre univers par une métrique a symétrie sphérique de Robertson et Walker :

dr?

2 _ 2 2
ds* =dt° —a m

+ 72 (d92 + sin? 9d¢2) (5)
ol a est un nombre sans dimension et la courbure spatiale k peut-étre positive, négative
ou nulle selon que la géométrie 3d soit fermée, ouverte ou plate. Nous savons également,
depuis la mise en évidence de la fuite des galaxies par Hubble, que 'univers est en
expansion, soit a = a(t), et qu’il fut donc plus chaud et plus dense par le passé, ce qui
suggeére en outre la possibilité d’'un début & son histoire. Les équations d’Einstein dans
une telle géométrie se réduisent & un jeu de deux équations d’évolution simples pour le
contenu en matiére et énergie de notre univers, les équations de Friedmann-Lemaitre :

.\ 2
8mp kA
m=(2) = L4z 6
(a) 3M3,  a? * 3’ (6)
a A 4dmtp
- = — = 1+ 3w). 7

avec w = p/p ou p et p sont respectivement la densité et la pression des fluides ho-
mogénes contenus dans I’univers. Dans ce contexte, pourtant simple et a priori 1égitime,
la conclusion tirée des données du fond diffus cosmologique et de ’étude de la luminosité
des supernovae lointaines est plutot déconcertante. La matiére baryonique composant
les étoiles ne représente que 5% du contenu en matiére/énergie total. Afin de reproduire
I’évolution observée de notre univers, environ 95% de ce contenu est tout bonnement
inconnu. Et, fait encore plus intrigant, pas moins de 70% de ce dernier se présente
sous une forme d’énergie dite noire dont la propriété caractéristique est de ne pas se
diluer avec ’expansion, tout comme le ferait une énergie du vide A ou un fluide de
pression négative (w < —1/3). Les quelques 25% restant constituent, quant a eux, une
forme de matiére non baryonique n’émettant aucune lumiére, connue sous le nom de
matiére noire. Ceci constitue le modéle cosmologique de concordance ou ACDMS, qual-
ifié¢ parfois de standard, qui prédit notamment que notre univers est récemment entré
dans une phase d’expansion accéléré, entretenu par cette mystérieuse énergie noire.
Aux grandes énigmes soulevées par 1’énergie et la matiére noire vient s’ajouter une
autre interrogation. Pourquoi y a-t-il de la matiére (baryonique ou noire) dans notre

%ot A est normalisée comme : S = [ da\/—g [(167) "1 M2, (R — 2A) + Lim].
6011 A désigne la constante cosmologique ou plus généralement ’énergie noire et CDM est I’acronyme
anglo-saxon pour cold dark matter désignant la matiére noire.
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univers ? En effet, selon la physique des particules chaque particule de matiére observée
aujourd’hui était nécessairement accompagnée, dans le passé, par son antiparticule, du
moins tant qu’elles restaient & I’équilibre thermique. Avec ’expansion, 'univers s’est
refroidi et la matiére aurait da s’annihiler presque complétement avec ’antimatiére.
Puisque, d’'une part nous existons et que, d’autre part, la matiére représente prés de
30% de la densité d’énergie de I'univers, un mécanisme particulier a dit produire cette
asymeétrie entre matiére et antimatiére. Une possible explication de la domination de
la matiére se situe potentiellement dans I’histoire cosmologique du Higgs du Modéle
Standard. A haute température, les interactions avec le plasma primordial évaporent
son condensat et la symétrie électrofaible est restaurée. La température diminuant, le
Higgs subit une transition de phase qui, si du premier ordre, peut étre le siége d’un
mécanisme de genése de baryons. Ainsi, non seulement le Higgs serait responsable de la
dynamique microscopique des particules élémentaires, mais il aurait bien pu jouer un
role crucial dans I'histoire de notre univers en assurant un excés important de matiére,
permettant, & son tour, la formation de structures galactiques.

Ce mémoire de thése se compose en trois parties distinctes, couvertes par les
chapitres 1, 2, 3 et 4 respectivement :

e Le premier chapitre est un rappel des propriétés des théories effectives des champs
qui, étant donné la grande diversité des modéles au-dela du Modéle Standard pro-
posés, constituent une approche générique fort commode quant a I’étude des effets
d’une nouvelle physique sur les observables mesurées aux collisionneurs. Aprés
avoir rappelé les techniques élémentaires permettant la construction de théories
effectives & basse énergie, nous les appliquerons au cas de la physique au-dela du
Mode¢le Standard. Nous détaillerons en particulier les divers opérateurs effectifs
de dimension six induisant des déviations aux prédictions du Modéle Standard
qu’il est possible de contraindre expérimentalement grace aux tests de précision
électrofaible du LEP. Nous résumerons ensuite les méthodes permettant d’u-
tiliser ces résultats de mesure pour valider, contraindre ou d’exclure les modéles
théoriques construits dans le but de stabiliser ’échelle électrofaible. Nous illus-
trerons ces méthodes par des exemples simples, quoique typiques des modéles
réalistes existant dans la litérature.

e Dans le chapitre suivant, nous nous concentrerons sur la baryogenése électro-
faible dans un contexte de théorie effective. Si I’asymétrie matiére/antimatiére
est la conséquence d’une évolution cosmologique particuliére du Higgs, ’étude de
la dynamique de la transition de phase électrofaible dans ce contexte offre une
possibilité, complémentaire aux collisionneurs, d’identifier la forme de la nouvelle
physique. Nous calculerons pour cela le potentiel quantique & température finie
du Higgs dans "approximation & une boucle, et ce en présence d’un opérateur de
dimension six de la forme |H|%. Nous revisiterons également les espoirs d’obser-
vation de signatures en ondes gravitationnelles dans ’espace des paramétres de
la théorie effective favorable a la production d’une asymétrie matiére/antimatiére.

e Enfin les deux derniers chapitres sont consacrés & la physique des dimensions sup-
plémentaires. Aprés un rapide tour d’horizon de la phénoménologie des modéles
ADD et RS, le chapitre 3 rassemble les principales propriétés de la dynamique
des champs scalaire, vecteur et de spin 1/2 plongés dans une dimension com-
pacte. Nous étudierons en particulier le role joué par les conditions aux bords
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des champs dans les mécanismes de brisure de symétrie de jauge et de génération
de masse. Dans ce contexte, le chapitre 4 est consacré & la physique de la saveur
leptonique dans une géométrie 5d anti de Sitter. Nous y présenterons un modéle
complet qui, basé sur la symétrie de saveur discréte Ay, reproduit de maniére
naturelle les hiérarchies de masse des leptons et les angles de mélange des neutri-
nos. Nous montrerons également que ce modéle n’est en conflit ni avec les tests
de précision électrofaible, ni avec les contraintes expérimentales sur les processus
de changements de saveur.



Chapitre 1

Théories des champs effectives
au-dela de ’échelle électrofaible

Nous introduirons dans un premier temps les principaux outils des théories effectives
des champs et rappellerons en quoi elles permettent de reconstruire, partant de con-
naissances 4 une certaine énergie, la structure d’une théorie plus fondamentale au-dela.
Nous discuterons également 'importance du roéle joué par les mesures expérimentales
dans la recherche d’une théorie au-dela du Modeéle Standard.

1.1 Qu’est-ce qu’une théorie effective ?

Une théorie est dite effective lorsque son pouvoir prédictif est limité & un certain
domaine d’énergie, au-deld duquel elle n’est plus valide. En d’autres termes, une théorie
effective est une construction qui néglige ouvertement tout phénoméne physique, ou
degré de liberté, se manifestant & et au-deld d’une certaine échelle E,,,.. Elle refléte
le choix de limiter ’étude d’un systéme physique a des énergies F trés inférieures a
E\nae pour lesquelles ces phénomeénes sont, tout simplement négligeables. C’est la for-
mulation d’un principe intuitif simple : le comportement & ’énergie £ d’un systéme ne
dépend pas des détails de sa dynamique & plus haute énergie E,,,, > E. En physique,
les théories effectives sont nombreuses, au point de se demander si toute théorie n’est
pas, d’une certaine fagon, effective. En effet, lorsqu’on réalise une série d’expériences, la
réponse du systéme étudié ne se fait qu’en dessous d’une certaine échelle d’énergie Fe.p,
fixée par 'expérimentateur. Ainsi, toute construction théorique développée dans le but
de rendre compte et, in fine, de prédire cette réponse est intrinséquement limitée par
Eczp- Rappelons que, par le passé, accroitre E.;;, a souvent conduit & complétement
revoir le modeéle théorique décrivant le systéme en question, notamment lorsqu’une
nouvelle structure interne fut mise au jour. Par conséquent, une approche pragma-
tique, revient a supposer qu’une théorie physique est nécessairement paramétrée par
au moins deux échelles d’énergie, celle qu’elle décrit, puis celle qui limite la validité
de ses prédictions. Cette derniére peut étre donnée soit par 1’échelle d’une physique
connue a haute énergie, que ’on souhaite sciemment négliger, soit par I’énergie maxi-
male ayant expérimentalement sondée un systéme physique, sans pouvoir détecter de
nouveaux degrés de liberté. En ce sens, toute théorie est effective.

11
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Une liste exhaustive de théories effectives serait probablement sans fin, tant cette
approche est naturelle et fructueuse. Néanmoins, nous pouvons citer quelques exem-
ples. L’optique géométrique est une description effective de la lumiére, valable lorsque
la taille caractéristique L des objets interagissant avec celle-ci est beaucoup plus grande
que la longueur d’onde A\ des ondes électromagnétiques qui la composent. La relativ-
ité galiléenne est également une version effective de la relativité d’Einstein que 'on
retrouve dans la limite ot la vitesse v d’un corps en mouvement est beaucoup plus
faible que celle de la lumiére c¢. On peut aussi mentionner la mécanique classique qui
peut étre vue comme une mécanique quantique effective lorsque ’action S du systéme
est trés grande devant le quantum £, c’est-a-dire lorsque le nombre de quanta du sys-
téme est important. Cette connexion est des plus transparentes dans une formulation
d’intégrale de chemins de la mécanique quantique pour laquelle, lorsque S > A, seul
le chemin classique contribue & 'amplitude de probabilité, les autres, représentant les
fluctuations quantiques, interférant destructivement. Les exemples précédents illustrent
les grandes simplifications apportées par une approche effective dans un régime parti-
culier de la théorie plus fondamentale ou compléte. En effet, I’'onde électromagnétique
est décrite simplement par un rayon lumineux représentant la propagation de son front
d’onde, le temps « local » de la relativité restreinte devient universel a tout observateur
et, en mécanique quantique, la somme sur une infinité de chemins possibles se réduit
& la contribution du seul chemin classique. Cependant, tous ces exemples partagent
le méme inconvénient, la théorie fondamentale doit étre connue pour interpréter les
théories antérieures comme étant des versions effectives. Il est en particulier difficile
de reconstruire le concept d’onde comme une généralisation du rayon lumineux, de
relativiser & chaque observateur le concept de temps & partir d’'un temps absolu ou
encore de considérer que, pour une particule, toutes les trajectoires sont en réalité per-
mises alors que le mécanique classique est intrinséquement déterministe. La principale
raison est que les formalismes utilisés dans la théorie compléte et sa version effective
sont radicalement différents. A contrario, les théories des champs constituent le cadre
légitime pour I’étude des théories effectives car que se soit & haute ou basse énergie, la
théorie s’écrira toujours en termes de champs'.

1.1.1 Construire la théorie effective

Lorsqu’une théorie contient deux échelles de masse relativement bien séparées m <
M, la dynamique & I’échelle M n’a que peu d’effet sur les observables de la théorie &
une énergie £ ~ m. Dans le cas ot ces deux échelles sont rapprochées m ~ M, une ex-
périence a une énergie ' ~ m excitera également le mode M. Alors, s’ils sont couplés,
celui-ci affectera la dynamique du premier par des corrections allant nécessairement
comme m/M ou des puissances positives de ce facteur, possédant la propriété de dé-
couplage dans le limite M — oo. Une théorie effective des champs permet d’évaluer
ces corrections & I’échelle m & partir de la connaissance de la physique a 1’échelle plus
élevée. Supposons une théorie scalaire contenant deux champs de masses trés différentes
m < M et dont ’action est donnée par? :

S[p, @] = /dz [%(8@5)2 + %(8@)2 — %m%;s? — %M%? —V(p, ®) (1.1)

14 moins que leurs excitations ponctuelles ne soient remplacées, a une certaine échelle, par des

objets de dimensionnalité supérieure, tels que des cordes ou autres membranes.
2Cet exemple et I’analyse qui en est faite sont inspirés de [6].
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avec par exemple :
Ay Qoo K 2
Vg, @) = E(b + Zqﬁ P° + §M¢ P (1.2)

ol nous avons imposé par simplicité la symétrie discréte ¢ — —¢. On suppose égale-
ment A ~ a ~ k ~ O(1), afin de conserver deux échelles dans la théorie. Nous allons
montrer comment ’évaluation des observables physiques de cette théorie se simplifient
dans la limite £ < M. A titre d’exemple, calculons 'amplitude de diffusion 2¢ — 2¢.
Au niveau des arbres, d’aprés le potentiel ci-dessus, celle-ci est donnée par I’échange
de ® dans les voies s, t et u :

1 " 1 " 1
s—M?2 t—M?2 u— M?

iA(20 — 2¢) = A + k2M? (1.3)
ou s, t, u sont les invariants de Mandelstam de la diffusion & deux corps satisfaisant ici
s+t +u=4m?. Dans la limite de basse énergie s,t,u < M?, 'amplitude se simplifie

comme : 9

iA26 — 20) ~ A — 32 — 4%2% +OM™. (1.4)

Non seulement, cette forme est relativement simple mais les corrections engendrées par
I’échange de ® peuvent étre prise en compte, jusqu’a 'ordre M ~2, par une redéfinition

du couplage quartique A :
2

/\H/\73f1274n2%. (1.5)

En particulier, ce que ’exemple précédent illustre est la possibilité de décrire, & basse
énergie £ < M, la fonction & quatre points impliquant seulement le champ léger ¢ a
partir d’une action effective de la forme suivante :

2
Seflel = /dz B(a(bf _ %m2¢2 _ % <>\ _3k2 4;42%) ¢4} _ (1.6)

D’une maniére générale, toutes les observables, & tous les ordres en M !, peuvent
s’obtenir, dans la limite de basse énergie, & partir d’une action effective qui est con-
struite en terme du champ ¢ seulement et dont la forme générique est :

Seffl6) = /d:c Zci% (1.7)

ol d; est la dimension de l'opérateur O; construit & partir de ¢ et de ses dérivées.
Les coefficients sans dimension ¢; sont fixés en s’assurant que les amplitudes déduites
de S eff reproduisent correctement les résultats obtenus en utilisant ’action compléte
S, lorsqu’ils sont développés dans la limite £ < M, comme illustrée ci-dessus. Cette
mise en correspondance entre les deux lagrangiens porte le nom de matching. Insistons
également sur le fait que celle-ci est réalisable & tous les ordres en théorie de pertur-
bation, pourvu qu’on se limite & un ordre donnée en puissance de M ~! de la série
ci-dessus, définissant ainsi le niveau de précision de la théorie effective. Dans ce cas,
I’action effective non renormalisable est renormalisée grace & un nombre fini de contre-
termes de dimension inférieure ou égale ou plus grand d; de la troncature réalisée. Il
est alors beaucoup plus simple d’utiliser directement 1’action effective pour dériver les
prédictions de la théorie compléte dans un domaine limité en énergie, comme par ex-
emple celui accessible expérimentalement, que d’utiliser cette derniére et de finalement
en développer les résultats. Nous allons maintenant présenter les méthodes permettant
de calculer I’action effective & un ordre quelconque en M ~! & partir de S|[¢p, ®].
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1.1.1.1 Dérivation de I’action effective

Afin d’étudier simultanément toutes les observables de cette théorie, on se concentre
sur leur fonctionnelle génératrice :

20j.7) = / (DD exp [i (S[6, @] + jb + J)] (18)

ot laction S est donnée par (1.1). Toute amplitude physique étant réductible & un en-
semble de fonctions de corrélation une particule irréductible (1PI), il est plus commode
de travailler avec leur fonctionnelle génératrice I' définie comme

on §log Z §log Z
I .0 1og = .0 1log
1) i 5 et =57 (1.10)

sont les valeurs dans le vide des champs en 1’absence de fluctuations quantiques et,
plus généralement, elles extrémisent I' en ’absence de source :

6T /66 +j =0, §T/6® +J =0. (1.11)

A partir de (1.8) et (1.9), on a alors :

exp (il'[¢, @)

/ (DD exp [ (S0, 8] + j(6— &) + J(@ — 8)]

/[quD(I)] exp [i (S[o+ ¢, + @]+ jd+ JD)] (1.12)

oti dans la seconde ligne nous avons redéfini les champs comme ¢ — ¢+¢ et & — &+ P
de sorte qu’a partir de maintenant ¢ et ® représentent des fluctuations quantiques au-
tour des valeurs d’arriére-plan, ou de fond, ¢ et ®. On remarque également que, par
construction, I" est identique & S lorsque les fluctuations quantiques sont absentes. ¢
et @ sont alors les solutions classiques des équations du mouvement dérivées de S. En
présence de fluctuations, I' fournit les observables de la théorie en incluant les correc-
tions quantiques.

Nous pouvons maintenant évaluer ’action effective & basse énergie £ < M. Tout
d’abord, on pose J = 0 afin de se limiter aux corrélateurs ou seul ¢ apparait sur les
pattes externes. [’énergie n’étant pas suffisante pour produire une particule ® réelle,
aucune dérivée fonctionnelle par rapport 4 J ne peut étre prise. Par conséquent, ® est
complétement, déterminé par I’équation du mouvement, :

OT/6® =0 — © = B(e). (1.13)
On définit alors la fonctionnelle effective suivante [6] :

71é] = Tl¢, ®(9)] (1.14)

qui génére les fonctions de corrélation 1PI pour le champ léger seulement. Intuitive-
ment cela signifie que la dynamique & basse énergie du champ léger est simplement
obtenue de la théorie compléte en prenant le champ lourd, qui ne peut étre excité,
dans sa configuration de fond. L’énergie des interactions est si faible que des particules
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associées a ce degré de liberté ne peuvent étre créer réellement. ® reste donc dans sa
valeur d’arriére-plan. On peut également relier v[¢] & une action effective S eff [¢] via

la transformée de Legendre inverse exp[i(y[p] + j¢)] = Zoff [7] avec :

Zogli) = [ Dolexpli (Segglel +30)) (115)
ol la source j est ici définie comme j = —dv/6¢. Formellement, on peut aussi définir

Paction effective a partir de Z[j, J], en intégrant explicitement sur les degrés de liberté
lourds, inobservables & ’échelle EE ~ m :

exp[iSeﬁc [9]] = /[DQ)] expli (S[p, @] + JD)]. (1.16)

Egalement ici, Seﬁ = v au niveau des arbres. La relation (1.14) est valable & tous les
ordres en perturbation et on peut introduire un développement perturbatif comme :

Vg = Tlo,®(9)]
= Told, ®o+P1+ ] +T1[d, Po+ ]+ (1.17)
— Tl B + By / d (6T0/6®) |5, + T Bo] + - (1.18)
= Yl¢] +mlg] + - (1.19)

ou 'action & 'arbre et sa correction radiative & une boucle sont données par :

= To[o, o], (1.20)
T1[¢, ®o). (1.21)

70[
ottl

RS

A titre d’illustration, on présente le calcul de ~q et vy, pour l'action (1.1).

Action effective au niveau des arbres Dans 'approximation classique, ’action
Ty est égale & S et @y est solution de I’équation du mouvement suivante :

¢2
<IZI + M? + a—> Dy = f—M¢ (1.22)
soit formellement :
o o2\
Po(p) = —=M (D + M? + a— ) ¢*
~ K » 04 a ¢t
7 (%~ T~ 33m) 004 (1:23)

Ainsi, 'action effective classique dans le régime E < M est donnée a l'ordre M ~2 par
I’expression :

Seﬁ[(ﬁ] = /dm [1(35)2 - lmQQEQ - % (A= 3r%) ¢

B 2 76
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Correction a une boucle a ’action effective En présence de fluctuations quan-
tiques, v # Seﬁ et la correction & une boucle 1 [¢] de Seﬁ [¢] vaut T'1[¢, Do) ou 'y est
donnée par l'intégrale gaussienne :

o 5256, ]

avec F; = {¢, ®}. De plus,

825[¢, ]
T OF(z)0F;(y) [O655 +m3; (9, ®)] 60 (x — ) (1.26)
i J
avec :
m2<m2+%¢2+a%2+ﬁM‘b O“b‘b*ﬁMqﬁ) (1.27)
17 2 .
/ a¢p® + kMo M? + a%
dont les valeurs propres sont
1 1 2
mi = ) (mfl + m§2) + 5\/(”‘%1 —m3y)” +4mi, . (1.28)

Aprés les manipulations usuelles® du déterminant fonctionnel (1.25), on dérive I’ex-
pression suivante :

- 1 d*kp 5 5
Ii[p, @] = 3 dz oL log(kg +m;)
b

1 4 m? 3
= = /d:ci_zimi [log‘ (F) - 5] (1.29)

ou la seconde ligne est le résultat dimensionnellement régularisé dans 1’ultra-violet
de l'intégrale sur le moment euclidien ci-dessus. Enfin, v;[¢] s’obtient directement, en
remplacant ® par sa valeur de fond classique ®((¢) et en développant le résultat en
puissance de M ~!. Nous décrirons plus loin une autre méthode de calcul de 7, basée
sur le matching des fonctions de corrélations générées par v[¢] et I'[¢, @] dans la limite
E <M.

1.1.1.2 Opérateurs redondants

A premiére vue, l'action (1.24) est différente de celle obtenue naivement en in-
troduction (1.6) oti le terme dérivatif $?0¢? est absent. En effet, & 'ordre M2, le
développement de A(2¢ — 2¢) ne contient aucune dépendance en p?. La raison est
qu’en réalité les opérateurs écrits & un ordre donné en M ~! ne sont pas tous indépen-
dants. Dit autrement, il existe des combinaisons linéaires d’opérateurs qui affectent les
amplitudes de la théorie de la méme facon & un ordre donné. La théorie effective écrite
en termes des invariants les plus généraux est alors redondante lorsqu’on se limite &
un ordre fixe en M1, les dégénérescences entre certains invariants étant seulement
levées & des ordres supérieurs. Cette redondance des opérateurs effectifs & un ordre

3telles que logDet = Trlog, ou la trace s’écrit dans l’espace des impulsions comme Tr =
J d*k/(2m)4, et la rotation de Wick ¢z = it introduisant ’énergie euclidienne k% = —ik°
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M ™" peut étre formulée comme une invariance des prédictions de la théorie effective
sous une redéfinition du champ de la forme :

¢— o+ M"f(9) (1.30)

ou, par construction, f ne contient aucune puissance négative de M. L’action effective
devient alors :

va»ﬂﬂ+mrd/M#@waw»+owrmw (1.31)

oil §79/6¢ est 1’équation du mouvement pour ¢ & l’ordre le plus bas en M~!. Ainsi,
I’action effective est invariante sous cette redéfinition, qui revient simplement & intro-
duire un terme proportionnel & I’équation du mouvement. Alors qu’un tel terme n’est
d’aucune utilité dans le cas général, il permet ici de récrire I’action effective & ’ordre
M~™ en terme de combinaisons linéaires d’opérateurs différentes qui peuvent s’avérer,
pour un choix judicieux de f, plus confortables & manipuler pour dériver les amplitudes
A basse énergie. Pour I’exemple & l’arbre ci-dessus, développé jusqu’a ’ordre M ~2, on
a:

$0/66 = Db+ 6+ 360+ kMoBo(d) + S 0% (9)
= O¢+m?op+ (% - %2> > +O(M™?) (1.32)

On peut alors éliminer le terme en ¢20¢? de (1.24) au profit d’opérateurs non dérivatifs,
en posant :

2
6= &+ M2f(g), avec f(§) = — 6" (1.33)

Puisqu’aprés intégration par partie on a ¢?0¢? = 4/3¢30¢, l'action Seff & larbre
devient :

Seﬁ[(ﬂ = /dm [%(8@2 — %mQQEQ — % ()\ —3K% — 4&2;’;—22) o

Q A w2\ K2 4
- (1_6 36 + E) W(ﬁ :| +O(M™*). (1.34)

Dans cette nouvelle base des opérateurs effectifs, on retrouve alors naturellement le
couplage quartique obtenu en (1.24). La redéfinition précédente du champ est alors to-
talement équivalente & imposer, pour les termes en M2, & ¢ de satisfaire son équation
du mouvement au plus bas ordre, donnée ici par :

42

O¢ 4+ m?p + (% - ?) #* =0. (1.35)

1.1.2 Action de Wilson et exemple de matching

Alors que la méthode fonctionnelle précédente est relativement efficace, elle devient
rapidement assez lourde lorsque le niveau de précision de la théorie effective requiert
I'inclusion de corrections radiatives. Il est beaucoup plus pratique dans ce cas de déter-
miner les coefficients des opérateurs effectifs directement au niveau des observables,
en lui imposant d’en reproduire les prédictions de la théorie compléte dans la limite
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de basse énergie. Nous définissons alors ’action effective de Wilson comme la somme
suivante :

0i(¢,0
sﬁwpi/m _QT%%?- (1.36)

ou les ¢;, les coefficients de Wilson, sont fixées en terme d’observables physiques, or-
dre par ordre en théorie des perturbations. Cela ressemble étroitement & la procédure
usuelle de renormalisation en théorie quantique des champs. Dans ce cas, au niveau
quantique, les paramétres du lagrangien sont fixés en terme d’observables physiques,
telles qu'une masse ou une constante de couplage, et les prédictions de la théorie ainsi
renormalisée, pour d’autres observables, sont parfaitement calculables en terme de ces
nouveaux parameétres. En régle général, en théorie quantique des champs, on demande
a la théorie d’étre renormalisable de maniére & n’avoir qu’un nombre fini de paramétres
& fixer expérimentalement. En ce qui concerne les théories effectives, la situation est
similaire. A un ordre donné en M !, on utilise des paramétres physiques afin de fixer
I’ensemble fini de ¢; apparaissant & cet ordre. Le lagrangien effectif peut étre alors
employé pour faire des prédictions & basse énergie pour d’autres observables. La seule
différence est, dans ce cas, 'utilisation de la connaissance de la théorie compléte, et
non de résultats de mesures, pour déterminer ces paramétres. Ce paralléle est bien plus
profond qu’une simple ressemblance de formalisme. Il fournit notamment une meilleure
compréhension de la procédure de renormalisation en théorie quantique des champs.
Les divergences a courte distance y apparaissent parce que radiativement la théorie
s’aventure dans une région ultra-violette que ses degrés de liberté ne permettent pas
de résoudre. Il devient alors naturel de définir un domaine de validité de cette derniére
en imposant un cut-off ultra-violet A. La théorie initiale est devenue effective. Dans
ce contexte, la propriété de renormalisabilité, selon laquelle la théorie récrite en terme
d’observables physiques ne dépend plus du cut-off, ne devient qu’une approximation de
I’action effective ci-dessus pour d; < 4. Ainsi, bien qu’elle soit non renormalisable, la
théorie effective est approximativement aussi prédictive qu’une théorie renormalisable,
pourvu qu’on se satisfasse d’une précision finie et que la série (1.36) soit tronquée & un
ordre fixe correspondant. En outre, I’étrange nature du cut-off A devient plus claire en
Iidentifiant & une véritable échelle physique A = M a laquelle émergent de nouveaux
degrés de liberté. La théorie quantique des champs devient par conséquent plus acces-
sible & I'intuition et sa version effective représente un outil trés efficace, pourvu que
Pon renonce & conférer (& tord) & la renormalisabilité un sens physique et que la porte
a de nouvelles particules dans 'ultra-violet soit laissée ouverte.

Nous allons reprendre I’exemple de la théorie compléte définie par (1.1) et réaliser
le calcul des ¢; & une boucle jusqu’a I'ordre M 2. Le lagrangien effectif le plus général
est alors limité a I’ensemble d’opérateurs suivant :

3 ¢
6! M?2

Loff = 5H00)? = TM?¢? — Z26" — 2467067 — “E260%6 - (1.37)

4! 4M?2 M?2
ol nous avons également imposé la symétrie discréte ¢ — —¢. D’autres termes dérivat-
ifs, tels que ¢2(9¢)? ou ¢>0¢, n'ont pas été ajoutés puisqu’ils peuvent s’écrire comme
une combinaison linéaire des précédents, par une redéfinition des champs. Dans une
approche perturbative, les coefficients ¢; admettent un développement en série de la
forme :

SO S S (1.38)
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Lo X =<

Fi1G. 1.1 - Traduction en terme de diagrammes de Feynman du matching des amplitudes
au niveau des arbres. Une ligne en trait fin (épais) représente le champ ¢ (). Les
diagrammes de gauche représentent les prédictions de la théorie effective déduites de
celles de la théorie compléte obtenues dans la limite de basse énergie des diagrammes
de droite. L’indice (0) rappelle I’ordre en perturbation auquel est réalisée la procédure.

On se propose tout d’abord de déterminer les c§°> en faisant correspondre les fonctions

a n points G,, ou seul ¢ apparait sur les pattes externes, des théories compléte et
effective a I’arbre. En outre, puisque ’ensemble des ¢; est fini, seul un nombre restreint

(3 & cet ordre) de fonctions de corrélation sera nécessaire. Nous discuterons ensuite
@)

4

comment réaliser le matching & une boucle pour évaluer les corrections ¢

1.1.2.1 Matching a I’arbre

Au niveau des arbres la procédure de matching est résumée diagrammatiquement

sur la figure 1.1. On commence par fixer cf} et céo) en utilisant la fonction a deux

points. Dans les deux théories, 'inverse du propagateur est :

Z‘g2,full = p'-m?
0
G prr = ciap’ =M+ 2!
soit : )
cffi =1, Cgo) = % et cé?% =0. (1.39)

Remarquons que le coefficient de Wilson correspondant & la masse effective du champ
est anormalement faible. Cela refléte I'instabilité du champ scalaire dont 1’échelle na-
turelle est M. Pour le rendre léger, il suffit simplement de choisir & I’arbre Cgo) < 1.
Ce choix n’est bien sir pas radiativement stable et conduit au probléme de hiérarchie.

Passons maintenant aux fonctions & quatre points, qui sont données par :

M2 p2
. _ 2 oy 2 ya
Zg4,full = Atk P2 — M? ~A—k <3Jr M2> t--
iG _ 0) 2 (O)i
WiEFT = “27~ %133
oll p? est le moment total entrant. Il vient alors :
2
) =A—3r2et ) = . (1.40)

2
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Puis, la fonction & six points fixe le dernier coefficient via :

M? ar?
. o 9 N
’ge’,full = 4dak (P2 — M2)(q% — M2) 45 M2 +
0
. Y
G EFT = 752

d’ou l'on tire : céog = 45ak?. Finalement, on retrouve la forme (1.24) au niveau classique
pour le lagrang1en effectif :

1 1 1
E;O) _ 5(8(;5)2 _ §m2¢2 -0 (A= 3k?%) ' —

2 6
© 206 - %% (1.41)

8M2

Nous allons maintenant utilisé le lagrangien précédent pour améliorer le matching
jusqu’a l'ordre d’une boucle.

1.1.2.2 Matching des corrections radiatives

Au niveau quantique, le lagrangien effectif est de la forme :

Lofr = ceﬁ eﬁ (1.42)

ou Eg% est le lagrangien classique (1.41) et £(61]§¢ est la correction & une boucle
paramétrée par :

(1) (1) (1)

c Cyq.2
5(6% = (3¢) 2 —M 2¢ T&
(1) (1) 1) 6
€61 2,2 €62 9 C6,3 ¢
— 2 H*0d* — 220 — —2 i
4M2¢ ¢ M2¢ ¢ 6! M?2 (1.43)

Les coefficients de Wilson & une boucle sont également déterminées en faisant corre-
spondre les prédictions des théories compléte et effective pour les fonctions de cor-
rélation précédentes, mais cette fois évaluées & une boucle. Dans la théorie compléte,
les contributions & considérer se limitent aux diagrammes 1PI pour ¢ seulement, noté
1LPI pour 1 « Light » PI, c’est-a-dire & ’ensemble des diagrammes restant connexes
aprés la coupure d’une ligne interne de ¢. Le calcul dans la théorie effective se fait
comme suit :

0 1
G, EFT = Q;%FT + gfh};FT +0G, ppT + (1.44)

Le premier terme est ’amplitude obtenue a I’arbre en utilisant le lagrangien effectif
classique. Le second est la correction & une boucle & cette amplitude, calculée & I'aide

du lagrangien E(eOJ%c également. Enfin, 5gn, EFT représente les corrections Eg%‘ aux

couplages de £(€%' En ce sens, £(61]§¢ constitue un ensemble de « contre-termes » (finis)

a Parbre qui est ajusté de maniére & reproduire les résultats de la théorie compléte a
une boucle :

_ 50 )
Grofull = Y9 furt ¥ 9 furr (1.45)

Ainsi, cz(-o) + cl(.l) sont ’exact analogue des couplages renormalisés en théorie quantique
des champs, que I’on détermine habituellement en demandant & la théorie quantique de
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reproduire les mesures expérimentales réalisées & une échelle donnée. Aprés le matching

(0) (€]

a l’arbre, on a gff}ull =G “ppr- On détermine alors les ¢;* en imposant :

O a0
9, full = 9 T + 99, EFT- (1.46)

De plus, nous réaliserons ce matching dans le schéma de renormalisation M S a I’échelle
u*. Bien que, dans 'approximation renormalisable d; < 4, le choix du schéma de
renormalisation soit arbitraire, il est en revanche beaucoup plus pratique d’utiliser
un schéma n’introduisant pas de nouvelle échelle d’énergie sous forme polynomiale
lorsque des opérateurs effectifs non renormalisables sont pris en compte. En effet, en
introduisant par exemple un cut-off A, peuvent apparaitre des termes de la forme
~ A/M, rendant caduque le développement effectif pour A ~ M. En outre, méme dans
le schéma M S, les corrections radiatives peuvent introduire des termes logarithmiques
de la forme log(m?/M?) dont la présence remet également en question la validité
du développement perturbatif pour m < M. Nous réaliserons alors le matching des
amplitudes & ’échelle p = M afin d’éliminer ces logarithmes du lagrangien effectif.

Qo WO
Q%

F1c. 1.2 — Diagramme contribuant au matching & une boucle de la fonction & deux
points. Du coté de la théorie effective, I'indice (0) indique que les couplages & I’arbre
sont utilisés pour évaluer le diagramme a une boucle. Quant a l'indice (1), il représente
les contre-termes nécessaires a une boucle pour reproduire correctement la fonction a
deux points de la théorie compléte.

Pour illustrer la procédure décrite ci-dessus, nous nous limiterons au matching de la
fonction a deux points. Les diagrammes 1LPI contribuant a cette fonction de corrélation
sont représentés sur la figure 1.2 et "amplitude s’écrit :

_ (1),3
Ottt = 2 Iotul (1.47)

i=a,b,c,d

40n rappelle que ce schéma est défini par la soustraction des termes proportionnels & Cyy =
2/e — vg + log 47 dans les corrections radiatives régularisées en d = 4 — e dimensions.



Chapitre 1 : Théories des champs effectives au-deld de 1’échelle électrofaible 22

Dans la limite de basse énergie, p? ~ m? < M?, les amplitudes M S deviennent :

Z‘QS}&I = - 3;;2 m? <10g7z—22 - 1> , (1.48)
igé%’” = 32—1277@2 <log ’Z—; - 1> , (1.49)
zgél}u” = 320;2 M? <10g]\5—; - 1) , (1.50)
zgél}ud” = 12;2 [MQ <log ]\5—22 - 1) <1 + ;Z—Z) log AW;—QQ

,? <1+3%22 A”f log E—Z)J—]\;]*“ (1.51)

La théorie effective ne fournit qu’un seul diagramme & une boucle dont I’amplitude,
dans le schéma M S est donnée par :

m2 m2
= A —3k%) (log— — 1
gQEFT 32#2( “)<Og 12 )
H2 m2 2 2 m2
——— log— — 1)+ 1.52
T2 222 +m)<°gu2 >+ (1.52)

ot la premiére ligne est la contribution de opérateur ¢* au vertex quartique, alors que
la, seconde est générée par I'opérateur ¢>0¢?. A cela vient s’ajouter les contre-termes
de Eg%‘ contribuant a la fonction a deux points comme :

1)
186G, prp (6 — &) = ip? — M2 4 028 (1.53)
2,EFT = Gy, 127 VL .
Le matching & une boucle s’appuie sur ’identification des amplitudes précédentes &
I’échelle p = M :
9o, BFT (= M) = Gy gy (1 = M) (1.54)
modulo des corrections d’ordre supérieur en M ! et & boucle. Rassemblant les résul-

tats des amplitudes ci-dessus, on obtient les corrections & une boucle suivantes aux
coefficients de Wilson :

2 2 2 2
( ) K a 1 9 K° m m
s R Ml v ol Gl vy v (1 * M2) ’ (1.55)
2 2
1 K m

pour lesquels toute dépendance en log(m?/M?) a disparu, conservant ainsi le controle
sur le développement effectif en puissance de M~!, méme au niveau quantique. In-
téressons nous d’un peu plus prés & la masse « renormalisée » & une boucle de ¢ dans
la théorie effective. Son expression est donnée par :

2
MQ( (0) +cg>) —m? 4 2L (o 2e?) O (1.57)

3272

et la faible masse classique m se retrouve radiativement repoussée vers 1’échelle M.
C’est l'instabilité propre aux champs scalaires. Ainsi, pour conserver un sens, & une
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boucle, & la hiérarchie m < M de la théorie effective, il est nécessaire d’ajuster finement
cgo) et cgl) de facon a ce que la masse renormalisée reste d’ordre m < M. En particulier

Cgo) et cgl) doivent se compenser jusqu’a une précision d’au moins O(m?/M?).

1.2 Le Modéle Standard effectif

Aprés quelques exemples illustratifs de théories quantiques des champs effectives,
nous étendrons au cadre du Modéle Standard les méthodes présentées plus haut. Nous
construirons notamment le lagrangien effectif modélisant la nouvelle physique attendue
a D’échelle du TeV et présenterons un ensemble réduit d’opérateurs que permet de
contraindre les mesures de précisions autour du pole du Z réalisées par LEP (1 et 2).

1.2.1 Exemples de théories effectives des champs

Il existe de nombreux exemple de théories des champs effectives, pour lesquels les
méthodes illustrées plus haut sont employées pour simplifier ’étude phénoménologique
a basse énergie d’une théorie connue.

1.2.1.1 Diffusion photon/photon et lagrangien d’Euler-Heisenberg

Pour des énergies nettement inférieures & myy, linteraction lumiére/matiére est
essentiellement décrite par le lagrangien de QED :

- _ 1
‘CQED = ’L’l/)’}/‘u(a# - ZSA#)’I/) - me’l/n/} - ZF,U,VF#V (158)

ou le fermion v est le champ électronique et m. la masse de 1’électron. Lorsque la
lumiére a une énergie trés inférieure a me, il est possible de décrire la diffusion pho-
ton/photon par un lagrangien effectif déduit de QED aprés intégration de 1’électron.
L’invariance de jauge et de Lorentz implique que la premiére correction effective au
lagrangien de Maxwell soit de dimension huit®. On obtient alors :

L, = —iF“”FW + % [cl(F“”FW)Q +eo(FP E )2 | + 0(m>9). (1.59)

e

Ce lagrangien effectif a été dérivé pour la premiére fois par Euler et Heisenberg en
1936 [12]. Les coefficients c¢q,2 sont non nuls & partir d’'une boucle seulement et on
les obtient en réalisant le matching de la fonction & quatre points représentée par le
diagramme boite de la figure 1.3 en QED. Un calcul direct, suivant la méthode détaillée
pour la théorie scalaire précédente, conduit a [12] :

a? Ta?

o _ 1 1.
90" 27 90 (1.60)

CcC1 =
olt @ = e?/4r est la constante de structure fine. Notons que le lagrangien effectif de
QED, aprés intégration de 1’électron, contient également deux opérateurs de dimension

six modifiant le propagateur du photon :

1
Eeﬁ ~m2 (a1 F OF " + a20, F* 07 Fpy | + Loy (1.61)

5Tes termes trilinéaire de la forme eSFWF”pF,ﬁL sont nuls car la théorie effective est, comme QED,
invariante sous le conjugaison de charge e — —e, impliquant A, — —A.
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(1)

Fia. 1.3 — Diagramme & une boucle en QED produisant, pour £ < m,, 'interaction
effective & quatre photon décrite par le lagrangien d’Euler-Heisenberg.

Cependant de tels opérateurs peuvent étre éliminés par une simple redéfinition de
A, revenant & utiliser I’équation de Maxwell & I'ordre le plus bas 0,F"" = ejt .
En P’absence de courant électromagnétique externe, constituant la valeur de fond de
1, les interactions de dimension six sont identiquement nulles. Le lagrangien de Euler-
Heisenberg constitue un outil important dans 1’étude de l'interaction du vide quantique
avec un champ électrique et/ou magnétique extérieur.

1.2.1.2 Théorie de Fermi des interactions faibles

L’exemple de théorie des champs effective le plus populaire est sans doute la théorie
de Fermi. Dans les années 1930, Fermi proposa que la désintégration faible du neutron
n — p+ e + U, pouvait se décrire par une interaction effective & quatre fermions [9] et
augmenta le lagrangien de QED de l'opérateur suivant, :

0Lp = —%(nwp)(vev“e) (1.62)

ot Gr ~ 107° GeV~2 est la constante de Fermi. Cette paramétrisation effective n’est
plus valable lorsque I’énergie du proton devient de 'ordre de E ~ G;l/Q ~ 100 GeV.
En effet, on sait aujourd’hui qu’a cette échelle apparaissent les bosons W et Z et
que la théorie effective de Fermi doit étre remplacée par l'interaction électrofaible
SU(2)r, xU(1)y. Le lagrangien de Fermi s’obtient alors en intégrant le W qui véhicule
la désintégration faible du neutron et Gp ~ m;VQ. Afin d’éviter les complications dues
a l'interaction forte, il est plus pratique de réaliser le matching entre les théories élec-
trofaible et de Fermi pour la désintégration du muon. Dans la théorie électrofaible, le
couplage entre les courants leptoniques chargés et le W est de la forme :

9 7 _
Lgw D —EZL’YHVZLW# + h.c. (163)

avec [ = e, i et U'interaction & quatre fermions dans la théorie de Fermi s’écrit :

4Gp , _ _
r = (v, ) e er) (1.64)

A partir de la théorie électrofaible, on dérive alors la valeur de la constante de Fermi,
pour E < 100 GeV, en faisant correspondre & I’arbre le vertex effectif & quatre fermions
avec le diagramme d’échange d’un W, comme illustré figure 1.4. Le propagateur® du

6Dans la jauge de 't Hooft-Feynman, correspondant a une jauge R¢ pour £ = 1. La procédure étant
faite a I’arbre, les fantomes ne contribuent pas et le résultat est indépendant du choix de fixation de
jauge.
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FiG. 1.4 — Matching au niveau des arbres de la constante de Fermi & partir de ’échange
d’un boson W dans la théorie électrofaible, véhiculant la désintégration du muon.

W s’écrivant —in,, (¢> — m3,) !, on obtient alors :

G 2

£ -9 (1.65)

V2 8miy,
Bien que la théorie électrofaible soit connue et relativement bien testée expérimentale-
ment, la théorie de Fermi s’avére encore trés utile pour étudier la désintégration de
quarks lourds & basse énergie, notamment en incluant les corrections hadroniques.

La théorie de Fermi est la premiére tentative de modélisation d’un effet nouveau,
non décrit par QED, a partir d’opérateur effectif impliquant les champs de QED. On
peut alors & nouveau appliquer cette approche au Modéle Standard, afin de décrire une
nouvelle physique au-dela de 1’échelle électrofaible pour laquelle, bien que non observée
encore aujourd’hui, demeure de fortes motivations théoriques en faveur de son existence.

1.2.2 Approche effective de la nouvelle physique au-dela de my;,
1.2.2.1 Le Modéle Standard en quelques mots

Le Modéle Standard des interactions forte et électrofaible est une théorie des champs
renormalisable basée sur le lagrangien suivant” :

1 v 1 vatira 1 vA A

Lo = —3B" Bu = gWHEWL, = GG, (1.66)
+ iL'4" D, L" + iy Dyl (1.67)

+ Q" D, Q" + ity Dyuly + idgy" D, d, (1.68)

+ |D, H|? —m?|H|? — \H|* (1.69)

—y L HU, — yE Q' Hdy, — v Q' Huly + hc. (1.70)

3
9s vAAA
oG AG 1.71
+327T2 wv ( )

avec i = 1... Ny, Ny = 3. Le lagrangien ci-dessus est écrit dans la base d’interaction
ou, par définition, les couplages des fermions aux bosons de jauges sont diagonaux.
Dans la base des états propres de masse, ot les couplages de Yukawa sont diagonaux,
onal=eput,u=uctetd=dshb LT = (vp,l) et QT = (ug,dr) sont les

doublets de SU(2) et H le doublet scalaire de Higgs avec H = igo H*. Gﬁl,, Wi, Buy

7 Au niveau quantique apparaissent les champs fantémes de Faddeev-Popov accompagnés des termes
de fixations de jauge.
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sont les tenseurs cinétiques de SU(3). x SU(2)r, x U(1)y respectivement :

G, = 0.Gf —0,G} + gsfapcGLGY, (1.72)
Wi, = 0.W.—0,Wi+ geacW Wy, (1.73)
B,ul/ = a,uBl/ - aVB,u; (174)

La dérivée covariante de jauge s’écrit :

1 I
D,=0,—- ZEgSAAGﬁ — 590 Wi — ig'Y B, (1.75)

ol les matrices A4 et o sont celles de Gell-Mann et Pauli lorsqu’appliquées & des
représentations fondamentales et sont nulles pour des singulets. Dans le Modéle Stan-
dard il n’y a pas de représentations de dimension supérieure & la fondamentale. De
plus, seuls les quarks constituent des triplets de couleurs, les particules gauches for-
ment des doublets de SU(2) et les hypercharges sont Y(L) = —1/2, Y(eg) = —1,
Y(Q) = 1/6, Y(ur) = 2/3, Y(dr) = —1/3 et Y(H) = 1/2. Le terme 0 de QCD
est un invariant topologique caractérisant l’état du vide de SU(3).. Il est a priori
non nul, quoique nécessairement faible puisqu’il contribue au moment dipolaire élec-
trique du neutron, jusque la resté inobservé. Nous le prendrons nul a partir de main-
tenant et Lgps est alors C'P invariant. De plus, lorsque les couplages de Yukawa sont
nuls, le Modéle Standard posséde également une grande symétrie globale de saveur
SU(3)° = SU3), x SU(3); x SU(3)q x SU(3)a x SU(3)y, illustrant la liberté que 1’on
a de redéfinir les trois états de saveur pour les leptons et les quarks, gauches aussi bien
droits, séparément. Enfin, la brisure de la symétrie électrofaible est paramétrée par une
valeur dans le vide non nulle du champ Higgs pour m? < 0, (H)T = (0,vy/v/2) avec
vy = /—m?2/X ~ 246 GeV. Dans la phase brisée, ou le lagrangien est développé au-
tour du vide stable, les bosons de jauge de SU(2)r, x U(1)y se décomposent en quatre
états propres de masse, deux neutres et deux chargés électriquement, définis par les
combinaisons linéaires suivantes :

S

+ 1 1A/ 2
Wy = NG (W, Fiw}), (1.76)
Zy = cewW)—swBy, (1.77)
A, = swWi+cewB, (1.78)
ayant pour masses :
mw = LE o, =S =0 (1.79)
2 2CW

ol les sinus et cosinus de ’angle de mélange sont donnés par :

9 g

SW = —F/— et Cw = —F/———.
/92 +g/2 /92 +g/2

Enfin ces états propres de masse couplent respectivement aux courants fermioniques
jgi = (" £ ") /V2, jh = P — s%ng et jo = 73 4 j% avec les constantes de
couplages g, g/cw et e = gsw = ¢'cw.

(1.80)



27 1.2 Le Mod¢éle Standard effectif

1.2.2.2 Premiers pas au-dela

Les tests de précision électrofaible, sensibles également aux corrections hadroniques
& haute énergie, ont apportés de solides preuves quant & la validité du Modéle Stan-
dard jusqu’a des énergies de 'ordre de 200 GeV. Il reste néanmoins plusieurs faits sur
lesquels il faillit & fournir une explication satisfaisante tels que la masse des neutrinos,
Pasymétrie matiére/antimatiére, la stabilité de la hiérarchie my < Mp; au niveau
quantique et, lorsqu’il est couplé minimalement & la gravité, ’extréme faiblesse de la
constante cosmologique. Ces lacunes du Modéle Standard conduisent tout naturelle-
ment & le voir comme une approximation effective & ’échelle du W d’une théorie plus
fondamentale dont la nouvelle dynamique & une échelle M > my répond aux ques-
tions laissées en l’état par le Modéle Standard. Le lagrangien renormalisable Lgs est
alors remplacé par un lagrangien effectif de la forme :

1 1
Lo =Lom + 3755+ qple+ O(M~3) (1.81)

Ici, ’échelle M, tout comme les coefficients des opérateurs non renormalisables intro-
duits, n’est pas a priori fixée, puisque la physique au-dela du Modeéle Standard reste
encore inconnue. En revanche, ces nouveaux paramétres peuvent étre déterminés par
une mesure précise des phénomeénes observables auxquels £ eff contribue. Ils sont égale-
ment calculables une fois qu’un nouveau modéle, & I’échelle du TeV et/ou au-dela, est
défini. Ainsi, approche effective permet de tester les modéles de nouvelle physique
en paramétrant leurs effets d’une facon générique a 1’échelle électrofaible. On compare
alors ces prédictions effectives avec les résultats de mesures précises obtenus & cette
méme échelle, et ce sans nécessairement s’aventurer directement dans le régime de
haute énergie expérimentalement.

Equations du mouvement Afin d’éliminer les opérateurs redondants de la paramétri-
sation de L ¢, nous pouvons utiliser les équations du mouvement a ’ordre le plus bas,
c’est-a-dire celles du Modéle Standard. Aprés une simple variation par rapport aux
champs, on dérive de Lgas :

L' — iy"D,L'+y! Hlj =0, (1.82)
Iy — iy"Dully+ylHIL =0, (1.83)
Q' — iv"D,Q + yfdeig + yzguﬁ =0, (1.84)
Iy — iy"Dudy+yiHI QP =0, (1.85)
uy — "Dyul+yltHIQ =0, (1.86)
H' — DMD,H+m?H +2X(H'H)H

—yiTpl? =y dpQ’ — yli Q' (i0®)uf, = 0, (1.87)

G — DG+ gt =0, (1.88)
a vua g a a - pa

Wy — DWW +z§(D“HTa H— H'¢"DFH) + gjh* =0, (1.89)

!
B, — D,B"+ i%(D“HTH — HIDMH) + g/t = 0. (1.90)
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ol les courants de jauge sont :

Ny
: 1 ~i i T iy i i
A = 33 (@ANQ iy N + N )
i=1
1
jga _ 5 Z (Lz,ypo_aLz +Ql’7M0’an),
i=1
N
- [ . 1’i,ui 7T 70 1’1’#1’ 1_i,ui 2—1’#1’
by = Z —5 Ly = Il + £ QR — dpydR + SURy R ) -
=1

Les expressions ci-dessus sont écrites dans la base d’interaction dans laquelle les cou-
plages des fermions sont diagonaux dans I’espace de saveur. Lorsque les fermions sont
redéfinis pour passer dans la base des états propres de masse, des mélanges entre les
trois générations apparaissent dans les couplages au W seulement. Une des propriétés
importantes du Modéle Standard est qu’il ne contient aucun changement de saveur par
courant neutre au niveau des arbres, les couplages au Z restant diagonaux dans les
deux bases.

Opérateurs effectif Au premier ordre au-delad du Modéle Standard, il existe un seul
opérateur de dimension cing SU(2)r, x U(1)y invariant :

Ls =yl Le' HATLY + hec. (1.91)

qui génére une masse de Majorana pour les neutrinos gauches du Modéle Standard

aprés la brisure électrofaible :
2

v VH

my =y o1 (1.92)
Les expériences d’oscillation indiquent une échelle de masse des neutrinos inférieure
a I’eV. Par conséquent, dans I’hypothése ou les couplages de Yukawa sont ~ O(1),
Péchelle M doit étre d’au moins 10 GeV. Cette valeur est relativement proche de
l’échelle de grande unification Mgy ~ 1016 GeV, dont lexistence pourrait alors étre
a Dorigine de la masse des neutrinos. En outre, dans la perspective de confronter ce
Modéle Standard effectif aux données recueillies aux collisionneurs, on peut sereine-
ment négliger cet opérateur dont I'effet, d’ordre my /M < 107!, sera imperceptible
dans le secteur des neutrinos. Les seules expériences oil cet opérateur est observable
sont les expériences d’oscillation de neutrinos.

A TPordre supérieur, les invariants de dimensions six sont trés nombreux et Lg
compte pas moins d’une centaine d’opérateurs distincts. Cet ensemble se réduit & 80
opérateurs linéairement indépendants® en imposant, comme c’est le cas dans le Modéle
Standard?, la conservation des nombres leptonique et baryonique dans la théorie effec-
tive [5]. Dans cette liste, seuls 52 opérateurs conservent les symétries de saveur SU (3)°

811 persiste cependant une redondance dans le comptage de [5]. En effet, dans le secteur scalaire,
les trois opérateurs construits & partir de quatre Higgs et deux dérivées sont reliés par intégration par
partie.

9Naturellement, ceci n’est vrai que dans ’approximation classique, car ces symétries sont anormales.
Seuls B — L; sont alors conservées au niveau quantique. Néanmoins, comme nous le rappellerons au
chapitre 3, les violations de B + L; sont des processus non perturbatifs, seulement pertinent & haute
température.
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et C'P, parmi lesquels il y a 18 opérateurs construits exclusivement & partir de champs
de quarks et/ou de gluons. Bien qu’a priori rien n’impose que C'P et la symétrie de
saveur ne soient pas violées au-deld du Modéle Standard, supposer leur conservation est
en revanche une excellente approximation lorsqu’on se limite aux effets que peut avoir
une nouvelle physique a ’échelle du TeV. En effet, les processus violant ces symétries
ont des rapports de branchement relativement faibles. Par exemple, la violation de C P
observée dans les oscillations de kaons neutres impose que les opérateurs C'P impairs
soit supprimés par M > 10% TeV [4]. Le correction au moment dipolaire électrique de
I’électron repousse par ailleurs I’échelle de violation de CP & M > 10* TeV [4]. Egale-
ment, I’absence d’observation de processus de changement de saveur tel que u — e,
impose que SU(3)® est brisée & une échelle du méme ordre de grandeur M > 104
TeV. Ainsi, ces opérateurs auront un effet d’au plus 10~ fois l'ordre de grandeur des
prédictions du Modéle Standard sur les observables mesurées aux collisionneurs, pour
une énergie de l'ordre de 100 GeV (LEP) ou du TeV (LHC). Ils peuvent alors étre
négligés en premiére approximation. Il reste ainsi 34 opérateurs indépendants de di-
mension six dans le secteur électrofaible, listés dans le tableau 1.1. C’est I’ensemble
maximal d’opérateurs dominants dont les effets sont susceptibles d’apparaitre dans les
expériences en collisionneur autour du TeV. Néanmoins, aujourd’hui, aprés LEP1 et
LEP2 mais avant le LHC, seuls certains d’entre eux sont contraints expérimentalement.

1.2.3 Tests de précisions électrofaibles aux collisionneurs

Non seulement LEP consolida l'idée selon laquelle les interactions des particules
élémentaires étaient décrites par une théorie de jauge mais, de plus, ces expériences
mesurérent avec une précision si grande, allant jusqu’au pour mille, certaines observ-
ables du Modeéle Standard qu’il est devenu possible d’estimer les corrections d’une
éventuelle physique au-deld. Le LEP ayant été un collisionneur ete™, les expériences
LEP1 et LEP2 furent principalement sensibles aux couplages des leptons chargés avec
les bosons de jauge électrofaible. Dans le secteur électrofaible, les prédictions du Mod-
éles Standard pour les observables mesurées par LEP sont toutes exprimables en fonc-
tions de seulement trois paramétres au niveau des arbres'®, les couplages de jauges
SU(2), x U(l)y, g et ¢’ respectivement, ainsi que la VEV du Higgs brisant cette
symétrie, vgy. On utilise alors les trois observables les mieux connues expérimentale-
ment pour fixer ces derniers [17, 16] :

asi(g=myz) = 128,949+ 0,046 (1.93)
Grp = 1,16639+0,00001 x 107° GeV 2 (1.94)
mz = 91,1876 40,0021 GeV. (1.95)

De plus, LEP1 a permis la mesure d’autres observables &, et sous, le pole du Z telles
que la largeur totale de désintégration du Z ou la masse du W :

Ty, = 2,49524+0,0023 GeV (1.96)
mw = 80,398+0,025 GeV (1.97)

10Néanmoins, le Modéle Standard nécessitant le calcul des corrections radiatives pour reproduire
convenablement les données, ses prédictions dépendent alors également des 16 autres parameétres libres
que sont les masses des 9 fermions, celle du Higgs, les 4 paramétres de la matrice CKM (3 angles de
meélange + 1 phase violant C'P), gs et Ogcp-
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— AbyyHe
Osw = €apc W, " WPWLT,

Of} = LIy L)Ly, L), 0y = (I L)(Q1,.Q),
OF) = §(Iy"0" L)(Lyu0° L), O = (0" L)(Q1.0°Q),
Ou = (Iry"1r) (IrYulR), O = (IRy"1R)(WrYuuR),
O = (Iry"r)(dRrVudR), Ori = (LY*L)(Iryulr),
Oru = (Ly*L) UR), Ora = (Iy*L)(dryudr),

= ( (iR
Oqi = (QvQ)(L, WZR)
Oy = L(HTHY,

Opn = 20, (H'H)O*(H'H),

Orw = i(Ly*a* DY L)WE, + h.c., Orp = i(LY* D" L) By, + h.c.,

O = i(iRVHDVlR)BMV + h.c.,
Ogp = i(QY"D"Q)Byy + h.c.,
Oy = i(JR’y“DUdR)Bw, + h.c.,

Oqw = i@ D" QWS + h.c.,
Oup = ’L'(’CLR’Y'U‘DVUR)BHV + h.c.,

Ogu = $HYHG}, G4,
Opn = sH'HB,,, B",

Own = LHHWS Wiva,
OWB = (HTO—GH)WSVB'U‘Vv

Op) = (D, HIDEH)(HH),
o\ = i(H'D,H)(Ly"L) + h.c.,
OQH =i(H'D,H)(Qv"Q) + h.c.,

O = (D, H'H)(HT D H),
0¥ —i(H'0*D,H)(Ly"0"L) + h.c.,
OQH =i(H'0"D, H)(Qv"o*Q) + h.c.,

Oun = i(H'D,H)(ury"ug) + h.c., Oun = i(H'D,H)(dry"dR) + h.c.,

Oy = i(HTD,H)(Ipy*Rr) + h.c.

TAB. 1.1 — Liste des 34 opérateurs indépendants de dimension six qui induisent des dévi-
ations aux observables électrofaibles susceptibles d’étre observées aux collisionneurs.
Pour les courants fermioniques, l'indice de génération est implicitement sommé afin de
respecter la symétrie de saveur, soit (LY*L) = vazfl (Liy* L), etc... ou les parenthéses
représentent la contraction des indices spinoriels. D’autres opérateurs & quatre fermions
peuvent également étre écrits, comme (Llg)(IrL) ou encore (Lo, L)(Iro™” 1), mais
ils sont équivalents & ceux présenté ci-dessus, grace aux identités de Fierz.

avec une précision de I'ordre du pour mille. Seuls 10 des opérateurs de dimensions six
de la liste précédente contribuent a ces observables [3] :

Owp, 05, 07, o), 0P, 05, 05). O, Ounr, Oan. (1.98)

En portant I’énergie dans le centre de masse des collisions eTe™ au dessus de la masse
du Z, LEP2 étudia avec une précision de ’ordre du pourcent les processus de diffusion
du type ete™ — Z — ff, et sonda pour la premiére fois les opérateurs a quatre
fermions construit & partir des courants de jauge :

O(LlL)v (95;123, O(LQQ)J, Ou, O, Oua, Ori, Ogi, Ord, Ora. (1.99)
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Par conséquent, aprés LEP2, la liste d’opérateurs effectifs de dimension six pertinents
est réduite de 34 & 20 éléments. Malgré un degré de précision moins élevé que LEP1, les
mesures de LEP2 sont tout aussi importantes car les observables concernées, se situant
au dessus du pole du Z, sont plus sensibles & la nouvelle physique.

Les opérateurs restant sont négligeables pour les raisons suivantes. O3z ne modifie
que les auto couplages de jauge mesurés via les processus ete™ — WTW ™ avec une
précision plus faible que le pourcent. Il peut donc étre écarté, ne contraignant que trés
faiblement la nouvelle physique. Tout comme les opérateurs Oy et Oyy que affectent
exclusivement le secteur Higgs ayant, jusqu’a présent, échappé a toute détection di-
recte. Cependant, alors que le premier peut s’avérer important dans les processus de
diffusion de bosons faibles, possiblement, détectables au LHC, les deux derniers mod-
ifient la dynamique de la transition de phase électrofaible dans I'univers primordial,
qui peut étre étudiée en principe via la détection d’ondes gravitationnelles émises lors
de cet événement. Nous y consacrerons le chapitre suivant. Ensuite, les effets de Og g,
Owpm, Opg et Ogl)q peuvent étre réabsorbés par une redéfinition des couplages du
Modéle Standard. Enfin, les 7 opérateurs Orw, Org, O, Oow, Ogr, Ous et Oup
peuvent aussi étre mis de coté car, bien qu’ils affectent les observables mesurées par
LEP2, leurs effets interférent destructivement avec les contributions du Modéle Stan-
dard et sont donc négligeables & Pordre M ~2 [11].

1.2.3.1 Base oblique des opérateurs effectifs

Il existe une base des opérateurs effectifs pour laquelle les corrections sont rassem-
blées dans les propagateurs des bosons de jauge faibles. A 'ordre M2, les opérateurs
contribuant aux self-énergies de Wi et B, sont :

Owp = (Hie*H)W2,B"™, 0% = (D,H'H)(HD"H), (1.100)
1 1
Oyp = 5(’),)3””@93#”, Opw = §DPW;}VDPW*“’”. (1.101)

D’autres opérateurs bilinéaires comme F,,0F* ou 0,F*"0"F,,, avec F' = W, B, se
mettent sous les formes ci-dessus soit aprés intégration par partie ou utilisation des
identités de Bianchi :

apB;,W + aHBVp + 8VBPN - 0, (1102)
D,Wy, +D,Wg,+D,Wg, = 0. (1.103)

Les deux derniers opérateurs n’apparaissent pas dans la liste précédente car ils s’écrivent
en terme d’opérateurs y figurant aprés une redéfition des champs ou, ce qui est équiv-
alent, par l'utilisation des équations du mouvement pour By, et W dans le Modele
Standard. Ainsi, & partir de (1.90), (1.89) et identité de Bianchi, on obtient les rela-
tions :

1 1 1
700 = 0% — 0¥y — 0¥, = 505;}, + 10021, (1.104)
1 3 1

ou
Op2y = (H'H)(H'D,D"H) + h.c. (1.106)



Chapitre 1 : Théories des champs effectives au-deld de 1’échelle électrofaible 32

et
oY . "“(HTD H)+h 710(1) —0 +10(1) ,l@ +20
fH — Yy m -C. o LH IH G6-QH T 3 dH 3 wH
s . 1 1
Ofy = iji"(H'Duo"H) + he. = SO + 306y
1 1 2 1 1 4
Y o aps (1) 1)
Ofpr = Jylvu= =791+ 0~ EOLQ - §OLu + goLd - 5(9@1 - golu

2
+50u +Ou + -+

-pua -q 1 2 1 2
ok, = jt JLH=ZO§2+§O<LQQ+---

Aprés utilisation de I’équation du mouvement du Higgs, Op2g peut étre absorbé par
une redéfinition des paramétres du potentiel de Higgs et des couplages de Yukawa des
fermions et - - - représentent des opérateurs constitués uniquement de champs de quark,
sciemment négligés jusqu’a présent. Omettant ainsi les opérateurs ne contribuant pas
aux observables de précision, le membre de droite des relations (1.104) et (1.105) se
réduit & zéro. Et toute correction aux self-énergies des bosons de jauge est décrite par
la table 1.1.

1.2.3.2 Deux combinaisons linéaires non contraintes

Les observables mesurées par LEP1 et LEP2 ne sont donc sensibles qu’a 20 opéra-
teurs de dimension six. Il apparait toutefois que deux combinaisons linéaires d’entre-eux
sont totalement transparentes aux tests de précision électrofaibles car elles s’écrivent en
termes d’opérateurs non contraints aprés utilisation des équations du mouvement [10].
En effet, contractant les équations (1.90), (1.89) par (iHD, H +h.c.) et (iH 0D, H +
h.c.) respectivement, on dérive les relations suivantes'® :

/

2g/0g}1 — gOWB + g’@}lH = g'OBH — %ODzH — QIOSL +20BDpH (1.107)
—g'Owp + 290k = gOwn — gOpey — 6905} + 40wpy  (1.108)

ou
Oppn =B, D*H'DYH, Owpy =iW,D"Hc*D"H (1.109)

sont des opérateurs corrigeant les couplages entre les bosons de jauge, et peuvent égale-
ment étre ignorés dans 'analyse des tests de précision. Ainsi, comme précédemment,
le membre de droite des relations ci-dessus est inobservable (ou du moins trés peu
contraint) & LEP et peut étre légitimement éliminé dans ce contexte. En conséquence,
la liste dérivée plus haut contient seulement 18 opérateurs indépendants.

1.3 Paramétrer les corrections effectives
au Modéle Standard

Nombreux sont les modéles de nouvelle physique dont les effets sur les observables
mesurées par LEP sont trés majoritairement, si ce n’est exclusivement, rassemblés dans

On utilise entre autres les identités de Fierz suivantes : (0%)ij (0"t = 0ij0r1 + Onj0u —
(6" (0%)i1 = 2055051 — 8550k
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les self-energies de bosons de jauge électrofaibles. De tels corrections aux prédictions
du Modéle Standard sont dites obligues ou universelles. D’une maniére générale, c’est
le cas lorsque les nouvelles particules du modéle considéré couplent trés faiblement aux
fermions du Modéle Standard ou seulement aux combinaisons linéaires correspondant
aux courants de jauge jy, j¢. Dans ce cas, on peut alors utiliser les équations du mouve-
ment des bosons de jauge électrofaibles pour transformer toutes les corrections fermion-
iques en contribution aux self-énergies. L’exemple le plus simple est celui d’un nouveau
boson vecteur de masse élevée et couplant aux courants neutres du Modéle Standard.
Les modéles cing-dimensionels ou seuls les bosons de jauge peuvent se propager dans
le bulk [2, 3], ainsi que certains modéles Little Higgs [8, 13], entre également dans cette
classe. Nous détaillerons dans un premier temps les méthodes de calculs des corrections
obliques dans les modéles dits universels. Et puis nous présenterons une extension min-
imale de cette paramétrisation permettant de prendre également en compte les effets
non universels contraints par les tests de précision.

1.3.1 Les paramétres obliques de Peskin-Takeuchi

Nous présentons ici la paramétrisation oblique due & Peskin et Takeuchi [14, 15]
des corrections effectives au Modeéle Standard. Bien que celle-ci ait été initialement
développée pour paramétrer les corrections & une boucle des self-énergies des bosons
de jauge, il s’avére également utile pour estimer les contraintes expérimentales sur une
nouvelle physique universelle.

1.3.1.1 Lagrangien effectif pour les bosons de jauge

Dans cette base oblique, seuls les propagateurs des bosons de jauges sont affectés
par la nouvelle physique. Dans ’espace des impulsions, on écrit le lagrangien effectif
quadratique des champs de jauge comme :

o 1 v 1 v v v —
Lo = — W (WS = 3 Bullgs (@)B, — Wi (q) B, — W T ()W, (1.110)

ol les couplages aux fermions restent, par hypothése, standards :

L = gt " Wi + ¢'34 By, (1.111)

La partie cinétique du lagrangien effectif est volontairement mise sous une forme non in-
variante sous SU(2)r,, ce qui constitue simplement une paramétrisation des corrections
obliques dans la phase brisée de la théorie électrofaible. La forme des self-énergies'?
Hé‘j” (¢) des bosons de jauge est imposée par la covariance de Lorentz :

I (q) = i (¢)n™ + Aij(a*)a" " (1.112)

Le second terme induit une correction supprimée par un facteur my/myy, z par rapport
au premier, lorsque II*” est contracté avec un courant de fermions, car g, fytf =
—my ff via aquation de Dirac. Cette contribution est négligeable pour les fermions
légers observés aux LEP. L’accord du Modéle Standard avec les données expérimentales
requérant le calcul de corrections radiatives, les I1(¢?) se décomposent essentiellement
en deux termes :

1(¢%) = Wiree(q®) + TMi-to0p(q?) + - - (1.113)

2Dans la notation utilisée ici, II*¥ inclut également la contribution a ’arbre.
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contenant les prédictions du Modéle Standard ainsi que les corrections de la nouvelle
physique. Dans ’hypothése o1 celle-ci apparait & une énergie nettement supérieure a
I’échelle électrofaible, ses effets sont relativement faibles et il est alors suffisant de les
prendre en compte au niveau des arbres, soit Il;;50p — Hfﬂ‘{oop. On considére ainsi
seulement Il;... que nous noterons simplement IT par la suite. Cette partie classique
admet alors un développement effectif en puissance de ¢2 :

M55 (a) = T5(0) + °TT;,(0) + "5 (0) + - (1114)
ou les ordres supérieurs conduisent a des corrections trop faibles pour étre observées
étant donné la précision des mesures réalisées. En effet, un terme bilinéaire d’ordre ¢°
est nécessairement supprimé par un facteur M 4 et n’est par conséquent non nul que
si des opérateurs de dimension huit sont introduits dans le lagrangien effectif. A priori,
a lordre ¢, il y a 12 paramétres indépendants. Cependant 3 d’entre eux peuvent étre
absorbés dans la définition des grandeurs utilisées pour réaliser la comparaison de la
théorie avec les données : g, g’ et vy, revenant'® & normaliser canoniquement let et
B, et a fixer la masse du W :

I, _(0)=1, IIy(0) =1, II4_(0)=—mjy. (1.115)

En outre, dans la phase brisée, le photon est un champ de masse nulle couplant & la
charge électrique @ = T3 + Y. Ceci impose deux relations supplémentaires que nous
dériverons ci-aprés. Les 7 paramétres restants sont alors définis par les combinaisons
sans dimension suivantes :

S = %HQO(O), (1.116)
T = my’ [Ms3(0) — 4 (0)], (1.117)
U = T,_(0) - 0), (1.118)

ou S = 4sZ,a 'S ~ 1198, T = o 'T ~ 1297 et U = —4s%,a~'U ~ 119U sont les
paramétres de Peskin et Takeuchi [15] et :

1 1

V= omy? [lg(0) =T _(0)], W = omy?TI55(0), (1.119)
1 1

X = omylig(0), Y = SmyT,(0). (1.120)

Notons que, par construction, S, 7', U, V, X, Y s’annulent (a Parbre) dans le Mod-
éle Standard et, en présence d’une nouvelle physique oblique & 1’échelle M > my,
admettent un développement en puissance de M ~!. Par ailleurs, T, U et V sont au-
tomatiquement nuls si le modéle contient une symétrie SU(2) custodiale sous laquelle
W¢ se transforme comme un triplet, imposant IT33(¢®) = I11_(¢°). En particulier, le

paramétre T mesure le rapport des masses des bosons faibles et est relié au parameétre
p=mi/ctm% par p=1+1T.

!3Cette équivalence est plus transparente aprés la redéfinition W5 — Wg/g, By — Bu/g,
puisqu’avec cette normalisation ces trois conditions deviennent H;_(O) = g2, 15, (0) = g2 et
Iy (0) = —v% /4.
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1.3.1.2 Lien avec les opérateurs de dimension six

Parmi les 7 paramétres obliques, 4 sont produits par les opérateurs de dimension
six (1.100) et (1.101). Apreés brisure spontanée de la symétrie électrofaible, Ow p et

(’)g})q deviennent :

2
U v
Owp = - Wi,B" +- - (1.121)
4
v
oYy = 16 Wi = 9/ Bu)(gW" — g'B") + - (1.122)

Ainsi le premier génére un mélange cinétique Z /v, soit un paramétre S, et le second
modifie la masse du Z et produit un parameétre 7' non nul. On peut alors définir une
nouvelle normalisation comme suit, :

2
Owp = 4swewa v%0g, OF), = *Z—ZOT (1.123)

de sorte que les paramétres S et T soit directement donnés par les coefficients adimen-
sionnés de Og et Or dans le lagrangien effectif L¢. Les opérateurs (1.101) contiennent
tous deux des termes bilinéaires avec 4 dérivées. IIs contribuent donc & Iordre ¢* a
Moo(q?), M33(q?) et T _(q?) respectivement. Ainsi, Opp contribue & Y et Opw a
W, V restant nul par invariance custodiale. De méme que pour les deux opérateurs
précédents, on peut définir ici :

Oy = —m%/VOy, Opw = —m%/VOW. (1.124)

Les 3 parameétres obliques restant sont seulement générés par des opérateurs au moins
de dimension huit, pour U et X, ou dix, pour V', comme par exemple :

U : (H'o"H)(H'e"H)W, W, (1.125)
X : (H'0"H)D,W,0°B", (1.126)
1% (H'e"H)(H'e"H)D, W}, DPW*H". (1.127)

On s’attend alors naturellement & ce que ces trois parameétres soit supprimés par rap-
port aux quatre précédents, & moins que le modeéle requiert un ajustement fin des
coefficients des opérateurs effectifs. Cette possibilité écartée, d’une simple analyse di-
mensionnelle ’on déduit :

2 4 2
U~ %T, Vo~ %T, X ~ %s. (1.128)

Si I’échelle de la nouvelle physique M est beaucoup plus grande que la masse du W,
alors I’étude des corrections obliques se limite & ’ensemble des paramétres S’, T, W et
Y. Les deux premiers brisent SU(2)y, pour vy # 0 et sont sensibles au mécanisme de
brisure de symétrie électrofaible, alors que les deux derniers « mesurent » seulement
les effets de nouveaux bosons de jauge.
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1.3.1.3 Contraintes expérimentales

Les mesures de précision de LEP1 contraignent la largeur des fenétres autorisée
expérimentalement pour les paramétres S, T et U a [17] :

S = —0,1040,10 (—0,08), (1.129)
T = —0,08+0,11 (+0,09), (1.130)
U = +40,15+0,11 (+0,01). (1.131)

Etant donné que le Higgs n’a pas été observé, ’estimation des corrections obliques
dépend de la masse du Higgs et les valeurs ci-dessus sont pour my = 117 GeV, alors
que sont reportées entre parenthéses les décalages induits sur les valeurs centrales
lorsque mpy = 300 GeV est choisi. Ces bornes deviennent encore plus étroites dans la
limite U = 0, motivé par le fait que typiquement, pour une nouvelle physique & une
échelle M > my, on a U < S,T. Ainsi, pour U =0, S et T sont bornés par [17] :

S = —0,0440,09 (—0,07), (1.132)
T = +0,02+0,09 (+0,09). (1.133)

En incluant les mesures de LEP2, il devient également possible de contraindre X, Y
et W [3] :

X = (=2,3+3,5)x 1073, (1.134)
Y = (+4,2+4,9) x 1072, (1.135)
W = (-2,7£2,0)x 1072 (1.136)

1.3.1.4 Le photon est de masse nulle et couple a 75 + Y.

Nous dérivons les deux relations entre les self-énergies imposées par la symétrie
électromagnétique du vide de la théorie. Afin d’identifier le champ du photon & partir
du lagrangien oblique (1.110), nous procédons en deux étapes. Tout d’abord nous
redéfinissons les champs By, et W, de maniére a éliminer le mélange cinétique IT5,(0).
Ensuite, en termes des champs de jauge canoniquement normalisés, nous identifions
le photon comme étant la combinaison linéaire de masse nulle. La partie cinétique de
L eff valant pour les champs neutres :

2
in q
ck =5 [Bu Iy B* + Wil W + 2W T4, B | (1.137)

on obtient des normes canoniques avec les redéfinitions suivantes :

~1/2
s MMy (o TRNTYE
B, = (Ily) B, = | II33 - Wy (1.138)
RN RN
H12 1/2 _
Wy = (H'ss—n—,go> w2, (1.139)
00
soit :
] i
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Les matrices de masses des champs neutres deviennent alors :

1
—ﬁ?ﬁ”ss ) [Bullog B" + WiTlssWH? + 2W T30 B |
1 _ _ - ol
= BB W 2] e
avec :
_ 1I
) (1.142)
00
~ H/2 -1 H/ ];_I/2
- () o] o
I, I 1163
) - HI2 —1/2 H/
g = (L) /2 <H§3H?O> [Hg’OHOOH’BO} (1.144)
00 00

Une des deux valeurs propres, correspondant & la masse du photon, doit étre nulle pour
préserver la symétrie de I’électromagnétisme dans le vide, soit det IT = T331go — 113, =
0, d’ou l’on dérive une premiére relation entre les II;;(0) :

IM53(0) o (0) — 39 (0) = 0. (1.145)

Notons que celle-ci est indépendante de la normalisation des champs. La seconde s’ob-
tient en fixant le couplage du photon & la charge électrique. Les combinaisons linéaires
associées au photon et au Z sont données par :

Ay =sW2+cB,,  Z,=cW}—sB, (1.146)
ou les cosinus et sinus de ’angle de mélange sont définis par :
_ —5 \—1/2 _ — 5 \—1/2
=Ty (2, +112)) /%, s =Moo (T2, +11%,) " /*. (1.147)

et sont, a priori différents des prédictions du Modéle Standard au niveau des arbres :
¢ # cw, s # sw. Le couplage des fermions au photon s’écrit alors :

.u3 .
LJ; D> gitrWi+ 4y B,

— / C(H/ >71/2 7SH_/30 (H/ o H/B%)_l/Q it A
= g 00 I, 33 I, Jy “p
H/2 _1/2
+gs (Hésn—?o) JEP A+
00
= engu—i—---

ol jo = jy +J3 est le courant électromagnétique associé & Q = T3+Y et - - - représente
les couplages au Z que nous détaillerons plus loin. Ainsi la charge électrique vaut :

H/2 —1/2
e = gs <H’33 ,30> (1.148)
1_[OO
H/ HI2 71/2
= o [elit) 2 - s (1m - ) (1.149)
00 00

et le couplage & jg implique la seconde relation recherchée entre les II;;(0) :
9'Tl30(0) + gIloo(0) = 0, (1.150)

une fois encore indépendamment de la normalisation utilisée.
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1.3.1.5 Corrections obliques pour un champ de jauge lourd

Nous allons maintenant calculer & titre d’exemple les valeurs de ces paramétres dans
un exemple académique de nouvelle physique. Nous considérons le cas simple ot un
champ de jauge abélien X,,, de masse M > mw, est ajouté au Modeéle Standard et ne
couple qu’aux fermions. On peut voir cette masse comme le résultat de la brisure d’une
nouvelle symétrie de jauge a I’échelle M. Nous supposons également, pour simplifier la
discussion, que ce dernier couple uniquement au courant d’hypercharge. Aprés brisure
de la symétrie électrofaible, le lagrangien quadratique s’écrit alors :

1 1 . o
Loqi = —§BM(q2 — t3,m¥, ) B" — s (¢* — mi)WH" — tymi, W3 BH
1 . .pavrra
_§Xu(q2 _MQ)X#‘FQ/J{;(BH + Xu) +93£ Wu + (1.151)
ou --- désignent des termes n’impliquant que le champ de Higgs, qui n’est ici que

spectateur, ou les interactions entre les Wj. Le lagrangien effectif a l’arbre s’obtient
en assignant X, & sa valeur classique, solution de I’équation du mouvement :

(¢ = M*) X" —g'j§ =0 (1.152)
et il vient :
1 1. .
Loff = —5Buld® = thymiy)B" = SWig* = miy)W"* — twmipy WiB"
2
. warira . 9 1.
+9'3 By + g3 Wi + (0 = M) TG (1.153)

Puis I’équation du mouvement pour B, :
(% — thymi)B" — tym3, WH — g'ji =0 (1.154)

permet d’éliminer, & P'ordre M ~2, le carré du courant d’hypercharge et ainsi passer
dans une base oblique des opérateurs effectifs :

1 242 2 > — tymiy
Leg = —5Buld” —tiymiy) 1*q2_7Mg B

Los |, 2 2 thymiy 3
AL {(q I i vl L

2 42 .2
2 1173 q° —tiymy

—twmyy W, [1 — 7{12 — } B*

W (q® —mi)WH™ + g% B+ gji " Wy (1.155)

En développant le lagrangien précédent pour ¢> < M? jusqu’a l'ordre M2, on lit
immédiatement les corrections obliques dans ce modéle :

& —24 m%/v
U=V =W=0. (1.157)

Alors, la contrainte la plus forte provient du paramétre T' et pour my =~ 80 GeV,
t;VQ ~ 3 et étant donné la contrainte expérimentale rappelée plus haut, T~ 1197 ~ 0, 1,
on obtient une borne inférieure approximative pour la masse du boson de jauge X, :

M >5 TeV. (1.158)
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Remarquons enfin que, contrairement & ce qu’impose la paramétrisation précédente
des corrections obliques, B,, n’est pas un champ canoniquement normalisé :

m
o(0) = 1- 26,2 21 (1.159)

Cependant, une redéfinition des champs fixant IIf,,(0) = 1 ne modifie pas les correc-
tions ci-dessus & 'ordre M 2. Enfin, ’exemple précédent est facilement généralisable
au cas d’un couplage arbitraire de X, aux courants neutres. Ainsi, en réalisant le
remplacement suivant dans ﬁfull ci-dessus :

. .3
95y X — (ag’ﬁ + byt ) Xy, (1.160)
on obtient par la méme procédure les paramétres obliques :

A m _ _
S = Mvg (a® + 0% — 2abeyitsyit), T = M2 W (aty —b)?, (1.161)
y = g2l U72b iy W () — atw), (1.162)
M2 ’ w .
b m?
=W=-X=b—5F 1.1
\%4 w 0 M2 ( 63)

Le paradoxe du LEP La borne supérieure dérivée précédemment est un exemple
typique de contrainte apportée par LEP sur ’échelle de la nouvelle physique, qui ne
peut émerger en dessous de M ~ 5 — 10 TeV sans induire de trop grandes déviations
aux observables de précision électrofaibles. D’un autre coté, le principe de naturalité
suggére plutot M ~ TeV afin de stabiliser 1’échelle électrofaible. Les mesures expéri-
mentales dans le secteur électrofaible indique alors que, pour une raison inconnue, la
nouvelle physique vit au moins un ordre de grandeur au-dessus de son échelle naturelle.
Ceci constitue ce que ’on appelle le petit probléme de hiérarchie ou encore le paradoxe
du LEP. Ainsi, quelque soit la théorie ultra-violette complétant le Modéle Standard
au-dela de mpgw, celle-ci incorpore a priori un léger ajustement de ses paramétres.
Bien qu’il ne s’agisse ici que d’un ordre de grandeur, ce probléme mérite une attention
toute particuliére puisqu’il est soutenu par les observations, contrairement au probléme
de hiérarchie de jauge, qui n’est grand que sous ’hypothése ou le Modéle Standard est
valide jusqu’a Mp;.

1.3.1.6 Intégrer la composante qui ne couple pas aux fermions

Dans l'exemple précédent, pour obtenir le lagrangien oblique, nous avons intégré
I’état propre de masse lourd X,. On peut remarquer que ce dernier se dérive im-
médiatement en intégrant la composante de X,, et B, qui ne couple pas au courant
d’hypercharge, que nous notons :

1
B = — (B, — X,). (1.164)

V2

A partir de (1.152) et (1.154), ’équation du mouvement pour B°“! s’écrit :

1 t
~(M? — ym}y) B + —=mf, W2 =0, (1.165)

1
2 2 2 2 out
q — §(M + tyymiy) BJ" + > NG
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oll B"™ est la combinaison orthogonale a4 B :

- 1
B, = % (B, +X,). (1.166)
En intégrant alors directement B°%, le lagrangien effectif se retrouve directement dans
la forme oblique (1.155) avec B — B™ et les corrections obliques obtenues sont les
meémes que si I'on avait intégré ’état propre de masse X ,.

D’une maniére générale, peu importe la combinaison linéaire des champs intégrée,
pourvu que le couplage aux fermions reste dans sa forme standard :

93 Bu+ gir Wy, (1.167)

Ceci met en lumiere le fait qu’en présence d’une nouvelle physique, B, et W, ne sont
pas les champs du Modéle Standard, en particulier leurs relations avec le photon et
le Z sont différentes comme illustré plus haut, mais seulement des champs d’interpo-
lation qui, dans un contexte de théorie effective, permettent de relier les corrections
obliques dues & une nouvelle physique & des observables du Modéle Standard [3]. Alors
qu’il est immédiat dans ’exemple précédent d’intégrer X,,, puisque ’état propre de
masse est déja isolé dans le lagrangien complet, il s’avére en revanche beaucoup utile
dans des situations plus complexes de directement intégrer les combinaisons linéaires
des champs qui ne couplent pas aux fermions du Modéle Standard. Ceci permet no-
tamment de calculer les corrections obliques de la théorie au-dela du Modéle Standard
sans réaliser une procédure de diagonalisation, potentiellement lourde, de la matrice
de masse des bosons de jauge [13]. En particulier, dans les modéles & dimensions sup-
plémentaire, cette propriété justifie 'approche holographique du calcul des corrections
obliques [2, 1].

1.3.2 Corrections (non)-obliques : Une paramétrisation mini-
male

Les paramétres obliques constituent une paramétrisation adéquate des corrections
au Modeéle Standard lorsque la nouvelle physique ultra-violette affecte uniquement les
self-énergies des bosons de jauge ou couplent universellement aux fermions standards.
1l reste cependant de nombreux modéles dans la littérature pour lesquels ces couplages
dévient de I'universalité. C’est notamment le cas lorsque de nouveaux bosons de jauge
lourds couplent a des courants fermioniques qui ne sont pas des combinaisons de jy
et j¢. Des corrections non obliques apparaissent également en présence de nouveaux
fermions lourds comme par exemple dans les modéles & dimensions supplémentaires
dans lesquelles les fermions du Modéle Standard sont autorisés & se propager. Dans
ce cas, les corrections effectives sont partagées entre des corrections obliques et des
déviations aux couplages des bosons de jauge aux fermions :

__ pobl cpl
Loff = Lof+ Lo+ (1.168)
ol EZ% est de la forme (1.110) et --- représentent d’autres corrections de la nou-

velle physique, comme par exemple les couplages entre bosons de jauge. La procédure
habituelle consiste alors & réaliser un fit global des différents coefficients apparaissant
dans £ eff a partir des mesures réalisées sur certaines observables du Modéle Standard.
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Cependant une telle approche ne permet pas de distinguer quelles sont les observables
les plus contraintes de celles pour lesquelles les mesures expérimentales sont beaucoup
moins précises. En effet, puisque la majorité des tests de précision a été effectuée a
des collisionneurs eTe™, les observables impliquant des leptons chargés dans ’état fi-
nal sont les mieux mesurées et par conséquent apportent de plus fortes contraintes
a la physique au dela du Modéle Standard. Alors, seules de trés faibles déviations
aux couplages standard pour les leptons chargés sont permises expérimentalement et
une universalité de ces derniers, par rapport aux quarks et aux neutrinos, peut étre
supposée en premiére approximation.

1.3.2.1 Corrections aux vertex

On peut alors construire une base des corrections effectives ou toutes les contri-
butions de la nouvelle physique dans le secteur des leptons chargés sont mises sous
forme oblique, alors que £2}7§¢ paramétre les déviations aux couplages des quarks et des

neutrinos, qui sont beaucoup moins bien contraintes expérimentalement [7]. Une telle
base s’obtient en utilisant les équations du mouvements des bosons de jauge. Tenant
compte également de l'invariance de jauge électromagnétique, on parameétre alors les
couplages aux fermions du photon et du Z de la maniére suivante :

E‘Z}’éc = L, + oL (1.169)
avec :
c . g . . .
Lh = Q%Au+a;4&ﬂf—s@@)+g(Wjﬁ++h@) (1.170)
_ C4 c?
c _ g
sceel = (") | —2, <—£(q2 - mQZ) + 5gf> + €q2—2fAH (1.171)
Cw muy miy,

pour f =wur,dr,uR,dg, vr. Les champs neutres sont ici définis comme les états propres
de masse dans une base oil le Z n’est pas canoniquement normalisé et se mélange ciné-
tiquement au photon. Ce choix de base assure I’absence de corrections aux couplages
des leptons chargés, méme aprés diagonalisation de la matrice de masse des bosons de
jauge neutres. Par exemple, dans la base canonique définie dans la section précédente,
I’élimination du mélange cinétique modifie le couplage des leptons aux Z. Ainsi, dans
la base oblique, le photon A, et le Z sont données simplement par :

A=k (SWS +¢B,) , Z, = cV_V,f —sB, (1.172)

avec :
Cc = H30(H30 + Hgo)_l/Q, s = HOO(H?)O + H%O)_1/2 (1173)
K* = (I + I55) ™" [T, 1l — 2MooIL301T5, + 15 Ts5] (1.174)

ol le photon est canoniquement normalisé. La symétrie électromagnétique impose no-
tamment que le couplage & un photon réel (¢> = 0) soit la charge électrique e =
gsk~ ! = g’ck~'. Ainsi, en plus des 7 combinaisons obliques, il y a 3 paramétres sup-
plémentaires dans le secteur des neutrinos et 12 pour les quarks. Néanmoins, pour les
neutrinos, seul dg,, est mesurable & partir du rapport de branchement invisible du Z
et on peut montrer que ce paramétre n’est pas indépendant mais s’écrit comme une
combinaison de parameétres obliques :

1
0gu, =V = 5U — twX. (1.175)
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De méme, on démontre la relation suivante dans le secteur des quarks :
cw(Cy, —C1,) = (CL, — C,) + ty X. (1.176)

Le nombre de paramétres indépendants est ainsi ramené & 7 + 11, correspondant au
nombre d’opérateurs de dimension six (10 4+ 10 — 2) pertinents pour les tests de préci-
sion électrofaibles. Cette paramétrisation des corrections effectives offre également une
lecture claire des observables qu’elles affectent. Si I’on se limite & I’étude des leptons
(chargés et neutres), seuls les 7 paramétres obliques sont nécessaires, par construc-
tion. Les observables mesurées au pole du Z (¢ = m%) qui impliquent des quarks
dans I’état final sont prises en compte par les 4 §g. Enfin, les C7'Z ne sont nécessaires
que pour I’étude des sections efficaces o(ete™ — ¢q) mesurées & LEP2 au dessus du
pole du Z, ainsi que les observables pertinentes pour la violation de la parité atom-
ique. Comme évoqué précédemment, cette approche offre également ’avantage d’isoler
les observables les mieux mesurées et on peut se limiter & ’ensemble des paramétres
obliques en premiére approximation pour tester les modéles de nouvelle physique. No-
tons néanmoins que dans ce cas, S ,T, etc ne caractérisent pas seulement les corrections
universelles générées par ces derniers, mais également leurs effets sur les observables
impliquant les leptons chargés. Une conséquence de cette procédure, volontairement
non invariante sous SU(2)y, est que les 7 paramétres obliques sont a priori de taille
similaire, notamment S ~ X et 7' ~ U ~ V, I’argument dimensionnel basé sur le
lagrangien effectif SU(2),, invariant n’étant plus valable. Au dela des leptons chargés,
I'(Z — hadrons) est également trés bien mesurée au pole du Z. En sommant les contri-
butions des différents quarks a cette observable, il apparait que la combinaison suivante
est également fortement contrainte :

0€q = 0gu, — 094, - (1.177)
Au dessus du pole du Z, il en est également de méme pour la combinaison :
§C,=CZ —CZ. (1.178)

De plus, LEP1 a précisemment mesuré les processus impliquant le quark bottom dans
I’état final, ce qui apporte une contrainte forte sur dgq, pour la troisiéme génération,
noté dgp, . Seul la déviation au couplage des bottoms gauches est fortement contrainte
car le couplage standard pour les bottoms droits est sensiblement plus faible, ne per-
mettant pas une mesure aussi précise de sa déviation. Par conséquent, les écarts aux
prédictions du Modéle Standard, pour les observables les mieux mesurées expérimen-
talement, sont rassemblés en 10 paramétres :

S, T, U, V, W, X, Y, deg, 6Cy, Ogp, . (1.179)

Un fit global de ces dix paramétres avec les données expériementales ainsi que leur
calcul en termes des coefficients des 18 opérateurs de dimension six pertinents est
présenté en [7].

Conclusion
Dés lors qu’il existe deux échelles nettement séparées dans un systéme physique,

les effets & basse énergie des champs vivant & haute énergie peuvent étre paramétrés
par une théorie effective plus simple, qui est construite en terme des degrés de liberté
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légers uniquement. Si la théorie compléte est connue, ’action effective s’obtient alors
en intégrant les degrés de liberté ne pouvant étre directement excités a basse énergie.
Par ailleurs, lorsque la physique & basse énergie semble indiquer la présence d’une ex-
tension, toutefois inconnue, & une échelle plus élevée, approche effective permet alors
d’en contraindre les effets, et donc in fine d’en deviner la forme, en s’appuyant sur la
mesure précise d’observables physiques. Ainsi, tel que le suggére la présence de la grav-
itation a la masse de Planck ou tout autre nouvelle physique a I’échelle M 2 TeV, dont
le role est de stabiliser la hiérarchie de jauge, le Modéle Standard est trés certainement
une approximation effective & 1’échelle électrofaible d’une théorie plus fondamentale.
Si celle-ci se manifeste autour du TeV, alors le lagrangien effectif du Modéle Standard
respecte en trés bonne approximation les symétries de saveur SU(3)®, I'invariance sous
CP et la conservation des nombres baryonique et leptoniques. Dans ce cas, les pre-
miéres corrections aux prédictions du Modéle Standard sont induites par une série
d’opérateurs de dimension six, dont le nombre est réduit de 80 & 34 linéairement in-
dépendants. Les expériences du LEP testérent la structure du Modéle Standard jusqu’a
une précision du pour mille pour un ensemble d’observables électrofaibles autour du
pole du Z auquelles seulement une vingtaine de ces opérateurs contribuent. En con-
séquence, les corrections de la nouvelle physique & ces observables sont nécessairement,
faibles et impliquent typiquement M 2> 5 — 10 TeV. Nous avons présenté une méth-
ode de calcul des corrections obliques, ou universelles, qui paramétrent les effets d’une
nouvelle physique dont les modifications sont concentrées dans les tenseurs de polari-
sation des bosons de jauge électrofaibles. Aprés LEP2, il devient également possible de
contraindre les déviations non universelles aux couplages des fermions aux bosons de
jauge. Dans ce cas, une extension simple de la paramétrisation oblique a été présentée.
Enfin, il est important d’insister sur le fait qu’aprés LEP1 et LEP2, environ une dizaine
de combinaisons linéaires des 20 opérateurs effectifs pertinents pour les observables de
précision électrofaibles sont relativement contraintes, les corrections obliques 1’étant le
plus fortement. Les théories au-dela du Modéle Standard peuvent alors contribuer de
larges corrections dans les 10 directions restantes sans pour autant étre exclues expéri-
mentalement. La mise en route du LHC, outre la production de nouvelles particules,
offrira la possibilité de contraindre certaines des combinaisons linéaires auquelles LEP
fut aveugle, notamment en étudiant les processus de diffusion des bosons de jauge lon-
gitudinaux. En effet, alors que les amplitudes dans le Modéle Standard sont unitarisées
par un Higgs léger, les opérateurs effectifs induisent typiquement de nouveaux termes
croissants avec l’énergie dans le centre de masse, dans la région my < F < M. Si
de telles violations & l'unitarité sont observées, il sera alors possible de contraindre
d’autres opérateurs et ainsi compléter ’analyse présentée dans ce chapitre.
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Chapitre 2

Asymétrie matiére/antimatiére
au-dela du Modéle Standard

Pourquoi I'univers est majoritairement constitué de matiére? La réponse a cette
question majeure de la physique fondamentale réside a la frontiére de la physique des
particules et de la cosmologie primordiale. Nous commencons ce chapitre par une re-
vue des ingrédients nécessaires a la production d’une asymétrie matiére/antimatiére
dans 'univers. Nous nous focaliserons sur le mécanisme de baryogenése électrofaible
qui permet de tester les diverses formes de physique au-delda du Modéle Standard par
I'intermédiaire de la transition de phase électrofaible. Nous présenterons ensuite un
calcul détaillé du potentiel quantique du Higgs & température finie dans une approche
effective de la nouvelle physique. Enfin, aprés avoir revisité la dynamique de la transi-
tion dans ce modéle, nous nous pencherons sur la détection d’ondes gravitationnelles
émises lors de cet événement. Nous tenterons ainsi de consolider un des ponts existant
entre la cosmologie et la physique des particules, dans ’espoir de comprendre 'origine
de la brisure de symétrie électrofaible en observant les « cendres » gravitationnelles du
Higgs libérées pendant la transition et baignant I'univers aujourd’hui encore, inaltérées.
Cette étude effective de la transition de phase et de ses conséquences observationnelles
a donné & la premiére publication reportée en fin de mémoire.

2.1 Introduction i la baryogenése primordiale

2.1.1 Un univers apparemment dépourvu d’antimatiére

A ce jour, aucune forme naturelle d’antimatiére n’a été détectée dans le systéme
solaire excepté les quelques antiprotons observés par l'intermédiaire des cascades de
désintégrations qu’ils produisent en entrant dans I’atmosphére terrestre. De la mesure
du flux de ces rayons cosmiques on déduit que la densité d’antiprotons est 10~ fois plus
faible que celle de protons. On sait cependant que ces particules d’antimatiére sont les
produits de collisions proton-proton & haute énergie pp — 3p+p, ayant lieu dans le gaz
interstellaire de notre galaxie. Elles n’ont donc rien de primordiales. Mais alors d’otu
provient cette abondance de matiére que ’on observe autour de nous ? A-t-elle toujours
existé ou résulte-t-elle d’'une dynamique particuliére ? Et si cette seconde hypotheése
s’avérait exacte, quand ’antimatiére aurait-elle disparu de notre univers observable ?

45
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Ces interrogations peuvent paraitre trop fondamentales et leurs réponses hors de portée
de toute explication théorique. En effet, malgré ses succés, la chronologie actuelle de
notre univers est peut-étre encore trop immature pour faire compléte lumiére sur cette
question. D’ailleurs, la plupart du temps, une telle asymétrie matiére/antimatiére est
tout simplement ajoutée & la main comme condition initiale de notre univers pour
en étudier I’évolution depuis la nucléosynthése primordiale, c’est & dire & partir de
Tppn ~ MeV, soit tgpy ~ 400 s. Cependant, la physique des hautes énergies qui
dirige la dynamique des particules peuplant 'univers dans les toutes premiéres étapes
de son évolution, jusqu’'a T ~ 1072 s aprés le Big Bang grace au Modéle Standard,
nourrit de nombreux espoirs vers une compréhension de la prédominance de la matiére
sur I’antimatiére. Nous présentons tout d’abord les évidences expérimentales de cette
asymétrie, avant de décrire le contexte théorique de physique des particules en perme-
ttant ’explication.

Une mesure de 'asymétrie matiére/antimatiére est donnée par le rapport adimen-
sionné :
np—ng

U (2.1)

Ny

ol np, ng sont respectivement les densités de baryons et d’antibaryons, alors que
ny = 2((3)T3/n? est la densité de photons dans 'univers. Cette définition en terme de
densités présente 'avantage d’étre constante avec l’expansion de I'univers. Ceci n’est
néanmoins vrai que pour des ages avancés de ce dernier car, aux premiers instants
de son histoire, 'univers pouvait contenir des particules massives qui ont contribué
a la densité de photons aprés leurs annihilations. 1 constitue ainsi une paramétrisa-
tion invariante de ’asymétrie baryonique pour un univers au moins vieux de tgpn-
Remarquons également que ’asymétrie matiére/antimatiére est paramétrée par une
asymétrie purement baryonique. La raison est simplement que les deux méthodes per-
mettant & ’heure actuelle la mesure de ’asymeétrie matiére/antimatiére ne sont sen-
sibles qu’aux baryons. La premiére est via la nucléosynthése primordiale, c’est-a-dire
la fabrication de noyaux composites formés de plusieurs nucléons. Quant a la seconde,
elle repose sur une mesure de la densité d’énergie de matiére, essentiellement bary-
onique!, présente lors de la recombinaison entre électrons et noyaux pour former les
premiers états liés atomiques. Avant la publication de ’analyse des premiéres données
du satellite WMAP [46], la nucléosynthése fournissait 'unique mesure de 'asymeétrie
baryonique. En effet ’abondance des éléments légers — notamment D, 2He, “He, B et
"Li — produits & cette époque dépend essentiellement de la dynamique des interactions
nucléaires? ainsi que de la proportion de baryons présents dans 'univers & 7 ~ MeV.
L’estimation la plus précise est établie a partir de ’abondance du deutérium et on
obtient [20] :

(5,924 0,56) x 107" < nppn < (6,28 £0,35) x 1071, (2.2)

La fenétre est 1égérement plus large si ’on souhaite rendre compte également de I’abon-
dance de “Li. Une autre mesure d’asymétrie est obtenue, de facon totalement indépen-
dante, par ’observation du spectre des perturbations en température du fond diffus
cosmologique réalisée par WMAP. En effet, la structure en pics du spectre résulte des

11,%¢lectron étant 2000 fois plus léger que le proton, les oscillations acoustiques de leptons sont
complétement négligeables devant les oscillations baryoniques observées par I’expérience WMAP.

2Par exemple, ’énergie de liaison typique des noyaux, étant de I’ordre du MeV, fixe 1’échelle de
température a laquelle ces derniers peuvent se former sans étre détruits par les fluctuations thermiques.
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ocsillations accoustiques des baryons au moment du découplage avec la radiation, suite
a la formation des premiers atomes. Le rapport des amplitudes de ces pics permet une
estimation assez précise de la densité d’énergie baryonique contenue dans 'univers. On
obtient alors pour 7 [20] :

nems = (6,14 £0,25) x 10719, (2.3)

Les modéles de Big Bang prédisent que le rapport n ne doit pas varier depuis la nu-
cléosynthése primordiale jusqu’a aujourd’hui, puisqu’aucune espéce ne « perd ’équili-
bre » thermique et ne modifie la densité de photon durant cette période. Ainsi, non
seulement les deux mesures précédentes sont ’évidence observationnelle d’une asymétrie
baryonique, mais elles consituent également un autre test que passe avec succés le mod-
éle de cosmologie standard.

Du reste, on peut toujours penser que l'asymétrie a toujours été présente par le
passé et qu’il s’agit simplement d’un fait et non la conséquence d’une phénoméne in-
connu. En plus d’étre peu satisfaisante d’un point de vue théorique, la physique des
particules semble écarter cette possibilité. En effet, le théoréme CPT, sur lequel elle
repose, impose que chaque particule soit accompagnée d’une antiparticule de méme
masse et de méme largeur de désintégration. Si cela était le cas, notre univers ne serait
aujourd’hui qu’un immense réservoir de lumiére et de matiére « gelée » & de trés faibles
densités suite a ’expansion de 'univers. En effet, dans sa phase la plus primordiale,
I'univers est un plasma & trés haute température. Si celle-ci est supérieure a 2my,
ol mx est la masse d’une espéce X, ses particules sont alors & I’équilibre thermique
avec leurs antiparticules. Les photons produits par I’annihilation X X — ~+ sont suff-
isamment énergétiques pour produire & leur tour les paires détruites précédemment
via la réaction inverse vy — X X. Ensuite, 'univers en expansion se refroidissant, la
diffusion de photons n’est plus assez efficace pour créer de nouvelles paires X X lorsque
T < 2myx, l'espéce X est alors hors-équilibre. Particules et antiparticules commencent
a disparaitre par annihilation, contribuant ainsi & la densité de photons. Enfin, I'ex-
pansion aidant, les particules de matiére, se faisant de plus en plus rares, finissent par
étre séparées de leurs partenaires d’antimatiére d’une distance suffisamment grande
pour que 'annihilation s’arréte, laissant ainsi une densité relique constante dans 1'u-
nivers. On peut en outre calculer la densité de matiére baryonique — et d’antimatiére
— restante & 1’époque de la nucléosynthése pour un univers initialement symétrique.
On trouve alors [64] :

"5 _T'B 918, (2.4)
Ty Ty

ce qui est bien trop faible pour générer les abondances d’éléments légers nécessaires
pour rendre compte des grandes structures observées aujourd’hui dans 'univers. Ainsi,
bien que I’état actuel de nos connaissances ne permette pas de complétement rejeter
I'idée d’un univers initialement symétrique, contenant autant de particules que d’an-
tiparticules, il semble raisonnable d’en faire I’hypothése. En ce cas, I’asymétrie mesurée,
bien qu’étant donnée par un nombre relativement faible, est huit ordres de grandeur
plus importante que la valeur prédite par la théorie. Un mécanisme de production de
baryons est alors nécessaire pour porter 1 & hauteur de 107!° en partant d’un univers
symétrique.
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2.1.2 Conditions de Sakharov

En 1967 Sakharov [66] démontra qu’une théorie microscopique, régissant les in-
teractions du plasma primordial, ne pouvait rendre compte de ’asymétrie baryonique
observée aujourd’hui si elle ne satisfaisait pas aux conditions suivantes :

— le nombre baryonique B n’est pas conserveé,

— l'univers doit traverser une phase d’hors-équilibre thermique,

— la conjugaison de charge C, ainsi que de sa composition avec la parité C'P, ne

sont pas des symeétries exactes.

La premiére condition est triviale si on suppose qu’initialement ’univers est dans un
état symétrique. Dans ce cas la charge baryonique totale de ce dernier est nulle et
le restera, puisqu’aucune interaction ne viole B. Supposons donc que B ne soit pas
une quantité conservée et qu’il existe une désintégration du type X — q¢ — ou, par
définition, X a un nombre baryonique nul — produisant un excés de baryon avec un
taux I'. Une fois cet excés présent dans 'univers, la réaction inverse gqg — X peut avoir
lieu. Si l'univers reste a I’équilibre thermique, alors par définition ces deux réactions
ont le méme taux :

I'(X — qq) =T'(qq — X) (2.5)

et les baryons générés par la premiére seront aussitot consommeés par la seconde pour
maintenir la charge baryonique initiale de 'univers & I’équilibre. Supposons maintenant
que les deux premiéres conditions soient satisfaites et considérons la derniére. Tout
d’abord si C est une symétrie exacte, la réaction C-conjuguée X — G générera le
méme nombre d’antibaryons :

I'(X — qq) =T(X — qq), (2.6)

de sorte qu’aucune asymétrie peut apparaitre. Cependant, une violation de C' n’est
pas suffisante pour produire une asymétrie baryonique ; C P doit également étre brisée.
Pour voir cela prenons le cas o C' et P sont violées mais de maniére & ce que C'P
soit une symétrie exacte. Ainsi X peut posséder deux canaux de désintégration, soit
en paire de quarks gauches (X — qrqr) ou droits (X — qrqr) a priori différents. Par
ailleurs, rappelons qu’un fermion chiral se transforme (grossiérement) sous C' et CP
comme q;, — {r, €t qr, — qgr respectivement, ol gr est I’antiparticule — de chiralité
gauche! — associée & qr®. Ainsi une violation de C' implique :

D(X — qrqr) # (X — qrar), (X — qrqr) # T(X — qrir), (2.7)
tandis que l'invariance sous C'P impose :
(X — qrqr) =T(X — rar), (X — qrqr) = (X — q1.q1). (2.8)

Enfin en sommant sur les deux chiralités, on obtient des égalités précédentes que le
nombre baryonique total B = By, + Bpg reste conserve :

D(X — qrqr) + (X — qrqr) = (X — quqe) + T(X — qrir). (2.9)

Ainsi aucune asymétrie matiére/antimatiére ne peut voir le jour si l'univers contient
X et X en proportions égales, ce qui est naturellement le cas selon I’hypothése que
ce dernier se trouve initialement dans un état symétrique. C' et C'P doivent donc étre
toutes deux brisées.

3Les indices r,r indiquent la charge d’isospin faible, et non la chiralité.
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2.1.3 Les conditions de Sakharov dans le Modéle Standard

2.1.3.1 Violation du nombre baryonique

Au niveau des arbres, les nombres baryonique et leptonique* sont conservés dans le
Modéle Standard. Ces lois de conservation classiques sont la conséquence de symétries
U(1) globales que le lagrangien respecte accidentellement® aprés la brisure spontanée
de SU(2)r x U(1)y. Cependant ces symétries sont anormales; elles sont violées au
niveau quantique par I’anomalie axiale. Adler, Bell et Jackiw [2, 10] montrérent qu’un
courant fermionique axial j*° = 1)y*~5y qui, bien que conservé par une symétrie
classique, recevait radiativement une contribution non nulle & sa divergence lorsqu’il
est couplé & un champ de jauge. L’anomalie est exclusivement produite & une boucle
par des diagrammes de type triangle. Pour un courant associé & une symétrie de jauge
on dérive la contribution suivante :

2
-uba 7 a g abc nInge
Buj"® = 0u(hy" 1) = yroia PR, B (2.10)

ol F est le tenseur de jauge, F son dual® et A% est le coefficient de ’anomalie donné
par :

Ao = %tr[t“{tb,tc}] (2.11)

ou les t* sont les générateurs du groupe de jauge associé a Aj. Dans le cas d’une
symétrie de jauge, la présence d’une anomalie est lourde de conséquence puisqu’elle
altére fortement le comportement ultraviolet de la théorie au point de rendre la théorie
non renormalisable.

L’anomalie étant purement axiale, un corollaire immédiat est que celle-ci ne vi-
ole aucune symeétrie respectant la parité, comme par exemple QCD. En revanche les
interactions électrofaibles du Modéle Standard sont chirales et violent maximalement
cette derniére car seules les fermions gauches respectent 'invariance d’isospin SU(2),.
Ainsi les courants associés a la symétrie SU(2)r, x U(1)y ne sont a priori pas con-
servés. Néanmoins on peut montrer qu’il existe un choix d’hypercharge pour lequel
les anomalies associées aux quarks compensent exactement celles provenant des lep-
tons. L’absence d’anomalie de jauge repose alors uniquement sur le fait qu’il existe
dans le Modéle Standard autant de quarks que de leptons chargés sous SU(2)r, en
assurant ainsi la cohérence interne au niveau quantique. Une conséquence immeédiate
de cette intrigante compensation est que les courants baryonique et leptoniques restent
néanmoins anormaux et on a :

Ny
3272

Ouip = Ouir, = (gQW,i’VW““” - g’QBWBW) (2.12)

ou Wg,, B, et g, g’ sont les tenseurs et couplages de jauge de SU(2) et U(1)y

respectivement. La symétrie globale U(1)p x U(1)r est alors réduite & Up_y, reflétant
une fois encore la compensation des anomalies entre quarks et leptons . Il s’avére que

4En I’absence de masses pour les neutrinos, chaque saveur leptonique est séparément conservée.

5Ces symétries sont dites accidentelles dans le sens ot elles n’existent que parce que la structure du
Modéle Standard est ce qu’elle est. Une fois le contenu en matiére défini et le groupe de jauge choisi,
U(1)p et U(1)r apparaissent comme des symétries globales sans qu’elles soient imposées initialement.

6défini par Frr = %e”"p"Fpg ol € est le tenseur de rang quatre complétement antisymétrique

vérifiant €0123 = 1.
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le membre de droite de (2.12) n’a aucun effet notable en théorie des perturbations car
il s’agit d’une dérivée totale. Wi, W = 9, K" et By, B"" = 0,k" avec :

KW o= o (ngwg—geabcwgwgwg), (2.13)
KW= B, B, (2.14)

En intégrant (2.12) on peut écrire la variation du nombre baryonique comme :

B(4+00) — B(—00) = /dt’d% 7%
Vs 3 2 70 727.0 =
= 397 [/d z (g°K° — g"*k?) . (2.15)

Elle est donc générée par un terme de bord qui s’annule & moins que les champs de jauge
ne soient dans une configuration topologiquement non triviale a l'infini. Cette condition
n’est pas satisfaite perturbativement car, par hypothése, les champs sont nuls & U'infini.
Cependant, en 1976 't Hooft démontra qu’une violation du nombre baryonique peut
étre engendrée par des effets non perturbatifs tirant partie de la structure topologique
du vide de la théorie électrofaible [68]. En effet, bien que I’action électrofaible soit triv-
ialement minimale pour W = B, = 0, ce vide n’est pas unique et il existe d’autres con-
figurations dites de jauge pure, W = ig='Q8,070% et B, = ig'lwd,w’, dégénérées
avec la premiére et qui sont source de violation du nombre baryonique dans le Modéle
Standard. Ces configurations sont reliées entre elles par de simples transformations
de jauge Q(x) et w(z) pour SU(2);, x U(1)y. Par ailleurs le tenseur de jauge abélien
B,,, s’annule pour un champ de jauge pure — k° = 0, Vw — ainsi la violation de B
prend son origine uniquement dans la structure du vide de SU(2)y. En topologie les
Q sont interprétés comme des applications de la sphére S3 sur le groupe SU(2) et sont
ordonnés en différentes classes d’homotopie caractérisées par un invariant topologique :
le nombre de Chern-Simmons, N¢og. Ce nombre est un entier qui compte le nombre de
fois que le champ de jauge « enveloppe » S3 et pour SU(2) il s’écrit comme :

2 2
_ 9 3 0 __ g 3,. ijk a a g ayr7byrsc
Nos() = 35— /d K" = 2 /d el (WijWk — Zew VW] Wk). (2.16)
ou W = W() est un champ de jauge pure. En terme de l’entier de Chern-Simmons,
(2.15) se met sous la forme :

AB = B(—I—OO) - B(—OO) = Nf [NCS(Qt:—i-oo) - NCS(Qt:—oo)] . (2.17)

Ainsi AB # 0 n’est possible que si le champ de jauge de SU(2)y, réalise une transition
d’un vide donné & t = —oo vers un vide a t = 400 pour lequel Ngg est différent.
En outre, le nombre de Chern-Simmons étant un entier, B varie au minimum de Ny
unités, de méme que L, ce qui correspond & la production simultanée de Ny leptons et
3Ny quarks.

La violation du nombre baryonique n’est possible que lors d’une transition d’un
vide de SU(2)y vers un autre topologiquement distinct. Appartenant & des classes
d’homotopie différentes, ces deux vides ne peuvent pas étre déformés contintiment
I'un vers 'autre sans recourir & une configuration de champ de plus grande énergie.
Il existe donc une certaine barriére de potentiel dans I'espace de configuration des
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Esph

Ncs=0 Nes=1 w

Fia. 2.1 — Représentation schématique de la variation d’énergie du champ de jauge W
dans 'espace de configuration. Les minima appartiennent & des classes d’homotopie
distinctes et sont séparés par une barriére dont la hauteur correspond & I’énergie du
sphaléron.

champs séparant les vides topologiquement différents. Dans le Modéle Standard, le
profil d’évolution de I’énergie des champs chargés sous SU(2);, dans cet espace est
extrémement complexe & déterminer. Néanmoins Klinkhamer et Manton [54, 45] ont
démontreé ’existence d’un point de selle correspondant & la configuration des champs
d’énergie minimale qu’il est nécessaire de franchir pour transiter d’un vide vers un autre
avec ANcg # 0. Une telle configuration s’appelle un sphaléron’. C’est une solution
classique des équations du mouvement de la théorie électrofaible dont 1’énergie est
numériquement évaluée & [45] :

B = 200 4 (ﬂ> (2.18)

Qi mw

olt f balaye l'intervalle entre 1,5 et 2,7 lorsque my, varie de zéro & l'infini et a,! =
47/g? ~ 30. La figure 2.1 illustre schématiquement I’évolution de 1’énergie en fonc-
tion du champ W;. Ainsi, dans le Modéle Standard, Espn, =~ 10 TeV. Par ailleurs, afin
d’obtenir AB ~ O(1), comme l'impose (2.17), (2.12) requiert W, ~ O(4w/g), ce qui
correspond & une amplitude du champ relativement forte pour une théorie faiblement
couplée telle que SU(2), xU(1)y pour laquelle 47 /g ~ 20. Une telle configuration con-
tient alors nécessairement un grand nombre de quanta et ces transitions topologiques
peuvent étre décrites en premiére approximation par l’étude semi-classique d’un effet
tunnel & travers une barriére d’une hauteur approximative de 10 TeV.

Instanton a température nulle A température nulle un franchissement de cette
barriére n’est possible que par effet tunnel quantique qui, dans le contexte des théories
de jauge, est controlé par les configurations instantons [9]. Dans la théorie de Yang-
Mills, un instanton est une solution des équations du mouvement en espace-temps
euclidien interpolant entre un vide Nog = 0 4 tg = —oc0c et Nogg = 1 4 tg = 400,
comme illustré figure 2.2. Pour SU(2)y, l’action évaluée sur ce type de configuration

"nom tiré du grec ancien ogadepos signifiant prét & tomber, caractérisant intuitivement ce qu’est

un point de selle, c¢’est-a-dire une solution instable.
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Neg(t—+0)=1

Neg(t—-00)=0

Fi1a. 2.2 — Configuration instanton en temps euclidien. Le terme instanton désigne une
configuration dont énergie ~ [(9W)? est localisée en temps euclidien.

non triviale du champ de jauge vaut : Si,st = 47/, [68]. Par conséquent la probabilité
d’une transition topologique dans la limite semi-classique est donnée par :

Pinst ~ e—QSinst — 672_17:1 ~ 10—320’ (219)

rendant la violation de B & température nulle totalement inobservable®, ce qui est en

réalité bienvenu pour la stabilité du proton dans le cadre Modéle Standard. On com-
prend facilement une telle suppression de cette probabilité de transition en insistant &
nouveau sur le fait que I'instanton est une configuration ot le champ a une relativement
forte amplitude. L’instanton est donc béati sur la superposition cohérente d’un grand
nombre de quanta dont la probabilité d’apparition est essentiellement supprimée par
Pexponentielle de ce nombre, ce que traduit (2.19).

Transition topologique a température finie Un fois le Modéle Standard plongé
dans un plasma & température T', une transition vide-vide avec AB # 0 est rendue pos-
sible en s’« appuyant » sur les fluctuations thermiques pour « sauter » la barriére [29].
A température finie ’expression (2.18) pour ’énergie du sphaléron devient :

Egpn(T) = LW(T)f <ﬂ> ~ oD (2.20)

Aoy mw Qay

avec my (T) = go(T)/2 et la valeur dans le vide du Higgs dépend maintenant de la
température car, comme nous verrons un peu plus loin, le minimum du potentiel est
modifié par les interactions avec le plasma. En particulier, la symétrie électrofaible peut
étre restaurée — ¢(T') = 0 — si la température est suffisamment élevée. Selon que la
théorie soit dans une phase brisée ou symétrique, les probabilités de transition seront
sensiblement différentes, c’est pourquoi nous étudierons séparément ces deux cas.

8Te calcul précédent n’est pas sensiblement modifié lorsqu’on tient compte de U(1)y ou en présence
d’un mécanisme de Higgs [3].
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Phase brisée Lorsque ¢(T) # 0 le calcul de la probabilité de transition est
relativement aisé dans ’approximation semi-classique. Ainsi la probabilité par unité
de volume et de temps de franchir le col défini par le sphaléron est donnée, a I’équilibre
thermique, par le traditionnel poids de Boltzmann :

I8, = A(T)e™ BernDI/T, (2.21)

Alors que 'exponentielle correspond au résultat classique gaussien, dominant largement
le comportement en température de I'y,, dans cette phase, le coefficient A(T) est
obtenu en intégrant les fluctuations quantiques et thermiques autour du sphaléron et
vaut [18, 19] :

A(T) ~ 2.8 x 10°,T* (Z_z)‘l (%)7 (2.22)

avec 1074 <k < 107! [28].

Phase symétrique Le calcul du taux de transition dans la phase symétrique
est beaucoup plus ardu car il n’est plus possible de développer perturbativement le
résultat autour de la solution classique. En effet, ’énergie du sphaléron devenant nulle
pour ¢(T) = 0, les fluctuations deviennent alors aussi importantes que la configuration
sphaléron et doivent étre traitées non perturbativement. Ainsi, mis & part une résolution
numérique sur réseau, il est seulement possible de faire une estimation naive de I'spy,
dans cette phase en se basant sur une simple analyse dimensionnelle. Tout d’abord la
suppression de Boltzmann est absente puisque Fg,, = 0 et on s’attend naturellement
& ce que les transitions topologiques violant le nombre baryonique se produisent trés
fréquemment dans la phase symétrique. On peut alors évaluer grossiérement le taux
de transition & partir d’une estimation de la longueur de corrélation et du temps de
cohérence de la configuration responsable de cette transition en écrivant :

X 1
th ~ B (2.23)
Intuitivement, un ordre de grandeur de [ s’obtient & partir de ’énergie de la configura-
tion du champ de jauge réalisant la transition. Cette énergie est estimée en rappelant
que AB ~ O(1), en utilisant (2.16), requiert :

W; 1
WP (OWHNWi ~ al?—W; ~ O(1) — W; ~ . 2.24
ul* OW)W; ~ al® (1) = Wi~ s (2.24)
et ’énergie associée s’écrit :
S 1
E~ /d%wgwaw ~ B (OW;)? ~ — (2.25)
Oty

On peut alors obtenir le | caractéristique dans la phase symétrique en demandant que
le taux de transition ne soit plus supprimé par le poids de Boltzmann :

E 1

—~01)—>l~—. 2.26
T oM =i~ — (2.26)
On est ensuite tenté de penser que, puisqu’étant & haute température, le systéme est
ultra-relativiste et que l'invariance de Lorentz impose ¢ ~ [. En ce cas on obtient :
Tspn ~ (aT)*. Cependant en réalité a température finie la symétrie de Lorentz est
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brisée car il existe un référentiel privilégié, celui ou le bain thermique est au repos. En
outre, I’évolution temporelle du champ de jauge se trouve modifiée dans l'infrarouge
par la présence du bain car il frotte sur ce dernier. Arnold et al. [6, 8] ont alors montré
que ce terme de friction implique en réalité ¢ ~ 1/a2 T soit :

Son = kol T, (2.27)
ou k est une constante que des calculs sur réseau estime autour de k ~ 30, numérique-
ment proche de o, !.

2.1.3.2 Violation de C et CP

Les interactions électrofaibles distinguent explicitement la chiralité des fermions,
puisque seules les particules gauches portent une charge d’isospin faible et que, par
conséquent, leurs hypercharges différent de leurs partenaires droits de maniére & assurer
un couplage au photon de type vecteur aprés brisure spontanée de SU(2);, x U(1)y.
La parité est donc maximalement violée dans le Modéle Standard. En conséquence
C Test également puisque cette transformation remplace chaque particule gauche par
son antiparticule de chiralité droite et inversement. Il se trouve cependant que ces
deux brisures, bien qu’ayant une origine commune, ne se compensent pas totalement
lorsque les fermions sont massifs. En effet un terme de masse de Dirac est de type
vecteur et ainsi brise la symeétrie chirale des interactions électrofaibles. La composition
CP n’est alors pas une symétrie exacte de la théorie comme 1’ont notamment montré
les expériences d’oscillation des kaons neutres. Dans le Modéle Standard la principale
source de violation de C'P réside dans ’existence d’un désalignement entre la base des
états propres d’interaction et celle des états propres de masse pour les quarks. Dans la
premiére, le couplage des quarks gauches au W est donnée par :

Ny
Lw = LN ayrd Wit + hee. (2.28)
V2 i=1

Aprés brisure de la symétrie électrofaible, les masses des quarks sont diagonalisées par
le jeu de matrices unitaires suivant :

diag({m,}) = U M. (UR)", (2:29)
diag({mj}) = ULMa(Ug)". (2-30)

Dans la base des états propres de masse les couplages au W ne sont alors plus diagonaux
si U¥ # U{ et induisent des processus de changement de saveur :

Ny
g —q j +

ij=1

oit V.= Ul (U$)' est la matrice de mélange de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM).
V' est une matrice Ny X Ny unitaire contenant NJ% paramétres indépendants, dont
N¢(Ny—1)/2 angles de mélange et N;(Ny+1)/2 phases. 2Ny — 1 d’entre elles peuvent
étre absorbées en redéfinissant les 2N, champs de la théorie, laissant (Ny—1)(Ny—2)/2
phases physiques. En outre, on remarque qu’il existe au moins une phase pour Ny > 3
et qu’ainsi le Modéle Standard, avec ces trois générations, contient une phase physique
permettant de rendre compte des processus de violation de C'P via les couplages des
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quarks au W. Il y a une multitude de paramétrisations différentes de la matrice V
et donc autant de définition de la phase violant C'P. Jarlskog [42] montra néanmoins
qu’il est possible de construire un invariant J permettant de mesurer I’amplitude de
violation de C'P de la matrice CKM :

Jorxm det([Mi,Mg]),
2 2

= (mf —m2)(mi —my)(mg —m3)(miy —m3)(mj — mg)(m3 —mg)

xX3Im (Vll‘/QQVI*Q‘/Q*l) . (232)

Joknm étant proportionnel aux matrices de masse des quarks, il est trivialement in-
variant sous les redéfinitions unitaires des quarks modifiant la paramétrisation de V.

2.1.3.3 Hors équilibre thermique au cours d’une transition du premier
ordre

Dans le Modéle Standard le potentiel du Higgs brise spontanément la symétrie de
jauge SU(2)r x U(1)y via un terme de masse négatif :

Vsm(H)=m?HTH + NHTH)?,  m?<0,A>0. (2.33)

Le Higgs est alors un tachyon et constitue une fluctuation au dessus d’un vide instable.
Ceci traduit la présence d’un condensat homogéne dans le vide, H = Hy + dH ou
HI = (0,v0/v/2) avec la valeur dans le vide vg = v/—m?2\ ~ 246 GeV. 6 H représente
alors une fluctuation quantique qu’il est possible de traiter perturbativement. Elle
contient trois bosons de masse nulle et un scalaire physique, le boson de Higgs, de
masse mi = —2m?. Une facon élégante de déterminer la valeur dans le vide consiste
& supposer qu’il existe un condensat ¢ minimisant globalement le potentiel Vg pour
¢ = vy en ’absence de fluctuations quantiques :

2
Verr(H) — Vo(¢) = mTqﬁQ + 2&, (2.34)
Vo(d)=0et Vy'(¢) >0 — o=y (2.35)

Bien que trivial & ’arbre, cette approche simplifie grandement le calcul des corrections
quantiques a Vp(¢) que nous développerons en détail dans le seconde partie de ce
chapitre. Cependant le potentiel précédent est seulement pertinent dans le vide, c’est
a dire & température nulle. En présence d’un plasma a température T, comme c’est,
le cas dans 'univers primordial, le potentiel du Higgs Vj recoit des corrections suite &
I'interaction du condensat avec les particules du bain thermique. On peut estimer la
forme de celles-ci par une simple analyse dimensionnelle. Puisque la température est
la moyenne de I’énergie cinétique désordonnée des particules du bain, on a [T] =1 et
le potentiel & température finie prend la forme :
2 2\ 12 5, AMlogT) 4 o _ Mp

Vr(¢) =~ D (17 - Tj) ¢* — ET¢° + T(b ,  Ig= Nk (2.36)
On remarque deux propriétés essentielles du potentiel thermique & ce stade. Tout
d’abord si D est positif et la température suffisamment élevée, T' 2 Ty, alors l'origine
du potentiel redevient stable et 1la symétrie de jauge est restaurée & haute température !
11 est donc fortement probable qu’il y ait eu une transition depuis une phase symétrique
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T>T.

T=T.

T=<T.

T<T,

Fic. 2.3 — Evolution du potentiel avec la température lors d’une transition du second
ordre. A la température critique le potentiel est plat autour de ’origine et autorise de
larges fluctuations.

& haute température vers la phase brisée que ’on connait aujourd’hui & T" ~ 0. ¢ est
alors utilisé comme paramétre d’ordre perturbatif de cette transition. De plus, dans
ce contexte, le signe de E est crucial car il controle 'ordre de la transition. Si £ > 0,
alors il existe une région en ¢ ou Vp est controlé par le terme cubique négatif pour
lequel VJ/ < 0. A une température stabilisant I'origine, le potentiel développe ainsi une
barriére la séparant d’un second minimum en ¢ # 0. La transition dans ce cas est du
premier ordre. Nous verrons que cette barriére joue un role capital pour la baryogenése
électrofaible en permettant notamment la mise hors-équilibre thermique du plasma
primordial. Enfin pour E < 0, la courbure du potentiel est toujours positive tant que
I’origine est stable et la transition est alors du second ordre. Nous allons maintenant
briévement revoir les caractéristiques élémentaires de ces deux types de transition.

Transition du second ordre Une transition du second ordre est caractérisée
par une évolution continue et homogéne dans ’espace du paramétre d’ordre, de ¢ = 0
vers ¢ # 0 lorsque la température diminue. En effet, la courbure du potentiel étant
toujours partout positive pour 7' > Ty, il n’existe qu’un seul minimum quelque soit 7T'.
Pour le cas simplifié¢ ot E = 0, les différentes étapes de ce type de transition, illustrées
en figure 2.3, sont alors les suivantes :

— T > Ty : P'univers est dans la phase symétrique.

— T = Ty : le potentiel devient relativement plat sur une large région autour de

lorigine et ce jusqu’a ce qu’il soit dominé par le couplage quartique positif.

— T < Tp : Porigine devient instable et un nouveau minimum se forme simultané-

ment en ¢ # 0.
La température a laquelle le minimum du potentiel est déplacé vers une position en
¢ # 0 est appelée la température critique 7., qui est simplement T en ’absence de
terme cubique. En conséquence de la platitude du potentiel en T' = T, les fluctuations
peuvent étre relativement larges et ainsi facilement entrainer le systéme vers une phase
brisée dés lors que la température passe sous sa valeur critique.
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T>T* T=Tc
T=T*

T=T,

T= TO

FiG. 2.4 — Evolution du potentiel scalaire en fonction de la température pour une
transition de phase de premier ordre.

Transition du premier ordre et hors-équilibre thermique Dt au couplage
cubique négatif, le potentiel est extrémal en trois points dans I'intervalle de température
Ty < T < Ty. 1l présente deux minima en ¢ = 0 et ¢ = ¢4 ainsi qu'un maximum en
¢_ avec :

3ET 1
= ———+ —.\/9E2T2 —8\(T)D(T? — T?). 2.37
T, est solution de ¢4 = ¢_ et correspond & la température & laquelle la barriére
apparait :
_ 73
- 1-9E2/8\(T.)D’

T? (2.38)
et ¢4 (T.) = 3ET./2\(Ty). Lorsque le potentiel développe une barriére entre deux
minima, la transition est dramatiquement différente. En voici les différentes étapes,
schématisées en figure 2.4.

— T > T, :unique minimum est & ’origine et I’'univers est dans un phase symétrique.

— T = T, : & une température supérieure & Ty un second minimum se développe
localement en ¢, séparé d’une origine restée stable par une barriére de potentiel
centrée en ¢_. Le minimum global est toujours symétrique.

— T =T, : les deux minima deviennent dégénérés et le systéme peut amorcer sa
transition vers une phase de symétrie brisée en franchissant la barriére. La tran-
sition se produit par nucléation de bulles de phase brisée dans un environnement
symétrique.

— T = T, : les bulles s’écrasent sous leur tension superficielle et disparaissent
jusqu’a ce qu’elles soient nucléées avec une taille critique suffisamment grande
pour qu’elles puissent s’étendre et convertir 'univers dans la phase brisée. C’est
le phénoméne de surfusion caractéristique des transitions du premier ordre.

- T =Ty < T, :la transition est a priori terminée et I’origine devient instable. La
barriére disparait.
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La température critique 7, est donnée par :

T? 75 2.39

¢ 1-E2/NT.)D (2:39)
résolvant ainsi V(¢4 (T;)) = Vr(0). Une analyse détaillé du calcul de T;, sera faite dans
la derniére partie de ce chapitre ot nous étudierons les conséquences d’une éventuelle
surfusion. On néglige pour le moment cet effet, permettant ainsi d’identifier T, ~ T,,.
La température critique est la température & partir de laquelle la phase brisée est la
plus favorable énergétiquement. En revanche, contrairement & une transition du sec-
ond ordre, la barriére empéche les fluctuations du systéme dans la phase symétrique de
I’entrainer contintiment vers la phase brisée. La transition se produit par nucléation de
bulles générées spontanément par des fluctuations du vide dans la phase symétrique. 1l
y a donc coexistence des deux phases au cours de la transition, ce qui permet d’obtenir
un régime hors-équilibre thermique durant cette période, la phase symétrique étant mé-
tastable. Nous verrons dans la prochaine partie comment la présence des bulles permet,
d’exploiter les conditions de Sakharov et ainsi produire des baryons lors de la transition.

Potentiel effectif dans le Modéle Standard Voyons maintenant quel est I’ordre
de la transition dans le Modéle Standard. En calculant les corrections quantique et
thermique & une boucle, on évalue les coefficients de (2.36) & [5] :

2m3, +m% + 2m?

D = 2.40
T, (2.40)
2 3 3
p o= ZMwirmy (2.41)
4oy
2 mi - 8BU§ 4 4 4
5 = I = m@mw +my — 4mt), (2.42)
3 m2 m2
ANT) = A—7(241—W 4z
() 1672vg Mw ayT? tmzin apT?
2
4 In — 722) (2.43)

avec Inay = 5,4076, Inay = 2,6350 et B représente les corrections quantiques a la
masse négative du Higgs au niveau des arbres. On est dans une situation ot D > 0 et
E > 0,il y a donc bien une transition et elle est du premier ordre. On verra notamment
que seuls les fluctuations bosoniques sont & l’origine de ’apparition d’une barriére de
potentiel. Le potentiel précédent est calculé dans un régime de haute température?
T > m; et doit étre considéré comme aussi précis que O(m3/T3) ott m; est la masse
du champ i interagissant avec le condensat.

Ainsi, un calcul perturbatif & une boucle indique que la transition de phase électrofaible
dans le Modéle Standard est du premier ordre, en faisant par conséquent un événement
particulier ou la violation de C'P et le sphaléron peuvent étre mis & profit pour générer
I’asymétrie baryonique.

9Nous verrons en détails dans la seconde partie les méthodes perturbatives a température finie
permettant le calcul de ces corrections. Le potentiel approché (2.36) est suffisant pour la discussion
menée dans cette partie.
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2.1.4 Meécanisme de Baryogenése électrofaible

Nous commencons par présenter succinctement le mécanisme proposé par Cohen et
al. [24] qui constitue une explication réaliste de 'origine de ’asymeétrie matiére/antimatiére.
En particulier nous verrons comment, les trois ingrédients de Sakharov, que contient le
Modéle Standard, entrent en jeu dans ce mécanisme. Puis nous discuterons des con-
traintes apportées au Modeéle Standard pour reproduire ’asymétrie observée et verrons
que si la baryogenése électrofaible en est le véritable mécanisme de production, le Mod-
éle Standard doit nécessairement, étre étendu par une nouvelle physique au dela. Enfin,
nous évoquerons rapidement d’autres mécanismes de baryogenése.

2.1.4.1 Description générale

Si la transition de phase électrofaible est du premier ordre, elle convertit 'univers
par nucléation de bulles de phase brisée apparaissant spontanément dans le plasma se
trouvant alors dans une phase symétrique métastable. Une bulle est une configuration
instable. Elle est le siége d’'une compétition énergétique entre son volume, qui l'incite
a s’étendre puisque V(¢ # 0) < V(¢ = 0), et sa surface, dont la tension tend a la
faire disparaitre car (9¢)? > 0. Lorsque les conditions sont favorables & 'expansion des
bulles, elles finissent par entrer en collision et percoler de maniére a ce que 'univers
entier se retrouve dans une phase brisée homogéne. En particulier 'interface des bulles
avec le plasma qui les entoure est la région clé autour de laquelle a lieu la genése de
I’asymétrie baryonique. Ainsi le « mur » de la bulle, sa propagation, et les interactions
du plasma avec celui-ci sont les ingrédients essentiels du mécanisme de baryogenése
électrofaible que nous allons maintenant décrire.

La production de baryons dans la région du mur est décrite par une théorie des

o
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Fia. 2.5 — Tllustration de la nucléation et ’expansion de bulles de phase brisée lors
d’une transition du premier ordre. Cette figure est adaptée de [20]
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champs & température finie et hors-équilibre thermique. Il va alors sans dire qu’il s’agit
d’un processus complexe dont I’étude précise n’est pas aisée. Néanmoins, on peut en
brosser le schéma général en distinguant trois étapes élémentaires. Tout d’abord rap-
pelons que la masse des particules du plasma est différente selon la phase ou elles se
trouvent. Ainsi le mur agit alors comme un « dioptre » duquel les particules incidentes
sont, réfléchies ou transmises selon certaines proportions. Supposons un quark gauche
qr, venant de la phase symétrique et se propageant en direction du mur. S’il est réfléchi,
son hélicité est inversée — (z,t) — (—x,—t) — et il contribue & la densité de quarks
droits qr dans sa phase d’origine. Il en va de méme pour les antiquarks. Maintenant
si C et C'P sont violées alors les quarks (et antiquarks) droits et gauches n’ont pas le
méme coefficient de réflexion, et il se forme un excés de ¢r, + Ggr en amont du mur'®.
En aval, dans la phase brisée, cela se traduit par un décifit de quarks et antiquarks
gauchers — aprés tout, ce qui est réfléchi n’est pas transmis — et donc un excés de
qr + qr, puisque AB = 0 avant la nucléation. La réflexion sur le mur de la bulle n’est
ainsi qu’un mécanisme de séparation de charges et aucune asymétrie baryonique n’est
produite & ce stade, tout au plus une asymétrie CP de part et d’autre du mur. C’est
alors qu’entre en jeu le sphaléron dont le taux de production est beaucoup plus impor-
tant & 'extérieur de la bulle. Les sphalérons ne couplent qu’a g, (et Gr) et favorisent
ainsi la relaxation de I'asymétrie C P en amont du mur, puisqu’il y a plus de ¢;, dans
cette région, et ce faisant la convertisse en asymétrie baryonique. Le point crucial est
que ce processus n’a pas lieu a l'intérieur de la bulle car le sphaléron y est supprimé.
Enfin, la bulle étant en expansion, les baryons produits diffusent dans la phase brisée.
Si les sphalérons ne sont pas assez actifs pour effacer cet excés, ’asymétrie est gelée a
sa valeur actuelle.

La suppression du taux de production des sphalérons dans la phase brisée, aussi im-
portante soit-elle, n’est en réalité pas suffisante & elle seule pour préserver ’asymétrie
d’une relaxation a la valeur d’équilibre B = 0. Il faut également que le sphaléron
soit, hors-équilibre thermique au moment ou ’asymétrie est produite, c’est & dire a la
température de la transition T;. Si 'expansion de 'univers & cet instant est suffisante
pour diluer 'asymétrie baryonique, les sphalérons ne pourront pas relaxer & zéro ’ex-
cés de matiére qui sera alors gelé. Ainsi Pasymétrie baryonique n’est pas détruite si la
constante de Hubble H est plus faible que le taux de production dans la phase brisée :

b

r
P> H. (2.44)
Tt

En utilisant les expression (2.21,2.22), une analyse détaillée de la dilution de ’asymétrie
baryonique permet de réécrire la condition précédente comme [11] :

Esph (Tt )
t

> 45, (2.45)
qui & son tour se traduit par une contrainte sur la valeur dans le vide du Higgs par
lintermédiaire de (2.20) :

_ (L)
& ="

Par conséquent la survie d’'une asymétrie matiére/antimatiére générée lors de la transi-
tion de phase électrofaible nécessite que le condensat ¢(7}) ainsi produit soit au moins
aussi grand que la température. Une telle transition est alors qualifiée de fortement du
premier ordre et sa « force » est déterminée par le rapport &;.

> 1. (2.46)

100n rappelle que dans la notation utilisée Gr est d’hélicité gauche, ou gaucher.
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2.1.4.2 Besoin d’un nouvelle physique ?

Comme nous 'avons rappelé, le Modéle Standard posséde tous les ingrédients néces-
saire & la réalisation du mécanisme précédent dans I'univers primordial. Il contient une
source de violation de C et C'P et le nombre baryonique n’est pas conservé a haute
température. Par ailleurs, I'univers étant en expansion, le vide de la théorie électro-
faible finit par évoluer d’une phase symétrique vers une phase ou la symétrie est brisée.
Une telle transition semble étre du premier ordre. Reste maintenant a en calculer la
force et évaluer le rapport & dans le Modéle Standard. En utilisant la forme approchée
du potentiel effectif & une boucle présentée ci-dessus, on obtient que la condition d’une
transition fortement du premier ordre se traduit par une borne supérieure sur la masse
du Higgs :

T.) 4Ev?
gc _ QS(T ) _ mgO z 1 — my S QUO\/E ~ 48 GeV, (247)
c h

ott E ~ 10~2. Evidemment une si faible masse est en total désaccord avec les recherches
directes du Higgs menée par LEP2, dont ’absence de succés implique mj; > 114.4
GeV [71]. Ainsi la transition de phase est faiblement du premier ordre et toute asymétrie
baryonique est détruite dans la phase brisée avant que les sphalérons ne soient décou-
plés. La principale raison de cet échec réside dans la faible hauteur de la barriére de
potentiel lors de la transition, caractérisée par le coefficient E. Seuls les bosons con-
tribuent & cette barriére & ’ordre d’une boucle et leurs couplages dans le Modéle Stan-
dard sont relativement faibles, d’ott E ~ 1072, Par ailleurs, la contrainte précédente
est obtenue en supposant que la transition a eu lieu & la température critique et on
peut se demander ce qu’il en est lorsque le phénoméne de surfusion est pris en compte.
Dans ce cas, on a typiquement T;, < T, et ¢(T},) > ¢(T.) ce qui permet d’obtenir
une contrainte un peu moins forte sur la masse du Higgs. Cependant, ’effet est peu
important dans le Modéle Standard car plus la barriére est faible, plus sa présence est
éphémeére et on a T, ~ Ty, ce qui implique nécessairement T,, ~ T.. La situation est
guére meilleure. On peut noter enfin que le potentiel effectif précédent ne tient pas
compte des contributions des scalaires & la barriére, ce qui est justifié a posteriori pour
un Higgs léger, (mp/mw)® ~ (48/80)% ~ 0,2, mais pas pour un Higgs de 115 GeV,
(115/80)3 ~ 3. Dans ce cas on estime naivement le coefficient F & :
m}

3
4mg

F—FE+ (2.48)

et on obtient au mieux mp < 49 GeV car le couplage quartique du Higgs est faible.
Pour my, = 2 ¢ ~ 115 GeV on a A ~ 0, 2. En réalité la situation est plus alarmante car
le développement perturbatif sur lequel est basée ’analyse précédente n’est pas valide
pour un Higgs lourd, m; = myy. La raison est que la constante de couplage ne controle
plus le développement perturbatif, car ’amplitude de chaque boucle est affectée par
la présence du plasma et contient des fluctuations quantiques et thermiques. Ainsi,
par exemple pour l'interaction de jauge SU(2)r, la constante de couplage g2 doit étre
remplacée & température finie par p = g’>np(E) ot ng(E) = 1/(exp(—E/T) — 1) est
la distribution de Bose des particules présentes dans le plasma [51, 39]. Pour F < T,
le développement perturbatif est controlé par p ~ g?T/E qui peut étre arbitrairement
grand. Dans la phase brisée ’énergie est bornée inférieurement par myy ("), ’approx-
imation & une boucle est alors seulement valide pour p < 1 — 2g¢~1(T) < 1. Proche
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de la transition, pour T' ~ T, on obtient & partir de (2.47) :
" <1 (2.49)

et Papproche perturbative parait injustifiée pour mj, = my /2. Plus quantitativement
des calculs sur réseau ont établi qu’il n’y avait pas de transition de phase pour my ~ 80
GeV mais simplement une évolution continue avec la température des paramétres de
la théorie [43].

Par ailleurs, méme pour une transition fortement du premier ordre, le Modéle Stan-
dard ne permet pas d’obtenir 'amplitude observée dans 'univers pour l'asymétrie
matiére/antimatiére car la violation de C'P est trop faible. En effet, on peut estimer
Pamplitude de violation de C'P a partir de linvariant de Jarlskog (2.32) d’ou l’on
construit le parameétre adimensionné :

Joxm

Tz ™ 10720, (2.50)

dop ~

ol on a rapporté Jogar & 'échelle caractéristique d’énergie au moment de la transition
de phase T, ~ 100 GeV. Ainsi dans le Modéle Standard dcp est beaucoup trop faible
pour expliquer une asymétrie baryonique n de I’ordre de 107!, Cette estimation est
assez naive, néanmoins une analyse plus détaillée en soutient la conclusion [33, 34] : la
violation de C'P est trop faible dans le Modéle Standard.

1l existe d’autres sources de violation de C'P dans le Modéle Standard comme notam-
ment le terme 6 de QCD'! :

Locp D g2 Ga, G (2.51)

3272
Néanmoins cet opérateur est négligeable car il induit une correction au moment dipo-
laire électrique du neutron pour lequel il n’y aucune véritable évidence observationnelle.
de(n)ezp < 1072°ecm impose 6§ < 10710, Lorigine de cette faible valeur reste aujour-
d’hui encore inconnue et constitue ce qu’on appelle le probléme de forte violation
de C'P. De plus, les récentes expériences d’oscillation de neutrinos indique désormais
clairement qu’ils ont une masse non nulle. En ajoutant un terme de masse pour les
neutrinos dans Modéle Standard, on obtient également une matrice de mélange lep-
tonique de type CKM contenant des phases violant la symétrie CP. En revanche une
fois encore, 'amplitude de cette violation sera incroyablement faible car controlée par
la masse des neutrinos légers.

Ainsi, le mécanisme de baryogenése électrofaible est invalidé par le Modéle Stan-
dard ou, au mieux, requiert ’existence d’une nouvelle physique proche de I’échelle
électrofaible pour obtenir & la fois une transition de phase fortement du premier ordre
et une source suffisamment importante de violation de CP. A moins que ’asymétrie
baryonique ne soit produite par un tout autre mécanisme.

2.1.5 Autres mécanismes de baryogenése

Lorsqu’une nouvelle physique est supposée compléter la dynamique du Modéle
Standard & haute énergie, il existe d’autres mécanismes différents de la baryogenése

1 Cette définition de 6 inclut le déterminant de la masse des quarks.
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électrofaible permettant d’expliquer I’absence d’antimatiére dans notre univers. Nous
évoquons briévement les trois grandes classes de scénarios qui ont suscitées un intérét
important ces derniéres années ayant ainsi permis de conclure que ces idées consituent
également de sérieux candidats pour rendre compte de ce phénoméne. On trouvera
une discussion plus détaillée dans des revues récentes sur le sujet comme par exem-
ple [65, 26].

2.1.5.1 Baryogenése par désintégration hors-équilibre

Il existe de nombreux exemples oil, & trés haute énergie, de nouvelles particules
X couplent aux fermions du Modéle Standard en violant le nombre baryonique, ainsi
que C et CP. Si la température du plasma primordial a été telle que ces particules
connurent une phase d’équilibre thermique, I'univers refroidissant, elles finirent par se
désintégrer hors-équilibre en produisant ’asymétrie baryonique observée aujourd’hui.
Un exemple typique de ce mécanisme de désintégration hors-équilibre est la baryo-
genése dans les théories de grande unification. Dans ces théories, leptons et quarks
sont, plongés dans le méme multiplet d’un groupe de jauge unificateur Ggyr contenant
le groupe du Modéle Standard. L’exemple le plus minimal est SU(5). L’échelle d’u-
nification des interactions du Modéle Standard est naivement estimée par 1’évolution
sous le groupe de renormalisation de ses trois constantes de jauge & partir de 1’échelle
électrofaible my, ~ 100 GeV. Le « running » logarithmique implique alors une échelle
relativement élevée de l'ordre Mgyt ~ 1016 GeV. Ggyr est ensuite brisé spontané-
ment jusqu’au Modéle Standard par une série de mécanismes de Higgs. Une propriété
générique de ces théories est ’existence par construction de bosons de jauge et de Higgs,
notés collectivement X, trés massifs mx ~ Mgyt et dont les couplages aux fermions
violent les nombres leptonique et baryonique, puisque quarks et leptons appartiennent
& un méme multiplet. En outre, les couplages de Yukawa des scalaires brisant Ggyr,
contiennent plusieurs phases physiques pouvant violer CP. Ainsi si la température de
l'univers a été par le passé aussi élevée que 10'® GeV, ces bosons massifs étaient &
I’équilibre thermique et relativement abondant dans le plasma primordial. Suite & 1’-
expansion ces bosons perdent ’équilibre thermique et finissent par se désintégrer en
des particules du Modéle Standard produisant une asymétrie baryonique non nulle
grace a la présence de couplages violant B, C et C'P. Ces bosons étant trés massifs,
ils créent facilement un nombre important de baryons. Néanmoins il n’est pas garanti
que, méme & ’équilibre thermique T' 2 mx, leur densité soit suffisante pour repro-
duire n ~ 1071, En particulier il faut s’assurer que leur taux de production n’est pas
inférieur au taux d’expansion de 'univers a cet instant car, dans le cas contraire, leur
densité serait beaucoup trop diluée. La réponse & cette question dépend grandement
du modéle d’unification considéré et nécessite une analyse détaillée de 1’évolution de
I'univers peu aprés l'inflation dont la compréhension est loin d’étre totalement claire
encore aujourd’hui. Par ailleurs, étant donnée 1’échelle d’énergie & laquelle a lieu cette
nouvelle dynamique, on peut reprocher a ces modéles d’étre difficilement testable ex-
périmentalement dans un proche futur.

2.1.5.2 Leptogenése primordiale

Depuis I'observation de l'oscillation des neutrinos du Modéle Standard, on sait tout
d’abord qu’ils ont une masse, du moins deux d’entre-eux, et ensuite que celle-ci est trés
faible m,, < eV. Ce fait troublant est sans doute le résultat d’un mécanisme de seesaw
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ol le couplage des neutrinos gauches standards avec d’hypothétiques neutrinos droits
trés massifs induit une importante suppression de la masse des neutrinos observés. Le
mécanisme est relativement simple et consiste & ajouter trois fermions singulets de
jauge N, et d’écrire la correction la plus générale au lagrangien du Modéle Standard
en leur présence. Les seuls opérateurs renormalisables sont données par :

_ o~ 1 I
—Lsecesaw = yijLiHNR,j + §MijNCR,iNR,j + h.c. (2.52)

ot, pour y ~ O(1) et M > vy ~ 246 GeV, les états propres de masses des neutrinos
sont approximativement vy et Ny ayant pour masse respective mpM *m% et M
avec mp = yvo/v/2. Afin d’obtenir m,, de l'ordre de I’éV, la masse des neutrinos
droits doit étre au moins de M > 10'* GeV, proche de 1’échelle de grande unification.
Le mécanisme de production d’une symétrie est alors sensiblement du méme type
que le précédent et repose sur la désintégration hors-équilibre d’une particule treés
lourde. La principale différence avec la baryogenése en grande unification est qu’ici la
désintégration des neutrinos droits produit en premier lieu une asymétrie leptonique,
c’est donc un mécanisme de leptogenése. Cette derniére est ensuite convertie en partie
en une asymétrie baryonique par les processus sphalérons violant B + L. La violation
de C'P est assurée par la phase de la matrice de mélange des neutrinos légers, avec
une amplitude suffisante pour produire 7 ~ 10719 si la masse du neutrino droit le plus
léger vérifie M > 10° GeV. Enfin, bien que reposant sur une nouvelle physique dans
I’UV lointain, ce mécanisme peut étre contraint en étudiant précisément les propriétés
des neutrinos légers puisque le mécanisme de seesaw fournit un lien direct entre ces
deux échelles.

2.1.5.3 Baryogenése a la Affleck-Dine

Affleck et Dine proposérent dans les années 80 un mécanisme de baryogenése re-
posant sur l’existence de champ scalaire portant une charge baryonique non nulle et
développant une grande valeur dans le vide durant l'inflation [4]. Ce condensat de
charge baryonique se désintégre ensuite en une asymétrie matiére/antimatiére immé-
diatement gelée dans I'univers primordial. Le terrain naturel du mécanisme d’Affleck-
Dine est la supersymétrie. En effet, dans les théories supersymétriques, les quarks et
les leptons ont des partenaires scalaires portant chacun la méme charge baryonique et
leptonique. De plus, la supersymétrie impose ’existence de directions dite plates, dans
I’espace des champs scalaires, selon lesquelles le potentiel est nul. Plus précisément, il
existe une combinaison linéaire des scalaires y vérifiant 9?V/9x? = 0. L’avantage de
la supersymeétrie est qu’elle prévient le potentiel de recevoir des corrections quantiques
selon cette direction. Cependant, durant sa phase inflationnaire, I'univers est dominé
par un champ scalaire dont la densité d’énergie dans le vide est non nulle, p; ~ 3M3, H?,
brisant ainsi la supersymétrie. De cette brisure résulte des corrections a la direction
plate du potentiel, qui éventuellement développe une grande VEV complexe, ainsi que
des interactions non renormalisables violant le nombre baryonique et la symétrie C'P.
Juste aprés I'inflation, ce condensat est perturbé par I’expansion de 'univers et oscille
autour de 'origine du potentiel, se chargeant alors en nombre baryonique. Puis il finit
par se désintégrer totalement en particules du Modeéle Standard laissant 1’asymétrie
matiére/antimatiére comme seule empreinte de sa charge baryonique initiale. En outre,
cette asymétrie est stable car les opérateurs non renormalisables pouvant la relaxer a
zéro sont, supprimés au moment de ’évaporation du condensat. Bien qu’aucun scénario
précis de ce type n’ait été élaboré a ce jour, il est complétement générique et pratique-
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ment inévitable en présence d’une direction plate. Par ailleurs ce genre de mécanisme
semble trés difficile & falsifier, & moins de renoncer a 'existence de la supersymeétrie sur
laquelle il repose.

2.1.6 Baryogenése électrofaible au-dela du Modéle Standard

La principale raison de 1’échec de la baryogenése dans Modéle Standard est la faib-
lesse de la transition de phase électrofaible. Une transition fortement du premier ordre
n’est possible que pour un Higgs trés léger my, < 48 GeV, alors que des calculs non
perturbatifs montrent qu’elle devient de plus en plus faible pour un Higgs plus lourd,
jusqu’a ce qu’il n’y ait méme plus de transition de phase pour my = 80 GeV. Le respon-
sable est la barriére de potentiel qui est beaucoup trop faible dans le Modeéle Standard,
comme l'indique la valeur du terme cubique qui en controle 'apparition : F ~ 1072.
La faiblesse de ce coefficient est double. Tout d’abord il est généré & une boucle et est
supprimé par un facteur de boucle & température finie (127)~! ~ 0,025. Ensuite seuls
les degrés de libertés bosoniques'? contribuent au terme cubique et ils sont trop peu
nombreux et couplent relativement faiblement dans le Modéle Standard pour obtenir
une hauteur de barriére suffisamment importante.

Ainsi le Modéle Standard ne permet pas de reproduire correctement I’asymétrie
matiére/antimatiére observée dans l'univers. En réalité cet échec est plutot une bonne
nouvelle, puisqu’il requiert I’existence d’une physique ultra-violette encore inconnue et
ne demandant qu’a étre identifiée. Nous avons vu que dans certaines théories au dela
du Modéle Standard, il existe des mécanismes alternatifs de baryogenése basés sur une
dynamique microscopique & trés haute énergie ~ 10° — 1016 GeV. Bien qu’on ne puisse
totalement exclure que I'un d’autres eux soit responsable de ’asymétrie baryonique,
tous ces scénarios partagent l'inconvénient d’étre difficilement testable expérimentale-
ment. Le LHC notamment ne prospectera pas plus loin que quelques TeV. Par ailleurs,
Ieffervescence suscitée par le probléme de hiérarchie de jauge a permis & toute une col-
lection de modéles de voir le jour, avec pour principale motivation de stabiliser le Higgs
du Modéle Standard. Ces modéles introduisent alors de nouveaux degrés de liberté et
des arguments de naturalité imposent alors qu’une nouvelle physique émerge proche
de I’échelle électrofaible ~ TeV. Un corollaire immédiat est que la dynamique de la
transition de phase est sensiblement modifiée par la présence de ces états a I’échelle
du TeV. De plus de nouvelles sources importantes de violation de C'P sont également
présentes dans la plupart de ces modéles. La question s’est alors naturellement posée
de savoir si la baryogenése électrofaible pouvait retrouver un second souffle grace a
une description plus compléte de la brisure de symétrie de jauge. La réponse est oui
et nous commencerons par rappeler quelques résultats pour les cas les plus populaires.
On peut également adopter une approche complétement générique et introduire dans le
Modéle Standard des opérateurs effectifs paramétrant a ’échelle électrofaible les effets
d’une nouvelle physique quelconque apparaissant non loin de cette derniére. Pour I’é-
tude de la transition de phase, 'opérateur dominant est de la forme |H |5. Nous verrons
qu’en sa présence la protection de ’asymeétrie aprés la transition implique alors que cet
opérateur émerge bien avant I’échelle du TeV, ce qui peut étre le signe d’une nature
composite du Higgs.

2Pour les boson de jauge, il s’agit seulement des polarisations longitudinales.
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2.1.6.1 Quelques exemples

La plupart des modeéles proposés pour résoudre le probléme de hiérarchie améliore
la situation standard en introduisant de nouveaux bosons massifs dans le spectre de
la théorie, favorisant ainsi une transition fortement du premier ordre en renforcant
I’amplitude de la barriére de potentiel.

MSSM et nMSSM Le MSSM est le premier exemple de modéle supersymétrique
réaliste qui stabilise le Higgs & 1’échelle électrofaible en introduisant, pour chaque par-
ticule de spin s, un partenaire de méme masse et de spin s — 1/2. Ainsi pour chaque
fermion (chiral) du Modéle Standard, un scalaire complexe contribue a la barriére et
le coefficient du terme cubique standard (2.41) devient approximativement :

12m3
47Tvg

FEyrssym = Egy + ~ 0,32 (253)
ou seule la contribution dominante du stop'® ¢ est considérée puisque le quark top a de
loin le plus important couplage de Yukawa y; = y: ~ O(1). En ce cas, la masse du Higgs
léger'® doit satisfaire la contrainte suivante pour éviter la destruction de I’asymétrie
par le sphaléron :
4F vd
E(T,) = % > 1 —my <280 GeV, (2.54)
my,

ce qui est au dessus de la borne inférieure du LEP. En réalité, dans le MSSM, la
situation est plus délicate car la supersymétrie n’est pas exactement réalisée dans la
nature et doit étre brisée. En particulier la matrice de masse des stops recoit une
contribution provenant des termes de brisure douce de la supersymétrie!® de sorte que
m; # my. Aprés diagonalisation, ¢7, et tp ont des masses différentes. On peut alors
montrer que seul £5'® contribue & la barriére et que Eyssy devient au mieux [16] :

6m3 A2
Eyssu ~ Esy+—% | 1— | t2| (2.55)
4oy meg

ot A et m?Q sont des parameétres de brisure douce devant satisfaire |4, < mg pour
obtenir une transition fortement du premier ordre avec un Higgs autour de 100 GeV.
Cette situation en faveur de la baryogenése correspond & une région de ’espace des
parameétres ot le stop droit est plus léger que le top mj;, ~ 100 GeV, laquelle est
en revanche défavorable pour la masse du Higgs. En effet, le MSSM nécessite que les
corrections & une boucle & la masse du Higgs léger soient importantes pour apporter
celle-ci au dessus de la borne du LEP, puisqu’a 'arbre m;, < mz cos 3. A une boucle
I’expression de la masse du Higgs est donnée par :

2 2 2 3my tgL th |A? >
mj = my cos” 3+ prcH log o 1+0 m—QQ 2115 GeV.  (2.56)

13e facteur 12 compte 2 degrés de liberté par scalaire complexe pouvant chacun étre de 3 couleurs
et 2 chiralités différentes.

14T,e MSSM contient deux doublets de Higgs, par Higgs léger on entend la combinaison linéaire
correspondant a ’état léger décrit par le Modéle Standard.

15 Ces termes introduisent également des phases de violation de C'P nécessaires pour la baryogenése.

16Dans le cas ol i;, contribue a la barriére de maniére significative, le paramétre p = m‘%v/c‘%vaZ
du Modéle Standard dévie trés fortement de sa valeur mesurée par les tests de précision électrofaible

p— 1~ 1073, Cette possibilité est ainsi écartée.
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Ainsi un stop droit léger implique un ajustement fin des paramétres des paramétres
tan3 ~ 1 et/ou une masse anormalement grande pour le stop gauche m; 2 2 —3
TeV. A ce prix, une analyse précise montre que la baryogenése est possible dans le
MSSM, tout en restant en accord avec les contraintes expérimentales pour les valeurs
suivantes [15, 23] :

110 GeV < my, <116 GeV et 105 GeV < my, < 175 GeV. (2.57)

11 est cependant possible d’éliminer cette tension entre une forte transition et my = 115
GeV en ajoutant un singulet scalaire supplémentaire au spectre du MSSM. Ce modéle
nMSSM permet une transition fortement du premier et un Higgs lourd dans une large
région de l’espace des paramétres [57].

Modéles génériques avec 2 doublets de Higgs Une extension minimale du Mod-
éle Standard consiste & introduire un second doublet scalaire de méme hypercharge que
le Higgs standard. Bien que ce modéle ne constitue pas une solution au probléme de
hiérarchie — les scalaires ne sont plongés dans aucune représentation protégée par une
symétrie — il n’en reste pas moins intéressant pour la baryogenése électrofaible!”. En
effet, il représente une généralisation du secteur de Higgs du MSSM pour laquelle les
constantes de couplages des Higgs ne sont pas nécessairement fixées par les couplages
de jauges. Cela permet notamment d’éviter la tension apparaissant dans le MSSM. Le
Higgs léger peut étre plus lourd que le Z au niveau des arbres. Enfin, ce modéle contient
trois nouveaux scalaires physiques, deux chargés et un pseudoscalaire, qui contribuent
& augmenter la taille de la barriére de potentiel et permettent une transition fortement
du premier ordre. De plus, le potentiel des Higgs le plus général contient des phases
violant C'P. Ainsi un mécanisme de baryogenése électrofaible est naturellement réalis-
able dans ces modéles [21, 22].

Unification jauge-Higgs en 5d La plupart des modéles avec dimensions sup-
plémentaires résolvent le probléme de hiérarchie en réduisant jusqu’au TeV 1’échelle
ultra-violette & laquelle le Higgs est sensible radiativement, rendant ainsi naturelle sa
présence a I’échelle électrofaible. Il est également possible de le rendre complétement
insensible & la physique ultra-violette en le plongeant dans un champ de jauge en d > 4.
Par exemple, a 5d, le Higgs peut étre la composante A5 d’un champ de jauge qui se
comportera comme un scalaire d’'un point de vue 4d. Sa masse est alors protégée par
la symétrie de jauge 5d et les corrections quantiques qu’elle regoit résultent de la com-
pactification de ’espace qui brise la symétrie de jauge. Par essence ces corrections sont
insensibles a la physique & courte distance, puisque la compactification est un effet
non local. Les modeéles considérés s’appuient sur une dimension compacte circulaire ou
de type orbifold S;/Z5 et le potentiel du Higgs est généré par des boucles de Wilson
enroulées autour de la dimension compacte [61, 56]. La dynamique de ces boucles &
température finie présente une transition du premier ordre qui est identifiée avec la
transition de phase électrofaible et dont la force peut étre rendue suffisante pour la
baryogenése.

Singulets scalaires L’ajout de champs scalaires dans le Modéle Standard est con-
traint par les tests de précision électrofaible, notamment le paramétre p mesurant le

1711 est également trés simple de stabiliser une seconde composante scalaire massive en introduisant
une nouvelle symétrie globale. Ce modéle contient alors un candidat pour la matiére noire.
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rapport des masses des bosons W et Z. La contribution générique au paramétre p
de scalaires vivant dans des représentations quelconque d’isospin faible T3, d’hyper-
charge Y et dont la composante électriquement neutre développe une VEV non nulle
est facilement calculable & partir de la dérivée covariante de jauge :

miy i (ATE(T5 + 1) = YV7) [uif?

P— p— 2-
P 2 m I (2.58)

ol ¢; vaut 1/2 et 1 pour les représentations réelles et complexes respectivement. On
remarque alors que p vaut automatiquement 1 pour un nombre indéterminé de doublets
(T3 = 1/2,Y = +1). Evidemment, les singulets, ne couplant pas aux bosons de jauge,
ne contribuent pas & p. Ces deux possibilités sont les seules relativement simples. 1l
est alors possible d’ajouter un nombre arbitraire de ces représentations pour renforcer
lordre de la transition de phase dans le Modéle Standard. Les modéles avec un seul
singulet [62] ou un grand nombre d’entre eux [32] démontrent des phénoménologies
favorables pour la baryogenése électrofaible. En particulier, le modéle étudié en [32]
affiche la possibilité d’un phénoméne de surfusion relativement important.

2.1.6.2 Motivations pour une approche effective

Nous avons vu qu’il existe de trés nombreux modéles, dont les principales classes ont
été évoquées ci-dessus, dont la dynamique non standard du Higgs permet d’expliquer
I’abondance de matiére dans 'univers. Cependant, une étude détaillée pour chacun
d’entre eux de la baryogenése électrofaible est une tache considérable. Il serait d’un
grand avantage de disposer d’une analyse générique, ne serait-ce que pour obtenir une
idée claire des ingrédients & introduire au-dela du Modéle Standard pour produire une
asymeétrie matiére/antimatiére. L’approche effective est alors ’outil idéal pour répondre
a ces questions. Une théorie effective des champs permet ’étude systématique des
effets d’une nouvelle physique proche de I’échelle électrofaible quelque soit sa forme.
Cette approche générique consiste & ajouter une série d’opérateurs non renormalisables
au lagrangien du Modéle Standard, qui est alors interprété comme 'ordre zéro d’un
développement effectif :

O;
‘Ceﬁ = ,CSM + ZO@W (259)

ou M est I’échelle d’émergence de nouveaux degrés de liberté, d; est la dimension de
l'opérateur O;. ¢; est par conséquent une constante sans dimension. Par construction,
la dynamique de toute théorie au-dela du Modéle Standard est décrite par le lagrang-
ien (2.59) pour E < M. Ce dernier s’obtient & partir d’'une théorie donnée dans 'UV
en intégrant explicitement dans la fonctionnelle génératrice tous les champs de masse
2 M. Ainsi la description effective garde les traces de la théorie dont elle dérive &
la fois par I’échelle M et dans la valeur des coefficients ¢;. Ils sont soit O(1) ou nuls
traduisant respectivement le fait que les nouveaux états vivent tous autour de I’échelle
M ou que 'opérateur est interdit par une symétrie supplémentaire de la théorie ultra-
violette. On peut alors calculer les prédictions de ce Modéle Standard effectif et utiliser
les données expérimentales pour contraindre les parameétres c¢; et M et ainsi deviner la
structure de la théorie fondamentale au dela du Modéle Standard. Au premier ordre,
d; = b, il est seulement possible d’écrire un terme de masse de Majorana pour les
neutrinos qui viole le nombre leptonique, AL = 2. On s’en débarrasse facilement en
imposant la symétrie globale U(1)p_1, qui ne contient pas d’anomalie. Ainsi les cor-
rections dominantes n’apparaissent qu’a d; = 6 ou il existe 80 opérateurs linéairement
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indépendants [12]. Parmi cette longue liste, seul 'opérateur |H|° est pertinent pour la
transition de phase électrofaible, puisqu’il modifie le potentiel du Higgs directement au
niveau des arbres. Les autres opérateurs n’affectant que les couplages des fermions et
bosons de jauge au Higgs, ne contribuent qu’a l'ordre d’une boucle. En revanche, les
corrections thermiques apparaissant également & cet ordre, il semble inévitable d’en
tenir compte dans un calcul du potentiel & température finie. Nous verrons cependant
que dans certains cas leurs effets sont sous-dominants et nous les négligerons a partir
de maintenant.

Forte barriére et faible cut-off Au niveau des arbres, le potentiel du Higgs s’écrit
alors :

[H|°
Ve

oit le coefficient O(1) a été absorbé par une redéfinition de M et on a m3 = 2\v3 +
3v3/2M?. Dans le cas renormalisable, il n’y a pas de transition de phase pour my, > 115
GeV. Il est alors nécessaire d’introduire une nouvelle physique non loin de I’échelle élec-
trofaible. Mais jusqu’ou peut-on en repousser I’émergence afin d’obtenir la transition
fortement du premier ordre requise par la baryogenése? Une premiére réponse ap-
portée par 'analyse préliminaire [38] simple indiquer une valeur assez faible, M < 1
TeV, pour une masse du Higgs aussi lourde que 200 GeV. On peut comprendre ce
résultat en remarquant que l’origine de la barriére de potentiel dans ce modéle est
sensiblement différente car elle apparait directement au niveau des arbres et ne souffre
pas de la suppression & une boucle que partage les modéles discutés ci-dessus. En effet,
le couplage quartique de (2.60) n’est plus restreint & un signe positif car le terme de
dimension six assure un potentiel borné par le bas pour de grandes valeurs du champ.
A partir de 'expression précédente de la masse du Higgs au niveau des arbres, on
montre facilement P’existence d’une région de 'espace des paramétres (my, M) vérifi-
ant A = m? /203 — 3v3/2M? < 0. Pour my, ~ 100 GeV et vy ~ 250 GeV, le couplage
quartique est négatif dés lors que M < TeV. La figure 2.6 illustre comment cette
contrainte évolue en augmentant la masse du Higgs. C’est la raison pour laquelle les
auteurs de [38] trouvérent une transition fortement du premier ordre dans cette ré-
gion. On peut également estimer ’amplitude d’un terme de dimension huit dans le
potentiel et vérifier dans cette région qu’il est supprimé par rapport au précédent d’un
facteur ~ v3/2M? ~ 0,03. La survie de 'asymétrie baryonique requiert génériquement
une nouvelle physique & relativement faible énergie. Cependant, les tests de préci-
sions électrofaible limitent I’amplitude des opérateurs non renormalisables et imposent
M Z 5—10 TeV pour toute correction affectant les tenseurs de polarisation des bosons
de jauge électrofaible. Ainsi, pour conserver une échelle M au dessous du TeV, la théorie
doit étre finement ajustée afin que les coefficients ¢; des opérateurs affectant les bosons
de jauge soient suffisamment supprimeés ¢; < O(1). Il existe néanmoins une classe de
modéle fournissant une explication naturelle & cet ajustement, les modéles de Higgs
composite.

V(H) =m? H|*> + \H|* + (2.60)

Higgs composite 1l a été proposé récemment une classe de modéles composites dans
lesquels le Higgs émerge a ’échelle électrofaible suite au fort couplage g, d’une nouvelle
interaction & ’échelle du TeV [35]. On a ainsi par hypothése ggar < g, S 47 ot la borne
supérieure assure que la théorie reste naivement perturbative puisque gg /1672 < 1 ou
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Fi1G. 2.6 — Signe du couplage quartique du Higgs & ’arbre dans ’espace des paramétres
de la théorie effective (mp, M). Le couplage négatif pour une faible valeur de 1’échelle
de cut-off est le signe d’une barriére de potentiel au niveau classique.

1/1672 est le facteur de boucle. Dans ces modéles le Higgs n’est donc pas un champ
fondamental mais un état lié résultant de la condensation de nouvelles particules en
interaction forte, & la technicouleur. La principale différence est qu’ici le Higgs est
un pseudo-boson de Goldstone léger. L’hypothése centrale repose sur I'existence d’une
symétrie globale G qui est brisée spontanément en un sous-groupe H par la dynamique
du secteur fort. Les « pions » du quotient G/H sont alors identifiés avec le doublet
de Higgs dont la masse est automatiquement nulle car protégée par la symétrie de
« shift » H — H+ cste du modéle o non-linéaire. Lorsqu’un sous-groupe Ggps de H
est jaugé pour obtenir les interactions électrofaible du Modéle Standard, la symétrie de
shift est brisée et le Higgs recoit des corrections & sa masse controlées par les couplages
de jauge gsy supposés faibles. Il est ainsi naturellement léger car une symétrie est
restaurée lorsque sa masse disparait. Suite au couplage fort il existe deux échelles
d’énergie paramétriquement distinctes dans ces théories. La premiére est la masse m,
des résonances fondamentales p du secteur fort, alors que la seconde est la constante
de désintégration f du modéle o. Leur séparation est controlée par la constante de
couplage fort selon la relation suivante :

mp = gpf (2.61)

A Déchelle électrofaible, les auteurs de [35] montrérent que les opérateurs effectifs de
dimension six, décrivant les effets d’'une dynamique forte, ne sont pas tous supprimés
par la méme échelle. En particulier, quatre d’entre eux sont plus sensibles & sa présence
et dominent la théorie effective. En effet, les opérateurs suivant sont supprimés par la
constante de désintégration f :

\H'D,H?, (0,|H*)?, |H|*fLH fr, |H|° (2.62)

alors que les autres sont controlés par la masse m,,. De la liste précédente le premier est
potentiellement dangereux car il contribue & la correction oblique T' qui est extréme-
ment contrainte par les tests de précision. Néanmoins cet opérateur est automatique-
ment absent si H contient une symétrie custodiale SU(2)g. Les deux suivants affectent
la phénoménologie standard aux collisionneurs via les processus de diffusion de bosons
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de jauge longitudinaux et les canaux de désintégration du Higgs, respectivement. En-
fin |H|% modifie les auto-couplages du Higgs et la dynamique de la transition de phase
électrofaible au niveau des arbres. Pour g, ~ 4w, on peut alors obtenir naturellement
une forte transition de phase avec 500 GeV < f <1 TeV tout en supprimant suffisam-
ment les opérateurs obliques avec m, > 5 — 10 TeV.

2.2 Potentiel quantique non renormalisable & tem-
pérature finie

Dans cette section nous présentons un calcul complet & une boucle et & température
finie du potentiel du Higgs avec une interaction non renormalisable |H |°.

2.2.1 Techniques de calcul du potentiel & une boucle & 7" > 0

On rappelle dans cette section les techniques usuelles permettant le calcul d’un
potentiel quantique & température finie. Ces méthodes seront, ensuite employées dans
le Modéle Standard augmenté d’un terme de dimension six dans le potentiel scalaire.

2.2.1.1 Méthode de champ de fond a température nulle

La méthode originale proposée par Jackiw afin de calculer les corrections & boucles
a un potentiel classique est basée sur un développement de ’action autour des valeurs
de fond des champs apparaissant dans la théorie. Afin d’en illustrer briévement le
principe, on se concentrera dans un premier sur le cas d’un scalaire réel dont la théorie
est définie par la fonctionnelle génératrice suivante :

2[j) = / [Dglexp [i(S[g] + i) (2.63)

ou la notation ¢j = [d*zp(z)j(z) sera utilisée & partir de maintenant, et l'action
est Slp] = [d*'z[(0.¢)%/2 — Vo(p)]. On décompose alors le champ en une valeur de
fond classique homogéne et une fluctuation quantique : ¢(x) = ¢ + h(z); puis on
intégre cette derniére afin d’obtenir de maniére effective la correction engendrée sur le
potentiel classique. La valeur de fond ¢ est alors déterminée de facon auto-cohérente en
minimisant ce potentiel effectif'® total. Formellement, on définit la théorie « décalée »,
dont le champ dynamique est désormais h, en développant 1’action autour de sa valeur
classique :

1 528

| - _ S N1, 0°5
S[¢+h]+J(¢+h)5[¢]+J¢+h<5<p‘¢—¢+j>+2 "0padpy lo=o

hy+-- (2.64)

ou --- représente la partie en interaction conduisant & des effets de 'ordre de deux
boucles et plus. Par ailleurs, le terme linéaire en h s’annule car directement propor-
tionnel & ’équation du mouvement en présence d’une source. On intégre ensuite ex-
plicitement la fluctuation pour obtenir la théorie effective suivante :

2] ~ cH(S[91+58) o /[Dh] exp [ihmﬂ‘ hy:|
27 0paipy lo=¢

. . _1 S
¢i(S191+39)  Det (0 + V7' (6)) "} = ¢ eff 17, (2.65)

187¢i effectif est a prendre dans le sens « incluant des corrections quantiques ».
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L’action effective, qui n’est autre que la transformée de Legendre du logarithme de
Zj] : Seﬁ [¢] = —ilog Z[j] — j&, est alors donnée & une boucle par :

Segple) = Sl + Srriog (5 (2.66)
= =Tr — .

eff 2 & 8200y lo=¢) "

qui se réduit a S eﬁ =—7 d*zV. si ¢ est une configuration homogéne dans

I’espace et le temps. Dans I’espace des 1mpuls,10ns le potentiel effectif V. ﬁ devient, :

i [ d'k
% = Vo(¢) — = log(—k* + V' (9)). 2.67
() = 0(0) — 5 [ g lon(—k +V7(0) (2.67)
Enfin la généralisation pour des champs de spin supérieur couplant & la valeur de fond
est immédiate et leurs contributions au potentiel effectif s’écrivent :

Vg (0) = Z / ~log det (—z‘f)i(k:, qﬁ)) : (2.68)

=champs

ot —iD(k,¢) désigne I'inverse des propagateurs, n = —1/2(1) est la puissance du
déterminant fonctionnel produit par l'intégrale de chemin gaussienne des fluctuations
bosoniques (fermioniques) et det est un déterminant agissant sur la structure de spin
éventuelle des champs considérés.

1l existe également une méthode diagrammatique permettant de calculer le potentiel
effectif'?. En effet, ’action effective étant la transformée de Legendre du logarithme de
la fonctionnelle génératrice Z[j], elle est elle-méme génératrice des fonctions de Green
une particule irréductible (1-PI) de la théorie et peut étre décomposée autour de ¢ = 0

comme : - n
4=3 5 f |t
n=1" q=1

ot G est une fonction de Green 1-PT & n-points. En passant dans Iespace des im-
pulsions p le potentiel effectif pour un champ homogéne s’écrit :

-2

avec G(™ la transformée de Fourier de la fonction de Green G(™). Ainsi par construction
le potentiel effectif est une série de diagrammes 1-PI dans I’espace des impulsions ou
tous les moments extérieurs sont nuls tels que représentés figure 2.7. Notons également
que, dans le cas d’une théorie avec brisure spontanée de symétrie, les diagrammes de la
figure 2.7 doivent étre calculés dans la phase non brisée, le développement du potentiel
(2.70) étant réalisé autour de origine ¢ = 0. Ainsi, développé autour d’un vide éloigné
de lorigine ¢ = v # 0, le potentiel effectif s’écrira :

G ({wn}) [] (0)- (2.69)

n
|

G™ ({pn = 0}) (2.70)

Z @l g ({pn = 0}) (2.71)

ot maintenant les G(™) désignent les fonctions de Green de la théorie décalée en ¢ = v.

9Une excellente introduction & ce type de calcul se trouve dans le cours [63].
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FiaG. 2.7 — Décomposition du diagramme vide-vide du potentiel effectif Veﬁc(¢) en une

série de diagrammes 1-PI dans la théorie A\¢*. Chaque patte externe représente une
insertion de ¢, qui est la composante homogéne laissée par le champ dans la limite
d’impulsion nulle.

2.2.1.2 Correction a température finie

Lorsque I'espace-temps est rempli d’un bain de particules jouant le role d’un réser-
voir de chaleur & la température T, les fluctuations thermiques engendre également
des corrections au potentiel V. Une facon élégante de sommer a la fois Ueffet des fluc-
tuations quantiques et thermiques consiste & compactifier le temps euclidien sur un
cercle de rayon R = 1/27T. Cette méthode est connue sous le nom de formalisme en
temps imaginaire ou euclidien. Cette correspondance se démontre formellement dans
une approche fonctionnelle de la mécanique quantique et se base essentiellement sur le
fait que la périodicité du temps euclidien en théorie des champs reproduit exactement
I’action de la trace sur les états possibles d’un systéme en mécanique statistique. On
peut se faire une intuition plus précise de cette connexion au moyen de l'illustration
suivante. Reprenons la théorie scalaire définie par (2.63) mais plagons nous maintenant
en temps imaginaire. Aprés la rotation de Wick tg = it, la fonctionnelle génératrice
devient :

21i) = [ (DoJexp [— [ dtar (%Maw V(@) +y¢)] S e

En restreignant le temps euclidien a linterval fini —1/27 < 7 < 1/2T et le champ a
des configurations statiques, on arrive & :

2171 = [ Delexp [—% [ (%ma% +Vo(6) + jqﬂ . (2.73)

En l’absence de source l'intégrale sur ’espace est simplement ’énergie E[¢] emma-
gasinée dans une configuration indépendante du temps ¢ d’un systéme donné, et la
fonctionnelle génératrice se réduit & :

20i =0 = [[pe] e FAT 3T BT, (274)

S=tats

qui n’est rien d’autre que la fonction de partition en mécanique statistique ou ¢ décrit
I’ensemble des états statiques possibles d’un systéme en équilibre avec un réservoir de
chaleur & la température 7. Le formalisme en temps imaginaire revient donc & traiter
la température comme une borne finie au temps euclidien de la théorie définie dans
le vide. La compactification du temps euclidien correspond & une quantification & la
Fourier de la composante zéro du moment euclidien, ce qui conduit dans la pratique a
remplacer l'intégrale sur ’énergie par une somme sur les modes propres du cercle :

/dl;j;Ef(koyE) =T > fko.p=wn). (2.75)

n=—oo
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ou les valeurs propres w, sont appelées fréquences de Matsubara et valent 2nzT pour
les degrés de liberté bosoniques — périodiques sur le cercle temporel — et (2n +
7T pour les degré de liberté fermioniques — antipériodiques sur le cercle. Ainsi les
corrections thermiques n’apparaissent qu’d ’ordre des boucles dans le formalisme en
temps imaginaire et le potentiel effectif (2.67) devient & température finie :

oo 3 .
Vg @D =V +5 3 [ orleal + 410, 20

n=—oo

On peut également remarquer que la compactification du temps euclidien est une
brisure explicite de l'invariance de Lorentz présente & température nulle. Intuitive-
ment la raison est simple. A température non nulle il existe un référentiel privilégié
pour décrire ’évolution du systéme, celui ou le bain thermique est au repos. La perte
de la symétrie de Lorentz affecte notamment le développement perturbatif usuel & tem-
pérature nulle et implique la nécessité de resommer des classes de diagrammes d’ordres
a boucle supérieurs.

2.2.2 Potentiel effectif du Higgs & une boucle et 7" > 0
Le potentiel effectif classique du Higgs du Modéle Standard s’écrit :

V(H)=m?|H> + \|H|* + x|H|® (2.77)

ot k~1/2 est identifié au niveau des arbres au cut-off A de la théorie effective ou plutot
a la constante de désintégration d’'un secteur en couplage fort f. Cette seconde hy-
pothése recevant de fortes motivations physiques, on notera par la suite f 1’échelle de
suppression de 'opérateur non renormalisable. On choisit également une configuration
du vide telle que la partie réelle de la composante neutre du Higgs développe une valeur
de fond homogeéne p(z) = ¢ + h(z). Le boson de Higgs physique est représenté par la
fluctuation h autour du condensat ¢ qui est défini comme le minimum global du poten-
tiel quantique obtenu apreés intégration des fluctuations des champs interagissant avec
H. On se limitera pour le calcul de ce dernier aux contributions dominantes provenant
des bosons de jauge SU(2) x U(1)y, du quark top ainsi que des bosons scalaires de
Higgs et de Goldstone. Les autres fermions étant nettement moins massifs ont un cou-
plage de Yukawa avec le Higgs beaucoup plus faible et leur contribution relative est de
lordre de O(y2/y?) ~ 1072 oil y; est le couplage de Yukawa du second quark le plus
lourd, aprés le top, le bottom. Nous évaluons maintenant les corrections quantique et
thermique au potentiel du Higgs en présence d’une auto-interaction non renormalisable.

Dans le formalisme rappelé ci-dessus, le potentiel effectif pour la valeur dans le vide
du Higgs a une boucle et T' > 0 s’écrit alors :

Vet (0.T) = Viree(d) + AV1(,T) (2.78)
avec
m* 5 A4 K og
V:free(qﬁ) = T(b + Z(b + g(b ) (279)
; +oo d3E ~
AVi(o,T) = Z n2T Z / 2n)? log [k2 + w2+ mf((b)} . (2.80)
i=h,x,W,Z,t n=-—o0o
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Les nombres de degrés de liberté des champs sont obtenus en évaluant le détermi-
nant résiduel apparaissant dans I’expression (2.68) et sont donnés par ng, y,w,z, =
{1,3,6,3,—12}, ou le signe — de l'intégration gaussienne fermionique est inclus dans
a définition de n;. On a choisi de travailler en jauge de Landau — jauge R¢ avec
¢ = 0 — pour s’affranchir du couplage des fantomes de Faddeev-Popov associés a
SU(2)r, x U(1)y. En toute rigueur le potentiel effectif précédent n’est pas invariant
de jauge, seul la position de ses extrema l’est, ce qui est essentiellement tout ce dont
on a besoin pour étudier la dynamique de la transition de phase qu'’il régit. En outre,
on peut s’interroger sur la nécessité d’inclure a la fois la contribution des bosons de
Goldstone et celle des polarisations longitudinales pour les bosons de jauge W et Z. En
effet, il est tentant de penser que ces degrés de liberté ne sont pas indépendants puisque
les premiers découplent et sont « absorbés » par les seconds dans la jauge unitaire. Un
calcul explicite dans la jauge Re montre qu’il n’en est rien [27]. On peut comprendre
qualitativement ce résultat en se rappelant que les champs de Goldstone x; sont des
fluctuations quantiques autour du minimum de la théorie, alors que leur identification
avec les composantes longitudinales des bosons de jauge massifs n’est valable qu’au
minimum. Nous avons vu que, dans 'approximation & une boucle de la méthode de
champ de fond, seules les fluctuations gaussiennes sont intégrées. Les corrections au
potentiel du Higgs qu’elles engendrent dépendent donc seulement des contributions
aux masses de ces fluctuations. Pour les champs considérés, et aprés développement du
Higgs autour de ¢ # 0, on obtient les masses suivantes en lisant simplement les termes
quadratiques de I’action :

mi6) = m’ 3G+ ke (2.81)
mA6) = w4 AP+ ke, (2.82)
2 2 12 2
mi(@) = Lo mie) = L@ mie) = Lt 2s)

ou g, ¢’ et y; sont les couplages de jauge SU(2)r, U(1)y et de Yukawa pour le top
respectivement. Les termes de masse pour les bosons de jauge, provenant du terme ciné-
tique |D,H|?, ainsi que pour le top, provenant du terme de Yukawa y:QrHtg, sont
inchangés par rapport au Modéle Standard. Seuls les masses des scalaires, dérivées du
potentiel classique (2.77) contiennent des corrections effectives générées par 'opérateur
de dimension six.

En évaluant explicitement le somme sur le modes de Matsubara, la correction (2.80)
se décompose en un terme indépendant de la température et une partie qui disparait
lorsque T'— 0 [30] :

AVi(¢,T) = AV (¢) + AV (4, T) (2.84)
avec
. [ dY%
AVP(¢) = Z%/ﬁbg (k2 +m2(¢)] (2.85)
AVT(,T) = anﬂT; /oo dkk? log [we(v’“z*m?("”m) . (2.86)
i 0

AV () est donc la correction quantique ordinaire & température nulle. Etant diver-
gente dans 'ultra-violet, on s’y attardera tout d’abord afin de déterminer avec soin les
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paramétres renormalisés de la théorie au niveau quantique. On discutera ensuite des
corrections thermiques en terme de ces derniers.

2.2.2.1 Corrections quantiques et renormalisation 4 7T =0

Nous avons vu que la correction & une boucle au potentiel classique se réduit au
premier terme de (2.84) lorsque la température est nulle. L’intégrale est a la fois quadra-
tiquement et logarithmiquement divergente dans I’'UV :

AZ
/d4l€10g(k}2 +m?) ~ / d(k?) (m2 +k2mt 4 )
o m2A% +m*log(A) +--- (2.87)

avec - - - représentant soit des termes indépendants de ¢ ou disparaissant dans la limite
A — 00, ou A est un régulateur UV. Ce dernier n’est pas a priori identifiable & I’échelle
de suppression de I'opérateur non renormalisable que ’on a introduit. En effet, et c’est
notamment le cas pour un Higgs composite, le cut-off UV de la théorie ne supprime
pas nécessairement tous les opérateurs effectifs & basse énergie. Aprés régularisation en
d = 4 — e dimensions, la correction & une boucle & 7' = 0 devient :

4 2
AVO(¢) = Z ng ”&;ﬁ) {log mL(f) —Ci— Cyv (2.88)

ou C; = 5/6 (3/2) pour les bosons de jauge (scalaires et fermions) et Cyy = 2 — g +
log4m + O(e) contient le pole en e représentant les divergences UV de la correction
quantique. On remarque ici un phénomeéne inhérent, aux théories non renormalisables :
le terme classique de dimension six requiert des contre-termes de dimension supérieure
afin de rendre la théorie finie. Cela implique ’écriture de termes nus de dimension huit
au niveau des arbres qui générent & leur tour des divergences d’ordre supérieur et ainsi
de suite. Généralement la théorie nécessite au niveau quantique une infinité de contre-
termes pour conserver des corrections quantiques finies. Dans le cadre des théories
effectives, en restant & une énergie suffisamment basse devant le cut-off, on peut sim-
plement s’affranchir des divergences apparaissant au dela de l'ordre correspondant & la
précision que ’on s’est donnée de résoudre effectivement. Ainsi seulement un nombre
fini de contre-termes est requis pour rendre la théorie prédictive au niveau quantique.
La théorie non renormalisable peut alors étre renormalisée par la méthode multiplica-
tive usuelle. On va maintenant détailler les résultats obtenus dans les deux procédures
de renormalisation les plus usitées, d’une part le schéma de soustraction minimal M .S
et le schéma sur couche de masse d’autre part.

Renormalisation dans le schéma M S. Dans le schéma de soustraction minimale,
les paramétres nus de la théorie se décomposent en parameétres renormalisés et un jeu
de contre-termes V.:(¢) que l'on fixe de maniére & éliminer le terme proportionnel a
Cyv dans l'expression (2.88). Le potentiel effectif s’écrit alors :

\%

eﬁ(¢) _ m;ﬂ)qﬁz + )‘(f)
+ zi:ni TZL(?;) [log mL(2¢) - Cl} (2.89)

K
ot +
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ot les paramétres renormalisés m?2, A et k évoluent implicitement sous les équations du
groupe de renormalisation lorsque 1’échelle ;1 varie, de sorte que le potentiel complet
en soit indépendant, du moins jusqu’a ’ordre d’une boucle. Cependant, afin de tester
la théorie, il n’en reste pas moins nécessaire de relier les paramétres du lagrangien &
des observables physiques. Pour ce faire on impose & une échelle donnée p = ., les
conditions de renormalisation suivantes :

Vigé=vo.pm) = 0 (2.90)
Vip(6=ro.m) = mf (291)
M=) = & (2.92)

Le membre de gauche de chaque équation est une combinaison du paramétres du la-
grangien représentant les prédictions de la théorie, alors que le membre de droite est
soit directement le résultat d’une mesure, la masse du Higgs et son couplage cubique,
ou relié & une observable mesurée : vy peut étre relié & la masse du Z par exemple.
Ainsi la valeur dans le vide du Higgs dépend du choix d’échelle de renormalisation et
on définit vy de maniére A reproduire la masse physique du Z dans le schéma MS a
I’échelle © = u4 dans la jauge de Landau qui s’écrit :

9(1)* +g'(n)?
4

ou ITzz est la self énergie du Z & une boucle dans la jauge de Landau et on a :

my = v(p)? +1zz(m, 1) (2.93)

2

g( )2 — e(:u) g/(‘u)Q _ e(:u)

, =" (2.94)
siv (1) 1— sy (n)
La valeur dans le vide du Higgs est alors donnée par :
452 () (1 — s (u
o(p)? = w ()( > w (1)) (m% —zz(m%,u) . (2.95)

e(p)

Pour les intégrales scalaires intervenant dans le calcul de la self énergie on utilise la
bibliothéque numeérique LoopTools [40]. A I’échelle i = mz on peut facilement obtenir &
partir des derniéres mesures de précision électrofaibles les valeurs des diverses grandeurs
apparaissant dans l’expression ci-dessus. C’est notamment la raison pour laquelle on
choisit d’imposer les conditions de renormalisation & u, = my, outre le fait qu’on
évite par la méme D'apparition de larges logarithmes. Ainsi la valeur de la constante
de structure fine dans le schéma MS, a(m% )55 = e(mz)? /4 est reliée a sa valeur

physique a l’échelle du Z par [55] :
a~t(m%)as = o H(m3) — 0,982 (2.96)
ot a~!(m?%) est fourni la collaboration Aleph [1] comme valant :
a~t(m%) = 132,71 — 137,036 Aapaa(m%). (2.97)

avec la correction due aux contributions hadroniques Aapqq(m%) = 0,02758+0, 00035 [13].
Enfin le sinus de 'angle de mélange électrofaible est fonction de la masse du Higgs,
dont la dépendance est donnée par approximation suivante [1] :

s2,(m%) = 0,2310+ (4,91 x 107%)log (loénﬁ)
43 % 107%) log? (——2 ) . 2.
(3,43 x107) log (100 GeV) (2.98)
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On obtient alors que v(us. = mz) = vo = 246,8 GeV est une bonne approximation
pour une masse du Higgs variant dans l'intervalle 115 GeV < mj, < 300 GeV. On peut
maintenant inverser les trois conditions de renormalisation et obtenir les paramétres de
la théorie & I’échelle ., = myz comme fonctions d’un ensemble de mesures physiques :

mZ = m*(mi, & vo, ) (2.99)
Ao = A(mp, € vo, 1) (2.100)
Ko = k(M3 & 0, i) (2.101)

ot on a introduit la notation m?2 = m?(u = u.), etc.

Il reste cependant une subtilité importante que la discussion précédente a laissé
de coté et qui conduit & apparition potentielle de divergences dans l'infrarouge. En
effet, dans la jauge de Landau, la masse des bosons de Goldstone tend vers zéro et les
dérivées secondes et troisiéme du potentiel effectif sont divergentes :

[m3 (vo)'1?
Ve (vos p) - 2 ’gQTlogmi(vo), (2.102)
e (v ) D imQ(v )"m2 (vo) log m? (vo)
eff \V0, K 32,2 X 0 x\Yo) logm, (Vo
m2(vo)]® 1
(o)1 (2.103)

3272 m2(vo)

ot m?(vg)" = dm?(¢)/dd| v, , etc... de sorte que les relations (2.99) sont singuliéres.
En toute rigueur la masse MS des bosons de Goldstone n’est pas nulle dans la jauge
de Landau. La raison est que la définition utilisée pour vy n’en fait pas le minimum
du potentiel classique — pour lequel on a bien mi = 0 — mais dévie de ce dernier
d’une correction de 'ordre d’une boucle. Ainsi la masse des bosons de Goldstone est
non nulle, quoique relativement faible & une boucle, dans ce schéma de renormalisation.
Lorsque cette derniére est insérée a nouveau dans le potentiel (2.89), on obtient non
plus une divergence mais une sensibilité IR anormale, polluant I’analyse numérique du
potentiel effectif. Ainsi, bien que formellement finie, il convient néanmoins de régulariser
la théorie dans l'infrarouge. On peut comprendre intuitivement ce comportement IR en
rappelant que le potentiel effectif détermine la valeur homogéne dans le vide du Higgs
et définit ainsi la dynamique quantique de la théorie & p = 0. La présence d’un pole
en ce point rend alors caduque la procédure de renormalisation, ce qui se traduit par
I’apparition de divergences. Cela suggére aussi que la théorie doit étre définie loin de
p = 0 au niveau quantique, par exemple sur la couche de masse p = mp pr 0l Mmp pp
est la masse physique du Higgs. En outre le développement (2.71) du potentiel effectif
nous apprend que la masse my, utilisée dans la condition de renormalisation (2.91) n’est
pas la masse physique du Higgs mais simplement une fonction & deux points évaluée a
p=0:

mi = o (v0) = —-GP(p=0). (2.104)

ott GA(p?) = p? — (mj, g + X(p?)) est 'inverse du propagateur du Higgs avec my, r
la masse renormalisée et (p?) la self énergie du Higgs. Ainsi imposer (2.91) implique
m,% = miR + ¥(0). La masse physique étant donnée par le pole du propagateur sur
la couche de masse G (p?

derniére et my, :

=m3 ph) = 0, on obtient la relation suivante entre cette

mi, = mj, p, — S(mi, ) + 5(0). (2.105)
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FiG. 2.8 — Diagramme divergent dans I'IR. contribuant & la masse du Higgs & p = 0.

Alors, en terme de la masse physique du Higgs, la condition (2.91) devient :
Ve (6 = o, ) = 3y — AT (2.106)

avec AY = E(mfwh) —%(0). On peut remarquer que X(0) est également singulier dans
Iinfrarouge. En effet, le diagramme a une boucle de la figure 2.8 contient un terme
divergent facilement calculable de la forme :

»(0) D lw+ log m (vg) (2.107)

3272

ou - - - représentent des termes d’ordre supérieur en 1/ f, et qui compense la divergence
de Vé;ﬁf- Dans le Modéle Standard, exprimer le potentiel effectif en terme de la masse

physique est suffisant pour éliminer toutes les divergences IR. Néanmoins en présence
de l'opérateur non renormalisable, il est également nécessaire de définir le couplage
cubique & un point de renormalisation autre que p = 0. Encore une fois (2.71) implique
que la dérivée troisiéme du potentiel correspond & un couplage trilinéaire & p =0 :

€= V(o) = =G (pf = 0) = g r +Ts(0) (2.108)

ol g3 r est un couplage cubique renormalisé et I'3(0) est la correction & une boucle
a la fonction & trois points évaluée & impulsions extérieures nulles. A I'image de la
fonction & deux points on peut paramétrer le potentiel avec un couplage cubique défini
sur couche de masse et remplacer (2.92) par :

(6 = v, 12) = €2, — AT (2.109)

avec AI' = I's(p? = m3 on)—L3(0). Egalement, on montre facilement que I'3(0) contient
les divergences infrarouges suivantes provenant des diagrammes & une boucle de la
figure 2.9 :

3
I's3(0) D {—321)@,2 mi(vo)”mi (vo) + -+ } log mi(vo)
[m3 (vo)'1° 1
T S 2.110
+ [ 3272 + m3(vo) ( )
ou, une fois encore, - - - dénotent des termes d’ordre supérieur. Ainsi définies en terme

d’observables sur couche de masse, le potentiel & une boucle est proprement renormalisé
et les divergences infrarouges associées aux bosons de Goldstone s’annulent exactement,
comme elles le doivent puisqu’elles n’étaient que le signe que la théorie quantique
avait été définie sur un pole. Cependant cette définition de &, présente en pratique
un inconvénient, elle nécessite le calcul de la fonction & trois point du Higgs dans le
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Modéle Standard augmenté d’un opérateur de dimension six dans le potentiel classique.
Bien que le calcul de AY est réalisable analytiquement, il s’avére toutefois trés lourd
d’entreprendre ’évaluation, méme numérique, de AI'. En outre, contrairement & la
masse, il existe plusieurs définitions physiques du couplage cubique et on peut utiliser
cette liberté pour choisir une définition qui allége numériquement la procédure de
renormalisation tout en restant éloigné de p = 0 afin de s’affranchir des divergences
IR. Ainsi on choisit de paramétrer le potentiel quantique & l’aide seulement de la
partie réguliére dans 'IR de £ définie comme £ = £ — ['ji ou I'ji englobe les termes
divergents (2.110)de T'3(0). Par ailleurs on aimerait que le couplage trilinéaire tende
naturellement vers sa valeur standard, qui est fixée dans le Modeéle Standard une fois la
masse du Higgs connue, lorsque 'opérateur de dimension six est découplé en envoyant
K a zéro :

lim & — €M (mp ) = €5 + 7. (2.111)
F%\f est donné par la méme expression que I';r en prenant la masse mi(gb) dans la
limite de découplage. Pour k # 0, on définit la déviation entre {g et £ }S,ﬂM comme suit :

3
6vp

&r = M (mnpn) + - (2.112)
ph

L’expression précédente est simplement une reparamétrisation du couplage trilinéaire
en terme de la constante de désintégration de secteur fortement couplé — avec §§M
une fonction calculable de my, pr, — qui a le bénéfice d’assurer 'identification de k—1/2
avec fpn au niveau des arbres.

On rassemble enfin les différentes conditions de renormalisation & imposer pour
définir proprement le potentiel effectif quantique :

Ve (6 =0, e =mz) = 0, (2.113)

off (0 =0, e =mz) = mp,, =AY, (2.114)
6v3

off (0 =0, =mz) = €=M (mnpn) + 25" + Trn. (2.115)
ph

On inverse alors ces nouvelles équations pour dériver des relations entre les paramétres
M S du lagrangien et des observables physiques totalement affranchies de divergences
infrarouges et dont la limite de découplage est transparente. Nous utiliserons cette
paramétrisation de la théorie quantique dans la suite de ce chapitre.

h \ \\
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F1G. 2.9 — Diagrammes singuliers dans l'infrarouge contribuant a la fonction & trois
points. Le premier contient une divergence logarithmique alors que le second diverge
en loi de puissance.
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Définition de la théorie renormalisée sur couche de masse. Le schéma de
renormalisation sur couche de masse différe radicalement du précédent au sens ou il
identifie les paramétres du lagrangien & des observables physiques directement. Comme
il s’agit du schéma utilisé habituellement pour le calcul du potentiel du Higgs dans
le Modéle Standard, on s’attardera ici en détail sur son extension en présence d’un
terme de dimension six. La renormalisation de la théorie sur couche de masse est plus
commode lorsqu’on réécrit le potentiel sous la forme :

A
V;Eree((b) = Z (¢2 - U§)2 + g (¢2 - ’Ug)g + AV10(¢)
(SCQ 2 (504 4 (SCG 6
+7¢ + T(b + ?Qﬁ (2.116)

ot la correction & une boucle régularisée est toujours donnée par (2.88). Dans cette
paramétrisation, les masses des scalaires deviennent :

mi(¢) = A3¢” —13) + 3k(5¢" — 6v56” + v5)/4, (2.117)
m2(¢) = ¢ —vp) +3k(¢” —vf)?/4 (2.118)

ol vy désigne le minimum du potentiel & ’arbre et le schéma sur couche de masse
impose que vy minimise aussi le potentiel quantique. On a également :

2

mj,

ph _ 2
203 , K= 1/ oh (2.119)

Les contre-termes dc; sont alors définis en imposant les conditions de renormalisation
suivantes :

éﬁ(‘b’T:O)’(b:UO = 0 (2.120)
o (6T = O)LMO = mi,, — A, (2.121)
@I =0) = gu-Ar (2.122)

ou AY = X(mj, ;) — 2(0) et AT = I's(mj, ,;,) — '3(0) sont nécessaires pour passer
d’un potentiel effectif & p = 0 divergent dans l'infrarouge & une définition réguliére sur
couche de masse p = my, pp, ol les observables physiques my, pn, et &, sont définies.
Encore une fois, on souhaite avoir une paramétrisation du potentiel en terme d’une
observable qui caractérise sa déviation par rapport au cas standard, et on pose :
3
En = + 6@, (2.123)
ph
ce qui constitue encore ici une simple définition au niveau quantique de la constante
de désintégration f,,. Dans le Modéle Standard le couplage cubique est fixé par la
masse mp ppn, et 51%” est alors complétement déterminé par celle-ci ainsi que d’autres
paramétres du modéle :

3m? - m2 (03
Sm h.ph ni_[mg(vo)']
= — — 2.124
ph Vo + Z 32m2 m2(vo) ( )

%

En fait, puisque m?(vg) contient une contribution en 1/ f;h, I’expression précédente
n’est techniquement égale au couplage cubique standard que pour f,, — oo. Néanmoins
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c’est tout ce dont on a besoin pour assurer la transparence de la limite de découplage
de la nouvelle physique. On peut maintenant résoudre les conditions de renormalisation
précédentes et calculer les contre termes en fonction des dérivées du potentiel, de AY
et de AI'. Aprés quelques manipulations élémentaires, le résultat final pour le potentiel
renormalisé & une boucle s’écrit :

2
Veg9) = (6"~ + 5 )
i 2 3
> GZTQ [m?(qb) (log :;5((;2)) _ 5) + 2m2(vo)m2(¢)
8ug (6% =) + {Fug - Kvg} (¢* - d)’ (2.125)

ot la dépendance en fp;, de la correction & une boucle est seulement contenue dans les
masses des scalaires, rendant ainsi la limite de découplage explicite.

Dans le schéma de renormalisation sur couche de masse, les bosons de Goldstone
sont exactement de masse nulle. Il en résulte alors que la correction & une boucle
exprimée en terme d’observables définies & p = 0 — c’est-a-dire en ’absence de AY et
AI' — est logarithmiquement singuliére dans l’infrarouge :

AVlo(SM)(gb) 5 m4(SM)(¢)10gmi — . (2.126)

6472 X mi —0

Par ailleurs, & p = 0, la définition de £ est divergente en 1/ mi :

ny [m2(w)'T?
=02 303z e ™ (2.127)
X X

rendant problématique la paramétrisation du potentiel en terme de celle-ci. Nous allons
maintenant décrire comment cette divergence est adoucie en définissant la théorie sur
couche de masse, ce qui revient & augmenter le potentiel des termes suivants :

AY AY AT
§Vi(¢) = 52 (6? —v2)” [Fvg - m] G (2.128)

Tout d’abord lorsque la masse physique du Higgs est utilisée pour paramétrer la cour-
bure du potentiel, le diagramme de la figure 2.8 contribuant & ¥(0) contient la diver-
gence logarithmique suivante :

4

nx_ Mhph 2
¥(0) > 5202 02 logm; . (2.129)

Dans le Modéle Standard cela suffit & compenser (2.126), mais en présence de 'opéra-
teur non renormalisable le couplage cubique ou, ce qui est équivalent, f doit également
étre défini sur couche de masse et on montre alors que I'3(0) renferme, au travers des
diagrammes de la figure 2.9, les singularités suivantes :

3n mi h 6v
r';(0) > B S L [ S E— | 2 2.130
3(0) 3272 vg + m,%,ph 5}1 08 1Mx ( )
6
m
o _hph (2.131)

2 2
32m° myvg
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Ainsi, la divergence en loi de puissance de I'3(0) annule celle de (2.127), faisant de
&pn une quantité proprement définie. Enfin en rassemblant les logarithmes restants, on
obtient que dV;(¢) développe une divergence de la forme :

Nx 4 2
Vi(9) D | gz (@) + - | logmy, (2.132)
avec - - - désignent des termes d’ordre O(f};:l), qui compense (2.126) et rend le potentiel
(2.125) complétement régulier & la fois dans 'UV et I'IR.

La théorie étant désormais soigneusement définie &4 7" = 0, on peut maintenant
discuter les corrections & température finie au potentiel du Higgs. On omettra par la
suite 'indice ,, et chaque fois qu'on évoquera la masse du Higgs et ’échelle f, on se
référera implicitement aux quantités physiques définies ci-dessus.

2.2.2.2 Corrections a température finie

En présence d’un bain thermique a la température T, le Higgs diffuse non seulement
sur les particules virtuelles du vide — les fluctuations quantiques — mais également sur
les particules réelles qui composent le bain. Ainsi, son potentiel recoit des corrections
dues aux fluctuations thermiques données par le second terme de (2.84) :

iT4 &) _ po
AVT(p1) = S ° / dkk? log [1$e( VRO | (g 133)
,L' O

272
_ Z niT4J m?((b)
o 272 b T2
i=Dbosons
n;T* m;(¢)
Y 5 Jf( = ) (2.134)

i=fermions

ot le signe + (—) apparait pour les fluctuations bosoniques (fermioniques). Ces correc-
tions sont finies dans I'ultra-violet et 'infrarouge et les masses s’écrivent dorénavant en
terme des paramétres physiques définis & "= 0. Dans un régime de haute température
ou celle-ci est beaucoup plus importante que la masse des fluctuations (7' > m;(¢)),
les fonctions J se développe comme :

7r2 ™ x2 x £E3/2
J T T T T o (8100 T 2.135
(@) = T 6" 35 08, T\ T e (2.135)
2 22 x 73/2
J = ——g—"log—+0O|(23log=—— 2.136
1@ S, Tt T gleg, t (m o8 cst.) (2.136)

avec log ap ~ 5,4076 et logay ~ 2,6350. On retrouve explicitement dans cette limite le
comportement dicté par ’analyse dimensionnelle réalisée précédemment. Ainsi ordre
dominant génére un terme de masse positif restaurant la symétrie & haute température
et valant :

1

AV (6, T) = Sel?¢ 4, (2.137)
1

c = 1—6(4mi/03+3g2+g’2+4yff121}3/]‘2). (2.138)

Grojean et al. [38] montrérent qu’en considérant simplement cette contribution a tem-
pérature finie, on pouvait obtenir un transition de phase fortement du premier ordre
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tout en gardant un Higgs au dessus de la borne du LEP. On souhaite réaliser ici un
calcul plus précis de ces corrections thermiques car on s’intéressera, lorsqu’on viendra a
discuter la transition de phase, & des températures proches de la température critique
T. < O(100) GeV qui sont relativement du méme ordre de grandeur que la masse des
particules considérées, par exemple m(¢ ~ vg) ~ 170 GeV.

On remarque également que seuls les bosons présents dans le bain thermique générent
un terme d’interaction cubique linéaire en T', puisque seul J, contient un terme négatif
en m(¢)® a haute température modifiant la barriére de potentiel. Cette distinction
entre bosons et fermions n’est pas une simple coincidence et a des implications pro-
fondes sur le calcul des corrections thermiques. On verra par la suite qu’elle prend son
origine dans le fait que seuls les bosons ont un mode de Matsubara de fréquence nulle
a température finie. La conséquence directe est que la présence de ce dernier rend le
développement perturbatif invalide car il introduit de nouvelles divergences infrarouge
dans la limite de haute température.

Théorie des perturbations et diagrammes « paquerettes » Il est relativement
bien connue qu’en théorie quantique des champs a température finie, le développement
perturbatif usuel en puissance d’une faible constante de couplage n’est plus valide suite
a la présence de divergence IR induite par des particules de masse nulle [69]. En effet,
coupler le systéme & un bain thermique engendre des fluctuations a longue distance
dont les effets dans 'infrarouge sont singuliers en présence de poles en p = 0. On trouve
une description détaillée de ce phénoméne pour les théories de jauge & température finie
dans 'ouvrage de M. Le Bellac : Thermal Field Theory et on se limite ici & une présen-
tation rapide et intuitive de celui-ci. Prenons comme simple illustration ’exemple de
la théorie A¢* sans masse et plongée dans un bain thermique. On montre dans ce cas
que, par exemple, la self énergie, qui varie comme A au premier ordre, recoit une cor-
rection sous dominante A\3/2 et non A? comme on s’y attendrait naivement si la théorie
des perturbations était valide. Dans notre cas, on percoit un signe de ce comportement,
dans ’approximation & haute température des corrections (2.135) & travers ’émergence
d’un monome d’ordre 3/2. Le lien avec le cas A\¢* précédent est clair puisqu’on peut
toujours interpréter le développement & haute température T' > m(¢) comme une
limite de masse nulle et le controle du développement perturbatif est perdu dans I’in-
frarouge. La conséquence immédiate est que, telle qu’elle est, la contribution thermique
a une boucle (2.133) ne rassemble pas complétement les corrections thermiques sous
dominantes d’ordre 3/2, affectant notamment le terme en m(¢)® qui forme la barriére
du potentiel. Il existe une série de diagrammes & multiple boucles contribuant avec
le méme poids et tout se passe comme si l'effet de la température était de « diluer »
la correction & une boucle dans les ordres supérieurs, qu’il est nécessaire de resom-
mer. Un point important & remarquer est que cette dilution, apparaissant seulement &
température finie, ne se produit que dans I'infrarouge. En 1974, Dolan et Jackiw [30]
montrérent que ces termes d’ordre 3/2 étaient dilués dans une classe particuliére de
diagrammes & N boucles, connus sous le nom de diagrammes paquerettes ou en an-
neaux?’. Cette terminologie se comprend aisément en regardant la topologie formée par
ces diagrammes, dont quelques exemples ont été reportés en figure 2.10. Ils correspon-
dent & des diagrammes vide-vide & N boucles ot N —1 d’entre elles sont toute annexées
a la principale. Par ailleurs, puisque cette dilution est un effet & température finie, il est

20ces dénominations sont les traductions directes des termes anglais daisy et ring utilisés dans la

littérature.



85 2.2 Potentiel quantique non renormalisable & température finie

&-8-8 - oo

Fi1G. 2.10 — Quelques exemples génériques de diagrammes paquerette. Chaque ligne
peut représenter un propagateur d’un champ de type soit scalaire, fermionique ou
vecteur. Les boucles externes correspondent & des boucles thermiques évaluées dans la
limite IR. Bien que chacun de ces diagrammes soit divergent dans I'IR, leur somme est
finie dans ce régime.

seulement nécessaire de les resommer dans la limite infrarouge pour laquelle 'impulsion
circulant leurs pétales est nulle. Les auteurs de [30] et [17] établirent également que
cette classe de diagrammes pouvait étre prise en compte en utilisant des propagateurs
resommés dans I'IR. C’est ce qu’illustre intuitivement la figure 2.11 ou le propagateur
resommé, lorsqu’employé pour évaluer le diagramme vide-vide a une boucle, donne
immeédiatement lieu aux diagrammes paquerettes de la figure 2.10 une fois les deux
extrémités du propagateur identifiées. La premiére ligne de la figure 2.11 est simple-
ment une écriture diagrammatique d’une équation de Dyson qui peut étre résolue a
I’ordre d’une boucle dans la limite IR. Finalement cela résulte en une contribution
thermique a la masse des fluctuations considérées et les diagrammes paquerettes sont
automatiquement pris en compte en faisant le remplacement m?(¢) — m?2(¢) + I(T)
dans la correction AV{T (¢, T), ott TI(T') est la self énergie a4 une boucle dans la limite
infrarouge, également appelée masse de Debye. Il se trouve enfin que seuls les prop-
agateurs bosoniques ont besoin d’étre resommés, comme peut le laisser penser le fait
que seul J, développe un terme d’ordre 3/2 brisant le développement perturbatif a
haute température. On insiste sur le fait que, dans le Modéle Standard, uniquement ce
terme est responsable de I’existence d’une barriére de potentiel & une boucle, rendant
la transition de phase du premier ordre et permettant ainsi la genése de baryons. Il est
alors crucial de resommer ces diagrammes car, étant du méme ordre de grandeur, leurs
contributions modifient sensiblement la force de la transition et ne peuvent donc étre
négligées. Cette conclusion doit en revanche étre relativiser en présence d’un terme non
renormalisable puisque dans ce cas la barriére est engendrée directement & l’arbre par
Iintermédiaire d’un couplage quartique négatif. La correction standard & une boucle,

L0, 00,

Fia. 2.11 - Tllustration diagrammatique de la prise en compte des diagrammes pa-
querettes au moyen d’un propagateur resommé & une boucle.
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méme resommeée, ne constitue alors qu’une contribution sous-dominante mais non pour
autant négligeable pour I’analyse que nous souhaitons mener.

Nous avons vu que la nécessité d’inclure les diagrammes paquerette afin de cor-
rectement estimer le terme cubique du potentiel est due & des divergences IR & T # 0,
apparaissant lorsque le spectre contient des champs de masse nulle. En outre, méme
lorsque m # 0, la condition précédente est néanmoins reproduite dans la limite ou
la masse devient négligeable devant la température m < T. Dans un tel régime la
correction thermique naive & une boucle est diluée. En revanche lorsque m 2 T le
résultat & une boucle est suffisant car dans ce cas les fluctuations a longue distance
apparaissant & température finie ne « frappent » jamais un pole IR en p = 0. Il n’y a
donc aucune divergence et le propagateur n’a pas besoin d’étre resommé. En d’autres
termes les diagrammes paquerettes deviennent d’ordre supérieur et correspondent &
une correction & deux boucles qui peut étre négligée. Par conséquent, il est seulement
nécessaire d’évaluer II(T") dans la limite de haute température (T//m — o0). On est
également capable de comprendre maintenant pourquoi les propagateurs fermioniques
ne nécessitent aucune resommation. La raison est que seuls les bosons contiennent un
mode de Matsubara w,, de fréquence nulle. On rappelle que pour les bosons w,, = 2n7T
alors que pour les fermions on a w, = (2n+1)7T. En outre & température finie la masse
de chaque mode de Matsubara, définie comme le pole du propagateur, est donnée par :

ma (6, T) = m*(¢) + kg p = m*(¢) + wy. (2.139)

Ainsi pour tout mode de fréquence non nulle, w? agit comme un terme de masse d’or-
dre T2. A haute température on a alors m,, ~ T et la limite de masse nulle nécessitant
une resommation n’est jamais satisfaite. Seuls contribuent & "apparition de divergences
infrarouge & haute température les modes vérifiant w,, = 0, qui n’existent que pour les
bosons avec n = 0. C’est également la raison pour laquelle seule la fonction J, contient
un monome d’ordre 3/2, qui est la trace d’une invalidité de la théorie des perturbations.
En conclusion, les multiples complications surgissant & température finie n’ont pour
source que le mode de Matsubara de fréquence nulle. Ce dernier constitue le pole ren-
contré dans I'IR et conduit & la dilution de la correction & une boucle discutée ci-dessus.

Calcul des masses de Debye II(T) est la self énergie & une boucle évaluée dans
la limite IR et & haute température. Précisons également une chose importante; en
cas de brisure spontanée de symétrie, les self énergies doivent étre calculées dans la
phase symétrique. Cela résulte simplement du fait que II(T) est une resommation de
la fonction 1-PI & deux points apparaissant dans le développement (2.71) du potentiel
effectif. Dans la théorie A\¢? la self énergie se réduit au diagramme de la figure 2.12
qu’on évalue & haute température :

Y )

- %7& [1 10 <m;(f’)>} . (2.140)

Dans le Modéle Standard on doit calculer les self énergies des bosons de jauge et
des scalaires de la méme maniére. Carrington [17] calcula les II(T) pour les bosons de
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Fia. 2.12 — Diagramme 1-PI & une boucle contribuant a la self énergie dans la théorie
gt

jauge dans la base des états propres d’interaction et montra également que seule la
polarisation longitudinale — celle correspondant & la présence d’une masse m(¢) # 0
— nécessite d’étre resommée. A haute température le photon et le Z ne sont plus des
états propres de masse, car la symétrie électrofaible est restaurée dans ce régime. En
revanche on peut toujours se placer dans cette base pour évaluer les self énergies pour

les polarisations longitudinales. Ainsi le résultat de [17] devient®! :

22 m}

My (1) = —2Wp? (2.141)
3 v;
22 (m% —m?

myr) = ZUZ Mg ) (214)

0
22 m}
IL(T) = m%(¢)+ — W2 (2.143)

2
3 v

Le fait que le photon devienne massif en recevant une self énergie non nulle & p = 0 n’a
rien d’anormale car II(T") est calculé dans la limite de haute température pour laquelle
il ne constitue plus un état propre de masse. Reste ensuite & estimer les self énergies
scalaires, qui sont les seules & dévier du Modéle Standard suite & la présence d’un
interaction de dimension six dans le potentiel classique du Higgs. Elles sont données
par les mémes diagrammes présentés en [17] dont le résultat différe simplement par le
fait que le couplage quartique A du potentiel & ’arbre (2.77) s’écrit aprés la brisure de
symétrie comme : , ,
_my  3ug

A= 2 2 (2.144)
ot my, et f sont les observables physiques définies & T'= 0. Ainsi les masses de Debye
scalaires du Modéle Standard sont remplacées par :
T2 3T?% v

Y (mj + 2myy, + m% +2m;) — ——2 (2.145)
0

thX(T) = 4 f2 ’

ou I, = II,, refléte simplement la symétrie O(4) du potentiel classique dans la phase
symétrique dans laquelle les self énergies sont calculées.

Comment incorporer les resommations? Nous avons montré que les diagrammes
pAquerettes pouvaient étre pris en compte simplement en ajoutant les corrections de
Debye & haute température aux masses des fluctuations. La méthode traditionnelle em-
ployée dans la littérature consiste a faire le remplacement m?(¢) = m?(¢) +11(T) pour

21Dans le papier de Carrington II(T) est noté I1(0) ot le zéro correspond & la limite TR prise dans
le calcul des self énergies.
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tous les modes de Matsubara. C’est la méthode auto-cohérente utilisée par exemple
par [7] ou la correction & une boucle (2.80) est remplacée par :

sel f—con. n;T = B3k -
AV (¢,T)=Z 5 > /Wlog [k2+wi+m§(¢)+ﬂi(T) . (2.146)

n=—oo

La masse thermique pour les bosons de jauge n’a été ajouté que les polarisations longi-
tudinales et la somme sur les champs inclue dorénavant le photon a haute température.
Pour le quark top dont le propagateur ne requiert pas de resommation dans I'IR, on
prend simplement II;(7) = 0. Cependant, lorsque 1’on choisit cette approche on re-
marque que la partie divergente ultra-violette dépend & présent de la température par
l'intermédiaire de II(T') et requiert donc l'introduction de contre-termes UV dépendant
également de la température pour rendre la théorie quantique finie. En effet, aprés avoir
séparé (2.146) en sommant sur les modes de Matsubara comme nous avons fait pour
obtenir (2.84), le terme divergent dans ’'UV apreés régularisation dimensionnelle prend
la forme :

2 2 2
0,sel f—con. _ (mz ((;5) + Hl (T)) m; (¢) + Hi (T)
AVl—i—Ting - E e 6472 |:1Og ,LLQ

—C— OUV} (2.147)

ot le facteur multipliant Cyy est maintenant fonction de la température. Cette tech-
nique standard est alors en désaccord total avec l'intuition élémentaire qui conduit &
penser que le comportement UV d’une théorie ne doit en rien étre affecté par sa dy-
namique & température finie, c’est & dire dans I'IR. Bien que cette étrange intrication
UV/IR n’introduit aucune erreur de calcul en premiére approximation, on peut néan-
moins I’éviter en ajoutant la masse de Debye uniquement pour les modes Matsubara
wy, = 0. Puisqu’aprés tout ce sont seulement ces modes de masse nulle qui induisent les
divergences IR nécessitant la resommation des diagrammes paquerettes & une boucle.
Ainsi les corrections d’ordre supérieur recherchées sont entiérement récoltées en re-
sommant seulement les modes zéros de Matsubara dans l'infrarouge. Suivant cette
approche, (2.146) est alors remplacé par :

AVigring(9,T) = Zn;T{ fl /

%

d3k -
L log [kQ +w?+ mf(qﬁ)}

3 -,
+ [ ptor [+ mie) + (7)) } (2.148)
= AVI(6,T) + AVying (6, T) (2.149)

ol la somme exclue les modes zéros, lesquels se retrouvent écrits sur la seconde ligne
de I’expression ci-dessus. On peut facilement en extraire la partie correspondant aux
diagrammes d’ordres supérieurs que 1’on trouve égale a :

T [ I1,(T)
log |14 g
i ), s ]

S0 [md0) — (m2) + (1)), (2150

A‘/ring (¢a T)

i
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modulo une constante infinie affectant ’énergie du vide qui a été négligée, étant in-
dépendante de la valeur de fond ¢. En outre, on a fif, w2~y = 11,3,2,1,1,0},
explicitant I’absence de resommation & la fois pour les fermions et et les composantes
transverses des bosons de jauge. On remarque également explicitement que AV,;,g
inclut un monoéme d’ordre 3/2, démontrant a posteriori l'invalidité du développement
perturbatif avancée plus haut.

Finalement la correction thermique compléte au potentiel effectif du Higgs a une
boucle s’écrit?? :

o A he
Ve (0) = ”;*¢2+Z¢4+“—¢6

DY n642

m2(
i) ]
i=h,x,W,Z,t

s
(T (;i ) > 5o (")

i=bosons i=fermions
3/2
+ > [ m(6) + (1)) . (2.151)
i:h,x,W,Z,’y

Insistons enfin sur le fait que cette derniére contient ’ensemble des contributions &
une boucle a la barriére de potentiel controlant la force de la transition de phase. On
reporte sur la figure 2.13 un tracé du potentiel Veﬁ autour de la température critique,

mettant notamment en évidence la nécessité de considérer la forme intégrale de AV;"
plutot que son développement a haute température. Avant d’aborder la dynamique de
la transitions de phase, nous nous penchons un moment sur la partie imaginaire du
potentiel effectif, en discutons son interprétation physique et, enfin, montrons que celle-
ci n’est négligeable que lorsque les resommations des ordres supérieurs sont effectuées.

2.2.2.3 Reéalité du potentiel quantique

Lorsque les masses carrées des scalaires deviennent négatives, les diverses contribu-
tions au potentiel quantique que nous avons calculées développent des parties imagi-
naires. Elles traduisent I'instabilité de la théorie développée autour de certaines valeurs
de ¢. Weinberg et al. démontrérent que la partie imaginaire du potentiel pouvait s’in-
terpréter comme 'inverse du temps de vie de certaines configurations du champ [70] :

eV(9) = ReV() ¢ =SMV(e) (2.152)
ou ImV(¢) = T'/V a la dimension d’une largeur de désintégration par unité de vol-
ume. On peut alors se poser la question suivante : qu’est-ce qui se désintégre et en
quoi au bout d’un temps moyen I' "' ? Dans la théorie A\¢* Weinberg et al. montrérent
que la partie imaginaire traduit, aprés intégration des fluctuations quantiques, la pos-
sibilité qu’ont certaines d’entre elles de se désintégrer en d’autres modes d’impulsions
différentes, suite a I’auto-interaction du champ. On peut sans doute intuiter ce résultat
en considérant la situation analogue suivante en physique du solide. Supposons une
onde plane électromagnétique d’impulsion %k en incidence sur un cristal quelconque

221, ’expression pour le schéma sur couche de masse s’obtient en remplagant la premiére ligne par
(2.125)
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FiG. 2.13 — Tracés de potentiels effectifs & une boucle autour de la température cri-
tique pour my = 115 GeV et f = 620 GeV, obtenus dans différentes approximations
comparées au résultat exact discuté dans le texte. En noir sont représentées les parties
réelles de ces potentiels. La courbe en tiret est le potentiel (2.137) utilisé par les au-
teurs de [38] et o seule la masse thermique du Higgs a été prise en compte, alors que
les courbes pleine et pointillée représentent le potentiel complet & une boucle (2.151)
avec (pleine) et sans resommations (pointillée). En bleu sont également tracées les
parties imaginaires, ot la courbe pleine est pour le potentiel complet & une boucle
(avec resommation). Quant & la courbe pointillée, elle représente la partie imaginaire
des diagrammes paquerettes seulement. Ceci illustre ’annulation entre les importantes

parties imaginaires issues de AV et AVying.

d’indice optique ng(k) réel. En présence de vibrations, et aprés intégration de celles-
ci, l'indice effectif du cristal vu par la lumiére s’écrit comme : ng(k) — neﬁc(k:) =
Ren eﬁc(k) +Smn eﬁc(k) ou la partie imaginaire caractérise ’absorption de la lumiére
par les phonons du cristal. Mais cette absorption est simplement le résultat effectif
de la diffusion inélastique de ’onde plane incidente sur un phonon du cristal d’impul-
sion 0k # 0, de sorte que ’onde plane initiale est réémise avec une impulsion k + dk.
Ainsi on peut interpréter la partie imaginaire de I'indice optique effectif comme la
« désintégration » d’un mode électromagnétique en un autre suite a l'interaction pho-
ton/phonon. Pour la valeur dans le vide du Higgs, la partie imaginaire du potentiel
effectif peut par analogie étre vue comme la désintégration d’une fluctuation du champ
de Higgs en d’autres particules rendue possible par les couplages du Modéle Standard.
En pratique, tout comme on peut négliger ’absorption de la lumiére lorsque celle-ci
est faible, I’évolution de ¢ peut étre décrite par la partie réelle du potentiel quantique
Veﬁ tant que sa partie imaginaire est relativement faible devant celle-ci. Dans le cas
contraire, paramétrer la transition de phase au moyen de Veﬁ (¢) n’est simplement plus
valable puisque son calcul repose sur 'intégration de fluctuations quantiques stables en
premiére approximation. Nous allons tout d’abord détailler les différentes parties imag-
inaires développées & T' = 0 et & température finie. On montrera enfin que la condition
de stabilité requise plus haut n’est sensiblement satisfaite qu’une fois les diagrammes
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paquerettes inclus dans le calcul de Veﬁ'

Partie imaginaire a T = 0 A température nulle, le logarithme de la correction
a une boucle () conduit, et ce quelque soit le schéma de renormalisation, & la partie
imaginaire?® suivante :

ni|mi()*

Sm [AVP()] = Y O(-m3(6)

i=h,x

(2.153)

ot ©(—m?(¢)) est la fonction de Heaviside valant 1 lorsque le champ i est tachyonique
et 0 sinon. En particulier le boson de Higgs peut avoir une masse carrée négative
lorsque sa valeur dans le vide ¢ se trouve dans une région ou le potentiel n’est pas
convexe. En effet, selon la valeur de la constante de désintégration f, soit I'origine est
instable (f2 > 3v}/ 2m3), soit une barriére de potentiel sépare deux minima locaux
(f? < 3vd/ 2m3). Les bosons de Goldstone sont également tachyoniques pour certaines
valeurs de ¢ et participent donc & la partie imaginaire (2.153). Nous allons maintenant
montrer que cette derniére est compensée par une autre contribution provenant des
corrections thermiques.

Contribution a T' # 0 et resommations Les corrections 4 une boucle (2.133) et les
diagrammes & boucles multiples resommeés en (2.150) présentent tous deux des parties
imaginaires lorsque les scalaires sont tachyoniques. Dans la limite de haute température
la contribution de (2.133) & la partie imaginaire est facilement dérivable & partir du
développement (2.135) :

ma(o)]* n [mi(o)[*T

2.154
64m 127 (2.154)

S [AV D] | — 3 elmon |
1 0 i=hx

Le premier terme élimine ainsi la partie imaginaire issue du logarithme 4 T = 0 (2.153),

alors que le second n’est seulement compensé qu’une fois les diagrammes paquerettes

pris en compte, puisqu’ils générent une partie imaginaire donnée par :

S [AVying(6,T)] = = 3 O(-m2(0) T (o) (2155)

i=h,x

pour toute température satisfaisant m?(¢) + I1;(T") > 0 quelque soit ¢. De plus il est
possible de prouver explicitement que cette annulation des parties imaginaires, bien
connue dans la limite de haute température, se produit tout aussi exactement pour des
températures beaucoup plus basses T' ~ |m;(¢)|, notamment proches de la température
critique. En effet, on peut extraire sans trop de difficultés la partie imaginaire de AV,T
directement depuis la forme intégrale (2.133) et on obtient :

T
sm AV (0] = Y 6(-mi@)
i=h,
X‘miTw)\ Im:(9)2
X /0 dxa? ((471 + 1) — 71712 - x2> (2.156)

230n utilise la partie imaginaire du logarithme définie dans le feuillet principal du plan complexe,
vérifiant —m < Smlog < .
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ou n est un entier positif assurant que

2
- < % <7r - w - x2> +2nw < 7, (2.157)
c’est & dire que 'on reste toujours dans le feuillet principal en prenant la partie imagi-
naire du logarithme, dont la coupure a été choisie sur le demi axe des réels négatifs du
plan complexe. On peut en outre facilement montrer & partir de l’encadrement précé-
dent que n = 0 pour T' > T; = |m;(¢)|/37, et dans ce régime de température la partie
imaginaire précédente devient alors :

n; T4
472

Sm[AV (6, T)] = ) 6(-m(e)

i=h,x

[m (¢)]
— (A2
X/O ’ dzx2<7r %ﬂ),

o [m@I )P
3 emitomn -k Ity

} . (2.158)

On obtient ainsi la méme annulation entre les diverses parties imaginaires que celle
discutée ci-dessus & haute température, et ce pour des températures aussi basses que
Ty ~ |m;i($)| ~ 100 GeV. Par souci de complétude, on considére enfin le cas des trés
basses température. Dés que la température est inférieure a T, ’encadrement (2.157)
nous indique qu’il devient nécessaire d’ajouter des multiples de 27 a la partie imaginaire
du logarithme de maniére a rester dans le feuillet principal. Ainsi, mettre (2.157) sous

la forme :
[mi()?

=27 < (dn+ 1)m — T2

— 22 < 2m, (2.159)

permet d’écrire dans la limite n — oo :

[Sm [AV (o, )] < | D @(—mf((b))nimi(#ﬂw

i=h,x

(2.160)

d’ou 'on conclut que Sm [AVlT((,b, T)} s’annule nécessairement lorsque 7' tend vers
zéro, comme il se doit.

Malgré les multiples compensations évoquées jusqu’a présent, le potentiel n’est
pas réel partout car il existe une gamme de température et de ¢ pour lesquels on
a m?(¢) + I;(T) < 0. En pareil cas, le second terme de (2.150) développe & son tour
une partie imaginaire, que rien ne vient éliminer. Dans le Modéle Standard ce terme
est automatiquement réel lorsque la température est suffisante pour métastabiliser 1’o-
rigine du potentiel, car les scalaires ne deviennent tachyoniques que pour une masse
carrée négative, laquelle controle la forme du potentiel autour de 'origine. Ainsi, le
potentiel standard est réel tout le long de la transition de phase. En revanche avec un
terme effectif de dimension six dans le potentiel, les masses scalaires peuvent également
étre négatives pour un couplage quartique négatif et par conséquent il demeure une
partie imaginaire autour de la température de transition. Nous avons néanmoins véri-
fiée que cette derniére était toujours suffisamment faible en regard de la partie réelle



93 2.3 Dynamique de la transition de phase et ondes gravitationnelles

pour des températures pertinentes pour la transition de phase. C’est essentiellement
dt aux diverses annulations entre les contributions & T'= 0 et T # 0, rendues possi-
bles une fois les resommations effectuées dans l'infrarouge. L’exemple de la figure 2.13
illustre également cette nette suppression. Ceci conforte la validité de la partie réelle
du potentiel, que nous avons calculé précédemment, pour ’étude de la dynamique la
transition de phase.

2.3 Dynamique de la transition de phase et ondes
gravitationnelles

Nous pouvons maintenant utiliser le potentiel & température finie en présence d’une
interaction non renormalisable pour étudier en détail la dynamique effective de la tran-
sition de phase électrofaible au dela du Modéle Standard. Non seulement notre analyse
confirme le résultat de [38] mais elle la compléte de diverses fagons. Nous décrirons tout
d’abord le role important joué par la surfusion dans le renforcement de la transition
de phase. Puis nous en détaillerons les conséquences en faveur d’une éventuelle obser-
vation d’ondes gravitationnelles primordiales, véritables empreintes de la physique du
Higgs dans le ciel.

Nous présenterons nos résultats dans ’espace des paramétres libres de la théorie. Ainsi,
dans le plan (my, f), ot my, est la masse physique du Higgs et f la constante du secteur
fort & boucle, nous identifions numériquement une région ou la transition est du pre-
mier ordre. Nous définissons tout d’abord une limite inférieure f,,in(my,) en demandant
a ce que la symétrie électrofaible soit brisée & T' = 0 et restaurée i haute tempéra-
ture?*. On obtient également une borne supérieure f,q..(myp) au dessus de laquelle la
transition est trés probablement soit du second ordre, soit remplacée par une évolution
continue semblable au Modéle Standard. En général, déterminer cette derniére n’est
pas une tache aisée car elle requiert un traitement non perturbatif du potentiel effectif
non renormalisable lorsque la transition n’est que faiblement du premier ordre [43].
En effet, perturbativement, la transition de phase apparait toujours du premier ordre,
méme si trés faiblement. Néanmoins, nous savons que pour des valeurs de f relative-
ment grandes, le potentiel est dominé par la partie renormalisable et la transition
reprend sa dynamique standard, qui n’est qu'un simple « crossover » pour my = 80
GeV. Nous estimons alors fy,q.(mp) en considérant que lorsque la transition est aussi
faible que dans Modéle Standard pour my = 80 GeV, elle n’est plus du premier ordre
non perturbativement. Pour de faibles valeurs de f, la transition fortement du premier
ordre au niveau des arbres. Il est alors fort probable que les corrections quantiques,
méme larges, ne détruisent pas la barriére de potentiel et que la théorie reste perturba-
tive a température finie, pareillement au cas du Modéle Standard pour un Higgs léger.

2.3.1 Surfusion et renforcement de la transition

Les transitions de phase du premier ordre se réalisent donc par la nucléation, dans
un environnement métastable, de bulles de phase stable. Le vide brisé devient énergé-
tiquement favorable lorsque 'univers refroidit jusqu’a la température critique T,. Des
bulles commencent alors & apparaitre sous I'impulsion des fluctuations quantiques et

24Pour cela on impose que la correction thermique au terme de masse du potentiel soit positive dans
la limite de haute température.
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thermiques pénétrant la barriére de potentiel. La taille des bulles & la nucléation est
directement déterminée par 1’énergie libre disponible et exploitable par ces fluctua-
tions. Par conséquent, la transition n’est pas amorcée exactement & T, car le Higgs
n’a pas d’énergie libre a cette température V(0) — V(¢(T.)) = 0. A quelle température
démarre alors la nucléation ? Une bulle est une configuration instable dont le devenir
est déterminé par une compétition entre sa surface, dont la tension tend & la réduire et
la faire disparaitre, et son volume, qui renferme une phase énergétiquement plus favor-
able. La bulle gagne ainsi de I’énergie en développant une région de phase brisée mais
doit, pour cela, payer le prix de 'interface la maintenant isolée de la phase symétrique.
Pour T' < T, ’énergie libérée est faible et les bulles sont de petite taille. La tension de
surface domine alors énergétiquement la dynamique des bulles, les faisant disparaitre
presque aussitot aprés qu’elles se sont formées. Lorsque la température diminue, ’én-
ergie libre augmente et les bulles sont plus grosses. A partir d’une taille critique, cette
énergie est suffisante pour vaincre la tension de surface et les bulles croissent jusqu’a
ce qu’elles entrent en collision les unes avec les autres, puis percolent achevant ainsi la
conversion de 'univers dans la phase brisée. La température pour laquelle le volume
I’emporte sur la surface est la température de nucléation T,,. Son éloignement avec la
température critique fixe 'ampleur de ce phénomeéne de surfusion qui a pour effet de
retarder la transition de phase.

2.3.1.1 Calcul de la température de nucléation

Solution de bounce Une bulle est une configuration classique du champ ¢ en espace-
temps euclidien qui interpole entre le minimum global ¢; # 0 correspondant & la phase
brisée et un minimum symétrique métastable situé en ¢y = 0. Dans une approche
semi-classique, la probabilité par unité de volume et de temps I' de former une bulle
est déterminée par l'intégrale de chemin évaluée sur la configuration de la bulle ¢y, :

T ~ AeSplér] (2.161)

ou le coefficient A est le déterminant fonctionnel des fluctuations quantiques autour
de ¢p. Etant instable, la bulle constitue une solution en point de selle de 1’action
euclidienne scalaire :

1/2T
Sb = / dtp / i Bama“me,T) , (2.162)

—1/2T

ou nous utilisons pour V (¢, T) le potentiel effectif & une boucle (2.151) calculé dans le
schéma M S. A température nulle, la configuration ¢, décrivant la bulle est appelée un
« bounce » car elle correspond & un rebond en temps euclidien entre les deux minima.
En effet, Coleman [25, 14] montra que I’action S% représente alors le mouvement d’une
« particule » classique, de position ¢, partant de ¢y en tg = —oo pour se rendre en ¢
atg = 0 et revenir en ¢y a tg = +00. Les rebond impose notamment que sa vitesse
0¢ soit nulle en tg = 0. Le bounce est alors ’analogue scalaire des instantons de la
théorie de Yang-Mills. L’action euclidienne est minimale lorsque le bounce est O(4)-
symétrique. Il prend alors la forme d’une 3-sphére de rayon p = /72 + ¢, résolvant
I’équation du mouvement, :

d? 3d
g o0 =G =0 (2109
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Fia. 2.14 — Recouvrement du bounce en temps imaginaire périodique. A haute tem-
pérature cette configuration devient indépendante du temps.

avec les conditions aux limites suivantes :

o(p—00)=dr=0, ¢(p=0)=0. (2.164)

Elles sont la généralisation invariante de Lorentz des conditions de rebond évoquées
ci-dessus. Pour T' > 0, le temps euclidien est compactifié tg ~ 1/T. Ainsi, lorsque le
rayon de la bulle devient du méme ordre de grandeur que 'inverse de la température,
le bounce subit un recouvrement en temps euclidien et Linde [52, 53] montra qu’a
haute température ¢, est constant en temps imaginaire, comme illustré figure 2.14, et
ne rebondit plus. Dans ce cas Paction S% se factorise comme :

b
Sp=7 [ & B (Yo) + V(M)] =% (2.165)

et SY représente I’énergie emmagasinée dans la bulle. Le terme cinétique est I'énergie
de courbure contenue dans le mur alors que le potentiel traduit le gain énergétique
acquis en volume par la bulle. A haute température le bounce?® devient alors une
solution O(3)-symétrique extrémisant son énergie :

o0 1/d
K :/0 dr 4mr? [5 (d—(f> + V(qﬁ,T)] (2.166)
et résolvant : 2 9 g oV
[W + ;%] o(r) — 5 = 0, (2.167)

avec les conditions aux limites :

d(r — o0) = ¢5 =0, ¢ (r=0)=0. (2.168)

25Dans ce cas, la configuration est statique et il ne s’agit plus d’un rebond. Le terme de bounce est
alors inapproprié et il faudrait en toute rigueur parler de bulle critique.
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FiG. 2.15 — Configuration du bounce représentant le profil de la VEV pour une bulle
nucléée & haute température en r = 0.

Ces deux conditions sont la limite & haute température de celles caractérisant le bounce

a T = 0 obtenues en posant tg = 0. C’est, cette seconde solution, dont la forme typique
est représentée figure 2.15, que nous utiliserons pour étudier la nucléation de bulle.
Nous verrons néanmoins que lorsque la surfusion est trés importante et la transition de
phase sensiblement retardée, la température devient alors du méme ordre que 'inverse
du rayon de la bulle. Dans ce cas la solution O(4) a la moindre action et sera alors
prise en compte pour I’étude de la nucléation.

Résolution numérique du bounce L’équation (2.167) n’est pas aisée a résoudre
car elle est singuliére a 'origine et les conditions (2.168) sont imposées en des bords
distincts. En particulier, la position initiale ¢, (r = 0) = ¢¢ est inconnue. La résolution
numeérique est alors inévitable méme pour les potentiels les plus simples2®. On reporte
briévement ici la méthode que nous avons implémentée pour évaluer numériquement
le bounce ¢, (r) pour un potentiel quelconque. Nous procédons en deux étapes. Tout
d’abord nous calculons une solution réguliére autour de l'origine que l'on utilise pour
reporter la seconde condition de (2.168) proche de la singularité en r = €. Nous utilisons
ensuite une méthode d’essai/erreur pour déterminer la position ¢g.

La condition en r = 0 est cruciale pour établir la forme de la solution autour de ’origine.
En effet, la dérivée nulle du champ en ce point autorise une solution réguliére dans son
voisinage. En développant le bounce comme ¢, (r) = ¢o + d¢p (1) avec d@p(r = 0) = 0,
d¢yp est alors solution de :

2 2d

el “ " _ ! 2\ — 21
dr2 rdr 0 5¢b VZ) + O(6¢b) Oa ( 69)

26Lorsque les deux minima du potentiel sont pratiquement dégénérés, il est possible d’utiliser une
approximation de mur fin pour estimer ’action sur le bounce [25]. Egalement, pour une trés forte
transition, une approximation de mur épais devient valable. Dans les deux cas, la résolution numérique
du bounce n’est pas nécessaire, simplifiant grandement ’étude de la transition. Néanmoins, pour la
majeure partie de ’espace des paramétres, aucune des deux approximations ne sera valide.
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Fia. 2.16 - Mouvement d’une particule classique dans un potentiel —V. ¢ représente
sa position et r paramétre le temps dans cette analogie. A droite sont représentées des
solutions typiques de I’équation du mouvement. Lorsque ¢q est trop faible, la particule
n’atteint le sommet de la bosse & ’origine, retombe et oscille dans le puits. La solution
est « undershooté ». A contrario, quand ¢q est trés proche de ¢;, la particule a trop
d’énergie potentielle. Elle finit par franchir la bosse et oscille dans le symétrique du
puits pour des valeurs négatives de ¢. La solution est alors « overshooté ». Une solution
optimale, représentée en rouge, est obtenu lorsque la particule approche asymptotique-
ment le sommet de la bosse et réalise le bounce.

ou V§ =9V (¢ = ¢o,T)/0¢, etc. Ainsi autour de l'origine on a :

VI 3 h V// VI
on(r) = b0+ 7 <Sm\>_7m - 1) ~ g + <12 + O(r). (2.170)
0 o’

On peut alors utiliser cette solution pour réécrire les conditions aux limites en un point
régulier » = € non loin de l'origine :
/ /
Yo o Yo

Pu(€) = do + 5 Py (€) = 3 € (2.171)

et ainsi résoudre ’équation du bounce dans la région réguliére [e,+o00[. On emploie
numériquement pour cela une méthode de tir qui recherche de maniére récursive la
valeur optimale ¢g. La technique est relativement simple, elle consiste & choisir une
valeur initiale pour le parameétre de tir ¢y entre ¢ et ¢, & résoudre I'équation du
bounce & partir des conditions (2.171) et, enfin, & ajuster ¢ jusqu’a ce que la solution
se rapproche asymptotiquement de ¢, en l'infini. Dans la pratique, [, +0o[ est remplacé
par un intervalle fini [r,,,ry] vérifiant r,, < 7. et rpy > r. ou r. est une longueur
caractéristique du bounce. Nous choisissons de définir r, comme étant la distance a
partir de laquelle ’approximation (2.169) n’est plus valable, les non linéarités devenant
comparable au terme linéaire : V§'6¢y(rc) ~ 3V 8¢y (rc)?. En utilisant 8¢y (r) ~ Vir? /6

on obtient facilement :
2./3V/
e = ——0_, (2.172)
VAZAZ4

En outre, on évalue numériquement 1’énergie S5 en intégrant sur intervalle [r,,, 7]
ou 1 est la distance ot le bounce est le plus proche de ¢;. Cette troncature constitue
une bonne approximation de S% car I'intégrant est pratiquement nul pour r > 73,. En
effet la variation de ¢, est négligeable loin du mur de la bulle et le potentiel s’annule
a ¢7. Enfin, la méme méthode de résolution peut étre employée a basse température
lorsque le bounce est O(4)-symeétrique.
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Critére de nucléation Nous avons vu que 7T, est déterminée par 1’évolution en
température de 1’énergie des bulles S§ . Proche de la température critique, le taux de
nucléation de bulle est donnée par :

T ~ A(T)e=S5(D/T (2.173)

ott le déterminant vaut & température finie A(T) ~ nT* par simple analyse dimension-
nelle. Les fluctuations étant nettement sous-dominantes devant la poids de Boltzmann
classique, une valeur exacte de 1 n’est pas nécessaire et on prendra dans la suite n ~ 1.
La croissance de bulles critiques dépend de leur taille & l'instant de la nucléation. En
outre, I’énergie S% est une fonction rapidement variable de 7' autour de la tempéra-
ture critique. Par conséquent, la bulle n’est pas insensible & ’expansion de I'univers,
induisant un faible changement de température pendant la transition. L’expansion dila-
tant les volumes, elle finit par favoriser la nucléation de bulle de taille critique pouvant
croitre et convertir I'univers dans la phase brisée. On considére alors que la nucléation
s’amorce dés que la probabilité de former au moins une bulle critique dans un volume
d’horizon devient importante [5] :

tn
P= / dtVi, T ~ O(1), (2.174)
te
ou t. est l'instant correspondant & la température critique, pour laquelle les bulles
commencent i apparaitre spontanément, et ¢, est 'instant recherché du début de la
nucléation. Le volume d’horizon V} est un volume causal au dela duquel les corps
sont séparés du centre d'un intervalle de genre espace : Vj, ~ dp(t)® avec dp(t) =
a(t) [ "dt’ Ja(t') la distance d’horizon a instant ¢. Cette condition garantit également
la percolation des bulles. En effet, puisque la probabilité de nucléation dans un volume
d’horizon est importante, de nombreuses bulles y sont nucléées. Elles s’étendent ensuite
a une vitesse proche de celle de la lumiére et entrent en collision malgré I’expansion
de l'univers car la distance les séparant est inférieure & ’horizon. A T ~ 100 GeV, et
ce jusqu’a environ 7" ~ eV , I'univers est dominé par le rayonnement. Durant cette
période le facteur d’échelle varie comme a(t) ~ t1/2 et le temps cosmologique est relié
a la température de 'univers par :

Mp; 1 45
5 (=
T 4\l wg(T)

t={({(T) (2.175)
ot g(T) est le nombre de degré de liberté présent a I’équilibre thermique dans le plasma
a température T'. L’horizon dj,(¢t) prend la forme : dj,(t) = 2¢. La probabilité de former
une bulle critique devient alors :

iy [T5dT _srryr
P~ (2§*Mpl)/ — e 5M/T L 0(1), (2.176)
ou (. ~ (100 GeV) ~ 1/34 dans le Modéle Standard et dont la faible variation en-
tre T, et T), est négligeable. En remarquant que S%(T)/T est une fonction fortement
piquée autour de T' = T, on dérive alors numériquement de I’expression précédente la

contrainte suivante : .
S2(T,
%5(Tn) 135 (2.177)
T,
définissant ainsi la température de nucléation 7, pour la transition de phase électro-

faible.
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Fia. 2.17 — Tracé des contours de la température de nucléation T, (gauche) et de
Pécart relatif ep = (T, — T),)/T. & la température critique dans le région de I’espace
des paramétres admettant une transition de phase du premier ordre. Sous la bande
rouge la symétrie électrofaible reste intacte & T' = 0, et au dessus de la région bleue la
transition de phase est soit du second ordre ou n’a tout simplement pas lieue.

2.3.1.2 Bénéfice de la surfusion pour 1’asymeétrie baryonique

La figure 2.17 présente les contours de la température de nucléation obtenue avec
le potentiel non renormalisable & une boucle. Elle met en évidence un retard & la
nucléation di & un effet de surfusion important pour de faibles valeurs de la constante de
désintégration f. De plus, la bande rouge délimite une région de I’espace des paramétres
pour lesquels 'univers reste piégé dans une phase symétrique métastable. La surfusion
est telle qu’aucune bulle critique n’est nucléée et la transition n’est jamais amorcée.
L’importante surfusion se manifestant dans ce modéle est directement corrélée a la
présence d’une barriére & température nulle pour de faibles valeurs de f. La transition
du premier ordre devant se produire avant la disparition de la barriére, elle peut alors
étre sensiblement retardée par rapport a la température critique si celle-ci persiste
jusque dans les basses températures. Par ailleurs, cette surfusion est un effet important
génériquement pour les transitions de phase fortement du premier ordre, comme le
montre notre approche effective. En effet, plus la barriére de potentiel est grande, plus
la VEV du Higgs a besoin d’accumuler de I’énergie libre, c’est a dire de refroidir en
dessous de T, afin de pouvoir produire les configurations permettant de franchir la
barriére. Ainsi, bien que cet effet est habituellement négligée dans le Modéle Standard
car la transition est faiblement du premier ordre, il joue un role majeur pour de fortes
transitions. La surfusion constitue alors un allié précieux pour ’asymétrie baryonique.
Lorsque la transition est retardée, les baryons produit lors de la nucléation dans la phase
symétrique pénétrent dans la phase brisée & une température ot les sphalérons sont
moins actifs qu’a T, et par la méme moins offensif pour ’asymétrie matiére/antimatiére.
En outre, un autre avantage de la surfusion dans ce modéle est qu’elle permet la
sauvegarde de ’asymétrie jusqu’a des valeurs de ’échelle effective f plus élevée que
celles estimées par [38]. La figure 2.18, reportant les contours de &, (> &.) dans I’espace
des parameétres, montre ainsi qu’il est possible de protéger I’asymétrie pour une échelle
de suppression au-dela du TeV, tout en conservant la masse du Higgs au dessus a la
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borne du LEP.

2.3.2 Production et observation d’ondes gravitationnelles

Les ondes gravitationnelles prédites par la relativité générale n’ont encore jamais
été observées directement. Néanmoins le pulsar PSR 1913+16 découvert par Hulse et
Taylor [41] en 1974 constitue une solide preuve de leur existence. Ce systéme binaire
est composé (vraissemblablement) de deux étoiles & neutron en révolution I'une autour
de l'autre avec une période décroissant légérement a chaque orbite. Selon la relativité
générale, la perte de moment cinétique du systéme est le résultat de ’émission d’ondes
gravitationnelles due & sa symétrie axiale. Tout comme une toupie est freiné par lair
et lui communique son énergie cinétique sous forme d’ondes de pression, le systéme
binaire « frotte » sur le tissu spatio-temporel et lui transmet son énergie en émettant
des ondes gravitationnelles. Pour le pulsar d’Hulse et Taylor, la variation de la péri-
ode mesurée depuis plus de trente ans affiche un accord parfait avec la prédiction de
la relativité générale. Ainsi la construction d’une premiére génération de détecteurs a
été entreprise dans les années 90. Les expériences américaine LIGO et franco-italienne
VIRGO ont pour mission d’observer le spectre d’onde gravitationnelle émises par des
sources astrophysiques de type systéme binaire pour, entre autre, confirmer I’observa-
tion d’Hulse et Taylor.

Il est également fort probable que l'univers primordial fut le siége d’événements
tellement violents que des ondes gravitationnelles aient pu étre émises dans les premiers
instants de son histoire. Parmi ces événements se trouve l'inflation, cette phase treés
bréve (~ 10733s) ou l'univers s’est exponentiellement dilaté. Les fluctuations quan-
tiques du champ dominant 'univers pendant cette période, l'inflaton, couplent & la
métrique et induisent des perturbations de densité de matiére qu’il est possible de
mesurer dans les fluctuations de température du fond diffus cosmologique. En outre,

2000 2000
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Fi1a. 2.18 — Tracé des contours du rapport &, = (¢(Ty))/T, qui caractérise la force
de la transition de phase, en utilisant ’approximation de la masse thermique de [38]
(gauche) et le potentiel complet & une boucle (droite). Dans le second cas la région
admettant une transition du premier ordre est nettement élargie car les corrections
thermiques sont sous-estimées dans approximation de haute température.
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les fluctuations de linflaton ont également laissé une empreinte gravitationnelle sous
la forme d’un spectre d’ondes stochastique caractérisant 1’aspect aléatoire des fluctua-
tions quantiques dont I'impulsion est indéterminée. Les transitions de phase du premier
ordre sont également sources d’ondes gravitationnelles primordiales et, parmi elles, la
transition électrofaible est la prometteuse en terme d’observabilité [50, 44, 37]. En ce
sens, dans les années & venir, des expériences d’interféromeétrie spatiale verront le jour,
comme le projet LISA, ainsi que le BigBang Observer (BBO) dont la mission sera
également d’observer les traces gravitationnelles de 'inflation.

2.3.2.1 Ondes gravitationnelles lors d’une transition du premier ordre

A la température de nucléation, les bulles formées se dilatent et, ce faisant, relachent
dans leur environnement 1’énergie libre produite par le passage dans la phase brisée.
Une partie de cette chaleur latente est absorbée par le mur qui accélére sa propaga-
tion jusqu’a ce qu’il entre en collision avec une autre bulle. Ensuite I’énergie restante
est libérée dans le plasma primordial y générant ainsi des mouvements turbulents.
Ces deux phénoménes sont d’importantes sources d’ondes gravitationnelles. En effet,
lorsqu’elles entrent en collision, la symétrie sphérique des bulles est brisée et une partie
de I’énergie cinétique de leurs murs est alors convertie en rayonnement gravitation-
nel [49, 48]. Enfin, étant de nature chaotique, les turbulences du plasma ne sont pas
invariante sous rotations et émettent également des ondes gravitationnelles [47, 31].
Nous allons maintenant rappeler quelques éléments nécessaires au calcul des spectres
d’émission dans ces deux cas.

Définition de la densité d’énergie Qcw (f) Comme toute source d’énergie dans
I'univers, le spectre d’ondes gravitationnelles est caractérisée par le rapport de la densité
d’énergie contenue dans les ondes gravitationnelles & la densité critique correspondant

& un univers plat :
Qaw = 2V (2.178)
Pe
Dans le cas d’une source non stochastique, comme lors d’une transition de phase du
premier ordre, le spectre n’est pas uniforme en fréquence. Il est alors commode de

développer Qaw en bande de fréquence :

Qcw = [ dios N0 (9).  Qew(f) =

i dpew
pe d(log )
Qew (f) est alors déterminé a laide de la formule du quadrupole qui relie la puis-
sance émise en ondes gravitationnelles au moment quadrupolaire du tenseur d’énergie-
impulsion de la source. Durant la transition de phase, les ondes gravitationnelles sont
émises autour d’une fréquence caractéristique f, approximativement donnée par l'in-
verse de la durée de la transition, qui est 'unique échelle de temps dans ce phénomeéne.
Puis, ces ondes se propagent dans ’univers jusqu’a nos jours pratiquement sans intera-
gir avec le milieu qu’elles traversent. Suite & I’expansion, leur fréquence est décalée vers
le rouge comme a(t)~! ol @ est le facteur d’échelle de FRW. Ainsi, le pic du spectre se
retrouve aujourd’hui & la fréquence :

(2.179)

1/3
0 (90) " Do
= f*ao_f*(gs*) T
* 1/6 T* f*
~ 6 10—3(9 ) e Hz. 2.180
% 100/ 100 Gev H, 7 (2.180)
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ou l'adiabaticité de son expansion, impliquant S ~ a®g,(T)T3 = cste, a été utilisée,
ainsi que le fait que ce dernier est dominé par le rayonnement la majeure partie du
temps entre le début de la transition T, ~ 100 GeV et aujourd’hui Ty ~ 2 x 10713 GeV.
La densité d’énergie varie comme a~* et la densité critique comme H? et on obtient
aujourd’hui :

4 2 1/3

* H* — — 1

Qew = 2V — Qo (“—) < ) ~ 1.67 x 107°h 2( 00> Qows, (2.181)
e ag Hy G«

ot Hy ~ 2.13h x 107%2 GeV est la constante de Hubble de nos jours. Qgw est la
fraction de la densité d’énergie contenue dans I'univers actuel sous forme d’ondes grav-
itationnelles provenant de la transition.

Calcul du spectre de collision et turbulence Intuitivement on congoit facile-
ment que la densité d’énergie en ondes gravitationnelles sera importante lorsque de
grandes quantités d’énergie se déplacent rapidement et longtemps. En ce sens, on mon-
tre que le spectre issu des collitions de bulles est essentiellement controlé par trois
parameétres [44] caractérisant la dynamique de la transition de phase. Le premier est le
taux de variation dans le temps, dénoté (3, du taux de nucléation I" ~ Ss/ T correspon-
dant a linverse de la durée de la transition 8 = —d(S5/T")/dt|:,. Le second paramétre
pertinent est la densité de chaleur latente € libérée lors de la transition rapportée a la
densité d’énergie du rayonnement au moment de la transition : & = €/prqq. Enfin, la
vitesse v, de propagation du mur de la bulle, dans le référentiel du plasma et & l’in-
stant de la collision, est la derniére grandeur complétant le trio énergie/vitesse/temps
qui détermine amplitude caractéristique du spectre Qgw (f). Pour la turbulence, une
autre grandeur s’avére également importante, la vitesse us des mouvements turbulents
du fluide.

Aprés décalage vers le rouge jusqu’a notre époque, la valeur de la densité d’én-
ergie d’ondes gravitationnelles dues a la collision est donnée approximativement, a la
fréquence du pic, par [44] :

HI?T o 127 10073
Q. h? ~1.1x107%2 | == b 2.182
coll (fcoll) x 107"k [B:| [1—1—0&] {0.24—1—1)?] [g* ] ) ( 8 )

pour une fréquence de pic [44] :

~ R AR R
Foon ~ 5.2 % 10 [H} [100%\/} [100} mHz. (2.183)

k mesure la fraction de chaleur latente convertie en énergie cinétique dans le fluide
primordial, H, et g, sont respectivement le taux d’expansion et le nombre de degré de
liberté a 1’équilibre thermique dans le plasma & la température T,. Quant au spectre de
turbulence, il est caractérisé par la densité d’énergie suivante, toujours a la fréquence
du pic :

H*r [100}1/3 (2.184)

Qewrs P2 (frarn) =~ 1.4 x 10~ 4050} [ 3
g«

avec comme fréquence de pic pour la turbulence :

- T e 711/6
ST WRVETIE I E RS Hz. 2.1
Jouny 2 3.4 X 1075 [H} LOOGeV] [100} e (2.185)
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Notons qu’en effet, 3, U'inverse de la durée de la transition, fixe grossiérement la fréquence
a laquelle le rayonnement gravitationnel est majoritairement émis. L’évolution en
fréquence du spectre de collision dans le voisinage du pic monte comme f2® en amont
et chute comme f~1® en aval du pic. Quant au spectre de turbulence il s’éléve comme
f2 et tombe comme f~3° de part et d’autre du pic. Les grandeurs T}, et g, ont été
normalisées aux valeurs typiques qu’elles prennent lors de la transition de phase élec-
trofaible. On remarque enfin que le maximum des densités d’énergie se situe dans le
mHz, ce qui correspond précisément & la gamme de fréquences ou la sensibilité de LISA
est maximale. Ainsi, la possibilité d’observer les ondes gravitationnelles provenant de la
transition de phase du Higgs suscite de grands espoirs, car cela permettrait une étude
cosmologique de la dynamique de brisure de symétrie électrofaible !

2.3.2.2 Empreintes du potentiel effectif dans le spectre d’ondes gravita-
tionnelles

Nous allons maintenant explicité les liens entre le potentiel effectif du Higgs con-
trolant la transition et le spectre d’ondes gravitationnelles décrit ci-dessus. Tout d’abord,
il est important de distinguer deux régimes de production des ondes dépendant de la
vitesse du mur et donc indirectement de la force de la transition de phase. Pour v
inférieure a la vitesse du son dans le plasma c,, valant 1/4/3 a 1’époque de la domi-
nation du rayonnement, les bulles croissent dans un régime de déflagration, alors que
lorsque vy > cg, le mur se propage a une vitesse supersonique et les bulles entrent dans
un régime de détonation. Dans ce dernier cas, il est possible d’exprimer vy, us et k en
fonction de paramétres du potentiel. Puisqu’on s’intéresse au cas ou la transition de
phase est fortement du premier ordre, on se concentrera par la suite sur le régime de
détonation. En effet, la transition étant forte, elle libére une quantité importante de
chaleur latente susceptible de propulser le mur des bulles & des vitesses supersoniques.

Vers une modélisation a deux variables On montre que dans le régime de déto-
nation vy > cs, les vitesses du mur et du fluide, ainsi que le facteur x s’écrivent comme
des fonctions de la chaleur latente o relachée lors de la transition [44, 60, 67] :

_ 1/vV3 + \/042+204/37 us(a) RQ (2.186)

vp(e) 1+a 2+ ko

1 4 3«
~ 0715+ )22 2.187
we) = T 75, [ * oV ] (2.187)

Le spectre d’ondes gravitationnelles est alors complétement déterminé par deux paramétres
a et 3, dont les expressions ne dépendent que du potentiel effectif du Higgs pendant
la transition.

[ est défini comme le taux de variation temporelle du taux de nucléation et on a :

d (S} 1dl
=—— (= N —— 2.188
r=-a (7). ~ 7, 2189
qui, en utilisant 'adiabaticité de ’expansion, dT'/dt = —T H, devient :
s d (8§
=T, — = , 2.1
H, dI' \T )|, (2.189)
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ou T, est la température de la transition qu’on prendra égale a la température T,
évaluée selon la méthode décrite précédemment. La chaleur latente € est la somme
de deux contributions. La premiére est la variation d’énergie libre AV entre les vides
symétrique et brisée, alors que la seconde est la variation d’entropie AS entre ces deux
phases :

o7 (2.190)

ou on a utilisé la relation de Maxwell : AS = —9V/JT. Enfin la densité d’énergie du
rayonnement normalisant € est donnée par :

)
Tn

e=—-AV -TAS = {—AV + T(')_V]

24
prad = —1T, (2.191)
*
avec g, ~ 100. V est le potentiel effectif & une boucle et température calculé en présence
d’une interaction non renormalisable.

Conditions d’observabilité Dans le régime de détonation, la donnée de deux paramétres
fixe la forme du spectre d’ondes gravitationnelles. En se rappelant que une forte chaleur
latente et une longue transition contribue a une importante densité d’énergie en ondes
gravitationnelles, on s’attend & ce que leur observation soit favorisée par v maximal et
(B/H, minimal. On s’intéresse seulement aux trois expériences susceptibles de détecter

des ondes gravitationnelles d’origine cosmologique : Advanced LIGO, LISA et BBO.

Les sensibilités maximales de ces trois détecteurs sont approximativement :

Adv. LIGO : QR*(f ~ 10Hz) ~ 10719 (2.192)
LISA : QR*(f ~107°Hz) ~ 1071, (2.193)
BBO : QR*(f ~107'Hz) ~107'". (2.194)

LISA est la prochaine série de satellites qui sondera les ondes gravitationnelles dans la
gamme de fréquence correspondant & la transition de phase électrofaible. Une analyse
récente [37] montre que pour étre observable & LISA, la transition doit étre relativement
forte, requérant typiquement o ~ O(1) et 8/H ~ O(100) pour obtenir Qh? > 10710,

2.3.2.3 Peut-on voir le Higgs dans le ciel ?

L’observation & LISA des empreintes gravitationnelles du Higgs nécessite une forte
transition de phase du Higgs, concordant ainsi avec les prérequis de la baryogenése
électrofaible. Nous présentons les résultats obtenus pour les parameétres déterminant
le spectre d’ondes gravitationnelles dans le cas d’une transition de phase basée sur le
potentiel non renormalisable calculé dans ce chapitre. Puis, nous discutons les possibil-
ités d’observation aux interférométres spatiaux. Enfin, nous commentons 1’éventuelle
pertinence du régime de déflagration en cas d’une transition fortement du premier
ordre.

Bienfaits et inconvénient de la surfusion Nous avons reporté sur la figure 2.19
les contours de la chaleur latente et de l'inverse de la durée de la transition dans la
région de l'espace des paramétres favorable & une transition du premier ordre. Nous
trouvons que génériquement la dynamique de la transition au deld du Modéle Standard
génére de trop faibles ondes gravitationnelles excepté pour une région trés réduite du
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F1a. 2.19 — Tracé des contours des quantités dérivées du potentiel effectif caractérisant
le spectre d’ondes gravitationnelles. « est la chaleur latente relachée lors de la nucléation
et de l'expansion des bulles, alors que 3/H mesure la durée de la transition de phase.

plan (myp, f). En effet on peut voir que pour une masse du Higgs légérement au dessus
de la borne du LEP, m;, = 115 GeV, et une constante de désintégration relativement
faible, f ~ 650 GeV on obtient au mieux o ~ 0,5 et 3/H ~ 100. Dans cette région, la
température de nucléation correspondante est d’environ 50 GeV d’aprés la figure 2.17.
Ainsi la détectabilité est probablement hors de portée de LISA. En effet, LISA nécessite
au moins « > 0,6 pour §/H ~ 100 afin d’observer le pic de turbulence, alors que le pic
de collision commence & apparaitre pour « > 0, 8. Par ailleurs, méme si la transition
peut étre rendue suffisamment forte pour obtenir Qg h? ~ 100, grace 4 une surfusion
importante, cette derniére a pour effet de décaler les pics vers des fréquences inférieures
a 0,1 mHz, comme lillustre ’exemple de la figure 2.20. En effet, d’apres (2.183,2.185)
les fréquences des pics varient approximativement comme :

Ty
fpics ~ mHz [m] , (2195)

pour $/H ~ 100. Or pour T,, ~ 50 GeV, le bruit de I'interférométre LISA ne permet
plus de résoudre le signal. En revanche, toujours pour 8/H ~ 100, BBO devrait étre
tout a fait capable de détecter les deux pics pour peu qu’« soit supérieur & 0,3.

Ainsi, le bénéfice de la surfusion concernant le renforcement de la transition, et la pro-
tection de I’asymétrie baryonique pour my = 115 GeV et f ~ 1 TeV, s’accompagne

d’un effet néfaste pour 'observabilité a LISA des traces gravitationnelles du Higgs en
repoussant le spectre dans le bruit du détecteur.

Friction et régime de déflagration Il n’est en revanche pas exclu que la conclusion
précédente soit un peu trop pessimiste. En effet, elle repose sur I’hypothése que les
bulles s’étendent dans un régime de détonation ou la vitesse du mur est supersonique.
Néanmoins on sait que la propagation du mur est ralentie par un effet de friction
sur le plasma qu’il traverse. Moore et al. [59, 58] montrérent que pour une transition
faiblement du premier ordre, la friction est peu importante, et la vitesse est faible
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F1G. 2.20 — Spectre d’ondes gravitationnelles produit pendant la transition de phase
électrofaible. On peut voir les contributions de la turbulence (pic de gauche) et des
effets de collisions (pic de droite émergeant de la queue du pic de turbulence). Ce tracé
est pour my = 115 GeV et f ~ 600 GeV pour lesquels on a « = 0,51, B/H = 89
et T, = 39 GeV. On remarque que les valeurs de « et 3/H nécessaires pour obtenir
un fort signal impliquent une faible température de nucléation (< 100 GeV) suite a la
surfusion, ce qui rend les ondes difficiles & détecter.

v ~ 1072 < ¢, suite au peu de chaleur latente libérée. Lorsque la transition devient
fortement du premier ordre, nous avons supposé que la chaleur latente était suffisante
pour entrer dans un régime de détonation v, > ¢s. Néanmoins, l'effet de la friction dans
ce régime est totalement inconnu, le travail de Moore étant limité & une approximation
de faible vitesse du mur. Intuitivement on serait tenter de penser que la vitesse étant
plus grande, les frottements du mur sur le plasma sont plus importants. En ce cas, les
bulles pourraient ne jamais entrer en détonation. Le calcul du terme de friction et de
la vitesse du mur semble alors nécessaire pour justifier complétement ’hypothése d’un
régime de détonation utilisée dans notre analyse de ’observabilité.

Conclusion

Bien que le Modéle Standard contiennent les ingrédients élémentaires permettant
de générer, lors de la transition de phase électrofaible, ’asymeétrie matiére/antimatiére
observée dans notre univers, il apparait néanmoins nécessaire de faire appel & une nou-
velle physique au dela. Une étude générique de ces effets est réalisée au moyen d’une
approche effective consistant & introduire une interaction non renormalisable | H | dans
le lagrangien du Modéle Standard. En ce cas, la préservation de I’asymétrie créée lors la
transition requiert une échelle de suppression M pour cet opérateur relativement faible
< TeV, ce qui est naturellement le cas pour un Higgs composite, ou M est remplacé
par la constante de désintégration d’un secteur fortement couplé?”. Nous avons ensuite
présenté un calcul complet des corrections quantiques et thermiques a4 une boucle au
potentiel du Higgs en présence d’une interaction non renormalisable. En particulier,
plusieurs schémas de renormalisation ont été définis & T' = 0 qui permettent également

2"Dans le cas d’un Higgs composite, un second opérateur de dimension six, dominant la théorie
offective . X o SO . , " P 2
, peut contribuer & la transition de phase. Il s’agit néanmoins d’un opérateur dérivatif (0, |H]|)
ne modifiant que la norme du Higgs et des Goldstone. Ainsi ses effets n’apparaissent qu’a une boucle et
sont, en couplage faible, nettement supprimés par rapport & |H|® qui induit directement une barriére
de potentiel a ’arbre. En conséquence, la dynamique de la transition n’en est que peu affecté [36].
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de s’affranchir de divergences infrarouges. A température finie, les méthodes usuelles
de resommation de diagramme paquettes ont été employés afin a la fois d’estimer pré-
cisément la barriére de potentiel et de minimiser la partie imaginaire de ce dernier.
Puis, nous avons étudié la dynamique de la transition de phase dans ce modéle effectif
et mis en lumiére le role important joué par le phénoméne de surfusion. Nous avons
montré que celui-ci facilite la survie de ’asymeétrie baryonique aprés la transition et
ce pour une échelle f aussi grande que le TeV, tout en satisfaisant les diverses con-
traintes expérimentales. Enfin, une prospection des possibilités d’observation d’ondes
gravitationnelles émises pendant la transition de phase a été mené. Nous avons pu con-
clure que leur détection est assez improbable & la prochaine génération d’interférométre
spatial LISA, principalement di & un décalage du spectre vers les fréquences bruitées
du détecteur, engendré par I'importante surfusion nécessaire & ’obtention d’un signal
suffisant.



Chapitre 2 : Asymétrie matiére/antimatiére au-dela du Modéle Standard 108

Bibliographie

[1] Precision electroweak measurements on the Z resonance. Phys. Rept., 427 :257,
2006.

[2] S. L. Adler. Axial vector vertex in spinor electrodynamics. Phys. Rev., 177 :2426—
2438, 1969.

[3] I. Affleck. On constrained instantons. Nucl. Phys., B191 :429, 1981.

[4] T. Affleck and M. Dine. A New Mechanism for Baryogenesis. Nucl. Phys.,
B249 :361, 1985.

[5] G. W. Anderson and L. J. Hall. The Electroweak phase transition and baryogen-
esis. Phys. Rev., D45 :2685-2698, 1992.

[6] P. Arnold. B violation in the hot standard model. 1997.

[7] P. Arnold and O. Espinosa. The Effective potential and first order phase transi-
tions : Beyond leading-order. Phys. Rev., D47 :3546-3579, 1993.

[8] P. Arnold, D. Son, and L. G. Yaffe. The hot baryon violation rate is O(alpha(w)**5
T**4). Phys. Rev., D55 :6264-6273, 1997.

[9] A. A. Belavin, A. M. Polyakov, A. S. Schwartz, and Y. S. Tyupkin. Pseudoparticle
solutions of the Yang-Mills equations. Phys. Lett., B59 :85-87, 1975.

[10] J. S. Bell and R. Jackiw. A PCAC puzzle : mp — ~ in the sigma model. Nuovo

Cim., A60 :47-61, 1969.

[11] A. L. Bochkarev and M. E. Shaposhnikov. Electroweak Production of Baryon
Asymmetry and Upper Bounds on the Higgs and Top Masses. Mod. Phys. Lett.,
A2 :417, 1987.

[12] W. Buchmuller and D. Wyler. Effective Lagrangian Analysis of New Interactions
and Flavor Conservation. Nucl. Phys., B268 :621, 1986.

[13] H. Burkhardt and B. Pietrzyk. Low energy hadronic contribution to the QED
vacuum polarization. Phys. Rev., D72 :057501, 2005.

[14] J. Callan, Curtis G. and S. R. Coleman. The Fate of the False Vacuum. 2. First
Quantum Corrections. Phys. Rev., D16 :1762-1768, 1977.

[15] M. S. Carena, J. M. Moreno, M. Quiros, M. Seco, and C. E. M. Wagner. Su-
persymmetric CP-violating currents and electroweak baryogenesis. Nucl. Phys.,
B599 :158-184, 2001.

[16] M. S. Carena, M. Quiros, and C. E. M. Wagner. Opening the Window for Elec-
troweak Baryogenesis. Phys. Lett., B380 :81-91, 1996.

[17] M. E. Carrington. The Effective potential at finite temperature in the Standard
Model. Phys. Rev., D45 :2933-2944, 1992.

[18] L. Carson, X. Li, L. D. McLerran, and R.-T. Wang. Exact Computation of the
Small Fluctuation Determinant Around a Sphaleron. Phys. Rev., D42 :2127-2143,
1990.

[19] L. Carson and L. D. McLerran. Approximate Computation of the Small Fluctua-
tion Determinant Around a Sphaleron. Phys. Rev., D41 :647, 1990.

[20] J. M. Cline. Baryogenesis. 2006.

[21] J. M. Cline, K. Kainulainen, and A. P. Vischer. Dynamics of two Higgs doublet
CP violation and baryogenesis at the electroweak phase transition. Phys. Reuv.,
D54 :2451-2472, 1996.



109 2.3 Bibliographie

[22] J. M. Cline and P.-A. Lemieux. Electroweak phase transition in two Higgs doublet
models. Phys. Rev., D55 :3873-3881, 1997.

[23] J. M. Cline and G. D. Moore. Supersymmetric electroweak phase transition :
Baryogenesis versus experimental constraints. Phys. Rev. Lett., 81 :3315-3318,
1998.

[24] A. G. Cohen, D. B. Kaplan, and A. E. Nelson. Baryogenesis at the weak phase
transition. Nucl. Phys., B349 :727-742, 1991.

[25] S. R. Coleman. The Fate of the False Vacuum. 1. Semiclassical Theory. Phys.
Rev., D15 :2929-2936, 1977.

[26] S. Davidson, E. Nardi, and Y. Nir. Leptogenesis. 2008.

[27] C. Delaunay, C. Grojean, and J. D. Wells. Dynamics of Non-renormalizable Elec-
troweak Symmetry Breaking. JHEP, 04 :029, 2008.

[28] M. Dine, P. Huet, and J. Singleton, Robert L. Baryogenesis at the electroweak
scale. Nucl. Phys., B375 :625-648, 1992.

[29] M. Dine, O. Lechtenfeld, B. Sakita, W. Fischler, and J. Polchinski. Baryon Number
Violation at High Temperature in the Standard Model. Nucl. Phys., B342 :381-
408, 1990.

[30] L. Dolan and R. Jackiw. Symmetry Behavior at Finite Temperature. Phys. Rev.,
D9 :3320-3341, 1974.

[31] A. D. Dolgov, D. Grasso, and A. Nicolis. Relic backgrounds of gravitational waves
from cosmic turbulence. Phys. Rev., D66 :103505, 2002.

[32] J. R. Espinosa and M. Quiros. Novel effects in electroweak breaking from a hidden
sector. Phys. Rev., D76 :076004, 2007.

[33] G. R. Farrar and M. E. Shaposhnikov. Baryon asymmetry of the universe in the
standard electroweak theory. Phys. Rev., D50 :774, 1994.

[34] M. B. Gavela, P. Hernandez, J. Orloff, and O. Pene. Standard model CP violation
and baryon asymmetry. Mod. Phys. Lett., A9 :795-810, 1994.

[35] G.F. Giudice, C. Grojean, A. Pomarol, and R. Rattazzi. The Strongly-Interacting
Light Higgs. JHEP, 06 :045, 2007.

[36] B. Grinstein and M. Trott. Electroweak Baryogenesis with a Pseudo-Goldstone
Higgs. 2008.

[37] C. Grojean and G. Servant. Gravitational waves from phase transitions at the
electroweak scale and beyond. Phys. Rev., D75 :043507, 2007.

[38] C. Grojean, G. Servant, and J. D. Wells. First-order electroweak phase transition
in the standard model with a low cutoff. Phys. Rev., D71 :036001, 2005.

[39] D. J. Gross, R. D. Pisarski, and L. G. Yaffe. QCD and Instantons at Finite
Temperature. Rev. Mod. Phys., 53 :43, 1981.

[40] T. Hahn and M. Perez-Victoria. Automatized one-loop calculations in four and D
dimensions. Comput. Phys. Commun., 118 :153-165, 1999.

[41] R. A. Hulse and J. H. Taylor. Discovery of a pulsar in a binary system. Astrophys.
J., 195 :L51-L53, 1975.

[42] C. Jarlskog. Commutator of the Quark Mass Matrices in the Standard Electroweak
Model and a Measure of Maximal CP Violation. Phys. Rev. Lett., 55 :1039, 1985.



Chapitre 2 : Asymétrie matiére/antimatiére au-dela du Modéle Standard 110

[43] K. Kajantie, M. Laine, K. Rummukainen, and M. E. Shaposhnikov. Is there a
hot electroweak phase transition at m(H) > approx. m(W)? Phys. Rev. Lett.,
77 :2887-2890, 1996.

[44] M. Kamionkowski, A. Kosowsky, and M. S. Turner. Gravitational radiation from
first order phase transitions. Phys. Rev., D49 :2837-2851, 1994.

[45] F. R. Klinkhamer and N. S. Manton. A Saddle Point Solution in the Weinberg-
Salam Theory. Phys. Rev., D30 :2212, 1984.

[46] E. Komatsu et al. Five-Year Wilkinson Microwave Anisotropy Probe (WMAP)
Observations :Cosmological Interpretation. 2008.

[47] A. Kosowsky, A. Mack, and T. Kahniashvili. Gravitational radiation from cosmo-
logical turbulence. Phys. Rev., D66 :024030, 2002.

[48] A. Kosowsky and M. S. Turner. Gravitational radiation from colliding vac-
uum bubbles : envelope approximation to many bubble collisions. Phys. Rewv.,
D47 :4372-4391, 1993.

[49] A. Kosowsky, M. S. Turner, and R. Watkins. Gravitational radiation from colliding
vacuum bubbles. Phys. Rev., D45 :4514-4535, 1992.

[50] A. Kosowsky, M. S. Turner, and R. Watkins. Gravitational waves from first order
cosmological phase transitions. Phys. Rev. Lett., 69 :2026-2029, 1992.

[51] A. D. Linde. Infrared Problem in Thermodynamics of the Yang-Mills Gas. Phys.
Lett., B96 :289, 1980.

[62] A. D. Linde. Fate of the False Vacuum at Finite Temperature : Theory and
Applications. Phys. Lett., B100 :37, 1981.

[53] A. D. Linde. Decay of the False Vacuum at Finite Temperature. Nucl. Phys.,
B216 :421, 1983.

[54] N. S. Manton. Topology in the Weinberg-Salam Theory. Phys. Rev., D28 :2019,
1983.

[55] W. J. Marciano. Precision electroweak measurements and the Higgs mass. 2004.

[56] N. Maru and K. Takenaga. Aspects of phase transition in gauge-Higgs unification
at finite temperature. Phys. Rev., D72 :046003, 2005.

[57] A. Menon, D. E. Morrissey, and C. E. M. Wagner. Electroweak baryogenesis and
dark matter in the nMSSM. Phys. Rev., D70 :035005, 2004.

[58] G. D. Moore. Electroweak bubble wall friction : Analytic results. JHEP, 03 :006,
2000.

[59] G. D. Moore and T. Prokopec. How fast can the wall move? A Study of the
electroweak phase transition dynamics. Phys. Rev., D52 :7182-7204, 1995.

[60] A. Nicolis. Relic gravitational waves from colliding bubbles and cosmic turbulence.
Class. Quant. Grav., 21 :L.27, 2004.

[61] G. Panico and M. Serone. The electroweak phase transition on orbifolds with
gauge- Higgs unification. JHEP, 05 :024, 2005.

[62] S. Profumo, M. J. Ramsey-Musolf, and G. Shaughnessy. Singlet Higgs Phe-
nomenology and the Electroweak Phase Transition. JHEP, 08 :010, 2007.

[63] M. Quiros. Finite temperature field theory and phase transitions. 1999.
[64] A. Riotto. Theories of baryogenesis. 1998.



111 2.3 Bibliographie

[65] A. Riotto and M. Trodden. Recent progress in baryogenesis. Ann. Rev. Nucl.
Part. Sci., 49 :35-75, 19909.

[66] A.D. Sakharov. Violation of CP Invariance, c Asymmetry, and Baryon Asymmetry
of the Universe. Pisma Zh. Eksp. Teor. Fiz., 5 :32-35, 1967.

[67] P. J. Steinhardt. Relativistic Detonation Waves and Bubble Growth in False
Vacuum Decay. Phys. Rev., D25 :2074, 1982.

[68] G.’t Hooft. Symmetry breaking through Bell-Jackiw anomalies. Phys. Rev. Lett.,
37 :8-11, 1976.

[69] K. Takahashi. Perturbative Calculations at Finite Temperatures. Z. Phys.,
C26 :601-613, 1985.

[70] E. J. Weinberg and A.-q. Wu. Understanding Complex Perturbative Effective
Potentials. Phys. Rev., D36 :2474, 1987.

[71] W. M. Yao et al. Review of particle physics. J. Phys., G33 :1-1232, 2006.






Chapitre 3

Un peu de physique en
dimensions supplémentaires

Nous consacrons ce chapitre & la description d’abord élémentaire, puis plus dé-
taillée, de la dynamique de théories des champs dans un espace-temps muni de plus
de trois dimensions spatiales. Nous discuterons notamment les motivations modernes
en faveur de 'existence de dimensions supplémentaires et présenterons les nouvelles
solutions qu’elles offrent au probléme de hiérarchie. Nous nous limiterons alors aux
phénoménologies les plus simples basées sur un espace-temps 5d. Aprés avoir intro-
duit, dans le cas scalaire, les ingrédients fondamentaux sur lesquels s’appuie tout mod-
éle physique défini sur un espace compact, nous en détaillerons les réalisations pour
des spins supérieurs, comme les champs de Yang—Mills et les fermions de spin 1/2.
Dans tous les cas, nous insistons principalement sur la généralisation du principe de
moindre action en présence d’une dimension compacte, ainsi que sur les contraintes
dynamiques que celui-ci impose sur les différentes conditions aux bords des champs.
Nous montrons également comment la compactification, par les conditions aux bords,
constitue la source d’'un nouveau mécanisme de brisure de symétrie et de génération
de masses.

3.1 Introduction a la physique des dimensions sup-
plémentaires

Cette section constitue une rapide introduction aux dimensions supplémentaires, de
leur origine historique jusqu’aux espoirs qu’elles ont récemment apportés en physique
fondamentale.

3.1.1 Pourquoi une dimension supplémentaire ?
3.1.1.1 Un peu d’histoire

Dans les années 1920, Kaluza [12] et Klein [14] furent les premiers a émettre ’hy-
pothése de I’existence d’une dimension d’espace supplémentaire. Leur principale moti-
vation était d’unifier les deux seules forces identifiées comme fondamentale & I’époque,
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la gravitation et I’électromagnétisme. La gravitation venant tout juste d’étre refor-
mulée par Einstein comme une courbure de I'espace-temps, les similitudes entre les
deux types d’interactions conduisirent Kaluza & interpréter également la force électro-
magnétique comme un effet purement géométrique. Kaluza réalisa qu’en 5d la métrique
contient, d’un point de vue quadri-dimensionnel, un vecteur gs, pouvant jouer le role
d’un quadri-potentiel électromagnétique. Quelques années plus tard, Klein améliorera
cette idée en compactifiant cette dimension supplémentaire selon un cercle de rayon
fini. Cette approche présente deux avantages majeurs. Le premier est évident, ’espace
ne balayant a notre échelle que trois directions, la compactification permet alors de
camoufler ce nouveau degré de liberté. Par ailleurs, I'isométrie du cercle est exacte-
ment la symétrie de jauge U(1) de I’électromagnétisme. La conséquence immeédiate est
que 'invariance par difféomorphisme en cinq dimensions se décompose en une théorie
4d généralement covariante décrivant la gravité et une théorie de jauge U(1) mod-
élisant I’électromagnétisme ! Hélas la théorie échoue & reproduire une phénoménologie
des plus élémentaires, tel que 1’électron, puisqu’elle impose que la masse de toute par-
ticule chargée soit un multiple entier de celle de Planck, soit m. > 10'? GeV. Dans les
années 80 de nouveaux efforts dans cette direction ont été entrepris avec 1’espoir am-
bitieux de générer le groupe de jauge du Modéle Standard & partir des isométries d’un
espace compact. Witten [24] montra que pour se faire ce dernier devait étre au moins
de dimension sept. Malheureusement ce type de construction souffrent de sévéres prob-
lémes, comme notamment la difficulté d’obtenir des fermions chiraux [23]. Ainsi, I'idée
initiale de Kaluza et Klein, pourtant élémentaire, peine énormément & fournir une de-
scription géométrique correcte des interactions observées dans la nature. On comprend
néanmoins intuitivement la raison de ces difficultés en rappelant ce qui est & ’origine
du succés de la relativité générale : le principe d’équivalence. Le principe d’équivalence
est la traduction d’une observation simple : tout corps « tombe » avec la méme ac-
célération dans un champ gravitationnel quelque soit sa masse ou sa densité d’énergie.
C’est, précisément, cette universalité du mouvement qui permet la géométrisation de la
gravitation car il est alors possible localement de se placer dans un référentiel o toute
interaction gravitationnelle est absente. Effectuer en chaque point, ces changements
locaux de coordonnées conduisent naturellement au concept d’espace-temps courbe,
dans lequel la force de gravitation a disparu. Les autres interactions, en revanche, ne
jouissent malheureusement pas de cette méme universalité, 'accélération dépendant
généralement de la charge. Il n’existe par conséquent aucun changement de coordon-
nées les éliminant, ce qui explique qu’il soit hautement non trivial d’en développer une
formulation géométrique.

3.1.1.2 Motivation moderne et solution au probléme de hiérarchie

Il fut réalisé dans les années 80 [16], puis largement développé dans la décennie
suivante, que l'existence de dimensions supplémentaires permet de relier deux des in-
terrogations centrales de la physique fondamentale moderne :

— Pourquoi la gravité est-elle si faible ou, en d’autres termes, pourquoi la masse de

Planck est-elle si grande devant ’échelle électrofaible Mp; > my 7
— Comment stabiliser le Higgs, et par la-méme toute la physique électrofaible, a la
masse du W ?
La gravitation, se matérialisant comme une courbure de l’espace-temps, est, par essence,
sensible & sa dimensionnalité. La fait qu’elle puisse alors s’échapper dans des dimensions
supplémentaires constitue une explication naturelle & sa faiblesse apparente en quatre
dimensions. Le lien avec le probléme de hiérarchie est moins trivial mais, in fine, tout



115 3.1 Introduction & la physique des dimensions supplémentaires

aussi simple. Jusque 1a 'approche consistait & rendre le Higgs insensible & une échelle
ultra-violette élevée. Les dimensions supplémentaires offrent alors une solution radi-
calement différente en permettant d’abaisser cette échelle jusqu’au TeV. En effet, dans
un espace-temps de d > 4 dimensions, 1’échelle fondamentale des interactions, gravi-
tation incluse, n’est pas nécessairement la masse de Planck rencontrée & 4d mais peut
étre sensiblement plus faible, la petitesse du couplage gravitationnel effectif provenant
de la propagation de la gravité dans l’espace compact. Par conséquent, ’échelle ultra-
violette vers laquelle est repoussé le Modéle Standard reste le TeV, méme en incluant
de la gravitation de fagon effective & basse énergie. Ainsi, contrairement aux approches
supersymétrique et composite, le Higgs est toujours instable, simplement, ici, ’espace
compact a réduit 'ampleur de l'instabilité. Les dimensions supplémentaires réalisent
alors typiquement une solution simultanée aux deux aspects du probléme de hiérar-
chie. Partant d’une échelle fondamentale de 'ordre du TeV, elles permettent d’affaiblir
naturellement l'interaction gravitationnelle et, ce faisant, brise le lien inextricable en
quatre dimensions entre 1’échelle de la gravitation et le cut-off ultra-violet des correc-
tions quantiques déstabilisant le Higgs.

Il existe plusieurs facons de réaliser les propriétés évoquées ci-dessus. La premiére
repose sur une simple extension a d > 4 de ’espace-temps Minkowskien de la relativité
4d dont la métrique devient! :

ds?® = datds” — Z dy? (3.1)
i=1

ou les y; sont limités & l'intervalle [0, L;]. En conséquence, les dimensions supplémen-
taires n’ont pas de courbure et restent, méme aprés la compactification, topologique-
ment équivalentes & un plan de dimension n = d — 4. La solution au probléme de
hiérarchie dans ce contexte a été proposée par Arkani-Hamed, Dimopoulos et Dvali
(ADD) [3]. L’idée directrice est que la gravité apparait faible en quatre dimensions car
elle est « diluée » dans un grand volume d’espace interne. Le Modéle Standard est local-
isée sur une brane 4d et son couplage au graviton en est ainsi affaibli. Dans ce modéle,
le TeV est I’échelle fondamentale et constitue donc le cut-off 4d de la théorie effective
du Modéle Standard. Quant a la masse de Planck, elle est beaucoup plus grande car
la gravité se propage uniformément dans toutes les directions de ’espace. Néanmoins,
dans sa version minimale 5d, la résolution compléte du probléme de hiérarchie, requiert
une dimension supplémentaire trés grande. Ainsi, bien que le Higgs reste radiativement
a basse énergie, la hiérarchie d’échelle Mp;/my reste en quelque sorte inexpliquée dans
ce modéle qui n’en fournit tout au plus qu’une reformulation géométrique. La question
« pourquoi la gravité est-elle si faible ? » est alors remagquillée en « pourquoi la dimen-
sion supplémentaire est-elle si grande 7 »

Peu de temps aprées, Randall et Sundrum (RS) remarquérent que les deux facettes du
probléme de hiérarchie peuvent étre résolus & l’aide d’une dimension supplémentaire
de petite taille, mais courbe [20] dont la géométrie est basée sur une métrique anti de
Sitter en cinq dimensions :

ds? = ey, datdx” — dy?, (3.2)

!La signature de la métrique 1, est (+, —, —, —).
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ol k est la courbure d’AdSs. Cette métrique affiche une grande similarité avec celle d’un
trou noir dont la solution la plus simple en quatre dimensions est celle de Schwarzschild :

M M o\7*
ds? = (1 - ) dt? — (1 - —> dr? — r2d0?. (3.3)
2M1231T 2M12317’

ol M est la masse du trou noir centré en r = 0 et d2? est 1’élément de surface de
la, sphére S,. A r constant?, la métrique de Schwarzschild se réduit simplement &
ds* = (1 — M/2M3,r)dt*. Supposons que 'horizon du trou noir soit entouré d’un gaz
de dihydrogéne chaud, dont les électrons se désexcitent en émettant principalement un
rayonnement électromagnétique de fréquence propre w. Pour une molécule de gaz a la
distance r, le rayonnement émis sera recgu a l’1nﬁn1 a la fréquence w(r) décalée vers le
rouge par la métrique du trou noir : w(r)/ = /1 — M/2Mpr. Ainsi, pour un
méme systéme physique, la courbure radlale de la métrique génére une hiérarchie de
fréquence, et donc d’énergie, de plus en plus importante alors que r se rapproche de
I’horizon. La métrique de Randall—Sundum présente la méme propriété ou la distance
radiale est dans ce cas remplacée par la position le long de la dimension supplémen-
taire. A y constant, la métrique (3.2) devient ds? = e~2*dz*dz” et tout moment, ky
en y = oo s’accroit d’un facteur e~*¥ en remontant la dimension supplémentaire vers
y = 0. Autrement dit, dans la métrique de Randall—Sundum, tout systéme physique
placé selon y se comporte comme s’il existait une sorte de trou noir en y = 0. En
particulier il voit sa dynamique décalée vers le rouge en se déplacant vers les y crois-
sants. C’est I’essence de la solution au probléme de hiérarchie dans ce modéle. Avant
cela, remarquons que la réponse que Randall et Sundrum apportérent & la petitesse
de l'interaction gravitationnelle est radicalement différente de I’approche ADD. Ici, la
gravité ne doit plus étre nécessairement diluée dans un grand volume compact car elle
est principalement localisée dans la région y = 0. La masse de Planck est I’échelle fon-
damentale & cinq dimension, ainsi qu’en y = 0, alors que le TeV n’en est qu’une image
décalée vers le rouge, grace au facteur de courbure e™*¥ de la métrique, le long de la
dimension supplémentaire. Dans ce modéle, le Modéle Standard est localisé en y = L
ou le cut-off naturel peut étre choisi comme étant le TeV pour une taille relativement
faible de la dimension compacte L > k~1.

Par ailleurs, bien que dans leurs versions originales ces modéles supposent, que tous
les champs du Modéle Standard sont confinés sur un brane 4d bordant ’espace com-
pact, il fut réalisé assez rapidement que seul le Higgs devait y voir sa propagation
interdite® afin de résoudre le probléme de hiérarchie. La raison en est intuitivement
simple, puisque le Higgs est le seul & nécessiter un écrantage ultra-violet. Dans le cas
Minkowskien, plonger tous les champs du Modéle Standard dans le bulk donna nais-
sance aux modéles dits de dimensions supplémentaires universelles (UED). Notamment,
lorsque les champs de jauge sont plongés dans des dimensions supplémentaires, de nou-
veaux mécanismes de brisure de symétrie sont possibles, véhiculés par la compactifi-
cation. Nous verrons également comment la propagation des spineurs dans l’espace
compact permet de produire naturellement les hiérarchies de masses observées pour
les fermions du Modéle Standard. Mais avant d’aborder ces mécanismes, nous allons
maintenant revoir plus en détail les diverses propriétés des dimensions supplémentaires
évoquées ci-dessus pour les modéles ADD et RS.

2Nous négligeons ici les degrés de liberté angulaires.
3Ce dernier peut toutefois s’y propager également pourvu que son profil reste piqué sur la brane.
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3.1.2 Dimension supplémentaire plate ou courbe ?

A premiére vue, 'ajout de dimensions supplémentaires offre un grand nombre de
libertés nouvelles. Elles peuvent étre plates, courbes, de taille et en nombre modulable.
S’offre également le choix de localiser certains champs sur un bord ou au contraire d’en
autoriser la propagation dans I’espace compact. Cependant ces multiples possibilités
se retrouvent assujetties & de nombreuses contraintes lorsque les modéles & dimensions
supplémentaires sont confrontés aux observations. Motivés par le probléme de hiérar-
chie, les années 90 ont vu émerger deux classes de modéles reposant sur l'existence
de dimensions supplémentaires : d’un coté les modéles ADD ou celles-ci sont plates
et les modéles RS basés sur une géométrie courbe anti de Sitter en cing dimensions.
Dans les années qui suivirent I’apparition de ces nouvelles constructions, de nombreux
travaux mirent en évidence plusieurs avantages en faveur d’un espace-temps AdSs.
Nous revoyons ci-dessous quelques propriétés génériques qui témoignérent en faveur
d’une dimension courbe.

3.1.2.1 Dimensions plates et modéles ADD

Un Higgs léger dans un grande dimension supplémentaire L’existence d’une
dimension supplémentaire plate présente plusieurs inconvénients. Tout d’abord, cette
dimension doit étre relativement grande pour suffisamment, « diluer » la gravité et ainsi
expliquer la hiérarchie de jauge Mp;/mw ~ 10'7. En effet, en présence de dimensions
supplémentaires plates, la masse de Planck est réduite de I’échelle de masse fondamen-
tale de la théorie, notée M,, par le large volume de l'espace interne. En d = 4 + n
dimensions, ’action non renormalisable de la gravitation :

S, = — M2 / dz\/g(@ R (3.4)

est, controlée de facon naturelle par 1’échelle fondamentale M., alors qu’a 4d la gravité
est décrite par la masse de Planck :

Sty =—-M3, / dizy/g@WRW. (3.5)

Si les n dimensions supplémentaires sont compactes et de méme taille ~ L alors S5,
émerge de maniére effective de S%,; pour des énergies E < 1/L et Mp; est une échelle
dérivée de M, dans ce régime. La relation entre ces deux échelles s’obtient & partir
de la métrique d dimensionnelle qui, si les dimensions compactes sont plates, s’écrit
comme :

ds® = gg\‘/i[)NddexN = gl(fu)dx“dx” —r2dQ? (3.6)

ot d? désigne collectivement les coordonnées angulaires balayant la surface de I’espace
interne, que I’on a choisi comme un tore S} de rayon unique r = L/2x. Les fluctuations
de métrique sur le tore ont été négligées car on souhaite simplement savoir comme la
gravité a 4d est plongée dans la théorie & d dimensions. A partir de la métrique ci-
dessus, on déduit les relations suivantes :

\/g(d) — 7’"\/g(4)7 R(d) = R(4) (37)
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permettant ainsi de relier S4; & S%; pour E < 1/r :

Sty = —MI? / A0, / do/7ORD 4 ...
~ —Mp / d'z\/gRW (3.8)
ot - - - désignent les autres polarisations du graviton ¢(?. La masse de Planck est alors

déterminée par :

M3, = M2 / dQ,r" = M2 (27r)" (3.9)

ot (27r)™ est le volume du tore S7'. Maintenant si on choisit M, ~ TeV afin de stabiliser
naturellement le Higgs a I’échelle électrofaible, la taille des dimensions supplémentaires
est automatiquement fixée par la masse de Planck et on obtient* :

n=1 — r~10*® Gev ! ~ 102 m
n=2 — r~102 Gev !~ 100 um
n=3 — r~10"Gev 1~ 10A

Si I’espace contenait une seule dimension supplémentaire, elle devrait étre aussi grande
que le systéme solaire®. Pour une dimension de cette taille, la gravitation apparaitrait
cing-dimensionnelle & notre échelle E > 1/r et la dynamique de notre systéme solaire
serait grandement différente. En outre, on peut contraindre la taille (et donc le nombre)
des dimensions supplémentaires plates en mesurant avec précision les déviations a la loi
de Newton usuelle & 4d (F' ~ r~2). A laide d’une balance de torsion, une expérience de
type Cavendish récente [13] a conclu que cette loi restait valable jusqu’a des distances
aussi courtes que r = 54um. Ainsi pour constituer une solution naturelle au probléme
de hiérarchie, ’espace compact doit étre muni d’au moins trois dimensions n > 3.

Dilution des couplages de jauge Un autre probléme apparait également lorsque
les champs de jauge sont autorisés & se propager dans les dimensions supplémentaires.
En effet, pareillement & la constante de Newton, les couplages de jauge sont, également
dilués dans ’espace interne. En répétant la procédure d’identification précédente pour
E <« 1/r, Paction de Yang—Mills peut se mettre sous la forme :

1

Stm = ] dz/g(@ Fpy FMY
1
~ ip / A, r"™ / d'zy/ g O, F* 4 - (3.10)

Le couplage g. a une dimension de masse 2 — d/2 et sous I’hypothése raisonnable que

M, fixe également 1’échelle des interactions de jauge on a : g. ~ M, n/2, Ainsi, le
couplage de jauge effectif sans dimension & 4d devient :

1
4

41m/he ~ 5 x 1015 Gev—1.
5La distance Soleil-Pluton est de I’ordre de ~ 30 ua, soit 6 x 10'2 m.
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En combinant cette relation avec (3.9), on peut éliminer M, et dériver la taille maximale
des dimensions supplémentaires de maniére a ce que le couplage de jauge effectif g4
reste ~ O(1) malgré la dilution. On trouve alors :

1 n+2

T~ RS d4 (3.12)
Alors, la taille naturelle d’une dimension supplémentaire plate est 1/Mp; et ce quelque
soit. ’échelle fondamentale M,. Par conséquent, pour des dimensions suffisamment
larges permettant de résoudre le probléme de hiérarchie, la théorie de jauge devient
trop faiblement couplée. Cela semble indiquer que les champs de jauges doivent étre
confinée sur un bord 4d de I’espace compact et il n’est alors plus possible d’utiliser ce
dernier pour briser une symétrie de jauge par l'intermédiaire de conditions aux bords.

Autres inconvénients d’une dimension plate On rencontre également d’autres
problémes lorsque les champs de jauge se propagent dans des dimensions supplémen-
taires plates. Par exemple, ’évolution des constantes de couplage n’est plus logarith-
mique mais varie en loi de puissance [8, 7]. C’est une conséquence du fait que le couplage
de jauge est dimensionné pour d > 4 et évolue avec I’énergie directement au niveau des
arbres. Ainsi I’échelle d’une éventuelle unification des interactions se retrouve abaissée
légérement au dessus du TeV. Si tant est qu’une unification soit possible & cette échelle,
elle induirait une instabilité du proton beaucoup trop importante. On peut mentionner
enfin 'apparition de nouvelles contributions aux processus de changement de saveur
— notamment y — ey ou b — sy — médiés par les résonnances de Kaluza—Klein. La
masse de ces particules étant proche de M, ~ TeV, les rapports de branchement de ces
processus violeraient alors les bornes expérimentales de plusieurs ordres de grandeurs.

3.1.2.2 Dimension courbée et modéles RS

Peu aprés le développement des modéles ADD, Randall et Sundrum explorérent les
nouvelles possibilités qu’offrent les géométries dites non factorisables qui ne peuvent
s’écrire comme un produit direct de I'espace Minkowskien 4d usuel avec un espace
compact transverse. Ils obtinrent alors la métrique (3.2) comme solution des équa-
tions d’Einstein 5d, sous 'unique hypothése que la constante cosmologique 4d soit
exactement nulle. Ils mirent également en évidence deux propriétés cruciales de cette
géométrie que sont la localisation de la gravitation et la résolution du probléme de
hiérarchie.

Localisation de la gravité dans AdS; La fagon rigoureuse d’établir ce mécan-
isme de localisation de la gravité consiste & résoudre explicitement les équations du
mouvement de ’action d’Einstein-Hilbert 5d. Il existe néanmoins un moyen plus direct
permettant de mettre en évidence ce phénoméne. Pour cela, nous allons généraliser au
cas courbe P’expression (3.9) et ainsi dériver la masse de Planck émergeant a quatre
dimensions & partir d’une géométrie 5d donnée par (3.2). Les fluctuations 4d de la
métrique peuvent étre paramétrées comme :

ds* = e_%ygfﬁj)dz“dx” — dy?. (3.13)
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On obtient alors :

Vg® = e /g4), R®) — 2ky p(4) (3.14)

et la masse de Planck effective 4d est déterminée par 1’échelle fondamentale M, selon
la relation :

M2 _ M3 v d —2ky __ %3 1— —2kL 1
Pl — * ye - 2% ( € ) . (3 5)
0

Dans la limite ou ’espace est dépourvu de courbure, k — 0, on retrouve le résultat ADD
pourn =1, Ml%l = LM?. Egalement, on remarque que, dans ce cas, augmenter la taille
L de la dimension compacte revient & accroitre Mp; et la gravité 4d devient de plus en
plus faiblement couplée & basse énergie. De plus, dans la limite de décompactification
L — oo, la gravitation se retrouve infiniment diluée et découple totalement de la
physique & basse énergie, Mp; — oco. Il est alors clair que la gravitation disparait dans
cette limite car le graviton est uniformément réparti dans ’espace compact, ce qui
rend ses couplages sensibles & la longueur de compactification L. La situation est en
revanche relativement différente dans AdSs. Dans cette géométrie, une conséquence
cruciale du facteur de courbure est de conserver la masse de Planck finie dans la limite
de décompactification :

M
M2, e et (3.16)

Ce résultat traduit simplement le fait que le graviton est principalement localisé dans
l'ultra-violet, ce que montre clairement l'intégrale (3.15) dont I'intégrant est exponen-
tiellement piqué autour de y = 0, alors qu’il est constant en ’absence de courbure.
C’est la raison pour laquelle la brane y = 0 est souvent appelée la brane Planck. Dans
AdSs, léchelle de la gravitation est donc principalement fournie par la courbure plutot
que par la taille de la dimension supplémentaire. Cette propriété constitue un avantage
considérable sur les modéles ADD concernant le probléme de hiérarchie, car elle per-
met de dissocier la hiérarchie d’échelle d’énergie observée a 4d de la taille de 1’espace
compact, en introduisant une seconde échelle k. Randall et Sundrum proposérent alors
deux modéles distincts. Le premier, noté RS2, se concentre uniquement sur la gravita-
tion. Il ne posséde qu’une seule brane en y = 0 et ’échelle de la gravité reste finie et
faible, grace au mécanisme de localisation, méme en présence d’une dimension supplé-
mentaire infinie [21]. La seconde version® de ce modéle comporte une seconde brane en
y = L et apporte une solution nouvelle au probléme de hiérarchie. Avant d’en présenter
la solution dans cette tranche d’AdSs, nous insistons sur un dernier point. Le résultat
précédent (3.15) est uniquement valide dans un régime ou la théorie effective 4d est
applicable, c’est-a-dire pour F < M,. Notamment, la courbure k, d’ot le mécanisme
de localisation tire son origine, doit étre nettement inférieure a I’échelle fondamentale
M, afin de garantir la validité de la relation (3.15) & basse énergie. En pratique, on
choisit environ un ou deux ordre de grandeur afin de ne pas réintroduire une nouvelle
hiérarchie importante en les deux échelles d’énergie du modéle : k/M, < 0,1 —0,01.

Alléger le Higgs par un red-shift gravitationnel Le mécanisme de localisation
implique que la gravité soit de plus en plus faible lorsqu’on s’éloigne de la brane de
Planck. Alors, afin de rendre naturellement compte de la petitesse du couplage gravi-
tationnel de la matiére & basse énergie, il suffit d’en localiser les champs & une distance

6Celle-ci est, en réalité, chronologiquement antérieure a la premiére, ce que respecte la notation
RS1,2.
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suffisante de la brane de Planck. On introduit alors une seconde brane en y = L sur
laquelle les champs du Modéle Standard sont confinés, ce qui leur confére un recou-
vrement faible avec le graviton. En particulier, sur cette brane vit un champ de Higgs
dont I'action localisée s’écrit :

2 2
Sy = /d4z\/§ lg“”D#HTDUH -\ (HTH - %’) ] lo—rr. (3.17)

ol Guv(2) = guv(z,y = L) est la métrique induite sur la brane par la géométrie 5d.
Pour la métrique (3.2), 'action Sy devient :

2 2
Sy = /d4x [ezkyDuHTD“H — e~y (HTH — %H) ] ly=L- (3.18)

11 est alors nécessaire de redéfinir le champ de Higgs de maniére a le normaliser canon-
iquement H — e*“H et il vient :

. ; ; e—2kL,U%{ 2
Sy — | d*x |D,H'D*H — A HH—T (3.19)

ot la VEV du Higgs est maintenant donnée par 9y = e~ *vg. La courbure AdS offre

I’opportunité de générer une masse pour le Higgs, et par 1a-méme pour toutes les partic-
ules du Modéle Standard, & une échelle relativement basse. En effet, bien qu’une valeur
naturelle pour vy soit donnée par I’échelle fondamentale M, 2 Mp;, la courbure de la
métrique implique un décalage vers le rouge de cette derniére jusqu’a éventuellement
I’échelle électrofaible. Par ailleurs la taille de la dimension supplémentaire nécessaire a

la réalisation d’un tel redshift est relativement faible :

vr  20GeV. | kn 4017 L L~ o, (3.20)
VH Mp;

Ainsi pour k ~ Mp;, la hiérarchie de jauge est obtenue naturellement avec une petite
dimension supplémentaire L ~ M ;ll 4 un ordre de grandeur prés. En particulier, la
VEV du Higgs est stable radiativement puisque toutes les échelles d’énergie, y compris
le cut-off ultra-violet, sont décalées vers le rouge par le facteur de courbure exponentiel.
Pour cette raison, la brane y = L est appelée la brane électrofaible ou du TeV.

Quelques propriétés en faveur d’une tranche d’anti de Sitter Tous les prob-
lémes évoqués dans le cas ADD peuvent étre évités en courbant la dimension supplé-
mentaire et en considérant par exemple une géométrie AdSs. Dans ce cas, la hiérarchie
entre les échelles de Planck et de Fermi peut étre produite avec une dimension rela-
tivement courte L ~ 1/Mp;, évitant ainsi la dilution des couplages de jauge, dont le
«running » apparait par ailleurs logarithmique suite a la courbure d’AdS [9, 10, 19, 18].
Enfin, lorsque les fermions sont plongés dans le bulk, les processus de changements de
saveur sont naturellement supprimés grace au faible recouvrement des fermions du
Mode¢le Standard avec les états véhiculant ces processus. Outre toutes ces propriétés,
une forte motivation physique pour une telle géométrie 5d reste sans aucun doute la
correspondance AdS/CFT.
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3.1.2.3 Correspondance AdS/CFT

Dans le contexte des théories de supercordes, Maldacena [15] remarqua que cer-
taines versions de ces théories, formulées sur un espace compact de géométrie AdSs x S°,
étaient équivalentes, dans certaines limites, & des théories de Yang—Mills N/ = 4 su-
persymétriques en quatre dimensions. En particulier, la conjecture stipule que, dans
un régime de fort couplage de jauge, la théorie de Yang—Mills est équivalente & une
théorie des cordes faiblement couplée et vice versa, fournissant ainsi un nouvel espoir
de calculabilité en théorie de jauge. Cette correspondance apparait notamment dans le
fait que la théorie N'= 4 SYM est invariante conforme” tout comme la géométrie anti
de Sitter. En effet, la métrique AdSs (3.2) peut s’écrire sous une forme manifestement
invariante d’échelle en introduisant la coordonnée conforme z définie comme :

d
2y) = ke o y(z) = kVlog(kz), dy = k—z (3.21)
z
pour laquelle la métrique de Randall et Sundrum prend la forme :
1\2
ds* = (k_> (Nuydat da? — sz) , (3.22)
z

Ainsi, en plus de satisfaire & 'invariance de Poincaré a 5d, la métrique précédente est
laissée invariante par le changement d’échelle :

Z =z, T, — axy, (3.23)

pour 0 < z < oo. Cette correspondance a été rapidement extrapolée a des modéles
phénoménologiques de théorie des champs dans AdS5 en s’appuyant sur une observa-
tion simple : se déplacer le long de la dimension supplémentaire correspond & changer
I’énergie des interactions a 4d. En effet, pour un changement d’échelle en z, la trans-
formation précédente impose que x,, soit modifié de la méme fagon. De plus, d’aprés
la mécanique quantique, plus la taille du systéme est réduite plus son impulsion, donc
son énergie est assujettie & de grandes fluctuations. Un changement d’échelle en z,,
implique alors nécessairement un changement d’échelle inverse en énergie. Ainsi, z — 0
est équivalent & £ — oo et l'espace AdSs constitue une paramétrisation de 1’évolu-
tion avec I’énergie d’une théorie conforme & quatre dimensions. La raison pour laquelle
cette correspondance joue un role important est que la physique au-dela de 1’échelle
électrofaible peut paraitre en premiére approximation invariante d’échelle, du moins
jusqu’a ce que la gravitation entre en jeu & partir de £ ~ Mp;. En effet, pour des
énergies vérifiant TeV <« E < Mpy, la théorie ne dépend que faiblement de I’échelle
d’énergie car rien® ne suggere I'existence de nouvelles particules entre le TeV et Mp;.
L’approche 5d dans une géométrie anti de Sitter fournit alors une formulation trés utile
de la physique au-dela du Modéle Standard et de son apparente invariance conforme.
Dans ce langage, le fait que la théorie microscopique ne soit plus invariante d’échelle
autour du TeV et de la masse de Planck implique une troncature de ’espace AdSs
et par conséquent une compactification de la dimension supplémentaire. On introduit
alors une coupure en z = R ~ M ;ll qui représente simplement 1’échelle de cut-off UV
de la théorie conforme auquel la gravitation quantique émerge. A ce stade, la théorie
reste conforme jusque E — 0. Pour rendre compte de 1’échelle électrofaible, on intro-
duit également une coupure en z = R’ ~ TeV ™! correspondant a une brisure spontanée

"La fonction 3 est nulle pour N = 4.
8Vue depuis le TeV, I’échelle de grande unification peut étre assimilée & ’échelle de Planck. Par
ailleurs, I’échelle naturelle d’une nouvelle physique stabilisant le Higgs est le TeV.
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dans I'IR de l'invariance conforme. Puisqu’il n’y aucune échelle intermédiaire dans le
spectre, cette brisure doit résulter de la dynamique de la théorie conforme elle-méme.
Une possibilité est que la théorie devient fortement couplée, a la QCD, et forme des
condensats, c’est a dire des états liés composites, a ’échelle du TeV [22, 4]. Cela semble
indiquer que I’échelle de brisure électrofaible est généré par un secteur en couplage
fort au TeV, qui devient alors, selon cette perspective, une échelle composite générée
dynamiquement et non une échelle fondamentale.

Une autre propriété importante de la correspondance AdS/CFT est qu’une symétrie
globale dans la théorie conforme 4d est décrite par la méme symétrie mais jaugée dans
le bulk d’AdSs. Une facon de s’en convaincre consiste & introduire & 5d une symétrie de
jauge G et de la briser dans un sous-groupe H sur un bord, au moyen d’une condition
Dirichlet? pour les directions de G correspondant & G/H. Il n’y a alors pas de mode
zéro de masse nulle associé & G/H et, par conséquent, ce n’est pas une symétrie de
jauge dans la théorie effective quadri-dimensionnelle. En revanche, on remarque que
les résonances de Kaluza—Klein garde une trace de la symétrie de jauge G dans le
bulk en respectant G/H de maniére globale. H étant une symétrie de jauge a 4d, la
théorie effective est alors invariante sous les transformations globales G, ce qui justifie
la correspondance.

3.2 Un premier exemple avec un champ scalaire

Nous poursuivons par la description d’un exemple simple, un champ scalaire dans
un espace Minkowskien 5d, nous permettant d’introduire des concepts clés tels que les
conditions aux bords et la décomposition en états de Kalua-Klein. La dynamique d’un
champ plongé dans un espace-temps muni d’une dimension d’espace supplémentaire
compacte est trés riche. On discutera notamment 'importance du role joué par les
conditions que doit satisfaire le champ aux bords de la dimension compacte. En effet,
pour une dimension non compacte, il est habituellement imposé que le champ s’annule
a l'infini, ce qui traduit simplement le fait que les interactions ont lieu dans une région
bien délimitée dans I'espace et le temps. Cependant en présence d’une dimension de
taille finie, la situation est loin d’étre aussi simple. En effet, forcer I’annulation des
champs aux bords n’est plus motivé d’'un point de vue physique, puisqu’il n’est plus
nécessairement possible de « s’éloigner » du lieu d’interaction le long de cette direc-
tion. Ainsi, I’ensemble des conditions aux bords permises doit étre étendu pour une
dimension compacte. Par exemple, si celle-ci est enroulée sur un cercle de rayon r, une
généralisation triviale consiste a identifier la valeur du champ — et de ses dérivées
— aux deux bords. Dans tous les cas la dynamique de la théorie doit satisfaire au
principe de moindre action partout dans ’espace-temps, y compris sur les bords. Par
conséquent, les conditions aux bords les plus générales peuvent étre vues comme déter-
minées par les équations du mouvement de la théorie sur les bords.

3.2.1 Action minimale et conditions aux bords

Commencons par étudier la dynamique d’un champ scalaire neutre ¢ dans un
espace-temps plat & cinq dimensions [11, 6]. La métrique est celle de Minkowski définie

9Nous verrons, lorsque nous décrirons les mécanismes de brisures de symétries de jauge a cinq
dimensions, comment générer naturellement de telles conditions.
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comme :
ds® = nynda™ dz™N (3.24)

avec nyn = diag(+1,—1,—1,—1,—1). On adopte & partir de maintenant les nota-
tions suivantes pour les coordonnées d’espace-temps. Les lettres romaines majuscules
représentent les différentes coordonnées cing-dimensionnelles valant M = 0,1,2,3 ou
5 et en quatre dimensions on utilise les traditionnelles lettres grecques minuscules,
w = 0,1,2, 3. Enfin la cinquiéme coordonnée, notée y, est limitée a 'intervalle [0, L].
On notera collectivement par la suite les quatre coordonnées non compactes par . En
I’absence d’opérateur localisé sur les bords, ’action de la théorie s’écrit :

S = /d4:z: /OL dy (%anx')M(b — V(¢)) , (3.25)

et sa variation prend la forme suivante :

L L
58 = /d%/ dy (aMaM¢ %) 5¢ — [/ d4z(85¢)5¢} (3.26)
0 0

ol le terme de bord apparait suite a l'intégration par partie du terme cinétique. Le
principe de moindre action impose 65 = 0. Le premier terme n’est rien d’autre que
I’équation du mouvement habituelle, mais ici dans le bulk : 9,0 ¢+ 9V/d¢ = 0, alors
que le second ne s’annule que si (95¢)d¢ = 0 pour y = 0, L. Deux possibilités s’offrent
alors :

— 05¢ = 0, une condition de type Neumann ou

— ¢ = 0, une condition de type Dirichlet conduisant & d¢ = 0. Le champ étant

imposé nul, il ne peut donc pas varier.

La premiére condition est qualifiée de naturelle car elle ne repose a priori sur aucune
hypothése sur d¢, alors que la seconde peut paraitre ad-hoc. Néanmoins, on peut
réinterpréter de maniére naturelle la condition Dirichlet en modifiant la dynamique
de la théorie sur le bord, par exemple en ajoutant & ’action (3.25) un terme de masse
localiseen y =0o0u L :

1
S—5— /d4x§M2¢2|y:0,L. (3.27)

La variation de 1’action sur le bord devient alors :
/ d*z (05 F M?¢) 6| y—o.1 (3.28)

ou le signe — (+) est pour une masse localisée en y = 0 (y = L). Maintenant, on voit
immédiatement que dans la limite ot M — oo on retrouve une condition Dirichlet
¢ = 0 tout en gardant arbitraire d¢ sur le bord. Pour M finie, on a simplement un
mélange des conditions de type Neumann et Dirichlet, et une variation de M permet
de passer de 'une & l'autre contintiment. Ce type de condition aux bords sera trés utile
lorsqu’on considérera les modéles avec brisure de symétrie.

3.2.2 Description effective de la dimension compacte

Depuis ’atome jusqu’aux échelles cosmologiques, l’espace qui nous entoure nous
apparait tridimensionnel. Il est donc clair qu'une dimension supplémentaire ne peut étre
introduite sans prendre le moindre soin. L’approche naturelle consiste & compactifier
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cette dimension, de la rendre de taille finie et relativement courte, de sorte que sa
présence ne soit révélée qu’a haute énergie, restant ainsi en accord de maniére effective
avec le nombre de dimensions observées & des échelles de distance plus grandes!©.
Supposons en effet qu’il existe une dimension supplémentaire de taille L et que, dans
cet espace-temps 5d, sont, étudiées les interactions d’un systéme donné. On peut alors
identifier deux régimes pour lesquels la dynamique de ce dernier est trés différente,
selon que ’énergie d’interaction mise en jeu E est faible ou non devant L~!. Lorsque
E > L7, les relations usuelles d’Heisenberg nous indiquent que linteraction a lieu
sur une distance caractéristique | < L. Par conséquent sa dynamique reste insensible
a la compactification car elle n’est pas suffisamment « étalée » dans ’espace pour
pouvoir sonder sa finitude dans une certaine direction. Dans ce cas, puisque toutes
les directions spatiales paraissent équivalentes, la description & courte distance des
phénoménes physiques se fait naturellement en terme de champs en cing dimensions
¢(x,y) et lintervalle [0, L] dans Paction (3.25) peut étre étendu & R sans modifier
la dynamique du systéme dans ce régime d’énergie. En revanche dans la situation
opposée ol £ < L™1, le systéme interagit sur une distance caractéristique beaucoup
plus grande [ > L, de sorte que la compactification de ’espace lui est révélée. De plus,
sa dynamique lui faisant balayer un volume majoritairement quadri-dimensionnel, une
paramétrisation en terme de champ 5d devient inadéquate car elle introduit des degrés
de liberté que la trop faible énergie mise en jeu ne permet pas d’exciter. Enfin, dans
la limite £ — 0 le systéme subit une dynamique purement quadri-dimensionnelle et la
dimension supplémentaire est totalement découplée, L = 0.

E
E>1/L : continuum d'états = champ 5d
L
o(1/L) =
y
Ex1/L : modes de Kaluza Klein

n=2

n=1

O n=0

Fia. 3.1 — Représentation imagée de la dynamique d’un champ dans une dimension
supplémentaire compacte. La compactification de ’espace sur une distance L est vue
comme le confinement du champ dans un puits de potentiel dont la profondeur est de
O(L™1).

107] existe en réalité une autre possibilité consistant & confiner tous les champs sur un bord 4d et
leur interdire toute propagation orthogonale a ce dernier. En ce cas, la dimension supplémentaire peut
étre (semi-)infinie, et sa présence reste imperceptible & basse énergie simplement parce que les champs
ne peuvent y pénétrer en profondeur.
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3.2.2.1 Décomposition en modes de Kaluza—Klein

On peut formaliser aisément ce comportement & basse énergie en décomposant les
degrés de liberté du champ associés a la présence d’une dimension supplémentaire
compacte et ainsi réécrire le champ 5d initial comme :

G,y) =D dn (@) fnv)- (3.29)
n=0

Un telle écriture est connue sous le nom de décomposition de Kaluza— Klein. Les ¢, (x)
sont des champs 4d appelés modes de Kaluza—Klein et ils sont quantifiés si la dimen-
sion supplémentaire est compacte. Cette quantification est ’exact analogue de celle
survenant en physique ondulatoire, ot contraindre la propagation d’un champ dans une
direction résulte en une quantification de la composante de son impulsion dans cette
direction. Dans notre cas, les modes de Kaluza—Klein sont alors les modes propres
associés au carré de l'opérateur Py;—5 générant les translations selon y. L’invariance
par translation étant brisée par la compactification, 'impulsion ps; est quantifiée et on
a:

PZ|¢n(2)) = mi|¢n(2)), (3.30)

otl la valeur propre est notée m?2 car il s’agit d'une correction & la masse de ¢, d'un

point de vue quadri-dimensionnel. En effet, la norme carrée de la cing-impulsion s’écrit
p? = p3 — p = m3, ot mg est la masse 5d!! de ¢ et py la quadri-impulsion usuelle.
Or, aprés compactification, p? est quantifié et on réinterpréte la précédente relation
d’un point de vue 4d en écrivant la quadri-impulsion des modes de Kaluza—Klein
comme p; = mg + m?2. Un champ fondamental apparait donc en quatre dimension
comme une tour de champs massifs et ce méme dans la limite my — 0! Cette re-
marquable propriété a été largement exploitée dans la littérature car elle permet,
notamment dans les théories de jauge, la génération de particules massives en 1’ab-
sence de champ scalaire fondamental. Enfin, f,(y) est la fonction d’onde du mode
¢n, car elle mesure 'amplitude de probabilité de trouver le champ ¢(z,y) dans I’état
n & la position y : (¢, (z)|o(2,y)) = fu(y)d@W (2’ — ). La fonction d’onde définit
ainsi avec quel « profil » le mode ¢,, s’étend dans la dimension supplémentaire et in-
forme éventuellement sur ’endroit o le mode est majoritairement localisé. Alors, de
méme qu’en mécanique quantique la dynamique d’une particule est entiérement en-
codée dans sa fonction d’onde, nous verrons que les f, jouent un role primordial dans
I’étude phénoménologique des modéles avec dimensions supplémentaires.

Calcul des fonctions d’onde La forme explicite des f,, n’est pas déterminée a priori
et dépend de la géométrie (locale et globale) de la dimension supplémentaire. Un moyen
simple de calculer la fonction d’onde s’appuie sur le fait que ¢(x,y) doit satisfaire
son équation du mouvement. En particulier, aprés compactification, la partie sans
interaction de celle-ci doit se réduire en un jeu d’équations du mouvement de méme spin
en 4d. Chaque mode de Kaluza—Klein de masse m?2 = m3 + m?2, comme le suggere la

régle de quantification p = m2, doit alors satisfaire ’équation du mouvement suivante :

(00" +m3 +m2)p, =0 (3.31)

HPour un champ scalaire le paramétre de masse est toujours de dimension de masse 1 en cing
dimensions.
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Ainsi I'équation du mouvement en volume (9p0™ + m2)é(z,y) = 0 se réduit a une
simple équation d’onde pour f, une fois la décomposition en modes de Kaluza—Klein
imposée :

Les solutions sont de la forme : f,,(y) = A, cos(mpy) + By, sin(myy) et les coefficients
A,, B, ainsi que le spectre de masse sont déterminés par les conditions aux bords et
la condition que ¢, soit canoniquement normalisé. Par exemple si y est enroulé sur
un cercle de rayon r = L/2m, les conditions aux bords sont périodiques. On a alors
fn(0) = fn(L) et f1(0) = f/(L). Dans ce cas particulier on trouve :

\/% et fnso(y) = \/% cos(myny) (3.33)
avec m, = n/r. Dans le cas ot my = 0, il existe un mode de masse nulle pour n = 0
qu’on appelle un mode zéro. Ces modes zéros auront, un role phénoménologique majeur
& jouer car ils pourront naturellement étre identifiés aux particules légéres observées
dans la nature. Une propriété intéressante des modes zéros est que leur fonction d’onde
est uniforme ou « plate » : fo(y) = Ag. Ainsi, si le champ satisfait une condition de
type Dirichlet sur un bord ¢ = 0, il ne contient pas de mode de masse nulle, puisque
sa fonction d’onde est constante et s’annule en un point. Ceci illustre 'importance des
conditions aux bords Dirichlet évoquée ci-dessus concernant la génération de termes
de masse & partir de la compactification.

foly) =

3.2.2.2 Action effective en quatre dimensions

Voyons enfin comment s’écrit ’action cing-dimensionnelle (3.25) en termes des états
de Kaluza—Klein & quatre dimensions. Insérant (3.29) dans (3.25) on obtient :

S*lz Cay [ fnfm (0u0n0" dm — M5dndm) — frfrnbndm] +---  (3.34)
72nm0 Yy x[”m#n m — MoPnPm nmnm} .

ou --- représente d’éventuels termes d’interaction entre les modes de Kaluza—Klein.
On peut ensuite tirer profit du fait que les f,, constituent une base de solutions or-
thonormeées de I’équation d’onde et vérifient la relation :

L
/0 Ay fa(®) frn () = . (3.35)

Cependant, il est nécessaire dans un premier temps de remanier le dernier terme pour
lui donner une forme plus appropriée. En intégrant ce dernier par partie et utilisant
I’équation d’onde f/ = —m? f,,, I'action devient!? :

§= % Z / A" [0u¢nd" b — (g +mz)ér] + - (3.36)

aprés avoir intégré explicitement la dimension supplémentaire et utilisé la relation
(3.35). Dans la limite ot mg < L~! on peut également estimer, pour un proces-
sus d’énergie E, le nombre N de modes de Kaluza—Klein qu’il est possible d’ex-
citer : N ~ E/mgk, ol mgg est la différence de masse typique entre deux modes.

121 ’intégration par partie génére également un terme de bord de la forme [f;bfm}g qui s’annule
nécessairement puisque le champ satisfait soit une condition Neumann ou Dirichlet aux bords.
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Comme l'illustre le cas d’une dimension circulaire considéré ci-dessus, on a typique-
ment mgx ~ L' Par conséquent, pour £ < L7}, seul le mode zéro est accessi-
ble et la théorie apparait effectivement comme quadri-dimensionnelle. On peut alors
obtenir son action effective en intégrant tous les autres modes de Kaluza—Klein dont
la présence se manifestera au travers d’opérateurs non renormalisables, et dont les
effets produits seront supprimés par un facteur au plus d’ordre O(FEL). Enfin, pour
E > L', il est nécessaire de considérer un grand nombre de modes de Kaluza—Klein
pour rendre compte de la dynamique des interactions, ce qui traduit le fait que le sys-
téme ressent de moins en moins la compacité de 1’espace et requiert une description
purement cing-dimensionnelle. Remarquons pour conclure que, comme l'illustre la fig-
ure 3.1, la physique d’une dimension supplémentaire compacte présente beaucoup de
ressemblances avec le confinement d’une particule dans un puits de potentiel, dont la
profondeur est controlée ici par L~!. Dans le puits (E < L™1), ps est quantifié et le sys-
téme est décrit 4 I'aide de N modes de Kaluza—Klein. Au dessus du puits (£ > L™1),
I’espace parait infini et on a alors un continuum d’états correspondant & l'infinité de
degré de liberté d’un champ 5d.

3.3 Dynamique des théories de jauge 5d

3.3.1 Theéorie de Yang—Mills pure

Nous allons revoir maintenant la dynamique d’une théorie de jauge dans un espace-
temps muni d’une cinquiéme dimension compacte de type espace. On se limite & la situ-
ation simplifiée ou les tranches quadri-dimensionnelles de cet espace-temps sont plates
de maniére & reproduire l'invariance globale de Poincaré observée & 4d. En d’autres
termes, cela correspond au choix d’un vide dépourvu de constante cosmologique en
d = 4 au dessus duquel la gravitation est également négligé. L’action de Yang—Mills
pour le groupe SU(N) plongée dans une géométrie courbe a cingq dimensions s’écrit :

1
Sym = *Z/dsx\/ggMpgNQFf\leNFJgQ (3.37)

avec F = OmAY — ONAS, + g5 f2P°AS, A ot la dérivée généralement covariante
du champ de jauge Vy Ay = Oy AN — FfINAp se réduit & une dérivée usuelle car la
connexion est symétrique sous ’échange M < N. g est le déterminant de la métrique
gun dont g™ est inverse satisfaisant : gprpg”™Y = 647, g5 est le couplage de jauge
de dimension de masse™® —1/2 et fo¢ sont les constantes de structure du groupe de
jauge. On utilisera la métrique générique suivante :

ds® = w(2)? (nudatds” — dz?) (3.38)

exprimée en terme de la coordonnée conforme z limitée a lintervalle R < z < R’
et reliée a la coordonnée physique y par y(z) = [ 1; dz'w(z’). On considérera par la

13En d dimensions le terme cinétique contient un terme quadratique (9A)? conduisant a [A] =
d/2 — 1, ainsi qu’un terme d’interaction de la forme g4;(0A)AA duquel on déduit la dimension du
couplage de jauge [gq] = 2—d/2. Par conséquent pour d > 4, g4 < 0 et la théorie est non renormalisable.
Elle perd toute prédictibilité dans ’ultra-violet car elle est devient fortement couplée dans ce régime.
Dans l’infrarouge, elle constitue néanmoins une théorie effective calculable perturbativement et ’action
(3.37) doit étre vue comme une approximation de cette derniére ou les invariant de dimensions > 5
sont négligés.
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suite les limites suivantes : w(z) = 1 (R = 0), correspondant & un espace-temps plat
et w(z) = R/z définissant une géométrie anti de Sitter & cinq dimensions ot R™! =
k est la courbure d’AdSs engendrée par une constante cosmologique négative A5 =
—12M3},/R?. Pour la métrique conformément plate ci-dessus, Paction de Yang—Mills
prend la forme :

1 a apuv a a
Sym=—7 /df’w (FS, Fo + 2F 5 F) (3.39)

ol F55 = 0 par antisymétrie du tenseur de jauge. Un point important est que le second
terme donnera lieu & un mélange cinétique entre les modes de Kaluza—Klein de A, et
As aprés intégration de la dimension compacte :

Sym D — / AP 20, (wAL)D5 A (3.40)

Il faut donc éliminer ce terme d’une maniére ou d’une autre. Un autre aspect omis
jusqu’a présent est la nécessité de fixer la jauge au niveau quantique. La procédure
habituelle de Faddeev-Popov consiste & introduire un terme fixation de jauge dans le
lagrangien'#. Ainsi on peut faire un choix de fixation de jauge qui compense exactement
le mélange cinétique présent dans 'action de Yang-Mills!®. On se place ainsi dans la
jauge R¢ en introduisant le terme de fixation suivant :

Sty = 7215 /df’w [0, A% — €015 (wAL)]”. (3.41)

Ce terme est choisi tel que la partie indépendante de As corresponde & la jauge de
Lorentz en quatre dimensions. Une fixation de jauge de Lorentz & 5d ne présente guére
d’intérét ici puisque celle-ci est brisée par la compactification. Egalement, comme &
4d, la fixation de jauge n’est pas invariante de jauge. Sy, contient un terme qui, aprés
intégration par partie, compense le mélange (3.40) :

Sty D / d°0, A" 05 (wAL)

= / dP205 A9, (wAS) + / d*z [wALD, AR (3.42)

Cependant, I’élimination n’est pas compléte car I'intégration par partie a réintroduit
un mélange localisé sur le bord. On peut néanmoins réitérer la procédure et fixer
différemment la jauge sur le bord en ajoutant les termes de fixation de jauge localisés :

1 a a
Sty =3¢ / dto {w @™ F 67} (3.43)
ot + (—) correspond au bord z = R’ (2 = R)%. Ainsi, S?g annule exactement le
mélange sur le bord produit par Sy, :

84, D — / d*z (w0, A AL (3.44)

141,es champs fantémes de Faddeev-Popov doivent également étre introduits pour conserver une
trace au niveau quantique de la symétrie de jauge, malgré la fixation. Ces derniers n’apparaissant
pas au niveau des arbres et la phénoménologie des théories de jauge en d = 5 ne s’aventurant que
rarement dans les corrections A boucles, on omettra par la suite ces degrés de liberté. [17] présente
une discussion élémentaire des fantémes en cinq dimensions.

15 Cette approche est inspirée de celle utilisée pour la brisure spontanée d’une théorie de jauge. Dans
ce cas, le terme cinétique du Higgs génére aprés brisure un mélange quadratique entre les champs de
Goldstone et de jauge. On choisit alors de fixer la jauge de maniére a ce que le mélange disparaisse.

16 A priori le paramétre de fixation &, peut étre différent sur les deux bords. Le choix particulier fait
ici n’aura guére d’importance car on se placera assez rapidement dans la jauge unitaire £ = &, — oo.
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et l'action complete S = Syar + Spg + Sj’cg est affranchie de mélange cinétique dans
le bulk et sur les bords. Il reste maintenant & évaluer la variation de celle-ci afin de
déterminer les conditions aux bords auxquelles les champs A7, et A5 doivent satisfaire
pour se plier au principe de moindre action. La variation de Sy j; s’écrit comme :

av a a wl a a a
8Sym = / dz® w {514 (D“FW — DsFg, — EF5V> — A (D" Fls)
a a R/
— /d4x [wé A ”F#S]R (3.45)
oil le terme de bord apparait aprés intégration par partie du terme cinétique et DM Fg, \, =

OMFG v+ gs fePeAPM ¢ est la dérivée covariante de jauge. Tandis que les variations
des divers termes de fixation de jauge sont données par :

855, = / d%{wmw EaﬂayAw w10 (w&,Ag)]
— WO AL [050, AW — €05 (w105 (wAD) ] }
+ / dia [WEAL (D, A% — w05 (wAD))] Y | (3.46)
ainsi que :
584, = / d%{wéA‘“’ (éauayA‘w zFaVAg)
b @A T A b (3.47)

z=R,R’

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

05 a W 1 N
5 Aav =0 — DMFMV7;F5V+E(9V8#A p
—w ™05 (wo, AL) = 0, (3.48)
)
5:; =0 — DF'Fj5+ 050,A"™ — 05 (w*185 (wAg)) = 0. (3.49)
5
et imposer "annulation des variations sur le bord conduit aux conditions suivantes :
) 1
— _ VAa,u + Fo uAa =0, .
A |, 0 — 6})8#8 s FO,AZ =0 (3.50)
08 .
=0 — §AFFw 05 (wA5) =0. (3.51)
542,

Les conditions aux bords déterminent les fonctions d’onde pour les modes de Kaluza—Klein
qui, par définition, diagonalisent la partie libre de I’action effective. On obtient donc
ces conditions en se limitant aux termes quadratiques de (3.50) et (3.51) :

6Slibre . 6S a 1 ap _

sAw |, = 0 — S A0 OsA;, + & OuOvA™ =0, (3.52)

5 ibre —

Dire| o w0y (wAS) F &A5 = 0. (3.53)
dAL |,
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Enfin, en se plagant dans la jauge unitaire sur le bord (£, — ), les conditions précé-
dentes deviennent :

D5 A | = Ag| =0. (3.54)

2=R,R’ z=R,R/

Notons tout d’abord que ces conditions sont indépendantes de la courbure w de la di-
mension supplémentaire. Il s’agit par ailleurs de conditions aux bords dites naturelles
que I’on obtient pour des variations arbitraires des champs. Pareillement au cas scalaire,
on pourrait imposer une condition Dirichlet pour A,, qui satisfait trivialement aux équa-
tions du mouvement sur le bord, puisque dA, = 0. En revanche, s’inspirant toujours
du cas scalaire, on peut obtenir une condition de type A, = 0 en introduisant un
terme de masse localisée sur le bord. Un tel terme briserait explicitement la symétrie
de jauge sur le bord, il est donc nécessaire de générer cette masse spontanément via la
dynamique d’un champ scalaire localisé sur le bord.

3.3.1.1 Modes de Kaluza—Klein

Décrivons maintenant le spectre de Kaluza—Klein de la théorie de jauge. Le champ
de jauge de masse nulle Ay contient trois degrés de liberté physiques (les trois polari-
sations transverses a la direction de propagation du champ) se redistribuant d’un point
de vue quadri-dimensionnel en un vecteur A, (deux polarisations) et un scalaire As
(une seule polarisation). Aprés compactification, A, et A5 générent chacun leur propre
tour d’états de Kaluza—Klein. Et ces champs & quatre dimensions sont massifs! Par
conséquent, suite a la compactification, chaque mode de A,, doit absorber un troisiéme
degré de liberté, qui n’est autre que celui contenu dans As. On peut intuitivement com-
prendre ce résultat en le comparant au phénomeéne de brisure spontanée en d = 4. En
effet, lorsqu’un champ scalaire fondamental brise spontanément une symétrie de jauge
selon une direction du groupe, alors la composante scalaire associée & cette direction
— le boson de Goldstone — est « absorbée » par le champ de jauge devenu massif
pour former sa composante longitudinale. Ici, c’est la compactification d’une direction
de D’espace, brisant ’invariance par translation, qui produit une tour de champs de
jauge massifs en d = 4 et chaque étage de celle-ci absorbe le champ scalaire associé a
la direction compacte, As. On peut également se convaincre de ’existence de ce mé-
canisme de Higgs extra-dimensionnel en regardant d’'un peu plus prés ’équation du
mouvement satisfaite par As et en particulier comment ce champs se propage dans la
jauge unitaire. L’inverse du propagateur est défini par la partie libre de (3.49) :

[O4 — €05 (w105 (w-))] A2 =0. (3.55)

ou 04 = 9,,0". 1l convient alors de distinguer séparément le mode zéro et les résonances
massives et on introduit la décomposition suivante :

Ad(w,2) = AL S(2)hn(2), (3.56)
n=0

Les modes de Kaluza-klein de A5 se transforment comme des scalaires de SO(3,1)
et vérifient I’équation du mouvement (04 + m2)A,, 5 = 0. Le propagateur précédent
conduit & I’équation d’onde suivante :

[m2 + €05 (w™'05 (w))] hn = 0. (3.57)
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On remarque alors que le mode zéro de masse nulle se propage quelque soit la jauge &
et vérifie :
ds (w95 (who)) = 0. (3.58)

En revanche, les modes n # 0 apparaissent avec une masse dépendante de jauge m,,
V€ qui devient infinie dans la jauge unitaire, for¢ant ainsi h,(z) = 0. Ceci illustre
le mécanisme évoqué plus haut. Les modes massifs de As découplent dans la jauge
unitaire et deviennent les composantes longitudinales des modes massifs de A,. Par
conséquent, le spectre de Kaluza—Klein d’un champ de jauge consiste en une tour de
vecteurs A, plus éventuellement un scalaire, le mode zéro associé & As.

Il reste enfin & dériver ’équation d’onde déterminant les fonctions d’ondes des modes
de Kaluza—Klein de A, dont la décomposition s’écrit comme :

Al (z,2) =D AL (@) fu(2). (3.59)
n=0

Les modes de Kaluza—Klein A,, , diagonalisent ’action quadratique, par conséquent
leur fonction d’onde est déterminée par la partie libre de ’équation du mouvement
(3.48) :

(04 — w105 (wds)) " — (1 - %) aﬂa”} A% =0. (3.60)

En imposant en outre que la dynamique de chaque mode soit définie par I’équation du
mouvement usuelle en d = 4 d’un vecteur massif'” dans la jauge R :

1
{m“, (D4 + m%) — (1 — E) 8#8,,] APk =0, (3.61)
on obtient I’équation d’onde suivante :
!
£l + L 12 4 m2 pz) = 0 (3.62)
w(z)
Dans les deux limites évoquées ci-dessus, M5 et AdSs, celle-ci devient :
wz)=1 — fl(2) +m}fa(z) =0, (3.63)
R
W) =2 = i) = )+ fala) =0 (3.64)
dont les solutions sont de la forme :
Ms —  fu(z2) = A, cos(mpz) + By sin(my,z), (3.65)
AdSs; —  fu(z) = 2 [AnJi(mnz) + BrYi(mpz)] (3.66)

ou J; et Y; sont les fonctions de Bessel d’ordre 1 de premiére et deuxiéme espéce
respectivement. On remarque également que dans les deux cas, le mode de masse nulle
a une fonction d’onde plate, puisque les fonctions de Bessel d’ordre 1 admettent le
développement suivant & l'origine :

J1 (:L')

Ainsi, dans AdSs, le premier terme de f, s’annule'® dans la limite m,, — 0 alors que
le second est constant en z.

L o) ~ -2 (3.67)

z—0 2’ z—0 7X

17Le champ de jauge en d = 5 étant sans masse, la masse de chaque mode de Kaluza—Klein est
exclusivement celle issue de la quantification p2 = m2.
18ceci requiert également que A, soit au plus proportionnel a mg, ce qui est toujours le cas.
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3.3.2 Meécanisme de Higgs localisé

Les conditions aux bords naturelles pour le champ de jauge sont de type Neumann
pour A, et Dirichlet pour A5 de sorte que seul le vecteur posséde un mode de masse
nulle. Sa présence traduit le fait qu’il persiste en quatre dimensions une invariance de
jauge résiduelle : Ay, — Ao, +0,7, alors que les résonances massives de Kaluza—Klein
sont le résultat de la brisure engendrée par la compactification de la symétrie de jauge
initiale en d = 5. Ainsi, avec des conditions aux bords de type Neumann, la compact-
ification de la dimension supplémentaire ne brise pas la symétrie de jauge associée au
mode zéro, qui est celle se manifestant & basse énergie'?. Formuler en ces termes, on
percoit immédiatement la possibilité de briser des symétries de jauge en d = 4 en com-
pactifiant convenablement la dimension supplémentaire : il suffit simplement d’imposer
une condition aux bords Dirichlet pour A, de maniére & se débarrasser de son mode
de masse nulle. La théorie de jauge effective qui émergera en quatre dimensions aura
alors seulement des résonances massives. Forcer une condition Dirichlet correspond a
une brisure explicite de la symétrie ce qui, tout comme en quatre dimensions, n’est
pas souhaitable si I’on souhaite préserver un comportement régulier dans I'ultra-violet
de la théorie. Une facon simple de s’en convaincre consiste & se rappeler qu'une telle
condition au bord s’obtient naturellement en ajoutant un terme de masse localisé sur
le bord et en découplant celle-ci en ’envoyant & I’infini. Evidemment, un tel terme de
masse n’est pas invariant de jauge, mais on peut néanmoins le générer spontanément
via un mécanisme de Higgs sur le bord. On se propose de décrire dans un premier
temps la dynamique de brisure spontanée sur un bord d’une symeétrie de jauge, pour
ensuite en discuter les bénéfices vis-a-vis d’un mécanisme de Higgs quadri-dimensionnel.

3.3.2.1 Action scalaire sur le bord

On étend donc 'action de Yang—Mills décrite précédemment en ajoutant, par ex-
emple sur le bord z = R’, un champ scalaire vivant dans une quelconque représentation
non triviale r de SU(N) et dont la dynamique est décrite par le lagrangien suivant :

~ 1.,
Se = /d5$\/§ {59“ D,¢iD,¢pi — V(¢i)] 0(2 — R')
1
z2=R’
ol G (x) == g (x,z = R’) est la métrique induite sur le bord. On a choisi d’exprimer

le champ scalaire complexe comme un jeu de N composantes réelles ¢;. La dérivée
covariante de jauge s’écrit alors :

D,¢i = 0u¢i + gs ALti; 05 (3.69)
avec t* sont des matrices réelles symétriques reliées aux générateurs T* de la représen-
tation r par la relation t* = —iT% On obtient une norme canonique pour ¢; apreés

avoir redéfini ¢; — w™l¢; et l’action devient :

Sy :/d% BDH@-D“@ — WV (w ) i (3.70)

9¢’est & dire pour E < L~ avec L = fg‘ dzw(z) la longueur physique de la dimension supplémen-
taire.
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Si on choisit le potentiel tel qu’il déstabilise I’origine et soit minimal pour ¢; = (¢;) # 0,
alors, en développant le champ autour du véritable vide ¢; = {¢;) + x;, 'action sur le
bord devient :

1 2 _
Sy = / d*z [5 (0,x:)” + 950, A FP + %”Fﬁﬂ”AgAbu —V(x:) (3.71)

avec F{* = w™'t{;(¢;). Comme d’habitude la brisure spontanée a introduit un mélange
quadratique scalaire/vecteur qu’on élimine facilement en remplagant le terme de fixa-
tion de jauge (3.43) par 'extension suivante sur le bord R’ :

1 a a — a 2
Shyleon = ~5g [ 2w 0,4 46 (43— g FX)] . (372

Ce dernier contient désormais les termes nécessaires pour annuler tous les mélanges
cinétiques entre vecteur et scalaires provenant de (3.41) et (3.71) :

St laer D — / 'z wd, A AL — g5 FY / A A9, ;. (3.73)

La présence de ¢; affecte les conditions aux bords en z = R’ en générant spontanément
la matrice de masse F;F; oc w™2(¢;)? pour le champs de jauge A,,.

3.3.2.2 Génération spontanée de conditions aux bords Dirichlet

En évaluant a nouveau la variation de ’action totale S — S+ S, ol S;’cg est main-
tenant donné par (3.72), on dérive sur le bord les équations du mouvement suivantes
pour les différents champs :

0S 1
=0 — O5A%+ —0,0,A" + 2w 'FIFPAY™ =0, (3.74)
A |, &
0S
=0 — (w05 (wAD) + &AW — gs& F i = 0, (3.75)
SAZ |,
0S
=0 — Ouxi+myx; +gsw "GFFyx;
6Xi R’

—g5& FP AT =0 (3.76)
ol mfj est la matrice de masse pour x; :

my= OV gy, .17)
8¢18¢j di=(d:)

Dans la jauge unitaire £,§, — oo, la condition au bord naturelle pour A, prend la

forme suivante :

Os Al = =y AL V= g2u Y (R)FPFY. (3.78)

Ainsi la VEV du Higgs sur le bord permet d’interpoler entre les conditions Neumann
et Dirichlet. Pour V = 0 la symétrie n’est pas brisée et la condition au bord redevient
de type Neumann. En revanche pour V — oo le champ A,, doit s’annuler au bord. Pour
As, la situation est un peu plus compliquée car son équation du mouvement et celle de
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Xi sont couplées. Dans la jauge unitaire sur le bord ’équation du mouvement pour y
impose la contrainte suivante :

gFxi —wA5 =0 (3.79)
sous laquelle I’équation du mouvement pour As se réduit a :
Ew 105 (wAs) = 0. (3.80)

Ainsi dans la jauge unitaire en volume on obtient J5(wAs) = 0 et As satisfait une
condition Neumann.

3.3.2.3 Limite de découplage et restauration de ’unitarité perturbative

Dans un modéle de brisure électrofaible & 4d, comme par exemple dans le Modéle
Standard, la masse des bosons de jauge est proportionnelle & la VEV du Higgs qui brise
spontanément la symétrie, m ~ v. De plus, le rapport de la masse du Higgs & cette
derniére est indépendant de v, si bien que le boson scalaire est tenu de vivre a la méme
échelle que les bosons de jauges. A 5d, la situation est différente car la compactification
constitue une seconde source de production de masse m ~ 1/R’. En absence de terme
de bord, le principe de moindre action assure l’existence d’'un mode zéro pour A,
véhiculant ainsi une interaction de jauge a longue portée & 4d. En revanche, pour une
condition au bord Dirichlet, ce mode est éliminé et I'interaction est alors véhiculée par
une résonance de Kaluza—Klein massive de portée finie ~ R’. La symétrie de jauge est
brisée simplement en imposant A, = 0 sur un bord. Cette condition n’est en revanche
pas naturelle et correspond & une brisure explicite de la symétrie. Cependant, nous
venons de montrer qu’elle peut étre générée par un mécanisme de Higgs usuel, localisé
sur le bord. Une propriété cruciale est qu’ici la masse du boson de jauge est issue de
deux mécanismes distincts m ~ v + 1/R’. Il n’est alors plus nécessaire de conserver
un scalaire léger dans la théorie. On peut découpler totalement ce dernier et conserver
une masse finie pour les bosons de jauge. Dans ce cas, la limite de découplage est
affublée du titre de limite Higgsless [6]. Dans cette limite, Csaki et al. montrérent
notamment, que 1’échelle de violation de 'unitarité perturbative, dans les amplitudes
de diffusion des bosons de jauges longitudinaux, est repoussée jusqu’au cut-off UV
de la théorie de jauge 5d, sa restauration & basse énergie étant assurée par ’échange
des états de Kaluza—Klein pourvu que les couplages de jauges satisfont aux régles de
somme suivantesZ’ :

k

k

92, €st le couplage quartique caractérisant linteraction de contact entre quatre états
de Kaluza—Klein A, ,, alors que gnni est le couplage cubique entre deux états n
entrants (ou sortant) et I’état k échangé. Ils sont donnés, dans la théorie effective 4d,
par les intégrales de recouvrement entre les fonctions d’onde des divers modes, aprés

20Ces régles sont dérivées en demandant a ce que les termes croissants comme E* et E? s’annulent
a l’arbre pour la diffusion de deux bosons de jauge An,
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insertion de la décomposition de Kaluza—Klein :

R

G = [ a2 (3.83)
R

Innk = g5/R dzw(2) fn(2)% fr(2). (3.84)

Les fonctions d’onde dépendent bien évidemment des conditions aux bords imposées,
mais on montre que la premiére régle de somme ci-dessus est toujours vraie pourvu que
les f, constituent un ensemble complet de solutions orthogonales & 1’équation d’onde,
ce qui est toujours le cas. La seconde relation n’est en revanche satisfaite que pour des
conditions aux bords Neumann et/ou Dirichlet. Ainsi, pour V finie et une condition au
bord du type (3.78), il demeure des termes croissants comme E? dans les amplitudes
de diffusion. En revanche, il est alors possible d’échanger un scalaire de Higgs dont
la masse, dans ce cas, est également finie. On montre alors que la contribution de ce
nouvel échange annule le terme en E? précédent. Les amplitudes sont donc unitarisées
non seulement en présence d’un Higgs sur le bord, mais également dans la limite Hig-
gsless. Cela illustre encore une fois la séparation, réalisée par la compactification, entre
les masses des bosons de jauge (introduisant des composantes longitudinales pouvant
violer 'unitarité) et la VEV du Higgs.

3.3.3 Equations de quantification et spectres de masse

Nous pouvons a présent déduire des diverses conditions aux bords Neumann et/ou
Dirichlet les masses des états de Kaluza—Klein pour le champ de vecteur A,. Nous
nous cantonnerons au cas Minkowskien et anti de Sitter. Dans la limite ou les VEV
scalaires sont soient nulles ou infinies, il existe quatre combinaisons de conditions aux
bords distinctes que nous notons comme [++], [——], [+—] et [—+] selon que A,, (signe
—) ou 95 A, (signe +) s’annule en z = R (premier signe) ou z = R’ (second signe). Nous
avons vu que les fonctions d’onde des modes de masse nulle sont nécessairement plates
dans M5 et AdSs. Ainsi le cas [++] posséde un mode zéro. Les masses des résonances
sont données par les équations de quantification suivantes, que I’on déduit des fonctions
d’onde (3.65) et (3.66) :

++ — s%n(mnR’) =0
Ms 0 ) D ) 0 (3.55)
[—+] — cos(m,R')=0
(] = Rl — R =0
AdSs [+-] — R;(mZ) - R’i (mZ) _ 0 (3.86)
[—+] — Ri(my) — Ri(mn) =0
avec :
Ri(my) = ?E::g Ri(my,) = ?EZZZ; (3.87)
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En résolvant ces équations de quantification, on obtient les spectres de masse suivants
pour le cas plat :

[++][-=] — m,R =nm, (3.88)

=)l = maR = @+ 1)7 (3.89)

pour n > 0. Alors que les masses des états de Kaluza—Klein sont approximativement
données par :

[++] — muR ~2,45; 5,56; 8,70; 11,8 ... (3.90)
- - My =9, y b ) y 43 ) .
R ~3,83; 7,02; 10,2; 13,3 3.91
[+—] — muR ~0,235; 3,88; 7,06; 10,2 ... (3.92)
[—+] — maR ~2,41; 5,52; 8,65; 11,8 ... (3.93)

pour R/R' = 10716 avec une faible dépendance logarithmique en ce rapport. On re-
marque notamment que dans AdSs, lorsque la symétrie de jauge est seulement brisée
en R', c’est-a~dire pour une condition [+—], le premier mode massif est sensiblement
plus léger que 1/R’ et qu'il existe un gap beaucoup plus grand avec les résonances
suivantes. Cette propriété aura son importance lorsque nous décrirons des modéles
phénoménologiques de brisure de symétrie électrofaible.

3.4 Fermions de 4d a 5d

3.4.1 Quelques technicalités

En quatre dimensions, les spineurs sont des représentations irréductibles du groupe
de double recouvrement SL(2, C) (simplement connexe) du groupe de Lorentz SO(3, 1)
(doublement connexe)?! : SL(2,C)/Z,. Ainsi, un spineur est en quelque sorte la « racine
carrée » d’un vecteur de SO(3,1). Le groupe SL(2,C) est isomorphe a SU(2) x SU(2)
ou les paramétres des transformations des deux SU(2) sont reliés par la conjugaison
complexe. Les représentations de SL(2,C) sont alors étiquetées selon leurs charges
sous les deux SU(2) : (n,m). Les deux représentations irréductibles sont ainsi (1/2,0)
et (0,1/2). Elles correspondent & des spineurs & deux composantes de chiralité opposée,
les spineurs de Weyl, notés respectivement y, et ¥* oil a est un indice du premier
SU(2) et & du second. Ces deux représentations sont dites chirales. En outre, la somme
directe (1/2,1/2) = (1/2,0)®(0,1/2) est un fermion (réductible) a quatre composantes
de type vecteur. C’est le traditionnel fermion de Dirac qui s’écrit en terme des spineurs
de Weyl précédents comme :

\IIZ\I/L—F\I/R:(;%g) avec\I/L:(Xg), \I/R:( ’Igd)- (394)

C’est la représentation spinorielle minimale qui permet de construire une théorie in-
variante de Lorentz et sous la transformation discréte de parité. Les transformations de
Lorentz pour les spineurs de Dirac sont représentées par le commutateur des matrices
~# qui satisfaisont une algébre de Clifford basée sur la relation :

(") = 20 (3.95)

21Plus précisément de sa branche propre et orthochrone.
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ol y* est la « racine carrée » de l'identité. La définition des y* vérifiant cette relation
n’est pas unique. Nous utiliserons par la suite la représentation de Weyl et écrirons :

Y= ( 50# JO# ) (3.96)

ot 0 = 5% = —1 et ' = —&° sont les trois matrices de Pauli. La transformation de
parité est, quant & elle, générée par une matrice v° qui s’écrit dans la représentation

de Weyl comme :
5 (i 0
v = < 0 —i ) (3.97)

avec 79V, rp = FiV p. Par conséquent les fermions chiraux sont les états propres de
l'opérateur v°. On définit ainsi les projecteurs chiraux Pp g = (1 F iy°)/2 vérifiant
P r¥ = U g de méme que les propriétés usuelles des projecteurs Pf = P3 = 1 et
PpPr = PrPr =0.

0

3.4.1.1 Fermions en espace-temps courbe

Une subtilité apparait lorsque I’on souhaite décrire la dynamique d’un fermion dans
un espace-temps courbe. En effet, alors qu’il est possible d’étendre les représentations
tensorielles du groupe de Lorentz & des représentations généralement covariante, il n’ex-
iste pas d’équivalent de la représentation spinorielle de SO(d — 1, 1) définie sur I’espace
tangent d’une variété Riemannienne. En d’autres termes l'invariance par difféomor-
phisme n’admet que des représentations tensorielles et les fermions ne sont définis
qu’en espace-temps plat. Néanmoins, un espace-temps courbe est localement plat en
relativité générale. Ainsi, pour plonger un fermion dans une variété Riemannienne, il
suffit de définir localement une représentation spinorielle de SO(d — 1,1) et d’utiliser
une sorte de « béquille » pour la transporter d’'un point & un autre de ’espace-temps.
L’objet servant & ajuster localement le spineur & la courbure est la tétrade : e (z),
ou M est une coordonnée de ’espace-temps courbe et a désigne une coordonnée d’un
espace-temps Minkowskien en d dimensions. La tétrade est alors le lien entre le référen-
tiel des géodésiques, correspondant localement 4 un espace-temps plat 1%, et la variété
courbe. Elle vérifie alors par construction :

eal (e (@) = nap, € () (x)n® = g™ (3.98)

et permet de relier en chaque point une représentation généralement covariante & une
représentation de SO(d — 1, 1), comme par exemple un vecteur de I’espace tangent et
un vecteur de Lorentz V@ = e¢,(x)VM. Intuitivement, le formalisme de la tétrade,
étant défini localement, correspond & jauger les transformations de Lorentz. Il est par
conséquent nécessaire d’augmenter la dérivée ordinaire d’une connexion, ot d’'un champ
de jauge, afin qu’elle soit généralement covariante. Ainsi, pour un vecteur de Lorentz
V¢ défini dans le référentiel des géodésiques, on a :

VuV® = (Op68 +wsy) VP (3.99)

N . a . . . , R .
oil le champ de jauge w,, est appelé la connexion de spin que I’on relie & la connexion

affine, représentée par les symboles de Christoffel Iy, selon :

Wiy =T — el Onrelyr (3.100)
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La construction de la dérivée covariante d’un spineur de Lorentz est réalisée en im-
posant la covariance de la dérivée V,. On obtient alors que :

LS, (3.101)

VM‘IIZ(GM-FFM)\I/, FME—4 i

ol Xup = i[va,V]/2 est la matrice de spin de Dirac. Enfin, on peut écrire le terme
cinétique de 1’équation de Dirac en espace-temps courbe comme iy (2)V ¥ avec
M (z) = eM(2)y* ou les v* sont les matrices de Dirac en espace-temps plat.

3.4.1.2 Probléme de la chiralité en d=5

Une généralisation simple de I’algébre de Clifford en d =5 :
{G", 6"} = 2nun (3.102)

est possible avec G,, = vy, et G5 = 5. La transformation de parité fait partie intégrante
de Palgébre des matrices de Dirac. Ainsi, la plus petite représentation spinorielle en
cinq dimensions décrit un fermion de Dirac qui se décompose comme (1/2,1/2) en
d = 4 et contient donc les deux chiralités. Il n’y a donc pas de fermion chiral en
5d ! Néanmoins, aprés compactification, nous verrons qu’il est possible de projeter une
des deux chiralités en dehors du spectre des états de Kaluza—Klein, permettant la
construction de fermions chiraux 4d & partir de fermions vecteurs en cinq dimensions.

3.4.2 Principe de moindre action pour les fermions

L’action d’un fermion de Dirac dans un espace-temps courbe & cinq dimensions
o
s’écrit :

Sq = /d%\/g [% (Pel vVl — VaPell v 0) — m\II\II] , (3.103)

avec :

\p(fz) et \If\pwo(ﬁ) (3.104)

olt Yo = (Xa)* et ¥ = (¢*)* suite & la conjugaison complexe reliant les deux SU(2)
de SL(2,C). On a également utilisé la forme originale symétrique du terme cinétique
afin d’obtenir une densité lagrangienne explicitement réelle. Ensuite, de méme que
pour le champ de jauge, nous avons négligé le couplage & la gravité a 4d. Nous nous
plagons également ici dans une métrique conformément plate donnée par (3.38). En
particulier, nous considérerons éventuellement les limites correspondant & une dimen-
sion supplémentaire plate (w = 1) et & une géométrie non factorisable AdSs (w = R/z).

3.4.2.1 Conditions aux bords

Avant de développer ’action Sy en terme des spineurs de Weyl, la premiére chose &
calculer est la connexion de spin apparaissant dans la dérivée généralement covariante
du fermion.
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Connexion de spin dans une dimension courbe A partir de la métrique (3.38)
on obtient facilement que les seuls symboles de Christoffel non nuls sont :

/

v wl v 5 wl 5 w
F,U.5 = ;5;“ F;w = ;UW et I')s = o (3.105)

La tétrade®?, dérivée de la métrique par lintermédiaire de (3.98), s’écrit : €%, = wd9,.
Partant de (3.100) et (3.101), on arrive finalement a :

/

T w
—;75’}/# (3.106)

Fs=0 et I)=g

et la connexion de spin s’annule dans I’action (3.103).
Suite & ’annulation de la connexion de spin, ’action Sy devient :
5. Al T8 5 I
Sy = /d T w [NW“@H\I/ + 5 (U050 — 950> T ) — mw\I/\I/} (3.107)

aprés intégration par partie du terme cinétique en 9. En terme des spineurs de Weyl
a deux composantes, I’action se décompose?? :

Sy = /d51' w4[ —ixa" Oy x — it Opth + mw (Yx + x) + (VOs5x — X057))
=22 (v - x| + % /d4~’0 W' (0 —9x)] - (3.108)

ou le dernier terme est généré par l'intégration par partie du terme cinétique en 0Os.
Comme précédemment, ’annulation de la variation de ’action fournit les équations du
mouvement, ainsi que les conditions aux bords, et il vient :

% =0 — 0", x+ s —my =0, (3.109)
08 -
5—1;] =0 — 40”0, —0sx —m_x=0. (3.110)

ol mi = mw F 2w’ /w qui se réduit & my = m pour le cas plat et my = (¢£2)/z pour
AdSs, avec ¢ = mR la masse dans le bulk de ¥, exprimée en unité de courbure 1/R.
La variation sur le bord donne :

684 = % /d% [w* (0x1p — dyx — oy + 55@&)]2, . (3.111)

Ainsi, celle-ci est nulle si un des deux spineurs de Weyl satisfait une condition Dirich-
let?4 :

Ylrr =0 ou x|gr =0 (3.112)

ou ici le flinfbein, de I'allemand « cinq jambes » ce qui refléte le fait que la tétrade est une base
orthonormée de l’espace tangent. On utilise également les termes vierbein et wvielbein en quatre et d
dimensions.

Bxp = e*Pxatpg = xPig = P¥Xaepyh? = —e*Peg xath? = —62xat = —Xa® = ¥ Xa = X
ol on a utilisé le fait que x est une variation de Grassmann anticommutante. € x io2. Le méme type
de relation s’applique pour les indices pointés : x¥ = xa¥® = —¥%%a = YaX® = VX

24Rappelons que, dans ce cas, x = 0 implique §x = 0 et ¥ = d% = 0 par conjugaison complexe.

22
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On pourrait alors penser que si, par exemple, 9» = 0, le champ y peut prendre une
valeur arbitraire sur le bord. En réalité, une fois la condition aux bord choisie pour ),
celle de x est automatiquement fixée par ’équation du mouvement (et vice versa) car
I’équation de Dirac est du premier ordre en dérivée. Ainsi, en imposant les conditions
(3.112), on obtient pour le second spineur :

(@5 +m-)x|lrr =0 ou (95 —my)Y|gr =0 (3.113)

respectivement. Si un des deux spineurs de Weyl vérifie une condition Dirichlet alors
l’autre doit nécessairement satisfaire une condition de type mixte, comme l'impose
I’équation du mouvement. Une conséquence importante est alors ’existence d’un mode
zéro chiral en 4d.

3.4.3 Décomposition de Kaluza—Klein et fonctions d’onde

Pour un fermion de Dirac ¥p en d = 5, on développe séparément les deux spineurs
de Weyl qui le composent, puisque les fermions sont chiraux a 4d et qu’a priori x et v
sont indépendants. C’est par ailleurs nécessairement le cas lorsque ¥ p est une représen-
tation complexe d’un groupe de jauge, ¥}, # ¥p. La décomposition de Kaluza—Klein
s’écrit alors :

=Y 0@, = fu(2)a() (3.114)

ou chaque paire de modes vérifie un jeu d’équations de Dirac 4d couplées puisque le
fermion est massif aprés compactification :

16" 0y Xn — Mintby = 0, i 0, hn — My xn = 0. (3.115)
De plus, demander que les modes de Kaluza—Klein soient canoniquement normalisés
a 4d impose :
R R’
/ dzw(2)* gn(2)gm(2) = nm, / dzw(2) £ (2) fm(2) = G- (3.116)
R R

Les équations du mouvement (3.109) et (3.110) se réduisent alors & de simples équations
d’ondes pour le mode n :

[u(2) + mngn(2) = mifu(2) = 0, g (2) = mnfn(2) +m_gn(z) =0.  (3.117)

On découple ces équations par substitution, ce qui revient & prendre le « carré » de
I’équation de Dirac, et on obtient les équations du second ordre suivantes :

GU2) — Iy —m_1gh() 4 [ ml —mam Jgaz) = 0, (3.118)
fl(2) = [my —m_] fi(z) + [mZ —ml, —mim_] fu(2) = O. (3.119)

Si les conditions aux bords autorisent I'existence d’un mode zéro de masse nulle alors
les équations d’ondes pour ce dernier se découplent, I’équation de Dirac se séparant en
deux équations de Weyl, et on a :

fo(2) =my fo(2) =0, gg(2) +m_go(2) =0 (3.120)
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dont les solutions s’écrivent :
fo(z) = agen ™+ | gq(2) = bge™ Jrdzm-(1), (3.121)

Ainsi, contrairement au cas scalaire, la masse dans le bulk du fermion ne contribue
pas a la masse du mode zéro, puisque c’est une mode chiral, mais controle plutot sa
localisation dans la dimension supplémentaire. Cela permet notamment d’obtenir des
hiérarchies de masse pour les fermions de fagon naturelle, en éloignant plus ou moins
les modes zéros de l’endroit ot leur masse est générée. Intéressons nous un instant sur
les conditions d’existence de ces modes de masse nulle. Lorsque m,, = 0, les équations
du mouvement du premier ordre sont découplées et une condition Dirichlet, comme
par exemple ¥|g = 0, implique nécessairement ag = 0. Il n’y a alors pas de mode zéro
pour ¢. En revanche, la condition pour x étant (05 +m_)x|zr = 0, son équation du
mouvement (3.120) est satisfaite par la solution go(z) donnée par (3.121) quelque soit
bo. Il existe donc nécessairement un mode zéro pour Yy, & la condition que sa fonction
d’onde ne soit pas contrainte de s’annuler en z = R’. En conclusion, bien qu’a priori
sa fonction d’onde ne soit pas plate, un mode zéro est éliminé dés qu’une condition
Dirichlet est imposée au spineur de Weyl associé en au moins un des deuz bords. Ceci
prouve l’existence d’un mode chiral & 4d obtenu depuis un fermion de Dirac 5d par
la compactification. Enfin, pour ¢|g z = 0, I'action (3.108) prend la forme effective
suivante a 4d :

_ / die [i;‘m&#a#x@ + Z iXn 0" OpuXn + a0 Opthn — My (YnXn + Xntn)) } (3.122)

n>1

d’ou les formes équivalentes pour d’autres jeux de conditions aux bords s’en déduisent
aisément.

3.4.3.1 Cas plat w(z) =1

Pour une dimension compacte dépourvue de courbure, on a m+ = m et les équation
d’ondes se simplifient sensiblement :

gn(2) + kagn(2) =0, fr(2) + ki fu(2) =0 (3.123)

2

2 — m?2. Les solutions sont alors de la forme :

2 —
avec ki =m

gn(z) = Apc(|knlz) + Bas(lkn|2), (3.124)
fn(z) = Chc(lknlz) + Dns(lkn|2) (3.125)

ol ¢ et s sont les fonctions cosinus et sinus simples pour k2 > 0 devenant hyperboliques
pour k2 < 0. Par ailleurs, les équations du mouvement étant du premier ordre, les
coefficients ne sont pas tous indépendants. En insérant les solutions précédentes dans
les équations (3.117), on dérive les relations suivantes :

mCy,, — k,D,, — A,m, =0
k,Cp, +mD, —m, B, =0"

mC,, — k., D, — A,m, =0
-k,C, + mD,, —m,B, =0~

k2 >0 (3.126)

k2 <0 (3.127)
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Pour les modes zéros, les fonctions d’ondes (3.121) se réduisent a de simples exponen-
tielles localisées sur un des deux bords selon le signe de la masse m :

Jo(z) = aoe™, go(z) = boe™™* (3.128)

ou les constantes de normalisation sont déterminées par (3.116) :

_ 2m _ 2m
%=\ gm0 Y0 =\ T e (3.129)

Un mode zéro de type x sera alors piqué en z =0 (z = R’) pour m > 0 (m < 0) et
inversement pour un mode de type 1. On remarque également qu’en général il n’existe
pas de mode plat pour les fermions, & moins que m = 0. Par ailleurs, dans ce cas
particulier, on a k,, = m,, > 0 et les fonctions d’ondes se simplifient en :

gn(z) = A, cos(mpz) + By sin(myz), (3.130)
fu(z) = Bpcos(mpz) — Ay sin(myz). (3.131)
3.4.3.2 Cas AdS;5 w(z) =R/z

Lorsque Iespace-temps 5d a une géométrie anti de Sitter, my vaut (¢ +2)/z et les
équations d’ondes deviennent :

gn(2) — gg;(Z) + gn(2) [mi - W} = 0, (3.132)
fa(z) = gf{z(Z) + ful2) [mi - w} = 0. (3.133)

En multipliant chaque ligne par 22 on reconnait immédiatement un jeu d’équations de
Bessel et les solutions sont :

gn(z) = 2°/? [AnJei1/2(mnz) + BpYei1/2(maz)], (3.134)
faz) = 22 [Cpdecijo(mnz) + DY 1 ja(myz)] (3.135)

ou J et Y sont les fonctions de Bessel respectivement de premiére et seconde espéce. Une
fois encore, les équations du mouvement du premier ordre imposent les deux relations
suivantes entre les quatre coefficients :

A, =C,,  B,=D,. (3.136)

Lorsque nous considérerons uniquement les modes légers, vérifiant m,, < 1/R’, nous
utiliserons des développements de ces fonctions d’onde autour de m, ~ 0. Dans ce
cas, il est alors préférable de travailler dans une base ou les fonctions de Bessel ont un
comportement régulier en zéro. On réécrit alors Y comme une combinaison de J grace
a la relation :

Ju(z) cos(vm) — J_,(2)

sin(v)

Y, (z) = (3.137)

valable tant que v est différent d’un entier. Ainsi, pour ¢ # n + 1/2 avec n entier, on
a:
Yoi1/2(mnz) = Flet1/2(mnz) tan(er) — Jog12(mnz) secer (3.138)
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et on peut écrire les solutions de I’équation d’onde dans une base composée uniquement,
de J comme :

gn(2) = 22 [Andeirjo(mnz) + Bad_c_12(mn2)], (3.139)
fulz) = 2°/2 [Crde—1/2(mnz) + Dnd_ci1/2(mn2)] (3.140)
avec :
A, = A, — B, tan(cr), B, = —B,, sec(cr), (3.141)
Cn = Cp + Dy tan(em), D,, = —D,, sec(cm), (3.142)
(3.143)
satisfaisant les conditions : A, = C, et B, = —D,,. Dans cette base, on dérive des
fonctions d’onde approchées pour les modes légers en utilisant :
J(z) = ¥ 2 2+ 0(2%) (3.144)
v 0 I'l+4v) 1"(1/—|—2)x b '

On montre alors que les fonctions (3.139) se mettent sous la forme :

c+1 2.2
(2) ~ A,22 (2 B2 (1— % ) L om?t), (3.145
9n(2) - ( 2er1 ) O 2120 ) TO0m), (3145)
2.2 1—c
() =~ Ag2te(1-mE ) _pg 2 (T2 4 14
fn(2) z ( 200+ 20) N\ 128 +0(m,) (3.146)
ou :
m%—l/Q 2C+1/2m;c—1/2

A, =4,

Bn = Bn
2¢-1/20(c+1/2) |’

W] . (3.147)

Enfin, pour les éventuels modes zéros, les fonctions d’onde (3.121) deviennent pour
AdS5 :
z\ct2 z\ —ct2

fo(2) = ao (E) , 9o(2) = bo (E) (3.148)
On remarque une fois encore que la masse de Dirac ¢ ne contribue pas & la masse des
modes zéros mais affecte seulement leur localisation le long de la dimension courbe.
Une fagon simple de voir comment ces modes sont répartis selon z en fonction de ¢
consiste & regarder sous quelles conditions le mode zéro reste normalisable lorsqu’on
décompactifie la dimension supplémentaire. Par exemple, pour un mode zéro de type
X, obtenu pour une condition au bord 1) = 0, la condition de normalisation (3.116)

s’écrit, : . . o
R V4 4-2c z —2c
2 _— —_— = 2 — =
aO/R dz<z) (R) aO/R dz (R) 1 (3.149)

Dans la limite ou R’ est envoyé a l'infini, I'intégrale converge seulement pour ¢ >
1/2 indiquant dans ce cas que le mode zéro est localisé sur l’autre bord en z = R.
Pareillement, dans la limite R — 0, le mode n’est normalisable que pour ¢ < 1/2 et se
retrouve donc localisé en z = R’. Répétant cet argument pour un mode zéro de type
1, on obtient que ce dernier est localisé en z = R (2 = R') pour ¢ < —1/2 (¢ > —1/2).
Enfin pour une tranche finie d’AdSs, les constantes de normalisation sont données par :

v1+2c 7L
(R'/R)+2¢ —1 \/ﬁ 1 — (R/R/)2c71'

(3.150)

ag =

=
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3.4.3.3 Fermions de Majorana

La décomposition précédente est valable pour un spineur de Dirac pour lequel les
deux spineurs de Weyl sont indépendants. Cependant pour un fermion ne portant
aucune charge, réalisant ainsi une représentation réelle d'un groupe de jauge, on peut
construire, & partir d’un seul spineur de Weyl, un spineur ¥,; 4 quatre composantes
de type Majorana vérifiant ¥§, = ¥,;. Dans ce cas les modes de Kaluza—Klein yx,, et
1, sont reliés par la conjugaison complexe : ¢, = Y. La décomposition (3.114) doit
étre remplacée par :

X = Zgn(z)xn(iﬂ), 'JJ = Z fn(2)Xn () (3.151)

ol maintenant chaque mode x,, satisfait une équation 4d de Majorana :
16" 0uXn — My Xn = 0, 10" OuXn — MnXn = 0. (3.152)
oil la masse de Majorana m,, = |m,,|e?’" contient éventuellement une phase non nulle.

Répétant la méme procédure que pour des modes de Dirac on obtient les équations
d’ondes :

gn(2) = [my —m_] gy (2) + [Jmal> +m_ —mim_] go(z) = 0, (3.153)
Fl) = [me =m-] fi(2) + [Imal> =m!, —=myam-] fu(z) = 0. (3.154)

De plus, les deux spineurs de Weyl étant maintenant conjugués complexes 'un de
I’autre, la condition de normalisation canonique s’écrit :

R/
[ sl () 9 )+ )] = B (3.15%)
R

alors que ’action effective 4d devient :

o o 1 .o
- /d4:13 [ZXOUMauXO + Z X" OuXn — 3 (M XnXn — My XnXn) (3.156)
n>1

oll nous avons utilisé ’égalité® :
i/d‘%xa“@w} :i/d‘lx)’(&“@HX (3.157)

qui traduit simplement le fait que x et X sont des représentations complexes conjuguées
de SL(2,C). Le mode zéro disparait dés lors que x ou ¢ satisfait une condition Dirich-
let sur un bord.

Cas plat Les solutions sont les mémes qu’en (3.124) avec désormais k2 = |my,|? —

m? et les coefficients satisfont aux relations (3.126) o1 &, est donné par ’expression

précédente. En particulier, dans le cas m =0, on a A, = —e~ %" D,, et B,, = e~ C,,.

25yraje modulo un terme de bord s’annulant & linfini.
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Cas AdS; Pareillement aux modes de Dirac, on montre que les fonctions d’onde sont
données par :

gn(2) = 22 [Andei1ja(Imnl2) + Bud_o1/a(lmal?)] (3.158)
fulz) = 2°/2 [Crde—1/2(|mnl2) + Dpd_ci1/2(Jmn|z)] (3.159)
avec C‘n = flne_i‘g"' et Dn = ane_w"'.

3.4.4 Spectre de masse en 1’absence de terme de bord et exis-
tence d’un mode zéro

L’équation de quantification de la masse est déterminée par les conditions aux
bords. A partir de (3.112) et (3.113), on peut construire quatre situations différentes
selon les conditions aux bords des deux spineurs de Weyl. Nous noterons ces possibilités
comme [++], [-—], [+—] et [—=+]. Un signe + (—) correspond & une condition Neumann
pour la composante x () et le premier (second) signe s’applique au bord z = R
(z = R’). On g’intéresse dans un premier temps & la présence de mode zéro pour ces
quatre jeux de conditions aux bords. Pour [++] ([——]), on a fo(R) = fo(R') = 0
(90(R) = go(R') = 0), soit ag = 0 (by = 0) et il demeure un mode zéro pour x ().
En revanche, [+—] ([—+]) implique fo(R) = go(R') = 0 (90(R) = fo(R') = 0) forgant
ap = by = 0, il n’y a donc pas de mode zéro dans ce cas. On retiendra ici deux choses
importantes. Tout d’abord, dés qu’un spineur de Weyl satisfait une condition Dirichlet
sur un au moins un bord, il n’a pas de mode zéro. Puis, en imposant des conditions du
type [+-+] ou [——], on génére un fermion chiral de masse nulle dans le spectre & basse
énergie, de chiralité gauche ou droite respectivement. Pour les résonances massives, les
équations de quantification s’écrivent :

[++] — s(knR') =0
-] — s(knR') = 0
Me [+-] — mt(k,R)—k,=0 (3.160)
[—+] — mt(k R) +k, =0
Fﬂ — g_gc,mng 7%%’%3 :8
e -] — Rilcmn)+ R (cymm) =0 (3.161)
[_+] - RL (C, mn) + R+ (C, mn) =0
avec t=c/s et :
Rileimy) = 2120000y () = L2 g g

J*C;Fl/Q(?n"R)7 J7CZF1/2(mnRI) .

Le cas AdSs représentant la phénoménologie la plus intéressante, on a reporté sur la
figure 3.2 ’évolution de la masse m; avec le paramétre ¢ pour les quatre jeux de con-
ditions aux bords. Ainsi, le spectre de Kaluza—Klein consiste en une tour de fermions
de Dirac (a quatre composantes) massifs avec éventuellement un fermion de Weyl (a
deux composantes) de masse nulle. Enfin, bien qu’il n’y ait pas de mode zéro dans les
[+—] et [—+], le premier mode de Kaluza—Klein massif peut étre extrémement léger
dans AdSs pour ¢ > 1/2 et ¢ < —1/2 respectivement. Cette propriété est due a la
courbure anti de Sitter et n’apparait pas dans le cas plat ot mgx ~ 1/R’. Ce mode de
Kaluza—Klein exponentiellement léger a été envisagé comme un candidat a la matiére
noire dans [2, 1].
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F1aG. 3.2 — Variation de la masse de la premiére excitation de Kaluza—Klein avec la
masse dans le bulk c¢. A gauche pour des conditions [++] et & droite pour [+—], avec
dans les deux cas R™' = Mp; et R"~1 = 500 GeV. Les conditions [——] et [—+]
s’obtiennent & partir de [++] et [+—] en prenant ¢ — —c.

3.4.5 Termes localisés et conditions aux bords mixtes

En I’absence de terme localisé sur les bords, le principe de moindre action appliqué
aux fermions de Dirac & 5d impose naturellement les conditions aux bords suivantes :

Y|pr =0, (05 —my)Y|gr =0,
(05 + m_) x|r,r =0, o x=0. (3.163)

Néanmoins, ce ne sont pas les conditions les plus générales assurant ’annulation de la
variation (3.111) sur le bord. En particulier, une combinaison linéaire quelconque des
deux possibilités précédentes satisfait également au principe de moindre action?® :

(CX + 5"/’)|R,R’ =0 (3164)

ou ¢ et s peuvent prendre des valeurs différentes en chaque bord. Le choix d’une com-
binaison linéaire particuliére peut sembler ad-hoc et, pareillement au cas scalaire, on
aimerait construire une dynamique sur le bord pour laquelle la condition mixte (3.164)
émerge naturellement.

Une difficulté supplémentaire apparait lorsqu’une dynamique localisée est introduite
pour un fermion. En effet, I’équation du mouvement n’étant que du premier ordre, le
spineur n’est pas continu au point ol un opérateur est localisé. Par conséquent, mod-
ifier la dynamique directement sur le bord n’est pas aisé car le champ et sa dérivée
sont alors des quantités indépendantes da & la discontinuité. Une dérivation transpar-
ente [5] consiste & localiser les opérateurs sur une brane légérement décalée du bord, en
z=R+ecouz=R —¢, pour les traiter plutdét comme une modification des équations
du mouvement, laissant les conditions aux bords inchangées. On peut alors calculer
le «saut » du champ a la discontinuité, puis, en prenant la limite ¢ — en déduire
comment la condition au bord est modifiée par la présence des opérateurs localisés.

26Notons qu'’il est possible d’écrire des conditions aux bords encore plus générales en mélangeant
les composantes des spineurs de Weyl. On montre notamment que Sy = 0 avec ¢Q|R’R/ =
(Maﬁxg-i-NaB)’(ﬁ) |r,r’ pourvu que les matrices M et N vérifient Maﬁ = sMsﬁ"/M,Y‘SEM et
NaB = sNN; .. spr et sy valant £1 selon le nombre de dérivées contenues dans M et N qu’il

B
est nécessaire d’intégrer par partie.
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3.4.5.1 Masse de Majorana en z = R

Nous considérons le cas ot une masse de Majorana M pour y est localisée proche
de z = R. Notons qu’en présence d’une symétrie de jauge, l'introduction d’une masse
de Majorana n’est possible que si y se transforme dans une représentation réelle du
groupe. On impose également des conditions aux bords [++]. L’action Sy est alors
augmentée du terme :

1
Su = / Bar/aR (Myx + M*¥%) 6( — =) (3.165)

avec ze = R+ ¢ et § = w(z)® est le déterminant de la métrique induite sur une brane
4d : G = guv OU garw est la métrique 5d définie par (3.38). Puisque la dimension de
masse d'un fermion est égale 4 2 en 5d%7, un facteur R a été ajouté afin que M ait la
dimension d’une masse 4d2®. Les équations du mouvement (3.109) sont alors modifiées
par la présence de Sy, et deviennent :

i" 0, X + 05 —myth — M*RY6(2 — z.) = O, (3.166)
ioh ) — dsx —m—_x = 0. (3.167)

Ainsi, par l'intermédiaire de I’équation de Dirac, un terme localisé¢ pour x induit une
discontinuité pour 1. En effet, en intégrant sur z la premiére des deux équations précé-
dentes, on obtient :

P(z) = —ic"9, /z dz'x(2") + /Z dz'mo (2)P(2') + M*Rx(2)0(z — z.)  (3.168)

ou O(x) est la fonction de Heaviside valant 0 pour 2 < 0 et 1 partout ailleurs. La
présence de la fonction 6 implique que x est continue alors que 1) a une discontinuité
finie que I’on calcule facilement & partir de I’équation précédente en évaluant v de part
et d’autre de z. :

ze = lim "/_)(Z = Ze*) - 1/;(2 = Ze*)

Z o+ —Ze

= M*Ry(z). (3.169)

[¥]

Les deux premiers termes du membre de droite de (3.168) ne contribuent pas a [¢]]..
car ils sont continus en z = z.. En effet, y lui-méme ne présente pas de discontinuité et
I’intégrale d’une fonction discontinue est continue. On remarque, en utilisant le résultat
précédent dans la seconde équation de (3.166), qu’en revanche la dérivée de y a une
discontinuité :

[05X]|=. = 10" Ou[Y]]=.. (3.170)
Enfin, en faisant tendre la brane en z. vers le bord z = R, la condition + sur ce bord
est modifiée comme :

1/7J|R=M*R)7<|R, (85+m_)x|3:ia”8u1ﬁ|R (3.171)

qui est de la forme mixte (3.164) avec M*R = —s/c. On dispose ainsi d’une interpréta-
tion physique pour les conditions + et — que l’on retrouve naturellement pour M = 0

2"En d dimensions, [Uy0¥] = d soit [¥] = (d — 1)/2.
28Dans la limite d’une dimension plate, R = 0 et on le remplacera par R’ qui est la seule échelle de
distance apparaissant dans ce cas.
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et M — oo respectivement.
On montre également facilement qu’une procédure similaire pour la condition [——]
avec une masse de Majorana pour ¥ :

Sy = % /df’x\/éR (Mypp + M*) 5(z — 2) (3.172)

conduit aux conditions aux bords suivantes :

X|lr = —MRY|r, (05 —m+)¥|r = —i6"Oux|. (3.173)

3.4.5.2 Terme cinétique en z = R

On peut également obtenir d’autres conditions aux bords en introduisant un terme
cinétique localisé :

Sg = — /d5:c\/5 (iX3"0,x) R™16(2 — zc). (3.174)
Les équations du mouvement prennent dans ce cas la forme :

i1+ Rz — ze)| 6" 0, x + 059 — mytp
io“@,ﬂ/; —Osx —m_x =

0, (3.175)
0. (3.176)

Puis, suivant la procédure précédente et intégrant sur la fonction d, on obtient une fois
encore une discontinuité pour v et Jsx qui valent dans ce cas :

[¥]]z. = —iR™'6"0ux(2), [05X]|z = i0"Ou[t]]-. (3.177)

Ainsi partant d’une condition +, on obtient les conditions aux bords suivantes, dans
la limite € — O :

Plr = —iR™'6"8ux|r, (85 +m_)X|r = i0"0u1)| . (3.178)

Les deux modifications présentées ci-dessus constituent les exemples les plus simples
de conditions aux bords générales 1, = (Maﬁxg + Nagf(ﬁ) avec M,? = MR6? et
_ip-1_n
Naﬁ- =iR Uaﬂ-@u.

3.4.6 Masse des fermions dans une dimension supplémentaire

Les conditions aux bords naturelles — [++], etc... — résolvent le probléme initial
de la chiralité & 5d en éliminant du spectre de Kaluza—Klein un des modes zéros du
fermion de Dirac, laissant un seul mode chiral de masse nulle. Nous souhaitons alors
montrer comment, en introduisant une dynamique localisée sur le bord, on peut générer
des termes de masse pour ces modes zéros. Nous traiterons dans un premier temps le
cas d’un fermion chargé, tel que 1’électron, puis nous présenterons une réalisation en
dimension supplémentaire du mécanisme de seesaw pour le neutrino.
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3.4.6.1 Masse de Dirac en z = R’ et masse de 1’électron

Nous étudions ici la possibilité de générer, & partir de modes zéros chiraux, un
fermion vecteur, comme par exemple 1’électron de Dirac, dont la masse est relativement
faible, m < 1/R’. Puisqu’au mieux les conditions aux bords n’autorisent qu’un seul
mode zéro chiral 4d par fermion de Dirac en 5d, le second étant projeté hors du spectre
par I’équation du mouvement, il est nécessaire d’introduire deux spineurs a 5d pour
obtenir les deux chiralités. On introduit alors deux fermions de Dirac ¥; et ¥o dans
le bulk et on choisit leurs conditions aux bords de sorte qu’il existe & 4d un mode zéro
gauche i et droit vy, soit ¥ ~ [++] et Uy ~ [——]. On se place dans une base ot
la matrice de Dirac dans ’espace 1,2 est diagonale, puisque méme en présence d’un
mélange il est toujours possible de s’y rendre en réalisant une rotation des champs.
A ce stade, les modes zéros chiraux sont sans masse. Nous allons maintenant montrer
comment produire une masse de Dirac reliant ces deux modes en introduisant un
mélange prés du bord z = R :

Sp = —/d5x\/§mDR' (‘I’l‘lfg + ‘I’Q\Ifl) (S(Z — Ze),
= /d5xw4 TI’LDR/ (1/12)(1 + 1/11)(2 + ){1’(&2 + ){2’(&1) (5(25 — ZG) (3179)
avec ze = R’ — e. Notons qu’en général ce mélange ne peut étre éliminé par une

redéfinition des champs sans réintroduire un mélange dans le bulk. Les équations du
mouvement sont alors données par :

10" 0y x12 + 0512 — My 2 —mpR'Pa18(z — 2¢) = 0, (3.180)
i0"Outh12 — Osx1,2 —m_x12 — MpR'X216(z —2.) = 0. (3.181)

A cause du mélange entre 1 et 2, les quatre spineurs de Weyl sont maintenant discon-
tinus, une fonction § apparaissant dans chaque équation. Il est alors difficile d’utiliser
la prescription précédente et traiter les champs et leurs dérivées comme indépendants
semble inévitable. Néanmoins, z. est proche de R’ ou les champs satisfont par hy-
pothése les conditions 1)1 = x2 = 0. On peut alors utiliser celles-ci pour simplifier les
équations précédentes. En effet, dans la limite ¢ — 0, elle deviennent :

i0" 0, x1 + 0501 — mythy — mpR'ad(z — R') = 0, (3.182)
10" 0 x2 + O5tha —mythy = 0, (3.183)
io" 0 — Osx1 —m-x1 = O, (3.184)
7:0'#8#1/;2 —Osx2 —m_x2 —mpR'x16(z—R') = 0. (3.185)

Ainsi, aprés avoir imposé les conditions aux bords, seuls 17 et x2 sont discontinus. On
peut alors décaler & nouveau Sp de e par rapport & R’ et évaluer les conditions de
« saut » pour ces deux spineurs. En intégrant les équations contenant un §, on obtient
alors :

(1]l = mpR'Pa(ze),  [xallz. = —mpR'x1(2) (3.186)

et les deux derniéres équations permettent de calculer les discontinuités des dérivées
de x1 et 9o :

[85X1] Zes [85"/_)2]

Ze — iot 8# W;l]

2 = —10"0u[x2]l. - (3.187)
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Enfin, en prenant ¢ — 0, on identifie les conditions aux bords induites par le mélange
de Diracen z = R’ :

1 =mpR'2, xa =-mpR'x1,

z=R : (05+m_)x1=i0"0u1, (3.188)
(05 —my) o = —ic" 0, X2
/&1 =0, x2 =0,

z2=R : (85 + m_) X1 = 0, (3.189)

((95 - m+) 1/)2 =0.

De ces conditions on déduit que le mélange sur le bord identifie les modes de Kaluza—Klein
de ¥, avec ceux de W,. En effet, étant valable quelque soit la position z sur le
bord, une condition du type xi(z,R') = axz(z,R’) implique g1 o(R') = ag2n(R')
et x1.n(2) = X2n(x) = xn(z). En particulier x1, et x2, ont la méme masse m,,. La
décomposition de Kaluza—Klein s’écrit alors :

Xl(.’L',Z) = Zglﬂl(z)xn(m)a 1;1(!@,2) = Z f17n1/;n($), (3190)
n=0 n=1

XQ(:C,Z) = ZQQ,n(Z)Xn(z)ﬂ "/_)2(zﬂz) = Z f2,n1/;n(x) (3191)
n=1 n=0

Enfin, pour les modes zéros ces nouvelles conditions aux bords résultent en une masse
de Dirac que nous calculerons pour les métriques plate et AdSs. Par conséquent, partant
de deux tours indépendantes de fermions de Dirac avec, a leurs pieds, deux fermions
de Weyl de masse nulle, le mélange sur le bord a réduit le spectre & une seule tour de
fermions massifs, ot la masse du plus léger est proportionnelle & ce mélange.

Cas plat En I'absence de masse dans le bulk m; 2 = 0, les conditions précédentes se
réduisent & :

f1.2(0) =0, g2,,(0) =0 (3.192)

fin(R) =mpR fan(R') =0, g1n(R) +mpR'gan(R) =0 (3.193)

d’ott 'on déduit, avec les expressions (3.131) des fonctions d’onde, I’équation de quan-
tification suivante :
tan(m, R') = mpR'. (3.194)

On s’attend a trouver la masse m du mode le plus léger comme proportionnelle & mp,
puisque c’est le mélange sur le bord qui apparie les deux modes zéros pour former
un fermion de Dirac massif. De plus, les fonctions d’onde pour m; 2 = 0 sont plates
(3.128) dans la limite mp = 0. Par conséquent, leur recouvrement avec le bord ou le
meélange est présent est O(1) et m ~ O(mp). Ainsi, dans la limite ot m ~ mp < 1/R/,
tan(mR’) ~ mR' et la masse mode le plus léger est simplement mp. Ce résultat n’est
valable que dans la limite ot mp est trés inférieur & ’échelle naturelle 1/R’ sur le
bord et cette hiérarchie peut paraitre arbitraire. Il est cependant possible, & partir
de mp ~ 1/R/, de générer une masse m < 1/R’ en délocalisant initialement les
modes zéros du bord z = R’, par I'intermédiaire de masse non nulle dans le bulk. Par
exemple, pour m; > 0, ma < 0 et |m1 2| ~ R'~1, les fonctions d’onde sont exponen-
tiellement supprimées et on obtient m ~ e~ R gmaRyy o 1/R’, tout en gardant
my ~mg~mp~1/R
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Cas AdS; Nous allons utiliser ici la courbure de la dimension supplémentaire pour
produire une masse légére. En choisissant les masses 5d telles que ¢; > 1/2 et ¢o <
—1/2, les fonctions d’onde des modes zéros sont localisées prés du bord z = R et ont
un recouvrement supprimé avec le mélange en z = R’. Par conséquent, pour mp ~
1/R’, on peut utiliser la forme approchée (3.145) des fonctions d’onde, valable pour
my, < 1/R’. Les conditions aux bords sont :

fin(R) =0, g2n(R) =0 (3.195)
fin(R)—=mpR fon(R) =0, g1.n(R)+mpR g2,(R) =0 (3.196)

et, restant & l'ordre quadratique en m,,, on obtient une équation de quantification de

la forme :
m2 ll B <£)2011‘| [1 B <£>1202‘|
n RI R/

R 2(017(;271)
=m%(2c2 +1)(1 — 2¢;) <§) . (3.197)
Et, pour ¢; > 1/2, ca < —1/2 et R/R’ < 1, la masse du mode léger vaut :
R 6170271
m~mpv—1— 2cav/2¢c; — 1 <§) ) (3.198)

On retrouve plus directement ce résultat en remarquant que les modes zéros, localisés
dans ’UV, sont relativement insensibles & ’apparition d’un terme de mélange IR, ce
qui est justifié par m < mp. Si 'on se concentre uniquement sur le mode léger, on
peut alors traiter le terme de bord comme une perturbation aux modes zéros chiraux.
Comme c’est 'usage en théorie des perturbations en mécanique quantique, on obtient,
au premier ordre, la valeur propre perturbée en projetant la perturbation sur la fonction
d’onde non perturb