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RESUME.

Dans ce document, nous nous penchons sur la production du quark top par
la collision de deux photons en mettant 1’accent sur la polarisation des faisceaux
incidents et la dépendance des spins de I’état final. Le document commence par
un résumé du modele standard et des notions qui sont & la fois fondamentales
et nécessaires & sa compréhension. On donne également une petite introduc-
tion aux modeéles supersymétriques. Une fois le cadre théorique mis en place,
on calcule la section efficace vy — tt en n’effectuant aucune sommation sur les
états de spin. On se penche ensuite sur la désintégration du top dans le modeéle
standard. La largeur du top est beaucoup plus petite que sa masse et on mon-
tre que ceci nous permet d’introduire une approximation par laquelle on peut
calculer la section efficace de production et la désintégration séparément et les
mettre ensemble ensuite. On applique cette méthode au processus t — bW
dans le modele standard et ¢ — bH™ dans le modele supersymétrique mini-
mal. Ce calcul nous ameéne a dériver une expression du taux de désintégration
d’une particule en mouvement. Finalement, on présente des résultats de tous
ces calculs. La désintégration est d’abord laissée de coté pour faire place a la
production. On analyse, en faisant appel a des arguments de conservation du
moment cinétique, la section efficace pour différentes polarisations. On constate
que certaines d’entre elles favorisent certains états de spin du top. La section
efficace totale en fonction de I'énergie est aussi discutée. On introduit ensuite
la désintégration et on voit, pour chaque polarisation du W, comment cela af-
fecte la section efficace. Dans le cas du modele supersymétrique, on a choisit
M+ = 150GeV et les cas tan 3 = 5,20, 35 sont étudiés.

PHYSIQUE, PARTICULE, PEHOTON, QUARK, POLARISATION,
DESINTEGRATION, TOP.
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INTRODUCTION.

Le présent travail a pour objet la photoproduction et la désintégration du
quark top. Le quark top est un fermion trés lourd (175GeV') dont ’existence
était prévue par le modele standard depuis la découverte du quark bottom. 1l
aurait été détecté au printemps 1994 a FermiLab. Parce qu’il est trés instable,
le top n’a pas le temps de constituer un hadron lorsqu’il est créé. Il se désintegre
le plus souvent en un bottom et un W. Il est donc intéressant de savoir en quoi
cette désintégration rapide affecte la section efficace du processus de production,
et c’est ce que nous nous sommes proposé de faire. D’autre part, il est possible
de tirer profit du fait qu’il est trés instable, et nous verrons en quoi cela permet
de simplifier le probléeme.

Au chapitre 1, nous allons passer en revue le modéle standard des interac-
tions électro-faibles. On verra comment les interactions sont engendrées et com-
ment le modele peut donner une masse aux bosons de jauge et aux fermions.
Nous aborderons également les modeles supersymétriques puisqu’un mode de
désintégration du top qui est propre a ces modeles sera étudié.

Au chapitre 2, nous expliquerons ce qui justifie d’étudier le top par une
collision de photons. Nous verrons les avantages sur le plan de la physique, mais
aussi comment il serait techniquement possible de faire cette expérience.

Au chapitre 3, on effectuera le calcul de la section efficace vy — ff en
gardant explicite la dépendance des spins et en ne négligeant pas la masse des
fermions produits. On pourra mieux comprendre comment la polarisation des
faisceaux de photons affecte les distributions angulaires et aussi comment cer-
tains états de spin du top sont favorisés dans certaines circonstances.

Au chapitre 4, une méthode est présentée pour inclure dans la section effi-
cace de production la désintégration du fermion. Une approximation est intro-
duite et s’avere applicable au quark top car sa largeur est beaucoup plus petite
que sa masse. On utilise ensuite cette méthode pour la désintégration t — bW+



qu’on veut inclure dans la section efficace calculée au chapitre 3.

Au chapitre 5, la méthode du chapitre 4 est appliquée au mode de désin-
tégration t — bH™ prévu par le modéle supersymétrique minimal.

Au chapitre 6, des résultats des calculs des chapitre 3, 4 et 5 sont présentés
sous forme graphique. Ces derniers sont évidemment accompagnés de commen-
taires.

En terminant, mentionnons que ce document ne se veut pas une étude ex-
haustive du sujet. Des résultats plus complets que ceux obtenus nécessiteraient
de pousser plus loin le travail en ayant recours notamment a des simulations

numeériques.



CHAPITRE 1

CONCEPTS THEORIQUES.

Dans ce chapitre, nous allons résumer brievement la théorie du modele de
Glashow (1961), Salam (1968) et Weinberg (1967), modéle trés connu aussi sous
le nom de modele standard (MS). Ce modele décrit les interactions électro-faibles
entre les particules élémentaires. Nous n’aborderons pas dans le présent travail
le probleme des interactions fortes entre quarks. Evidemment, la gravité est
aussi tenue sous silence.

A T’heure actuelle, le MS n’a pas encore été pris en défaut par l’expérience.
C’est a la fois heureux et malheureux. Heureux parce qu’il est & peu prés
démontré qu’il s’agit la d’une bonne théorie pour décrire les phénomeénes mi-
croscopiques & basse énergie (nous entendons ici par basse énergie les énergies
atteintes dans les accélérateurs existants). En effet, toutes les particules prévues
par ce modele ont révélé leur existence a l’exception du boson de Higgs, le quark
top étant la derniére a ce stade-ci. Toutefois, certains aspects du modele, ou
certaines questions auxquelles il ne répond pas ont amené beaucoup de gens a
aller au-dela du MS. D’autres modeles ont donc été élaborés jusqu’ici, et leurs
prévisions a basse énergie doivent étre en accord avec celles du MS. Or, en vali-
dant le MS, ’expérience ne nous fournit aucun indice sur ce que devrait étre un
modele qui se veut plus général. Il en résulte un éparpillement théorique ot on
assiste & une multiplication des modeles et ou personne ne sait vraiment qui a
tort et qui a raison.

Parmi ces modéles, nous considérerons le modéle supersymétrique minimal
(Haber et Kane, 1985) (MSSM). Nous nous pencherons sur un processus dans
le MSSM au chapitre 6, et nous aborderons rapidement quelques uns de ses
aspects théoriques dans le présent chapitre. En attendant, débutons avec les

interactions électromagnétiques.



1.1 Rudiments d’électrodynamique quantique (EDQ).

L’électrodynamique quantique est la théorie quantique des interactions é-
lectromagnétiques qui décrit les photons et les particules chargées. C’est une
théorie de jauge basée sur le groupe U(1). Le boson de jauge, particule qui
véhicule l'interaction, est le photon. C’est 'EDQ qui explique le mieux présen-
tement la nature de la lumiere. Le photon ayant une masse nulle, nul besoin de
recourir a la notion de brisure de symétrie spontanée. De plus, le photon étant
neutre, il ne peut pas provoquer de transition entre particules comme c’est le
cas avec les interactions faibles. Nous n’aurons donc pas besoin ici de la notion
de chiralité. Enfin, 'EDQ est une théorie renormalisable & tous les ordres de
perturbations. |

Le lagrangien de 'EDQ est (Depommier, 1990)

L= —iFﬂyF""+zﬁ(i@—eA—m)w (1.1)

ou F¥Y = OgFAY — 0¥ A* est le tenseur électromagnétique, 1) est un spineur
de Dirac (4 composantes) pouvant représenter & la fois les états de spin et
les états d’énergie positive ou négative (anti-particule), et A* est le potentiel
électromagnétique. Ce lagrangien est invariant sous une transformation de jauge

locale du genre

AP o A = AF — O*y, (1.2a)

Y — ' = exp(iex)y. (1.2b)

Cette transformation est dite locale parce que la fonction y dépend des z#.
Seule la présence du champ A* assure l'invariance de jauge. En l'absence du
champ A*, I’équation n’est invariante que sous la transformation globale, i.e.
quand y ne dépend pas des z*. Cette symétrie implique, en vertu du théoréme
de Noether, la conservation du courant. En présence du champ, et donc de
la symétrie locale, il sera commode de définir un opérateur de dérivation dit

covariant sous la transformation de jauge locale:

D* = 8" + ieA* (1.3)

ayant la propriété suivante sous la transformation de jauge:



D#+p — D'"4p' = exp(iex)D* 1. (1.4)

Mais revenons au lagrangien lui-méme (éq. 1.1). On reconnait dans le pre-
mier terme le lagrangien d’un champ électromagnétique libre, i.e. un champ en
’absence de charges et de courant. Le terme (i@ — m)y représente le mouve-
ment d’un fermion libre. C’est en fait le lagrangien de 1’équation de Dirac d’une

particule libre. L’interaction photon-fermion est donc inscrite dans le terme

—iep AP = —iedy, AP Y. (1.5)

On en déduit que le couplage photon-fermion est

—1e,. (1.6)

La subtilité de ce lagrangien est contenue dans ce terme. On a fait remar-
quer plus haut que L était invariant sous une transformation locale du groupe
U(1), et ce grace au terme d’interaction. Sans ce terme, seule la symétrie glob-
ale survit. Or c’est justement en exigeant de cette symétrie qu’elle soit locale et
en modifiant en conséquence le lagrangien sans interaction qu’on obtient le dit
terme d’interaction.

Derniére remarque, le lagrangien ne contient pas de terme de la forme A2.
Ce terme a la forme d’un terme de masse. On peut voir en effet par le biais d’une
analyse dimensionnelle qu'un terme de la sorte serait précédé d’un facteur de
masse au carré. Cette masse serait celle du photon. Son absence est donc liée & la,
masse nulle du photon. Notons qu'un terme de cette forme briserait 'invariance
de jauge. L’invariance de jauge des interactions électromagnétiques est donc une
conséquence du fait que le photon est une particule sans masse (Depommier,

1990) et a pour conséquence la conservation du courant électromagnétique.

1.2 Neutrinos et chiralité.

Le neutrino (spin-1/2) est une particule assez étrange. D’abord, comme
son nom l’indique, il n’a pas de charge électrique. Il n’interagit donc pas avec
le photon. Ensuite, comme ce n’est pas un quark, il est aussi insensible aux
interactions fortes. La seule chose qui puisse I'influencer est I’interaction faible.
C’est la raison d’ailleurs pourquoi il est si difficile a détecter. Il n’a pas de masse,



ou alors une masse extrémement faible. Et finalement, son hélicité (projection
du spin sur I'impulsion) est toujours négative, ou presque toujours.

Dans le modele standard, nous supposerons a priori que le neutrino n’a pas
de masse et que son hélicité est toujours négative. Ce n’est pas le cas dans
tous les modeles. Cela reste tout au moins une excellente approximation de la
réalité (expérimentalement, le neutrino de 1’électron a une masse inférieure 2
2 x 1078GeV).

Voyons maintenant les conséquences de tout cela. D’abord, le fait qu’un
seul état d’hélicité soit accessible a une particule viole la parité. L’hélicité étant
un pseudo-scalaire, elle change de signe sous une transformation de parité. Une
physique invariante sous une transformation de parité exige donc que les deux
états d’hélicité participent également a I'interaction (Aitchison et Hey, 1989).

Soit u(p, A) le spineur d’un fermion. On peut montrer que (Haber, 1994)

uil = %(1+75,é)(15+m) (1.7)

ou A est I’hélicité et s le vecteur de spin. Si la masse de ce fermion tend vers

zéro, on a £ — (2\/m)p et cette expression devient

1
Uy = 5(1 + 2)\’75 )]S (18)
Dans le cas du neutrino, A = —1/2. Apparait alors le projecteur d’état
gauche:

1

P; = 5(1 - 5)- (1.9)
Le projecteur d’état droit est
1

Ce sont les opérateurs de chiralité. L’espace des états d’un systéme physique
peut étre divisé en deux sous-espaces orthogonaux gauche et droit. Lorsqu’un
fermion n’a pas de masse, la chiralité et I'hélicité deviennent deux choses iden-
tiques. Nous dirons par convention qu’il n’y a que des neutrinos gauches. Cette
afirmation exclut automatiquement la présence d’un terme de masse pour le
neutrino dans le lagrangien, car ce genre de terme mélange les états gauches

avec les états droits (Depommier, 1990):



Y =YY + PrYL (1.11)

qui est évidemment nul si g est exclu. Nous utiliserons la notion de chiralité

quand nous parlerons du modéle standard.
1.3 Brisure de symétrie spontanée.

A la section 1.5, nous allons développer le lagrangien du MS. Mais aupa-
ravant, il est impératif de se pencher sur une difficulté & laquelle nous serons
confronté. Il est clair physiquement, a cause de leur courte portée, que les
interactions faibles sont véhiculées par des bosons de jauge massifs (Aitchison et
Hey, 1989). Or, nous avons vu que ceci pose un probléme d’invariance de jauge.
Pour solutionner ce probleme, nous allons recourir au mécanisme de Higgs. Pour
illustrer ce mécanisme, étudions l’exemple suivant: comment pourrions-nous
donner une masse au photon tout en préservant I'invariance de jauge?

Pour y arriver, écrivons un lagrangien décrivant d’une part le champ électro-
magnétique et d’autre part un nouveau champ scalaire complexe ¢ (Depommier,
1990).

L= —%Fqu’“’ + (D“¢)*(D#¢) +‘u2(¢t¢) _ /\((}5*¢)2 (112)

Le deuxiéme terme est le lagrangien de 1’équation de Klein-Gordon pour une
particule scalaire sans masse dans un champ électromagnétique: D*D,¢ = 0.
12 et A sont des constantes positives. Les deux derniers termes correspondent &

un potentiel:

V(¢) = —p2(¢"9) + Mo ¢)*. (1.13)

La caractéristique déterminante d’un champ scalaire est qu’il se couple avec
le champ électromagnétique par le biais d'un terme de la forme g?¢*¢A,A*.
Bien qu’il s’agisse d’'un terme d’interaction, la forme ressemble étrangement a
un terme de masse. Tout le mécanisme de Higgs est basé la-dessus.

On peut se demander aussi ce que vient faire le potentiel que nous avons
introduit dans le lagrangien. Ce potentiel est congu pour donner une valeur
non nulle au champ ¢ dans ’état fondamental, i.e. le vide. Pour connaitre la
valeur que prend ¢ dans le vide, il faut minimiser le potentiel V(¢). On a un



minimum pour ¢ = /u?/2) exp(iw) qui est bien une valeur non nulle. On écrira
en général

6= —5(n+v)expligh/v) (1.14)

avec v = \/u?/A. Voyons ce qui se passe quand on substitue cette expression

dans le lagrangien. Penchons-nous en particulier sur le terme

2

(8um)(01) + Z5(n +v)(8,6)(6*6)

v

N =

(Dy¢)"(D*¢) =

2
+g2(n + v)2A,‘A" + 2%(77 + v)2(8#9)A“ )

(1.15)

Dans ce terme, on a deux champs scalaires qui sont couplés avec le champ
électromagnétique: 6 et (n+ v). Le photon est sans masse et a donc deux états
de polarisation, ce qui nous fait quatre degrés de liberté en tout. On sait que ce

lagrangien est invariant sous la transformation de jauge:

¢ — (;5' = exp(—ig@/l))(ﬁ = %(n + v), (1.16a)
, 1
Ay — A, =4+ ;@#9, (1.16b)
Fy.u_’F;w:Fy.u (1166)
et
D,é — D,¢' = exp(—1g8/v)D,¢. (1.16d)

Une fois cette transformation de jauge appliquée, on trouve

(D))" (D*6) = 5| @um)(@*n) +*(n + oV dud® | (117)



La premiere chose qui nous frappe est 'absence du champ 6. On a donc
perdu un degré de liberté. Pour le récupérer, nous allons interpréter différem-
ment le dernier terme. Si on considére que le champ scalaire restant est 7 et

non (7 + v), alors on a un terme

giviA, AF (1.18)

qui ne contient plus le champ scalaire et qui doit par conséquent étre interprété
comme un terme de masse. La masse du photon est gv et le degré de liberté
manquant est retrouvé par le nouvel état de polarisation longitudinale auquel le
photon a maintenant accés. Le champ scalaire restant est le boson de Higgs.

Deux jauges équivalentes donc, mais une seule qui correspond au bon point
de vue physique. Si le photon avait vraiment une masse, la jauge physique serait
la seconde. Il serait possible de travailler avec la premiére a condition cependant
d’inclure les couplages avec le champ scalaire §. Mais cette particule scalaire
serait fictive. C’est & ce niveau qu’il y a brisure de symétrie. D’une part, les
deux points de vue sont équivalents (symétrie). Que le photon ait une masse ou
que la particule 8 existe sont deux réalités équivalentes. Mais dans les faits, la
nature en choisira une (brisure de la symétrie).

On retrouve ce genre de raisonnement en mécanique classique lorsqu’on
traite les référentiels accélérés. Deux points de vue sont alors valables: le
référentiel est non galiléen et des termes inertiels en sont la manifestation, ou
on considére le référentiel comme étant galiléen et on ajoute des forces fictives
au probleme. Les deux points de vue sont rigoureusement équivalent, mais un

seul correspond a la réalité.
1.4 Rudiments des théories de jauge non abélienne.

Avant d’entrer dans le vif du MS, faisons rapidement le survol des notions
élémentaires des théories de jauge non abélienne. Pour des raisons de simplicité,
et aussi parce que c’est ce qui nous concerne dans le MS, nous nous contenterons
d’étudier le cas du groupe SU(2). Dans ce groupe, la transformation de jauge

est (Depommier, 1990)

b — Y = exp(ilyax)y (1.19)



ou ¥ est un doublet, Iy les générateurs du groupe soit les matrices de Pauli
multipliées par un facteur 1/2, et oy trois phases. La dérivée covariante est
D, =98, +1gA, avec g la constante de couplage associée au groupe SU(2) et

Ay =LA} (1.20)

un potentiel d’interaction (il ne s’agit plus de photons ici). La condition de

covariance

Dy — D" = exp(ilrar)Dy (1.21)

nous indique que la regle de transformation du potentiel est

, . . 1 . .
A, = exp(ifrak)Ay exp(—iliog) — ;exp(zlkak)(aﬂm)fl exp(—ilmam). (1.22)
Le tenseur du champ est défini par

Fu =0,A, —3,A, —ig[A,, A,). (1.23)

Ce tenseur se transforme de la facon suivante:

F,, — F,, =exp(ilyo)F,, exp(—ifiay). (1.24)

Mais la quantité qui intervient dans le lagrangien est

Tr(F,, F*) = Tr(F.,F'*) (1.25)

qui est invariante sous la transformation de jauge. Dans la section suivante,

nous devrons générer un champ de jauge basé sur ce groupe.
1.5 Rudiments du modele standard.

Le modele standard est une théorie de jauge non abélienne a symétrie brisée
décrivant les interactions électro-faibles entre leptons et quarks. Ce modéle est
fondé sur le groupe SU(2)xU(1). Il doit respecter un certain nombre d’observa-
tions physiques, notamment (Depommier, 1990)

la violation maximale de la parité dans les courants faibles chargés,
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la masse nulle du neutrino,

et la masse nulle du photon.

Dans le but d’obéir a ces contraintes, les états physiques gauches seront des
doublets obéissant a la symétrie SU(2), et les états physique droits seront des
singulets obéissant a la symétrie U(1). Les neutrinos, on le sait, n’auront pas
d’état droit et ne pourront pas avoir de masse. Pour l'instant, nous allons nous
limiter & une seule génération de leptons et de quarks:

Ve u
( e >L76R3 (d)L’UR’dR.

Un champ scalaire est introduit sous forme de doublet qu’on peut écrire:

1 0 :
¢ = 7 (77 N v) exp(1glx0k V) (1.26)

qui se transforme par

. 1
QS — QSI = exp(ZgIkak + zgngao)qS. (127)

Le champ scalaire introduit ne contient que trois phases 8; sur une possi-
bilité de quatre. En effet, aucune phase n’a été introduite pour le groupe U(1).
C’est que le photon doit rester sans masse. On n’a donc besoin que de trois
phases (il faut noter cependant que la transformation de jauge a été écrite en
général et contient donc quatre phases oy et ). Le champ scalaire 1 est le
boson de Higgs qui lui ne sera pas absorbé. La transformation de jauge nous

permet d’avoir

¢,:%(n20). (1.28)

C’est dans cette jauge qu’on pourra avoir trois bosons massifs. La dérivée
' covariante s’écrit

1

D,=08,+ z’gIkW‘ic + ig'2

YB, (1.29)

ou Y est I’hypercharge. On attribue au secteur scalaire une hypercharge de un.

Dans le vide, on a

11



. y 11 ) )
(D#¢)T(D“¢) —(0 v) l:a#_zg[kI/V:—zg 5B#} l:ap‘*‘lgIka#‘*‘lg’}.B#:I (S) .

2
(1.30)
Le terme g, W} + g'%B“ est proportionnel a
gW3' +g¢'B*  gWY —igWy
gWE 1+ igWt _gWk 4 g B )" (1.31)

Le terme de masse est donc

: . 2
(0 v) gW3 +g'B*  gW} —igWy 0
Wy +igWs —gWy' + ¢'B* v

= g2V (W} + W (W, — iWa,) + 02 (—gWi + ¢'B*)(—gW,s +4¢'B,). (1.32)

Nous allons diagonaliser cette expression pour faire disparaitre les termes
mixtes entre W3 et B, Ceux-ci représentent les courants neutres parce qu'ils
sont multiplié par des matrices diagonales dans l'interaction et ne provoquent
donc pas de transitions dans les doublets (état gauche). La diagonalisation se

fait par la transformation orthogonale suivante:

Wy = Z* cosOw + A" sin fw (1.33a)

BY = —Z"sinfw + A* cosfw . (1.33b)

La masse nulle du photon nous ameéne a poser gsinfw = g’ cos §w pour annuler

le terme A, A*. Par ailleurs, il nous reste

(vg)?

cos? Oy

ZrZ,. (1.34)
Les courants faibles chargés sont contenus dans

, 1

La seconde représentation correspond bien aux transitions dans les doublets et
W= sont les deux bosons de jauge chargés. On le constate en écrivant explicite-

ment

12



, 0 1
I+=Il+7,12 = (0 0>, (135(1)

. 0 0
I_=Il—112:<1 0>, (1.35b)

Wh = W +1W) et W2 = W} — W), Les masses des bosons de jauge sont
donc Mw = %vg = Mz cos Ow.
Penchons-nous maintenant sur les interactions entre fermions et bosons de

jauge. Ces interactions sont contenues dans le terme

_ 1 '
g[)p’y#(—gIkW: —g’EYB“)‘gZ)F. (1.36)

Commengons par les courants chargés. Ces derniers ne font intervenir que

les parties gauches des états physiques:

1 —
(Ue) - PL"v["Ieptons = 1k 'leeptons- (137)
e/, 2

Les termes d’interaction seront dans le cas des leptons (ils sont semblables pour

les quarks):

1-— 1-—
g[z_/e'y#—275 e~ Wi+ & v, s

2

v WE]. (1.38)

La violation de la parité sera maximale car les coefficients de v, et de v,vs
sont égaux dans le couplage. Par contre, ce ne sera pas le cas dans les courants

neutres:

- 1 1
gUFY. | Z* (I3 cos® By — é-Y sin? 8y ) + A¥ sin Oy (I5 + EY) Yr. (1.39)

cos Ow
A# étant le photon, on posera gsinfw = e, et Q@ = I3 + —21-Y. I3 vaut i%
et est appelé isospin faible. On fait une analogie entre le spineur et le dou-
blet gauche. Le neutrino et le quark up se voient donc attribuer I'isospin +%,
I’électron et le quark down l'isospin —%. De ce point de vue, un neutrino et un
électron apparaissent comme deux états différents d’'un méme systéme physique.
Q est la charge électrique en unité de charge élémentaire (charge d’un pro-
ton). Les quarks d’isospin +3 ont une charge 2e et les quarks d’isospin —1 une
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charge ——%e. On peut alors faire les attributions d’hypercharge en conséquence.

L’interaction avec les courants neutres peut donc s’écrire

Fr| 24 S (15~ Qsin® b1) + cQ4* | (1.40)

cos O

Le photon ne fait pas de discrimination entre les états gauches et les états
droits. Il n’est pas couplé avec le neutrino, celui-ci n’ayant pas de charge
électrique. Le Z° va interagir différemment avec les états gauches et les états
droits. Pour le voir, rendons ces états explicites & ’aide des projecteurs de chi-
ralité i.e. en utilisant ¢ = ¥ + ¥Yr = Pry¥ + Prt et en se rappelant que I3
n'intervient que dans I'état gauche, puisqu’il est relié au groupe SU(2):

1 -7
2

7 1+ g . 2
I; — 0
vr 2 ’Y‘LCOSQW(S Qsin” w)
1+
9

1-— ;
+ ’stu(—anQ fw) 5

YrZ*

_ 1 . 1
= Pru |(51s = @sin® Ow) — S Isys |Yr 2", (1.41)

On voit que la parité est violée, mais pas de fagon maximale.

Nous avons vu comment le MS donnait de la masse aux bosons de jauge des
interactions faibles. Nous venons de voir les interactions de ces derniers avec
les fermions. Reste a résoudre le probleme de la masse de ces fermions. On

introduit de nouveaux couplages, dits couplages de Yukawa:

Gup [Ede + R(df)*L] + Giown [E¢R + R&L}

:Gup{(m 2 (8) urtin(v 0) (Zﬁ)}

+Gd0wn[(uL jL)<0)dR+JR(0 ”(Zi)]' (1.42)

v

Ces couplages reproduisent des termes de masse de Dirac, donc donnent de la
masse aux fermions tout en préservant la symétrie SU(2)xU(1). La faiblesse de
ce procédé est qu’il faut autant de nouvelles constantes de couplage qu’il y a de
fermions massifs dans le modele (Aitchison et Hey, 1989).
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Pour étendre le modéle & plusieurs générations de fermions, on doit faire
I’hypothese que c’est le méme groupe de symétrie qui s’applique aux nouvelles
générations, avec les mémes constantes de couplage. C’est I’hypothése de 1’uni-
versalité (Depommier, 1990). Le fait de considérer de nouvelles générations de
fermions ameéne cependant un dernier probléme.

Il est possible d’avoir des transitions diagonales entre les doublets consti-
tuant les différentes générations de quarks. Ainsi, en plus d’avoir d —» uW ™, on
pourra avoir aussi § — uW ™. Il faut tenir compte de ce mélange. Pour le cas
de deux générations, on écrira les doublets

v ¢ (143
dcosf, + ssinf, / '\ —dsinf, + scosb, (1.43)

On peut mettre les amplitudes de probabilité de transition sous forme ma-

d.\ _ [ cosf. sinb (d
(Sc)_<—5in9c cos@c) (3) (1.44)

Dans le cas de deux générations, seul ’angle de Cabibbo (8,.) est nécessaire

tricielle:

pour décrire le mélange (Cabibbo, 1963). La matrice orthogonale ci-dessus est
appelée matrice de Cabibbo. §. ne peut étre prédit et est donné par ’expérience.
Evidemment, 'orthogonalité de la matrice vient du fait que, par exemple, la
probabilité d’avoir s - W™ c ou s = W~ u est de un.

Pour un modele a trois générations, la matrice de Cabibbo est remplacée
par la matrice de Kobayashi-Maskawa (Kobayashi et Maskawa, 1973) qui en est
la généralisation 3 x 3. Cette matrice est unitaire et dépend de trois angles et
une phase, autant de nouveaux parametres qui échappent a la prédiction et qui
doivent étre mesurés.

Pour finir, le MS est en bon accord avec ’expérience, mais muet sur un
certain nombre de questions fondamentales. Il ne dit pas pourquoi il y a violation
de la parité dans les courants faibles, ne donne aucun indice sur le nombre de
générations de fermions, et contient une bonne quinzaine de parametres libres.
Le mécanisme de génération des masses est introduit de fagon artificielle.

C’est pourquoi, malgré son succes, d’autres modeles ont été élaborés. Nous

allons maintenant nous pencher sur I'un d’eux.
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1.6 Eléments de Supersymétrie (SUSY).

Précisons d’abord que SUSY (Haber et Kane, 1985) ne constitue pas un
modele, mais bien une catégorie de modéles, tous basés sur ce qu’on appelle une
supersymétrie. La supersymétrie est une symétrie hypothétique de la nature.
Selon elle, on aurait un fermion associé a chaque boson, et un boson a chaque
fermion. On peut en effet, comme il existe des opérateurs qui transforment
des électrons en neutrino, postuler ’existence d’un opérateur qui transforme un
boson en fermion et dont le conjugué effectue l'opération inverse (Kane, 1993):

Qlb>=|f >. (1.45)

Par convention, les partenaires des bosons (fermions) seront nommeés en ajoutant
le suffixe -ino (ex.: photino, Wino...) et les partenaires des fermions (bosons)
par le préfixe s- (ex.: selectron, up squark...). On notera un partenaire super-
symétrique de la facon suivante: & W, ...

Il semble cependant que si cette symétrie existe, elle doit étre brisée a basse
énergie. Sinon, nous verrions des phénomenes tels qu'un atome d’hydrogéne
constitué d’un selectron et de trois squarks. Ce genre de chose n’ayant pas été
observée, la supersymétrie ne peut qu’étre brisée, si supersymétrie il y a. Mais
justement, pourquoi y aurait-il une supersymétrie dans la nature?

Il y a de bonnes raisons de croire que la nature pourrait posséder une su-
persymétrie. D’abord parce qu'on peut en déduire le mécanisme de Higgs et
qu’on n’a donc plus besoin de 'introduire & la main. De plus, une théorie super-
symétrique invariante de jauge localement aurait des liens avec I'interaction grav-
itationnelle et permettrait peut-étre d’unifier aux forces fortes et électrofaibles
ce compagnon solitaire. Enfin, les modeles supersymétriques prévoient que le
partenaire le plus léger serait stable. On aurait alors une particule dont la masse
est de ’ordre du GeV et qui n’interagit pas fortement (Kane, 1993). Il serait pos-
sible d’expliquer le probléme de la masse manquante de cette fagon. Toutefois,
meéme si tout cela est trés attrayant, on ne doit pas oublier qu’aucune particule
supersymétrique n’a été révélée par ’expérience jusqu’a ce jour.

Le modele supersymétrique le plus simple est construit a partir du modele
standard. En autant qu’on connait les masses des particules du modele, on peut
faire des prédictions théoriques. Il s’agit simplement de postuler I’existence de

la supersymétrie et de construire les couplages.
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On utilise les couplages déja connus du MS, et on remplace par paires
les particules par leurs partenaires. On obtient des couplages du MS super-
symétrique. On doit toujours remplacer les particules du MS par paires pour
des raisons de représentation de I'isospin faible. Mathématiquement, la présence
d’un seul spineur n’est pas possible dans un terme du lagrangien, chaque terme
devant étre un scalaire. C’est pour cette raison d’ailleurs que la particule super-
symétrique la moins massive doit étre stable. Si on remplace les particules par
paires dans les couplages, la désintégration d’un partenaire donne toujours un
autre partenaire et ainsi de suite. Un partenaire stable finira donc par passer
dans le détecteur, et ce doit évidemment étre le plus léger.

Un modele généré de cette fagon pourrait s’appeler modele standard super-
symétrique. Nous l'appellerons modéle supersymétrique minimal (MSSM). Un
mode de désintégration du top dans ce modele sera étudié dans le chapitre 6 du

présent travail.
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CHAPITRE 2

ASPECT TECHNIQUE ET JUSTIFICATION DU PROBLEME.

Ce chapitre sera consacré a motiver le probléme en premier lieu, i.e. ex-
pliquer en quoi il serait avantageux d’utiliser une collision vy pour produire
des fermions lourds, et, en second lieu, a faire un survol des différents aspects
techniques qu’impliquerait un éventuel collisionneur vy de hautes énergies et
les conséquences sur les résultats expérimentaux. Nous ne nous attarderons pas
cependant sur ce dernier point, n'ayant pas tenu compte de ces conséquences

dans notre travail subséquent.
2.1 Pourquoi v~7

Etant donné qu'il n’existe pas encore & ce jour de collisionneur v+ de hautes
énergies, cette question nécessite une réponse. D’un point de vue général, il va
de soi que l'utilisation de photons pour lever le voile entre nous et la réalité
naturelle du monde n’est pas du tout nouvelle. C’est en fait le moyen qu’utilisent
la plupart des individus tous les jours pour leur environnement quotidien. Du
coté scientifique, le microscope électronique est historiquement trés récent et le
photon est encore tres utilisé. Ceci pour dire qu’il y a une certaine noblesse &
envisager d’utiliser des photons pour sonder la matiere aux plus petites échelles
atteignables.

Malis en ce qui nous concerne vraiment, il y a deux raisons fondamentales
qui font du photon un outil justifié:

D’abord, la photoproduction de particules ne fait intervenir, contrairement
3 une collision e*e™, que l’électrodynamique quantique. Ceci fait du mode de
production photonique un processus indépendant du modele utilisé (Baillargeon,
Bélanger et Boudjema, 1994). La production étant alors un phénomene trés bien
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compris, il est plus facile ensuite de se pencher sur la désintégration exclusive-
ment. Un écart entre les résultats théoriques et expérimentaux ne pourra venir
que de la désintégration de ce quon aura produit. Nous allons revenir sur ce
point au début du chapitre 3.

Te~. Notre travail

L’autre avantage est complémentaire a une collision e
consiste entre autres choses, a garder la dépendance des configurations de spin
dans les processus que nous étudierons. Le photon, parce qu’il est sans masse,
n’a accés qu’aux deux modes polarisations transversales. Le moment cinétique
le long de I’axe d’incidence (J;) peut donc prendre les valeurs 0 et 2. Dans une
collision ete™, & cause de la faible masse de 1’électron, la chiralité se confond a
toute fin pratique avec le spin. Cela a pour conséquence de nous limitera J, = 1.
Les deux sortes de production nous permettent de couvrir toute la gamme de
moment cinétique du systéme, et en ce sens, ils se completent (Baillargeon,
Bélanger et Boudjema, 1994).

De toute évidence, le second argument ne permet en rien de rejeter ete™.

Il ne fait que montrer toute I'importance d’étudier aussi v~.
2.2 Production de photons de hautes énergies.

11 s’agit maintenant de voir comment il est possible de produire des photons
avec suffisamment d’énergie pour produire des fermions lourds, i.e des énergies
de 'ordre de plusieurs centaines de GeV. Il est important de ne pas oublier qu’il
ne suffit pas d’utiliser un laser trés puissant, car chaque photon pris individuel-
lement doit lui-méme étre tres énergétique.

Pour y arriver, on peut procéder par rétrodiffusion de Compton (Bail-
largeon, Bélanger et Boudjema, 1994). L’idée est la suivante: on dirige un
faisceau laser dont la fréquence (énergie des photons) est de l'ordre d’un eV
sur un faisceau d’électrons de hautes énergies et ce, avec un trés petit angle.
L’interaction entre le photon et ’électron s’effectue a quelques centimeétres de
I’endroit ou linteraction entre deux photons aura lieu. Par rétrodiffusion, les
photons peu énergétiques sont convertis en photons tres énergétiques, et le con-
traire se produit pour I’électron car le photon prend I’énergie de I’électron dans
une proportion qui peut aller jusqu’a 83 %.

I1 est suggéré que 1’électron de faible énergie soit ensuite écarté a l’aide d’un
champ magnétique trés puissant. La présence de ces électrons dans la région
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d’interaction donnerait lieu a bon nombre de processus qui compliqueraient le
traitement du signal.

Cette technique de rétrodiffusion a cependant le désavantage de donner un
spectre d’énergie pour les photons plutoét qu’une énergie fixe. On n’obtient pas
une lumiére monochromatique. Les événements qu’on obtiendra par la suite
auront un centre de masse qui se déplace et il faudra en tenir compte. Nous ne
nous pencherons pas sur ces questions dans le présent travail, mais on gardera
a Desprit qu'un traitement plus approfondi devra prendre en considération le

spectre d’énergie des photons.
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CHAPITRE 3

SECTION EFFICACE DE PHOTOPRODUCTION
D’UN FERMION LOURD.

Dans ce chapitre, nous allons calculer la section efficace pour un processus
de collision entre deux photons résultant en deux fermions lourds. Nous sup-
poserons donc la masse des fermions suffisamment grande pour qu’aucune ap-
proximation ne puisse étre effectuée. Cette contrainte est motivée par l'utilisa-
tion ultérieure que nous ferons de ce résultat. Comme nous nous proposons
d’étudier le cas ou le fermion en question est un quark top, nous ne pourrons
pas utiliser une expression qui néglige la masse devant 1’énergie.

D’autre part, nous ne ferons pas de sommation sur les états d’hélicité des
particules impliquées dans le processus, soit deux photons et deux fermions.
Nous avons deux raisons pour ne pas le faire. D’abord, les lasers sont des
sources de photons faciles a polariser. Le fait de pouvoir contréler le moment
cinétique total du systeme de particules est une fagon d’obtenir de 'information
supplémentaire dont il serait dommage de se priver. Enfin, la méthode qui
sera introduite plus loin pour inclure la désintégration du fermion lourd fait
apparaitre un projecteur de spin dans ’expression de la section efficace de pro-
duction.

Une caractéristique trés avantageuse de ce processus est qu’il n'implique
que des interactions électromagnétiques. Seule la théorie de 1’électrodynamique
quantique (EDQ) est nécessaire pour mener a bien ce calcul. L’EDQ est sans
contredit parmi les théories physiques les plus précises. Tous les modeéles, que ce
soit le modele standard, le modele supersymétrique (SUSY) ou autres, doivent
étre cohérents avec ’'EDQ. On peut donc affirmer qu’un processus purement
électromagnétique est indépendant du modele utilisé. (Baillargeon, Bélanger et
Boudjema, 1994).
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Cette derniere considération a deux conséquences. Le résultat de notre
calcul pourra étre utilisé sans modifications peu importe dans quel contexte
théorique nous choisirons de désintégrer le fermion lourd. Deuxiémement, tout
écart éventuellement observé entre le résultat théorique et expérimental devra
étre exclusivement imputé a la désintégration du fermion, et non a son mode de

production. Evidemment, ces deux conséquences sont intimement reliées.
3.1 Définition du probléme.

Nous allons nous contenter d’effectuer le calcul au premier ordre. En EDQ,
cette approximation est précise car la constante de couplage est trés petite (o =
e?/4n = 3= & basse énergie). A cet ordre, nous avons deux diagrammes de
Feynman. Le canal t et le canal u.

2
A
|

T

figure 3.1 —Diagrammes de Feynman vy — ff.

Les diagrammes montrent que nous avons besoin du couplage photon-fer-

mion-fermion et du propagateur d’un fermion. Dans le premier cas, nous avons



—1e". (3.1)
Le propagateur est
(g +m)
@ —m?) (3.2)

ou ¢* est le vecteur d’impulsion du fermion.

Soit M, I’élément de matrice associée a ce processus. Nous avons

|Mi[* = | M |* + |My|* + 2Re(M,M]) ' (3.3)

ou M, et M, sont les éléments de matrice associés au canal t et u respectivement.
Notons la présence d’un terme d’interférence. Nous allons d’abord calculer | M, |?
de maniére détaillée pour illustrer la méthode de calcul, puis nous passerons plus
rapidement sur [M,|? et 2Re(M,M]), le calcul étant trés similaire.

Avant de continuer, notons que nous avons utilisé le symbole e pour la
charge du fermion considéré. Généralement, ce symbole est utilisé pour la charge
du proton. Nous introduirons a la fin du calcul un facteur ef supplémentaire

pour les fermions dont la charge differe de celle du proton.
3.2 Méthode des traces.

Commencons par écrire au long M;:

M; = a3(p3, A3)(—te7,) (M ) (—iev)ve(pes Ae)el (kr, M ey (k2, A2)  (3.4)

g* —m?)
ol iz est une notation pour u;*yo, g = p3 — k1 = k2 — p-(transfert d’impulsion)
et t = q* (variable de Mandelstam).

La valeur absolue élevée au carré est

L,

&

mﬂiiﬁ](é + m)ﬁgvé‘v_éf;(é + m)ﬁ;us (3.5)

On peut écrire la méme expression en traduisant le produit matriciel par des

|M,|* =

indices, de cette fagon, ’ordre d’écriture perd son importance. Ainsi:
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=

|M,|* = (t_e—mz)zuslﬂsi[ﬁl (¢ +mby)ijvegtalfs (4 + m)E . (3.6)

On remarque que les indices sont les mémes au début et a la fin. On a donc
maintenant la trace d’un produit de matrices carrées (Aitchison et Hey, 1989).
En utilisant (Haber, 1994)

us(ps, 538 (ps,53) = 5(1+ 1544 s +m) (3.70)
et

ve{pes se)0e(pes ) = 3 (1 + 15 (b= m) (3.75)
on trouve
B2 = ﬁﬂ(lﬂsﬁa)(zﬂg+m)£1(é+m)ﬁz(1+75;449(154-—m)£3(¢i+m)ﬂ-

(3.8)

En procédant de fagon similaire, on obtient également

| M |* = FTT(1+7s43) (B +m)by (d +m)A (1478 (B—m)A (4 +m)E;

4(u — m?
( ) (3.9)

olt ¢’ = ps —ky = ky — pss u = ¢'? (variable de Mandelstam) et

&

2Re(M M}) = ST m2)Tr(l +753)(85 +m)

A+ mb (L +sf ) (B m)E (d + m)gs.

(3.10)

Ici, on pourrait évaluer ces expressions avec les théoremes de trace de pro-
duit de matrices de Dirac, mais nous aurions alors a calculer des produits de
huit, dix et méme douze matrices. Nous avons donc procédé d’une toute autre
fagon.

D’abord, pour faciliter le traitement, nous avons choisi de travailler dans le
repére du centre de masse (CM):
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k, +k2=p3+p4=0. (3.11)

Dans ce repere, les vecteurs d impulsion impliqués dans 1’élément de matrice

s'écrivent

= (E,0,0,E),
= (£,0,0,-E).
= (E, VE? — m2sin#,0, MCOSG (3.12)
= (E, \/ﬂSmG,O,—MCOSG).
Les vecteurs de spin obéissent aux relations suivantes (Kaku, 1993):
S;+8; = —1 s;-p;i =0. . (3.13)

Ils s’écrivent (Haber, 1994)
23 > 7 o
= 7(\/E- —m?, Esin§,0, E cos#), (3.14a)
22X
= m'(\/ E? —m?, —FEsin6,0,—F cosf). (3.14b)

Notez que nous n’avons pas introduit de dépendance de ’angle azimutal.

Il ne serait pas utile de le faire car le systéme est symétrique par rapport a une
rotation autour de l’axe des z. La réponse finale ne doit donc pas dépendre de
I’angle azimutal. Le fait de le poser nul des le début a ’avantage de simplifier
grandement les calculs.

Enfin, pour les vecteurs d’hélicité des photons, nous avons choisi la polari-

sation circulaire (Haber, 1994):

e1{A1) = 7(0 —A1,—1,0), (3.16a)

1 .
E(o,A?,—z,O). (3.160)

A D’aide de ces expressions, on effectue le produit matriciel qui nous permet

d’évaluer |M;|? dans le repére CAL. On en extrait la trace.

62(/\2) =
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|M;|? =

B (B )] [E4_<(1 —z2%)(1 = M A2)(1 — 4230
+z(1 —22)(A = M) (N3 — /\49)
+2E%m? (1 + A2 + 83— 22(1 = 2?) (A1 = Ag)(hs — )
—z%(1 = M Ag)(1 +4X 0 +25(1 - ,\1,\2))
+m4‘(z2(2 —2%)(1 = A A) (1 +4x00) —2(1 + 4,\3,\,;))
HAEmVE? —m2(A + M) (N + /\49]
(3.17)
ou r = cos¥f.
3.3 Section efficace.

Comme nous travaillons dans le repere CM, nous devons utiliser l’expression

suivante pour la section efficace (Aitchison et Hey, 1989):

dO’l _ |M1I2 1 4m2

dz ~ 32ms s
avec s = (ky + k2)? = (p3 + p)? (variable de Mandelstam). Dans le repere CM,
on a la relation E = 1./s. Si on définit

(3.18)

4 2
4= 1—%, (3.19)

on peut également montrer que

t—u
Bs

Nous accepterons cette derniére égalité comme la définition covariante de la

Ir =

(3.20)

quantité z, en se rappelant que dans le repere CM, z est simplement le cosinus
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de I'angle de diffusion. De cette fagon, une expression contenant z explicitement
pourra étre considérée comme covariante.
En faisant les substitutions nécessaires, on obtient la forme covariante sui-

vante:

dO’l _ eé_ef?_ﬁ
dz ~ 32ms3(1 — (3222)2

+s? ((1 — A A2)(1 =4 A(1 — 29) +42(1 — 2H) (A1 = X)(Ds — /\49)

|:1677’L/=_(1 + 4/\3/\/:-) <$2(2 - III2)(1 - /\1/\2) - 2)

+8m?s (25(/\1 +22) (A3 + A+ (1+ A hg +80s20) —22(1 — 22) (A = Aa)(Ag — A2)

—z2(1 = M) (1 + s + 25(1 — /\1/\2)>].

(3.21)

Comme mentionné précédemment, nous avons utilisé le symbole e pour
représenter la charge d’un fermion quelconque alors que ce symbole est généra-
lement réservée pour le proton. C'est pourquoi nous avons introduit un facteur
ef qui est la charge du fermion considéré en unité de e. Notons au passage que
le top qui sera étudié plus loin a une charge ey = 2/3.

L’équation (3.21) est originale parce qu’elle contient la dépendance des
hélicités des fermions A3 et Ax L'équation (8.2) dans l'article de Baillargeon,
Bélanger et Boudjema (1994) ne contenait que la polarisation des photons.

Une derniére remarque: si le fermion produit est un quark, on doit ajouter a
cette expression un facteur N, = 3 pour tenir compte de la sommation effectuée

sur le degré de liberté associé a la couleur des quarks.
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CHAPITRE 4

DESINTEGRATION DU TOP DANS LE MODELE STANDARD.

Nous allons maintenant nous intéresser au quark top. Plus précisément, a
sa désintégration. Cette partie du calcul sera dépendante du modéle employé,
ici le modeéle standard (MS). Nous verrons dans le chapitre suivant le méme
probléme dans un modeéle supersymétrique (SUSY).

Une fois le taux de désintégration calculé, nous allons utiliser le résultat du
chapitre précédent pour dériver la section efficace de photoproduction non pas
du top, mais bien des résidus de sa désintégration, la paire top anti-top devenant
un état intermédiaire.

Nous allons d’abord introduire la méthode qui nous permettra d’inclure la

désintégration.

4.1 Méthode d’inclusion de la désintégration dans la section effi-

cace de production.

La principale caractéristique du quark top qui nous concerne dans ce qui
suit est qu’il est trés lourd. Sa masse serait d’environ 175GeV, ce qui en fait
de loin le fermion le plus lourd du modéle standard, le second étant le bottom
avec une masse de 4.7GeV. De plus, sa largeur (taux de désintégration total)
est, relativement a sa masse, beaucoup plus faible (environ 1.5GeV).

Soit do; la section efficace pour vy — t¢, dI'; le taux de désintégration
pour ¢t — bW et enfin doj, la section efficace pour vy — t# — bW+, On a
(Kawasaki, Shirafuji et Tsai, 1973)

1 d°ps 1 d°ps
(27) 2B, (27)° 2E-

1 —e
doy = =My (27)°6(hs + k2 — ps — po) (4.1)
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ou F' = (k; - ky) est le flux covariant,

1 d3p5 1 d3ke
(27‘(’)3 2E5 (271')3 2E6

1 el
ATy = 5—|Ma[*(27)8(ps — ps — ks) (4.2)
= 4

et

) 1 2 Lol
doyy = —|My2|*(27)"6% (k1 + ky — pe— ps — ke)

4F
1 d&®ps 1 &ps 1 d%ke
(27)% 2B, (27)3 2Es (27)® 2E¢

(4.3)
Les éléments de matrice s’écrivent
M1 = 'lTL3A,
Mz = Bus, - (4.4)
M2 = B— Z(IS32+ ”7‘)
p3 —mi + il'vmy

En effet, dans le premier cas, le top est un fermion qui sort du diagramme
(us), dans le second cas, il entre dans le diagramme (u3) et finalement, dans le
troisieme cas, il est coincé entre deux vertex et donc propagateur. A et B ont

la structure matricielle d’un spineur. De plus,

| My |? =

= m§)12 T B(p, + mi)AA(B, + my)B (4.5)

contient un facteur qui peut s’écrire

(p3 —=mi)? +Timi  mily (pf —mi)?/mi+T%/m} '

Comparons cette derniére expression avec une définition de la fonction delta

de Dirac:

1., €
bo) = lm s (47)

Sachant que
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§(az) = —6(z), (4.8)

la|

et que % & 1, on remplacera lors de I'intégration (Kawasaki, Shirafuji et Tsai,
1972)

1 s 2 9
(P —mdf Timt il 0 ()

Insistons pour rappeler que cette approximation n’est valable que si l'expres-
sion qui est approximeée est intégrée.
Utilisons maintenant I'identité suivante (Kawasaki, Shirafuji et Tsai, 1973):

2(AA+B)(BA+A) = (AA+A)(BA+B) - 77,,,,(“1’)’5’)’”A+A)(B’)’5’)’VA+B) (410)

ou Ay = p, + m, est le projecteur des états d’énergie positive de la particule 3
(top), et

H, v
v v P3P3
T]IJ' = g# - (411)

ms3.
La démonstration de ce théoreme se fait au long en choisissant un repeére partic-
ulier. Cette identité suppose que p? = m2, ce qui n’est pas rigoureusement vrai
dans un état intermédiaire, mais 'approximation introduite plus haut impose

cette condition dans notre calcul. On substitue (4.9) et (4.10) dans (4.5) pour

obtenir
2 m N = (Avs7* A4 A)(Bysy’ Ay B)
= - BALB)|(AALA)—n,, —
|M12| 2m!1'\t5(p3 mt)( + ) ( + ) 77/"- (BA+B)
(4.12)
Posons
nk = _WM, (4.13)

(BA+B)

On peut vérifier que ce vecteur satisfait les conditions

n3 -ng = -1 ng-p3 = 0. (414)
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On peut donc le qualifier de faux-vecteur de spin. Il possede les propriétés d’un
vecteur de spin malis sans représenter un état de spin physique. D’ailleurs, si le
calcul avait été fait sans approximation, une sommation sur les états de spin du
top aurait été nécessaire, celui-ci constituant un état intermédiaire du systéme
physique.

Cette derniere définition nous permet d’écrire:

s

|M2|? =

= 1+
mtrt5(P§ —m)(BA+ B)Y(A——F2A A). (4.15)

On insere cette expression de I’élément de matrice dans ’expression de la section

efficace:

1 =

E mtl"t
(2m)<8<(ky + ka2 — pe— ps — ke)

= -1+~
§(s - m?)(BALB)(AT 1Ty )

1 d3p4 1 d3p5 1 dske
(2m)? 2E. (27)® 2Es (27)3 2Eg

d0'12 =

(4.16)

En remplagant
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65(ky + ko — pe— ps — ke) = 6°(k1 + ko — p3 — p)8“(ps — ps — ke )d*ps, (4.17) |

en utilisant

s
8(p3 —m})ds = g (4.18)

et en écrivant do; de facon qu'il contienne |M;|? et |M,|? explicitement, on a
(Kawasaki, Shirafuji et Tsai, 1973):

1_ 1 ‘12 Lol 1 d3p3 1 d3p4
d0'12 = EE'MI (n3,|| (271') 0 (kl + k2 — D3 _pé‘) (271')3 2E3 (271')3 2E4—
1 2 el 1 d3p5 1 d3k6
- “54(ps — ps — k
oy ;'Mﬂ (2m)"3%(ps — ps 6)(27r)3 2Es (2r)% 2Es
3




- dal(ng)rit Y dr,. (4.19)
A3

Cette derniére égalité nous permettra d’exprimer la section efficace du
processus au complet tout en calculant séparément la photoproduction et la
désintégration. On doit cependant noter que la section efficace de photoproduc-
tion est fonction du faux-vecteur de spin n3. Ce vecteur risque d’étre différent
du véritable vecteur de spin s3 utilisé dans le chapitre précédent. Il faudra
s’attendre a refaire le calcul en utilisant n3. La véritable expression du vecteur
n3 ne pourra pas étre déterminée tant que nous n’aurons pas a notre disposition
I’élément de matrice de la désintégration du top i.e. M.

D’autre part, nous n’avons pas tenu compte de la désintégration de ¢. En
effet, le processus qui est décrit jusqu’a maintenant est vy — tt — bW ¢ alors
que le processus complet devrait étre vy — tt — bWFbW~. Cet ajustement
peut se faire par un simple argument de récurrence. En effet, si on considére do;,
comme étant la section efficace de photoproduction du ¢, le méme raisonnement
s’applique et on obtient (Kawasaki, Shirafuji et Tsai, 1973):

1
do = d012(n4—)r— Z dl's
: t

- (4.20)

1
=d01(n3,n491,—2 E drg E dF3
LW A4

ol dI'3 est le taux de désintégration de ¢ et do est la section efficace du processus
vy — tt — bW bW ~. nest le faux-vecteur de spin qu’on substitue & s.dans
le calcul de do;.

Maintenant que nous savons comment nous allons inclure la désintégration
des fermions lourds produits dans le chapitre précédent, il nous faut calculer
ce taux de désintégration ce qui nous permettra du méme coup de trouver les
expressions des deux faux-vecteurs de spin n3 et n, Restera ensuite a refaire le

calcul de doj et nous aurons évalué le processus en entier.
4.2 Calcul du taux de désintégration de ¢ et de t.

La désintégration du top est représentée dans notre cas par le diagramme

de Feynman suivant:
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figure 4.1 —Diagramme de Feynman ¢t — bW ™.

Le couplage associé au vertex btW™T dans le modéle standard est

1 —
iV Ty — 8 (4.21)

VoA

ou Vi est un élément de la matrice de Kobayashi-Maskawa (I{obayashi et

Maskawa, 1973). Dans ce qui va suivre, nous ferons I’approximation |V;;|? = 1.

—Z'Qth - *)t
M, = W%%‘(l — s )uz€g . (4.22)

On éléve au carré et on effectue la sommation sur les états de spin du top:

Z |M,|? = Z %ﬂsﬁ;(l — ¥s)ustiafg(l — vs)us
A3 A3

2

g *
= §-(1 —2X5)Trpsfebafe(l —75). (4.23)
On a négligé la masse du hottom (p2 = 0), cc qui nous a permis de faire

I’approximation

1
Uty = -2-(]. + 2/\5")’5)]55. (424)

Par la méthode des traces, et en utilisant les expressions suivantes (Aitchi-
son et Hey, 1989)

33



Tr(dgptd) = 4(a-b)(c-d) —4(a-c)(b-d) +4(a-d)(b-c), (4.25)

Tr(dbédys) = 41e*”7Pa,bycod,, (4.26)

on trouve

‘ 2
> I = %(1_2/\5) 2Re(ps-es)(ps-€5)+(Ps-ps ) +icunpops Pieg eq |- (4.27)
Az

Cette expression s'annule pour As = +1/2. Le fait d’avoir négligé la
masse du bottom a eu pour effet, par le biais de la chiralité, d’interdire un
état d’hélicité.

Il nous reste maintenant a évaluer le taux de désintégration du top. La
particularité de notre calcul est que le top n’est pas produit au repos. En effet,
c’est le centre de masse du systéme #¢ qui lui, est arrété. Nous avons donc
besoin de I’expression du taux de désintégration du top dans un repére ou il est
en mouvement.

L’expression générale du taux de désintégration est:

1 d3 Ps 1 d3 ke

1 o
Ty = —|M;*(27)<6%(ps — ps — k : 4.2
d 2 2mt| 2| ( 7T) (PS Ps 6)(277')3 2E5 (27‘(‘)3 2E6 ( 8)
On utilise
d*ke -
TN §(kE — M2)d*ks (4.29)
et on intégre sur d“ks. Le taux de désintégration devient
| M, |? 2 2 d’ps
= ) — M —2(ps - . 4.30
dl’s 872m, (mt w (p3 p5)) 2Es ( )
L’élément d’intégration peut s’écrire
3 24
@'ps _ [psldipsl2rdy _ p iy (4.31)

2Es 2F;
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ou y est le cosinus de I’angle que fait le bottom avec I’axe d’incidence. Dans le

CM, 'impulsion du bottom s’écrit

ps = (Es. Esv/1—y%,0, Esy). (4.32)

Chacun des éléments de ce vecteur est proportionnel & Es. Le produit

scalaire (p3 - ps) 'est donc lui aussi. Ce qui nous améne 2

' d®ps Es m? — M2
§(m? — M2 —2(ps - _ < t~ w —E>EdE d
( t (p3 p5)) 2E5 2(p3 ps) 2(p3 p5)/E5 5 5 sTay
E}

=—2 —(m? - M?2)rd
4(])3 'p5)2( t w) Y
(4.33)
en se rappelant que (p3 - ps)/Es est tout a fait indépendant de F5. Le taux de

désintégration est donc
_ R ER
~ 8mmy (m? — M2)

expression dans laquelle on doit imposer les contraintes

dI2 dy, ' (4.34)

p3s =ps + ke (4.35a)

et

k= M? (4.35D).

Cette derniére condition peut étre vue comme approximative. Dans les
faits, le W va se désintégrer a son tour. Mais les mémes approximations que
nous avons utilisées pour le top vont s’y appliquer, ce qui nous permet d’imposer
la condition de masse.

Avant d’appliquer ces contraintes a notre taux de désintégration, on peut
vérifier que, lorsque le top se désintégre au repos, soit lorsque que E = my, on
retrouve bien la bonne expression. Il suffit simplement de trouver ’expression
de F’5 en fonction des masses m; et M, en utilisant, dans les contraintes ci-haut,

p3 = (my,0,0,0). On trouve

M,|? M?
dI‘2—| 2| {1— w

] ]dy (4.36)

32mm; my
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qui est bien le résultat connu.

Appliquons maintenant les contraintes. La désintégration n’étant qu’a deux
corps, elle est limitée a un plan. Nous allons choisir le méme plan que celui qui
contient la paire tt. Cependant, la composante transversale de I’impulsion du
top étant non-nulle, on ne pourra pas poser a priori le signe de la composante
transversale de I'impulsion du b et du W. Les quadri-vecteurs impulsion sont

ps = (E,\/E*—m2y/1—22,0,24/E? — m?)

p5 = (Es,Es\/ 1 - yQ,O,Esy) (437)

ks = (EG,TVEg —Mﬁ,vl—z2,0’2\1 E62—M3))

Une remarque importante doit étre faite ici. Nous avons posé nulle les com-
posantes selon ’axe y des vecteurs de 'impulsion du bottom et du W. On doit
bien comprendre que ceci n’est général que pour le cas ¢ = +1. Autrement,
on ne fait que simplifier le probléme au prix d’une perte de généralité. Notre
parametre y devrait étre défini pour que les bornes de son intervalle correspon-
dent aux directions paralléle et anti-paralléle a la direction du top. Pour rectifier
cette situation, il faudrait inclure une composante selon ’axe y, ce qui complique
les calculs et dépasse le cadre de ce travail. Comme nous sommes intéressé aux
distributions zénithales, nous allons nous contenter de garder a I’esprit que notre
paramétrisation n’est pas parfaite. L’avantage d’utiliser ce genre de simplifica-
tions sera mieux précisé a la fin de la section 4.3.

L’élément de matrice fait intervenir un vecteur de polarisation du boson de

jauge W. Les deux états de polarisation transversale sont (Haber, 1994)

EG(AG = :|:l) = 77‘_2_(0’ —)\67‘2, —ir, /\6 vV 1-— 22) (438)

et, le W ayant une masse non nulle, ’état de polarisation longitudinale sera

(Haber, 1994)

1 /
66(>\6 = 0) = —( Eg — Mﬁ,,rEe A/ 1-—- 22,0,E62). (439)

My

On note l'introduction du parametre r. Ce dernier peut prendre les valeurs
+1, et détermine si une seule ou deux particules résultant de la désintégration
auront une impulsion transversale positif. Le systeme d’équations a résoudre est
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E = E5 + Eg, (4.40a)

VE? —m?V1—2% = Es\/1—y? +7r\/E} -~ M2+/1 - 22, (4.400)
zv/E? —m? = Esy + 21/ E? — M2, (4.40¢)

. 2 _M2
BE; — By E* - m}(V1-22V1—y +ay) = =2, (440d)

La derniére équation n’est pas indépendante des trois premiéres. La forme
que nous avons posée pour nos impulsions satisfait dés le départ la condition de
masse du W. Cette condition avec la conservation de I'impulsion et de ’énergie
nous donne la derniere équation qui a ’avantage de donner directement Es en

fonction de E,z et y, les parametres a éliminer étant z, Es et Fg. Elle nous

donne
1 m? — M?
Es == t L . (4.41)
2E - E? —-m}(V1-22/1- 42+ ay)
Dés lors, la solution du systeme d’équations se trouve rapidement:
E¢ = E — Es, (4.42)

_ VB - m? — Esy (4.43)
VE? - M2 '

z

et

. VE? —m?V1— 22 — Es+/1 —y? (4.44)
IVE? —m2V/1 =22 — Es\/1—42| ‘

Nous avons, a ce stade-ci, résolu le probléme de la désintégration du top. 11

faut aussi ajouter & cela le processus t — bW, soit la désintégration du . Le

couplage est le méme, seuls les spineurs utilisés vont changer.
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ol

figure 4.2 —Diagramme de Feynman { — bW ™.

L’élément de matrice pour la désintégration du ¢ est

2
> I = 97(1"'2/\7) [‘-’-?Re(m'68)(P¢'f§)+(Pé“P7)+ipraP'7‘Pc fgpfg] (4.45)
Aa -

ol p. = pr + kg et k2 = M?2. Les quadri-vecteurs impliqués dans le processus

. = (E,—y/E? —m?\/1 — 22,0, —z/E? — m?)

pr = (E7,—-E7v/1 —-y,0,—Eqy) (4.46)

= (Es,—1'\/E2 = M2\/1 = 22,0, —2'\/ E? — M2)

!

—%(0, —dee'z'ir' ) Ag/1 — 22)
= (4.47)

1 a——
Eg(/\g = 0) = F( Eg - M?U, —‘I‘IEg 1-— 212,0, —Egzl).

Nous avons introduit des signes moins dans p7 et ks aux mémes endroits

sont

58(/\8 = :E].) =

qu’ils apparaissent dans p.: De cette fagon, les équations de conservation gardent
exactement la méme forme algébrique et la solution se trouve directement:



B 1 m? — M2 448
7= , ,
2E-E? -m}(V1-2/1-y? +ay) (449)
Es = E - Ex, (4.49)
, _z/E*—m}— Eqy
-y v (4.50)
8 w
et
o VE? —m2y/1—12? — Es\/1 — 42 (4.51)
|WVE? —m2y/1 =12 — Es+/1 — 42| '
Le taux de désintégration est
M;|? E?
dI‘3—| 3| LE— (4.52)

~ 8mmy (m? — M2)

Nous allons maintenant tenter de trouver des définitions covariantes aux
différentes quantités utilisées dans nos expression de dI'; et dI'3. On en connait
déja une pour z et E. On doit trouver une expression covariante seulement
pour y et y', les autres quantités étant toutes fonctions de ces derniers. On peut

facilement montrer que

(4.53)

Comme précédemment, nous accepterons ces derniéres expressions comme
étant les définitions des quantités concernées. Ainsi, nos expressions de taux de
désintégration seront automatiquement covariantes. La signification physique

de chacune de ces quantités reste cependant liée au repere CM.
4.3 Section efficace de photoproduction en fonction de n3 et ns

Maintenant que nous avons résolu le probleme de la désintégration, nous
devons recalculer la section efficace de photoproduction en fonction des faux-
vecteurs de spin n3 et n.; ceci dans le but d’inclure la désintégration dans notre



section efficace. On doit d’abord trouver une expression pour ces derniers. Nous

avons vu que (Kawasaki, Shirafuji et Tsai, 1973)

I Y (37E7VA+B)
3 (BALB)

(4.54)

ou B était défini par

M, = Bus = 2\9[— she(1 = s )us. (4.55)

Le terme BA+B = B(p; +m.)B est simplement W |M:|%. On peut voir,

avec un minimum de manipulation, que

2
m:g

Bysy, A4 B = —

(1= 2Xs5)Trpsfevoks(1 —7s). (4.56)

On remarque qu’en remplacant les termes de la forme (p; - a) par —m;a, dans

2x, |

|2, on retrouve I’expression ci-haut. Le vecteur nj s’écrit donc

* *p o
- €6)€g, + Dsv — zeyupgpses 66]

m By — m?
né/, tg g p3p3/ { [..?Re(

NG

= mt—922 [2§Re(p5 - €6)€s" + Pk — ie"””"ps,,egpeeg] - ﬁ (4.57)
42,\3 | M| my :

Dans le cas de nes on a affaire & une anti-particule. On remplace donc
le projecteur d’état d’énergie positive par celui d’énergie négative (Kawasaki,
Shirafuji et Tsai, 1973):

, , PEpE\ B'vsvA_B'
ng_=< g + 2L ) e (4.58)

m§
Dans ce dernier cas, ’expression B'ysvy,A— B’ se trouve en remplagant les termes

de la forme (p. a) dans ZM |M3|? par mqa,, ce qui nous donne:

IR [m(m Ces)ett b+ pk — ek pr et e | = PE (459)
42)‘4 |M3|2 P My

[N -4
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Nous disposons maintenant des outils nécessaires pour calculer ’expression
de |Mi(ns,n)[*. On peut ensuite calculer la section efficace du processus vy —
tt — bW bW ™. Dans le processus complet, le top constitue seulement un état
intermédiaire du systeme physique. Il sera donc de bon ton d’intégrer sur le
parametre z. La section efficace complete s’écrira

d*o
dydy’

(yy = BWTOW ™) =

/1 Z |Mi(n3, ne)|? |A{2( (A|* 8 E2E2
204873 m?T (mt — MZ)?

(4.60)

expression dans laquelle s’appliquent les nombreuses contraintes déja dérivées
concernant les angles et les énergies. On remarque la présence de la largeur totale
du top (I'y). Nous aurons besoin de cette quantité pour effectuer le calcul. La
largeur du top dépend de la masse que nous aurons choisie, la masse du top
n’étant connue que tres approximativement.

Il apparaitra assez rapidement que ’expression compléte de la section ef-
ficace ne se manipule que par simulation numérique. Comme cela dépasse le
cadre de ce travail, nous avons traité le probleme de facon moins compléte que
ce que la technique de calcul suggere ici. Premieérement, nous nous sommes
contenté de la désintégration du top seulement. De plus, nous n’avons pas ef-
fectué l'intégration sur z, mais avons plutot choisi des valeurs de z judicieuses.
Nous reviendrons sur ce point au chapitre 6. Cette simplification du probléme
n’est pas inutile en soit. Elle va nous permettre d'une part d’avoir moins de
parametres a faire varier et d’autre part de voir le lien entre 1’énergie, le spin et
Iangle de diffusion des quarks et les résidus de la désintégration. Deux choses
qui vont nous permettre de mieux se préter a une interprétation physique. Cette

remarque s’applique au choix du plan de désintégration (section 4.2).
4.4 Largeur du quark top en fonction de sa masse.

La largeur d’une particule est une quantité covariante qui ne dépend pas
du repére dans lequel on travaille. Il est donc possible et aussi plus facile de
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travailler dans le repére ou la particule qui se désintégre est au repos. Dans ce

repére, on a

P3 = (mt,0,0,0). (461)

Etant donné que [Vis|* & 1, & peu pres le seul mode de désintégration du top
serat — bW T, soit le processus que nous avons étudié. Le calcul de ’élément de
matrice se fait de la méme facon que précédemment sauf qu’ici, nous effectuerons
la sommation sur tous les états de spin du bottom et du W et la moyenne sur
les états de spin du top (état initial). On obtient

! Y |M|2—€i(m2—M2)1+ my (4.62)
2, 4w TUEL T g e M2 | '
31 A5, M6

On insére cette expression dans la formule du taux de désintégration dans

le repére du top au repos, on integre sur y et on trouve

2 2 2
__ g 2 ag2 _ M, my
ry= E Y (m; — M) [1 2 } {1 + 21%12»]. (4.63)

C’est la largeur du top en fonction de sa masse telle que le prévoit le modele
standard. On peut calculer que pour un top de 175 GeV, on obtient environ

une largeur de 1,5 GeV.
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CHAPITRE 5

DESINTEGRATION DU QUARK TOP
DANS LE MODELE SUPERSYMETRIQUE MINIMAL.

Dans ce chapitre, nous allons étudier un autre mode de désintégration du
quark top, mode qui n’est pas prévu par le MS, mais qui existe dans le MSSM.
Il s’agit du processus ¢ — bH*'. Le MSSM, contrairement au MS, prévoit
Pexistence de bosons de Higgs chargés (Gunion et Haber, 1986). Pour que
ce processus ait du sens, nous aurons a faire ’hypothese plausible mais non
vérifiée que le H* a une masse inférieure a celle du top. D’autre part, nous ne
préciserons pas tout de suite la nature exacte du couplage de fagon a perdre le
moins de généralité possible. Le résultat sera ainsi plus facilement adaptable a

tout autre travail ultérieur a celui-ci.
5.1 Calcul du taux de désintégration.

En général, le couplage entre deux fermions et un scalaire contient une

partie droite. Nous écrirons pour l'instant:

a

2(1—’75)—{—9(1-{-’75) v H* + h.c. (5.1)

Lijuz = ¢; 5

Pour connaitre la valeur des parametres a et b, on devra se référer a un modele.
L’élément de matrice sera donné par

a

l)

4

b
M, = 1_1,5(1 - ’75)’U,3 + -2-1_1,5(1 + ’75)’(1,3 (52)

Toujours en utilisant la méthode des traces, on obtient
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P = 3Gl + 168) (51 - pe) = om0 )

o] —

(ol - |b|2>(ms(ps - 55) = miss -p5>)

+9Reab’ <mms (53 -55)(pa - ps) + (Pa - 5)(53 - ps) — iéuupasgpg’sgpg)]

(5.3)

Etant donné que nous allons utiliser la méme méthode que précédemment
pour tenir compte a la fois de la production et de la désintégration du fermion
lourd, nous aurons besoin de la sommation de 1’élément de matrice sur les états

de spin du dit fermion:

Y Mo = [(|a|2+|b|2)(P3'P5)+m5(|a|2—Iblz)(Ps'Ss)+2mm5%e(ab*)]' (5.4)
Az
Dans le cas que nous étudions, on a m = my et ms = mp = 0:

5 Il = [P+ 235) + (1 = 229)] (s - ) (5.5)
Az

La différence fondamentale avec la désintégration du MS est la présence de 1'état
d’hélicité positif du bottom.
On peut ensuite remplacer les vecteurs par leur expression dans le repere

CM,
pP3 =(E7 \/ EZ_m%V 1—‘2:270’2:\/ EZ_m?) (56)
ps =(Es,Esv/1 — 42,0, Esy)

La conservation de I'impulsion et de I’énergie donne

p3 = ps + kg (5.7)

ou
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ke = (Eg,r1/ E} — M2\/1 = 22,0,2y/ E? — M2). (5.8)

Le parametre r joue ici le méme réle que dans le chapitre précédent. Comme
nous avons introduit les mémes approximations qu’au chapitre 4, notre taux de
désintégration est encore

_ M ER
~ 8mmy (m} — M2)

Les lois de conservation sont exactement les mémes qu’au chapitre précé-

dl’,

dy. (3.9)

dent, mais le calcul de I’élément de matrice et du taux de désintégration ne fait
intervenir que E, z, Es et y. La condition (p3 — ps)? = MZ , est suffisante pour
traiter le probleme. Notons qu’en ce qui concerne 1’élément de matrice, en vertu

de la conservation de l'impulsion on a

(b3 ps) = 5(m? — M), (5.10)

4

L’élément de matrice ne dépend que des masses et des spins.
Il nous reste a calculer I’expression générale du faux vecteur de spin associé a
ce processus. Selon la théorie développée au précédent chapitre, B a la structure

matricielle d’un spineur et est défini par M, = Buj. On en déduit pour B

* *

a b
B = 7(1+’75)U5+T;(1—’75)U5- (5.11)

On a évidemment BALB = Y5, |Ma|?. Nous avons besoin de Bvsv,A+B. On

trouve

Bvysv" AL B = my | —|al* (1 + 2Xs) + [b]*(1 — 2Xs) | p?. (5.12)

On contracte cette derniére expression avec (—g,, + 2252 et on trouve pour

ns.

b Iz
ny = _MPs Py (5.13)
(ps " ps) mu

5.2 Spécification du couplage tbH.

Il est maintenant temps de spécifier les valeurs de a et b dans le couplage
que nous étudions. Dans le MSSM, on a (Gunion et Haber, 1986)
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- figure 5.1 —Diagramme de Feynman t — bH .

19V
m my tan B(1 — vs) + my cot (1 + vs) (5.14)

Il n’est pas nécessairement possible de négliger m; dans le couplage car on
a tres peu d’information sur le parameétre 3. L’intervalle de valeurs possibles

pour ce parameétre est caractérisé par (Spira et al., 1995)

l<tanf < Uiy (5.15)
mp

Pour faire le lien avec le calcul qui précede, ce couplage implique

ig

azﬁMwmbtanﬂ (5.16a)
ct
= \/gi/fwmtcotﬂ. (5.16b)

Pour traiter ce processus, on devra choisir des valeurs de 8 dans l'intervalle.
En dernier lieu, il faut se rappeler que nous aurons hesoin de la largeur
du top a nouveau. Nous ’avions calculée au chapitre 4 pour le MS. Il est clair
que la valeur de I'y prévue par le MSSM ne doit pas étre différente, du moins
aux énergies auxquelles nous travaillons. Une analyse de ’ordre de grandeur
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de I'(t — H7™b) montre que pour un Higgs chargé de 150GeV, ce taux de
désintégration ne dépasse pas 5 % de la largeur du top prévue par le MS. Nous

utiliserons donc cette derniére pour traiter nos résultats.



CHAPITRE 6

RESULTATS ET DISCUSSION.

Nous en sommes enfin rendu & donner un aper¢u de ce que nous avons
obtenu. Ce chapitre contient presque exclusivement des graphiques de sections
efficaces, de taux de désintégration ainsi que leur analyse. Nous allons com-

mencer par jeter un coup d’oeil sur le processus vy — ff (chapitre 3).
6.1 Section efficace vy — ff.

Les calculs du chapitre 3 sont faits pour un fermion quelconque. Il peut aussi
bien s’agir d'un électron, d’un quark top ou d’un partenaire supersymétrique.
Toutefois, comme il faut bien choisir des valeurs numériques pour caractériser
ce fermion arbitraire, nous considérerons le cas du quark top avec une masse de
175GeV. C’est d’ailleurs ce cas qui est le plus intéressant si on tient compte des
actualités en physique des particules. C’est aussi le fermion auquel nous allons
nous intéresser ensuite. Les graphiques de la section 6.1 ont été obtenus a partir
de ’équation (3.21).

Le fait de ne pas avoir effectué la sommation sur les états de spin va nous
permettre d’obtenir des distributions angulaires fort variées. Nous pourrons en
expliquer les différents aspects en faisant appel a des arguments de conservation
du moment cinétique total du systeme selon l’axe d’incidence. Dans le but
d’avoir un point de comparaison, nous allons commencer par jeter un coup d’oeil

sur le cas sans polarisation (figure 6.1).
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dsigma/dx [pb]

figure 6.1 —Section efficace différentielle [pb] vs z

7y — tt sans polarisation. E = 500GeV,
my = 175GeV.

Les valeurs de la section efficace différentielle du graphique 6.1 varient entre
0,1 pbet 1,5pb (1 pb = 10712 barn). Les fermions qui sont produits ont tendance
a avoir des angles proches de ¢ = +1. Cela se produit parce que le processus est
engendré par un canal t et u et parce que 1'énergie choisie est raisonnablement
plus grande que le seuil (E = 175GeV), mais pas suffisamment pour négliger la
masse des fermions, bien entendu. Par ailleurs, si on est trop proche du seuil,
les valeurs pres de z = 0 prennent de 'importance tout en restant plus petites
que les extrémités, mais la section efficace totale est radicalement plus faible.
On le verra plus loin. Enfin, si ’énergie devient trop grande, le graphique 6.1
devient rectangulaire et les fermions vont tous dans le faisceau. Introduisons

maintenant la polarisation.
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dsigma/dx [pb)

figure 6.2 —Section efficace différentielle [pb] vs z
vy — tt. Ay = Ay = 1, fermions non polarisés, F =
500GeV, m; = 175GeV.

dsigma/dx [pb]

figure 6.3 —Section efficace différentielle [pb] vs z
vy — tt. A\ = 1, A, = —1, fermions non polarisés,
E =500GeV, my = 175GeV.
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Les graphes 6.2 et 6.3 représentent les cas ou les photons sont polarisés,
mais pas les fermions produits. En 6.2, on a un moment cinétique total nul
(J. = 0, z étant ’axe d’incidence). Le graphe est trés comparable & ce qu’on
obtient sans polarisation (fig. 6.1). Les choses changent dans le cas J, = 2.
On remarque que, malgré de fortes valeurs prés de ¢ = +1, la section efficace
différentielle chute & une valeur nulle aux extrémités. C’est que dans ce cas,
comme les fermions sont sur ’axe d’incidence, le moment cinétique orbital ne
contribue pas au moment cinétique total et les spins étant de un demi, ils ne
peuvent a eux seuls conserver un J, = 2. Mentionnons qu’il y a une relation
entre z est les hélicités des fermions. On trouvera surtout 1’état A3 = +1/2 au
fur et & mesure que z se rapproche des valeurs positives extrémes. Le contraire
est vrai également. La figure 6.5 illustre tres bien cette observation. Notons
que la contribution du moment cinétique orbital au moment cinétique total est

maximale autour de z = 0.

dsigma/dx {pbl]

figure 6.4 —Section efficace différentielle [pb] vs z
Yy — tt_. /\1 = 1, /\2 = —1, /\3 = 1/2, /\L_—Z 1/2,
E =500GeV, my = 175GeV.

La figure 6.4 a une allure complétement différente des précédentes. Les
fermions ont plus tendance & sortir aux alentours de r = 0. La contribution

des spins des fermions au moment cinétique total est nulle. Il ne reste que la
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contribution du moment cinétique orbital. La section efficace différentielle est
beaucoup plus faible dans ce cas.

dsigma/dx [pb]

figure 6.5 —Section efficace différentielle [pb] vs =
vy tt. )\1 = ]., )\2 = —]., )\3 = 1/2, >\¢_-= —1/2,
E =500GeV, m; = 175GeV.
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figure 6.6 —Section efficace totale [pb] vs E[GeV]
4y — tt. Aucune polarisation. m; = 175GeV.

La figure 6.5 présente une asymétrie entre la région z > 0 et z < 0. Pour
les = négatifs, les spins des fermions sont alignés de telle fagon qu’ils nuisent a la
conservation du moment cinétique. C’est pourquoi il y aura moins d’événements
dans cet état sur la partie gauche du graphique 6.5. Les valeurs nulles aux
extrémités s’expliquent de la méme facon que dans les cas précédents. Parlons

maintenant de section efficace totale.

La figure 6.6 montre le comportement de la section efficace totale en fonction
de D’énergie. La courbe est nulle au seuil (F = m;), puis monte rapidement
pour atteindre un maximum a environ 280GeV, puis redescend lentement. Par
définition, la section efficace doit diminuer comme 1/s. Mais avant que ce facteur
prenne le dessus (loin du seuil), I’élément de matrice a tendance a augmenter la
section eflicace avec 1’énergie. D’ou l’existence d’un maximum une centaine de
GeV au-dessus du seuil. La polarisation ne semble pas affecter beaucoup cette
courbe (figures 6.7 et 6.8).
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figure 6.7 —Section efficace totale [pb] vs E[GeV]
4y — tt. A\ = Xy = 1, fermions non polarisés. m; =
175GeV.
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figure 6.8 —Section efficace totale [pb] vs E[GeV]

vy — tt. A = 1, Ay = —1, fermions non polarisés.

ms = 175G6V
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On a donc des sections efficaces qui peuvent étre mesurées. L'utilisation
de la polarisation nous permet d’avoir des distributions angulaires trés variées,
ce qui pourrait éventuellement étre mis & profit si, pour éliminer le bruit on
devait recourir a des coupures dans 'impulsion transversale des événements qui
nous intéressent. En pratique, une collision entre deux photons peut donner
lieu & d’autres processus que celui étudié ici, et certains de ces bruits dont
on veut se débarasser peuvent facilement étre aussi présents que le signal qui
nous intéresse. On peut alors éliminer certains événements en fonction de leur
impulsion transversale. Or, s’il est possible de trouver une polarisation qui donne
des distributions angulaires trés différentes au bruit et au signal, ce filtre nous

débarassera d'une partie plus ou moins importante du bruit.
6.2 Production et désintégration du top dans le MS.

Nous allons maintenant discuter des résultats obtenus dans le cadre théo-
rique du MS. Tout d’abord, penchons-nous sur la désintégration du top sans tenir
compte de son mode de production (équation 4.34). Les figures 6.9 & 6.11 mon-
trent, pour les différents états d’hélicité du W, le taux de désintégration du top
pour z = 0.85. Nous avons choisi cette valeur pour deux raisons. Physiquement,
en autant qu’on effectue la sommation sur les états de spin du ¢, la production du
top favorise des valeurs de z proches des extrémités. D’autre part, il s’est avéré
que le parameétre r introduit au chapitre 4 était difficile a manipuler. Le choix
de z = 0.85 garde r = 1 pour toutes les valeurs de y. Enfin, l’idéal aurait été
d’intégrer la quantité z, mais il aurait fallut recourir a des méthodes numériques.

Ceci dépasse le cadre de ce travail mais pourrait étre fait ultérieurement.
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figure 6.9 —Taux de désintégration du top dans le
MS. z = 0.85, E = 500GeV, m, = 175GeV, Ag = L.

4aG/dy (GeV]

figure 6.10 —Taux de désintégration du top dans le
MS. z = 0.85, E = 500GeV, my = 175GeV, A¢ = —1.
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figure 6.11 —Taux de désintégration du top dans le
MS. z = 0.85, E = 500GeV, my = 175GeV, A¢ = 0.

Avant d’analyser les graphiques 6.9 a 6.11, une remarque importante doit
étre faite. Sion intégre la surface sous la courbe, on trouve une valeur supérieure
a la largeur du top. C’est un effet pervers de notre paramétrisation de ’angle
zénithal du bottom. La région qui est proche de la valeur de z choisie est
sureprésentée, au détriment de la région opposée. Or, c’est justement dans cette
région que les événements vont se produire. Si on pose £ = 1 et qu’on intégre y,
le probléme disparait et on obtient la largeur du top. Puisque que la région sous-
représentée (bottom anti-paralléle au top) est la moins intéressante, ce probléme
sera sans gravité dans la mesure ol on ne s’intéresse qu’aux distributions.

Il est clair que le bottom et le W auront, parce que le top est assez loin
du seuil, tendance a aller dans une direction proche de celle de leur particule
mere. Ceci est vérifié graphiquement. Sur le graphique 6.9 (A¢ = +1), on
remarque un petit minimum relatif a y = 0.85. A cet endroit, les impulsions
sont complétement alignées et seul I’état du top A3 = 1/2 peut participer sans
violer la conservation du moment cinétique. Au méme endroit sur le graphique
6.10 (A\¢ = —1), le taux de désintégration tombe carrément a zéro. C’est que
les hélicités du bottom et du W s’additionnent au lieu de se soustraire. La

conservation du moment cinétique est alors impossible a satisfaire.

57



58

Le graphique 6.11 (W dans I’état longitudinal) montre plutét une augmen-
tation trés forte & y = 0.85. Le maximum atteint est d’environ 34GeV. Ce qui
se produit ici est di au couplage qui, en raison de la forte masse du top, favorise

beaucoup ['état longitudinal du W.

dsigma/dy [pbl
2.5

figure 6.12 —Section efficace différentielle vy — #f —
bW *{ dans le MS. Photons non polarisés. = = 0.85,
E =500GeV, my = 175GeV, Ag = 1.
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2

figure 6.13 —Section efficace différentielle vy — tt —
bW+t dans le MS. Photons non polarisés. = = 0.85,
E =500GeV, m; = 175GeV, A\¢ = —1.

dsigma/dy [pb]
3
2.5

2

figure 6.14 —Section efficace différentielle vy — tf —
bWt dans le MS. Photons non polarisés. = = 0.85,
E =500GeV, m; = 175GeV, Ag = 0.
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On peut maintenant, & la lumiere de ce qu’on vient d’observer, regarder ce
qui se passe quand on tient compte de la photoproduction (équation 4.19). Sans
polarisation des photons, les graphiques 6.12 a 6.14 montrent que 1’allure des
sections efficaces est identique a celle des taux de désintégration. C’est parce
que les deux états de spin du top sont aussi présents I'un et 'autre. |

La situation change lorsqu’on polarise les photons. Dansle cas \; = Ay =1
(figures 6.15 & 6.17), il faut étre conscient que la production de top dans 1’état
A3 = +1/2 domine largement. Le graphique 6.15 ne présente plus de minimum
relatif & y = 0.85. L’état A3 = —1/2 étant presque absent a priori, sa non
participation a cet endroit n’affecte pas I’allure de la courbe. En 6.16, a y = 0.85,
Pétat A3 = +1/2 est lui aussi interdit. La section efficace est beaucoup plus
faible qu’en 6.15 car I'état A\3 = —1/2 (presque absent) est le plus avantagé par
cette polarisation du W (A¢ = —1). En 6.17, on a aussi une chute de section
efficace a y = 0.85 ce qui est contraire a ce qui se passe quand on n’a pas de
polarisation pour les photons, et donc quand les états A3 = +1/2 sont également
présents. C’est que seul 'état A3 = —1/2 peut satisfaire la conservation du

moment cinétique.

dsigma/dy [pb]

figure 6.15 —Section efficace différentielle vy — tt —
bW +{ dans le MS. Photons polarisés: A\; = A, = 1.
z =0.85, E = 500GeV, m; = 175GeV, A\¢ = 1.
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dsigma/dy [pb]

0.005

0.004

0.003

0.002

0.001

figure 6.16 —Section efficace différentielle vy — tt —
bW+t dans le MS. Photons polarisés: A\; = Ay = 1.
z =0.85, E = 500GeV, my = 175GeV, \g = —1.

dsigma/dy [pb]

1

0.8

figure 6.17 —Section efficace différentielle vy — tt —
bW+t dans le MS. Photons polarisés: A\ = Ay = 1.

z =0.85, E =500GeV, my = 175GeV, A\g = 0.
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Il reste finalement a regarder la polarisation des photons A\; = 1, A = —1
(figures 6.18 a 6.20). Ici, on doit étre conscient que la production impose une
relation entre z et \3. Plus z est proche de 1, plus1'état A\; = +1/2 est dominant,
et vice versa. En 6.18, comme nous sommes a z = 0.85, la méme explication
qu’en 6.15 s’applique. En 6.19 et en 6.20, les chutes de section efficace ont
aussi les mémes explications qu’en 6.16 et 6.17 respectivement. Toutefois, il y
a une asymeétrie entre les deux maximums qui sont & gauche et & droite du zéro
de section efficace. Dans la polarisation A\; = Ay = 1, 'état A3 = —1/2 était
presque uniformément absent. Ici, ce n’est pas aussi vrai et la participation de

cet état est visible par cette asymétrie.

dsigma/dy [pb)

5

figure 6.18 —Section efficace différentielle vy — ¢t —
bW ¢ dans le MS. Photons polarisés: A\; = A, = —1.
z = 0.85, E =500GeV, m; = 175GeV, ¢ = 1.
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dsigma/dy [pb]

figure 6.19 —Section efficace différentielle vy — ¢t —
bW*t dans le MS. Photons polarisés: A\ = Xy = —1.
r =0.85, E =500GeV, my = 175GeV, \g = —1.

ésigma/dy [pb)
2

figure 6.20 —Section efficace différentielle yy — tt —
bW+t dans le MS. Photons polarisés: A\; = Ay = —1.

z =0.85, E = 500GeV, my = 175GeV, A¢ = 0.
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Pour finir, sans polarisation des photons, 1’état longitudinal du W est assez
avantagé mais les états transversaux obtiennent des sections efficaces compara-
bles. Par contre, dés qu’on polarise les photons, 'état de polarisation du W

As = —1 donne des sections efficaces nettement inférieures aux autres états.
6.3 Production et désintégration du top dans le MSSM.

Nous allons maintenant regarder le processus étudié au chapitre 5. Il faut
s’attendre & des taux de désintégration et des sections efficaces de loin inférieures
a ceux du MS. C’est effectivement ce qu’on obtient, on le verra assez rapidement
d’ailleurs. Comme toujours, nous allons commencer par la désintégration seule.
(équations 4.34 et 5.5).

dG/dy [GeV]

0.025

figure 6.21 —Taux de désintégration ¢t — bH™* dans
le MSSM. z = 0.85, E = 500GeV, m; = 175GeV,
tan 8 =5, Mg+ = 150GeV, \s = —1/2.
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dG/dy [GeV]

0.008

0.006

0.004

0.002

figure 6.22 —Taux de désintégration t — bH™ dans
le MSSM. z = 0.85, E = 500GeV, my = 175GeV,
tan 8 = 5, My+ = 150GeV, A5 = +1/2.

Il y a plusieurs différences entre cette désintégration et t — bW ™. D’abord,
H7 est un scalaire. Ensuite, les deux états de spin du bottom sont permis et
leur participation dépend du parametre tan 8 dont la valeur n’est pas trés bien
connue. Tout ce qu’on sait de ce dernier est l'intervalle auquel il appartient.
Nous étudierons dans 'ordre les cas tan8 = 5, tan 8 = 20 et tan 3 = 35. Enfin,
I’élément de matrice de cette désintégration est, pour un As donné, égal a une
constante.

Il y a aussi la question de la masse du H*. Le MSSM nous donne la relation
suivante (Spira et al., 1995):

My = ML + Mo

ol A° est un pseudo-scalaire dont ’existence est prévue par ce modeéle. Comme
nous étudions la désintégration du top en un H*, nous supposons aussi que
Mpy+ < my. Clest selon ces considérations que nous avons choisi de travailler
avec Mpy+ = 150GeV.

Commencgons par tan 3 = 5. Pour cette valeur, les états A\s = —1/2 et A5 =
+1/2 sont présents dans une proportion d’environ 1/3 et 2/3 respectivement
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(figures 6.21 et 6.22). Tandis que pour tan 3 = 20 et tan § = 35, c’est vraiment
Iétat A5 = +1/2 qui domine (figures 6.23 a 6.26). On remarque également que
dans cet état, le taux de désintégration augmente avec tan (.

Il ressort de ce processus une simplicité désarmante. Les sections efficaces
ont toutes la méme allure que les taux de désintégration ci-haut (équations 5.5,
4.34 et 4.19). Nous nous contenterons de présenter les graphiques des sections
efficaces les plus élevées, soit 1’état As = +1/2 pour tan 8 = 20 et tan § = 35.

dG/dy [GeV]

0.0015
0.00125
0.001
0.00075
0.0005

0.00025

figure 6.23 —Taux de désintégration ¢ — bH™ dans
le MSSM. z = 0.85, E = 500GeV, m; = 175GeV, ,
tan 3 = 20, My+ = 150GeV, A\s = —1/2.

66



4G/dy (GeV]

0.175
0.15
0.125
0.1

0.075

0.025

figure 6.24 —Taux de désintégration t — bH™ dans
le MSSM. z = 0.85, E = 500GeV, my = 175GeV,
tan 8 = 20, My+ = 150GeV, A5 = +1/2.

dGc/dy [GeV]

0.0005
0.0004
0.0003
0.0002

0.0001

figure 6.25 —Taux de désintégration ¢ — bH™ dans
le MSSM. z = 0.85, E = 500GeV, my; = 175GeV,
tan 8 = 35, Mg+ = 150GeV, A5 = —1/2.
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dG/dy [GeV]

0.3

0.2

figure 6.26 —Taux de désintégration ¢ — bH* dans
le MSSM. z = 0.85, E = 500GeV, m; = 175GeV,
tan @ = 35, My+ = 150GeV, As = +1/2.

dsigma/dxdy [pb]
0.05 [

0.04

0.03}

figure 6.27 —Section efficace différentielle vy — tt —
bH*t dans le MSSM. Photons non polarisés. z = 0.85,
E = 500GeV, my = 175GeV, tanf8 = 20, Mg+ =
150G6V, /\5 = +1/2
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dsigma/dxdy [pb]
0.07

0.06
0.05
0.04
0.03
0.02

0.01

figure 6.28 —Section efficace différentielle vy — ¢t —
bH*t dans le MSSM. Photons polarisés: A\; = A = 1.
z = 0.85, E = 500GeV, my = 175GeV, tan 3 = 20,
My+ = 150GeV, A5 = —1/2.

dsigma/dxdy [(pb]

figure 6.29 —Section efficace différentielle vy — tt —
bH*t dans le MSSM. Photons polarisés: A\ = 1, ),
—1. z = 0.85, F = 300GeV, my = 175GeV, tanf
20, My+ = 150GeV, A\s = +1/2.



dsigma/dxdy [pb]

figure 6.30 —Section efficace différentielle vy — tt —
bH*t dans le MSSM. Photons non polarisés. z = 0.85,
E = 500GeV, my = 175GeV, tanf = 35, My+ =
150GeV, A5 = +1/2.

dsigma/dxdy [pb]

0.2

figure 6.31 —Section efficace différentielle vy — tf —
bH*t dans le MSSM. Photons polarisés: A\; = A, = 1.
z = 0.85, E = 500GeV, my = 175GeV, tan 8 = 35,
Mpy+ = 150GeV, A5 = +1/2.
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dsigma/dxdy [pb]

0.3

figure 6.32 —Section efficace différentielle vy — tt —
bH*t dans le MSSM. Photons polarisés: A\; = 1, )\, =
—-1. z = 0.85, E = 500GeV, m; = 175GeV, tanff =
35, My+ = 150GeV, As = +1/2.

Les différences de grandeur entre les sections efficaces pour les différentes
polarisations des photons employées viennent des valeurs de la section efficace
de photoproduction évaluée en z = 0.85. On se référera au besoin aux figures
6.1, 6.2 et 6.3.

Ce qui ressort de 1’étude de ce processus de désintégration dans le MSSM
concerne surtout la dépendance de tan 3. On doit conclure que plus ce dernier
est grand, plus cette désintégration sera mesurable. Et plus le bottom aura
tendance a étre dans ’état s = +1/2.
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CONCLUSION.

Plusieurs aspects du probléme n’ont pas été touchés dans ce travail mais
pourraient faire ’objet d’un travail ultérieur. En premier lieu, comme il a été
mentionné au chapitre 2, les photons produits par rétrodiffusion ont un large
spectre d’énergie. Une chose a faire serait de tenir compte des spectres d’énergie
des photons. Il sera alors probablement nécessaire d’avoir recours & des simula-

tions numeériques, chose qui n’a pas été faite dans ce travail.

Nous avons tenté de tenir compte de la désintégration du W en deux
fermions. Mais des difficultés ont commencé a apparaitre lorsque nous nous
sommes penché sur les lois de conservation de l'impulsion et de l’énergie. La
désintégration t — bf; fj a alors été abandonné au profit de la désintégration
t — bW™T. La complexité du probléme était en partie liée & 1’'impossibilité
de ramener ce processus a un plan comme c’est possible de le faire pour une
désintégration & deux corps. On pourra éventuellement y arriver en ayant re-
cours, une fois de plus, a des simulations numériques. Il serait important de
modifier la paramétrisation de l’angle zénithal du b et du W méme pour la
désintégration a deux corps. De ce coté, il faudra fort probablement ajouter une

composante selon ’axe y a nos vecteurs.

Dans notre calcul, seul le top se désintegre méme si nous avons montré
comment on pouvait tenir compte de la désintégration du ¢ aussi. Il faudrait
que la désintégration de ce dernier soit elle aussi incluse dans la section efficace.
Il faudrait également intégrer la quantité r numériquement, car on ne doit pas
oublier que la paire ¢ est un état intermédiaire du systéme dont les grandeurs

échappent a une mesure directe.

Enfin, une fois tout cela effectué, il sera possible d’utiliser la méme méthode
pour effectuer les calculs pour différentes désintégrations prévues par différents

modeles. On pourra aussi étudier d’autres fermions lourds, on pense ici a cer-
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tains partenaires supersymétriques, et toujours inclure leurs différents modes de
désintégration.

Malgré tous ces aspects du probleme que nous venons de mentionner et qui
n’ont pas trouvé d’oreille attentive dans ces pages, nous pouvons quand méme
affirmer certaines choses. La polarisation apparait importante pour la richesse
des distributions qu’elle permet d’obtenir et aussi pour favoriser certains états
de spin des fermions produits. Il n’est donc pas inutile de polariser les photons.

La méthode d’approximation pour inclure la désintégration va probable-
ment continuer de s’avérer utile dans le travail futur, car des candidats de choix
seront des partenaires supersymétriques réputés tres massifs.

L’étude du processus ¢ — bH™ pourrait s’appliquer & d’autres modeéles
qui comporte deux doublets de Higgs. Ce sont ces derniers qui font apparaitre
le paramétre tan 3 qui est le rapport des deux valeurs moyennes des champs
scalaires dans le vide.

Finalement, dans le cadre d’un travail qui aurait pour objet d’identifier et
d’éliminer les sources de bruit pour étudier un processus bien précis, la polari-

sation, avec les coupures, pourra s’avérer étre une arme efficace.
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APPENDICE: NOTATION ET REPRESENTATION DE DIRAC.

Chaque particule intervenant dans un processus est numérotée et ce numéro
est attribué aux variables représentants les différents aspects de cette derniére.

Les spineurs sont normalisés de la fagon suivante:

uu = 2m
et
v = —2m.
Les projecteurs d’énergie positive et négative sont par conséquent:
.\+ = ﬁ + m
et
A=p-m

ou ¢ est une notation pour la contraction a,v¥.
La représentation employée pour les matrices de Dirac est:

o (1 0
=0 2)
i _( 0 o
7= —o; 0 /°

ol les o; sont les matrices de Pauli. Enfin, on a

_.o0.1.23_ (01
Y5 =YY —(1 0)-
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