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présenté pour obtenir le diplome de

Master en physique

Option : Physique Théorique
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Chapitre 1

Introduction Générale

La physique des particules autrement dit “la physique des hautes énergies” cherche à com-

prendre la structure intime de la matière. Le fruit de ces recherches théorique et expérimentale

c’est “le modèle standard“ qui permet d’étudier les constituants élémentaires de la matière et leurs

interactions fondamentales: forte, faible et électromagnétique. Ces interactions sont expliquées par

l’échange des bosons de jauge médiateurs des interactions (il y a 12 bosons de jauge massifs et non

massifs) entre les fermions élémentaires. Le boson de jauge non massif ”le photon“ est le médiateur

de l’interaction électromagnétique ainsi que les gluons sont les médiateurs de l’interaction forte et

les bosons massifs W± et Z sont les médiateurs de l’interaction faible.

Le modèle standard est une théorie quantique des champs relativiste basée sur le groupe

de jauge non-abélien qui contient la symétrie interne de produit direct de trois groupes SUC(3)⊗
SUL(2) ⊗ UY (1) [1, 2]. Ce modèle est la théorie de jauge la plus réussie de toute l’histoire de la

physique moderne. Le 4 juillet 2012 c’était le dernier succès du modèle standard où les expériences

ATLAS et CMS dans les grands collisionneur d’hadrons LHC ont annoncé l’existence d’une nou-

velle particule massive qui porte le nom du boson de Higgs qui est la véritable clef de voûte du

modèle standard, il permet de préserver la symétrie à haute énergie et de générer une masse pour

les bosons de jauge non massifs.

Malgré les succès du modèle standard, il reste incomplet à cause de ces points de faiblesse:

• Il est incapable d’expliquer pourquoi on a 3 familles de fermions.

• Il ne traite pas la force gravitationnelle.

• Il est incapable d’unifier les 4 forces de l’univers à une seule force universelle.

• Dans le MS les neutrinos apparaissent comme des particules de masse nulle, mais plusieurs

expériences sur l’oscillation des neutrinos confirment que les neutrinos sans massifs.

• La divergence de la masse du Higgs.

• Le problème de la masse de la particule W où le modèle standard prédit que la masse de W

est inférieure par 8 MeV à la masse mesurée par l’expérience CDF.

• D’autre problème théorique comme le problème de la violation CP et le problème de la

hiérarchie, problème de nombre de paramètres . . . etc.

Le but de notre travail dans ce mémoire est d’étudier la production directe et indirecte à

l’ordre de Born LO des nouvelles particules hypothétique prédites par le modèle 4321 dans le grand

collisionneur des hadrons LHC. Pour le calcul de la section efficace hadronique et les distributions

différentielles en fonction de la masse invariante et le moment transverse, on utilise les programmes

de calcul automatique MadGraph, Madanalysis et hip pour le calcul analytique et d’autre pro-

grammes pour tracer les histogrammes comme Root.

Dans le deuxième chapitre, on discute à propos de la brisure spontanée de symétrie des groupes

de MS et la théorie de grande unification et le mécanisme de brout-Englert-Higgs affin d’associer
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la masse aux bosons de jauge. Dans le troisième chapitre, on présente le nouveau modèle ”4321“et

comment le briser sa symétrie au groupe du MS qui conduit à l’apparition des nouveaux bosons

de jauge comme Z ′ et G′ et les leptoquarks. Ces nouvelles particules qui doivent se désintégrer

rapidement en paires de quarks tt̄ et paires de leptons τ+τ− suivant les processus suivants:

PP → G′ → tt̄

PP → Z ′ → τ+τ−

Le dernier mode de production est très important pour étudier parce qu’il se caractérise par un

état final simple, contrairement avec les autres leptons comme les électrons qui sont des particules

stables et le muon qui ont une durée de vie très longs pour traverser l’ensemble du détecteur.

Finalement, on conclut ce mémoire par la phénoménologie des particules Z ′ et G′ à l’ordre LO et

LO+PartonShower par le calcul de la section efficace et le mode de désintégration pour chaque

particule.
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Brisure spontanée de symétrie dans

les théories de jauge
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Les théories de jauges permettent de traiter les trois interactions fondamentales d’une manière

trés élégante et efficace, mais elles soufrent de plusieurs problèmes on cite par exemple: la théorie

n’ayant pas des termes de masse pour les bosons de jauge, mais grâce à la brisure spontanée de

symétrie on a pu résoudre ce problème par l’introduction d’un champs scalaire qui va se coupler avec

les champs de jauge, afin de générer les masses des bosons et des femions. L’objectif de ce chapitre

est d’étudier la brisure spontanée de symétrie des groupes de jauge: U(1), SU(2), SU(2) ⊗ U(1),

SU(n) et SU(5).

2.1 Brisure du groupe U(1)

2.1.1 Théorème de Goldestone

Le groupe U(1) a un seul générateur qui correspond à l’hypercharge Y dans le modèle standard

[2, 3, 4, 5]et la charge électrique ne QED ... etc.

Pour dire qu’une théorie est invariantes sous une transformation, il faut qu’elle vérifient les

conditions suivantes: {
L′ = L
φ′0 = φ0

(2.1)

Considérons la densité lagrangien d’un champs scalaire complexe:

L = ∂µφ
+ ∂µφ − V (φ+φ) (2.2)
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avec φ = (ϕ1 +iϕ2 )√
2

φ+ = (ϕ1 −iϕ2 )√
2

où ϕ1 et ϕ2 sont deux champs réels. Le potentiel V s’écrit sous la forme suivante:

V (φ φ+ ) = −µ2φ+ φ + λ(φ φ+ )2

= −µ
2

2
(ϕ1

2 + ϕ2
2) +

λ

4
(ϕ1

2 + ϕ2
2)2 (2.3)

ou µ2 et λ sont des paramètres réels.

Le lagrangien de cette théorie est donc:

L = ∂µφ
+ ∂µφ + µ2φ+ φ − λ(φ φ+ )2

=
1

2
∂µϕ1∂

µϕ1 +
1

2
∂µϕ2∂

µϕ2 − V (ϕ1
2 + ϕ2

2) (2.4)

La densité lagrangien est clairement invariants sous la transformation φ → φ′ = eiθ avec

θ ∈ [0, 2π]. (
ϕ1

ϕ2

)
→
(
ϕ′1
ϕ′1

)
=

(
cos θ −i sin θ

sin θ cos θ

)(
ϕ1

ϕ2

)
(2.5)

on définit la valeurs moyenne sur le vide de φ par φ0 = 〈0|φ|0〉, où φ0 c’est l’énergie la plus base

de φ appelée vev, qui correspond au minimum du potentiel V ce qui veut dire:

∂V

∂φ
|φ=φ0 = µ2φ+ 2λ(φ φ+ ) = 0 (2.6)

selon les signes des paramètres µ2 et λ, on distingue deux cas:

• µ2, λ ¿0, dans ce cas la solution est unique φ0 = 0 (phase de Wigner), il n’y a pas de brisure.

Le potentiel est présentée dans la figure ci-dessus.

Figure 2.1: le potentiel V pour µ2 > 0

• µ2¡0, λ¿0, dans ce cas la solution n’est pas unique et l’état fondamental est l’état où V est

minimale, l’application de Y sur la l’état d’énergie minimale φ0 conduit a Ŷ φ0 6= 0, donc on

dit que la symétrie est brisée, et V prend la forme d’un chapeau mexicain voir fig (2.2).
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Figure 2.2: le chapeau mexican offre une illustration simple d’une brisure spontanée de symétrie

donc le minimum du potentiel V (représentée dans 2.2) correspond a:

(φ+ φ )0 =
(ϕ01)2 + (ϕ02)2

2
=
µ2

2λ
=
ν2

2
(2.7)

On fait un choix de l’état de vide φ0 ou φ s’est stabilisé en: ϕ01 = ν , ϕ02 = 0

après on fait le shift ϕ1
′ =ϕ1 - ν et ϕ2

′ =ϕ2. On remplace dans la densité lagrangien (2.5) on obtient:

L =
1

2
.(∂µϕ1

′) +
1

2
.(∂µϕ2

′)− 1

2
.(2λν2)ϕ1

′2 + λνϕ1
′(ϕ1

′2 + ϕ2
′2)− λ

4
.(ϕ1

′2 + ϕ2
′2)2 (2.8)

On voit que le nouveau lagrangien n’est pas invariant sous la transformation 2.6 à cause de la SSB.

Rappelons que dans une théorie de jauge spontanément brisée du groupe U(1), le générateur Y

ne préserve pas le vide (Ŷ φ0 6= 0) est associé a un champs scalaire neutre de masse nulle appelée

bosons de Goldestone, alors ϕ2
′ c’est un boson de Goldestone et l’autre boson ϕ1

′ avec une masse√
2λν2 est un boson de Higgs.

∗ on paramétrise le champs complexe φ par introduire deux champs réels:ρ(x) et θ(x) tel que;

φ(x) =
1√
2
ρ(x)e

iθ(x)
ν (2.9)

ou ν est une constante exprimer dans la relation (2. 8)

‘on calcue ∂µφ et en remplace dans l’expression du lagrangien (2.2):

∂µφ =
1√
2
e
iθ(x)
ν (∂µρ(x) +

i

ν
ρ(x)∂µθ(x)) (2.10)

L =
1

2
(∂µρ(x))2 +

1

2ν2
ρ(x)2(∂µθ(x))2 − V (ρ2) (2.11)

on fait le shift :ρ(x) = ν + η(x) et en remplace dans (2.12) on trouve:

L =
1

2
(∂µη(x))2 +

1

2
(∂µθ(x))2 +

η

ν
(∂µθ(x))2 +

η2

2ν2
(∂µθ(x))2 − V (ρ2) (2.12)
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avec

V (ρ2) =
−µ2

2
ρ2 +

λ

4
ρ4

=
−µ2

2
(ν2 + η2 + 2νη) +

λ

4
(ν2 + η2 + 2νη)2

=
−µ2

2
(ν2 + η2 + 2νη) +

λ

4
(ν4 + η4 + 2ν2η2 + 4ν2η2 + 4ν3η + 4νη3)

= µ2η2 + λνη3 +
λ

4
η4 − 1

4
µ2ν2 (2.13)

Dans cette paramétrisations , le boson de higgs est η de masse
√

2µ2, et l’autre boson θ est un

boson de Goldestone de masse nulle.

2.1.2 Mécanisme de Higgs

Le mécanisme de Higgs est une conséquence de la brisure spontanée de symétrie, cette théorie

postule que le vide est rempli d’un certain champ appelé champ de Higgs. Lorsque les bosons de

jauge et les fermions se meuvent dans le vide, ils interagissent avec ce champ ce qui leur permet

d’acquérir une masse.

La densité lagrangienne du Higgs s’écrit sous la forme:

L = −1

4
Fµν(A)Fµν(A) + (Dµφ)∗(Dµφ)− V (φφ+) (2.14)

• potentiel V: V (φ φ+ ) = −µ2φ+ φ + λ(φ φ+ )2

• Fµν et le tenseur électromagnétique, Aµ le champ de jauge de spin 1: Fµν = ∂µAν − ∂νAµ

• La dérivée covariante : (Dµφ) = (∂µ − ieAµ)φ

L est invariant sous la transformation:{
φ→ φ′ = e−iα(x)φ

Aµ → A′ = Aµ − 1
e∂µα(x)

(2.15)

L’état fondamental qui brise la symétrie est: φ0 = µ√
2λ

= ν√
2

on paramétrise le champs φ(x):

φ(x) =
1√
2

(ν + η(x))eiθ(x)/ν (θ(x)/ν = α(x)) (2.16)

en effectuant un choix de jauge dite jauge unitaire ou η(x) et θ(x) sont des champs réels:

φ→ φ′ =
1√
2

(ν + η(x))

Aµ → Bµ = Aµ −
1

eν
∂µθ(x) (2.17)

alors les transformations de jauge devient:{
Dµφ→ D′µφ

′ = (∂µ − ieBµ) 1√
2
(ν + η(x))

Fµν(A) = ∂µAν − ∂νAµ → Fµν(B) = ∂µBν − ∂νBµ
(2.18)
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On peut alors écrire la desité lagrangien comme :

L = −1

4
Fµν(B)Fµν(B) +

1

2
[∂µη − ieBµ(ν + η)]2 − V (φφ+)

= −1

4
Fµν(B)Fµν(B) +

1

2
[∂µη − ieBµ(ν + η)]2 +

µ2

2
(ν2 + η2 + 2νη)− λ

4
(ν2 + η2 + 2νη)2

= −1

4
Fµν(B)Fµν(B) +

1

2
(∂µη∂

µη + e2BµB
µ(ν + η)2) +

µ2

2
(ν2 + η2 + 2νη)− λ

4
(ν4 + η4 + 6ν2η2 + ...)

= −1

4
Fµν(B)Fµν(B) +

1

2
∂µη∂

µη +
1

2
e2BµB

µη(η + 2ν) +
1

2
(eν)2BµB

µ − µ2η2 − λ

4
η4 + ...

(2.19)

Nous reconnaissons un terme de masse pour le boson de higgs η avec une masse mη =
√

2µ2, et

le terme de masse du boson de jauge Bµavec une masse mB = eν. Le boson de Goldestone θ est

absorbé par le boson de jauge Bµ qui devient massif.

2.2 Brisure spontanée du groupe SU(2)

2.2.1 Théorème de Goldestone

Le groupe SU(2) qui décrit l’interaction faible contient 3 générateurs (T i = σi

2 ) qui sont exprimés

en terme des 3 matrices de Pauli σi (1,2,3).

σ1 =

(
0 1

1 0

)
, σ2 =

(
0 −i
−i 0

)
, σ3 =

(
1 0

0 −1

)
(2.20)

Si un des générateurs ne laissent pas le vide invariant, il est alors brisé d’une manière spontanée et

un boson de Goldestone lui est associé. Le champ φ ici est complexe, il possède deux composantes

φ1 et φ2 qui forme le doublet:

φ =

(
φ1

φ2

)
=

(
(ϕ1 + iϕ2)/

√
2

(ϕ3 + iϕ4)/
√

2

)
(2.21)

où ϕ1, ϕ2 , ϕ3 et ϕ4 sont des champs scalaires réels. La densité lagrangienne associé à φ est la

suivante:

L = ∂µφ
+∂µφ− V (φ+φ)

avec V (φ+φ) = −µ2φ+ φ + λ(φ φ+ )2 (2.22)

Cette dernière est invariante sous la transformation :

φ→ φ′ = eiαi
σi
2 φ (i = 1, 2, 3) (2.23)

Pour µ2 < 0, λ > 0 le minimum du potentiel est donnée par:

(φ+ φ )0 =
(ϕ01)2 + (ϕ02)2 + (ϕ03)2 + (ϕ04)2

2
=
µ2

2λ
=
ν2

2
(2.24)

On remarque que tous les générateurs vérifient : T iφ0 6= 0 , ils ne décrivent plus une symétrie du

modèle car ils ne laissent pas invariant son état fondamental, autrement dit ils sont brisée.

Nous brisons la symétrie SU(2) en choisissant φ(x) tel que:

φ(x) =
1√
2
eiTiξ

i(x)/2ν

(
0

ν +H(x)

)
(i = 1, 2, 3) (2.25)
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avec H(x) champ réel. On calcul la dérivée partielle ∂µ du champ φ:

∂µφ =
1√
2
eiTiξ

i(x)/2ν
[( 0

∂µH

)
+
i

ν

T i

2
∂µξ

i

(
0

ν +H

)]
(2.26)

Le terme cinétique du L donne :

∂µφ
+∂µφ =

1

2

[(
0 ∂µH

)
− i

ν

T i

2
∂µξ

i
(
0 ν +H

)]
.
[( 0

∂µH

)
+
i

ν

T i

2
∂µξ

i

(
0

ν +H

)]
=

1

2
∂µH∂

µH +
1

8ν2
∂µξ

i∂µξi(ν +H)2 (2.27)

L’expression du potentiel V est :

V ((ν +H)2) =
−µ2

2
(ν2 +H2 + 2νH) +

λ

4
(ν2 +H2 + 2νH)2

= µ2H2 + λνH3 +
λ

4
H4 − 1

4
µ2ν2 (2.28)

On remplace (2.27) et (2.28) dans l’expression du L on obtient :

L =
1

2
∂µH∂

µH +
1

8ν2
∂µξ

i∂µξi(ν +H)2 − µ2H2 − λνH3 − λ

4
H4 +

1

4
µ2ν2 (2.29)

Aprés ce développement on a un seul terme quadratique H c’est le boson de Higgs avec une masse√
2µ2 et 3 boson de Goldestone ξi (i=1,2,3) de masse nulle, ceci est cohérent avec le théorème

de Goldestone qui prédit que “pour chaque brisure spontanée de symétrie, la théorie contient des

particules scalaires de masse nulle appelées bosons de Goldestone”

2.2.2 Mécanisme de Higgs

Pour générer les masses des bosons de jauge , on introduit un champs scalaire complexe sous forme

d’un doublet :

φ =

(
φ1

φ2

)
(2.30)

la densité lagrangienne du higgs s’écrit sous la forme:

L = −1

4
Fµν(A)Fµν(A) + (Dµφ)∗(Dµφ)− V (φφ+) (2.31)

avec :

• potentiel V: V (φ φ+ ) = −µ2φ+ φ + λ(φ φ+ )2

• F iµν et le tenseur électromagnétique Aiµ les champs de jauge et g la constante de couplage :

F iµν = ∂µA
i
ν − ∂νAiµ + gεijkA

j
µAkν

• la dérivée covariante : (Dµφ) = (∂µ − ig T
i

2 )Aiµ; (i = 1, 2, 3)

L’état fondamental qui brise la symétrie est: φ0 = µ√
2λ

= ν√
2

on paramétrise le champs φ(x):

φ(x) =
1√
2
eiTiξ

i(x)/2ν

(
0

ν +H(x)

)
(2.32)
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en effectuant un choix de jauge dite jauge unitaire ou ξ(x) et H(x) sont des champs réels:

φ→ φ′ = U(x)φ(x) =
1√
2

(
0

ν +H(x)

)
~Aµ → ~Bµ = U(x) ~AµU

−1 − i

g
(∂µU)U−1 (2.33)

Avec: U(x) = e−iTiξ
i(x)/2ν

alors les transformations de jauge devient :
Dµφ→ (Dµφ)′ = (∂µ − ig T

i

2 B
i
µ) 1√

2

(
0

ν +H(x)

)
F iµν(A)F iµν(A)→ F iµν(B)F iµν(B) = F iµν(A)F iµν(A)

(2.34)

Avec :

F iµν(B) = ∂µB
i
ν − ∂νBi

µ + gεijkB
j
µB

k
ν (2.35)

Le terme cinétique de la densité lagrangienne L devient:

(Dµφ)′+(Dµφ)′ =
1

2
(∂µH∂

µH + g2Bi
µB

jµ(
T i

2
)(
T j

2
)(ν +H(x))2)

=
1

2
∂µH∂

µH +
g2

8
Bi
µB

iµ(ν +H(x))2 (2.36)

(on a utiliser la relation T iT j = δij + iεijkT
k )

On peut alors écrire la densité lagrangien comme:

L = −1

4
F iµν(B)F iµν(B) +

1

2
∂µH∂

µH +
g2

8
Bi
µB

iµH(2ν +H(x)) +
g2ν2

8
Bi
µB

iµ

+
µ2

2
(ν2 +H2 + 2νH)− λ

4
(ν2 +H2 + 2νH)2 (2.37)

= −1

4
F iµν(B)F iµν(B) +

1

2
∂µH∂

µH +
g2

8
Bi
µB

iµH(2ν +H(x))

+
g2ν2

8
Bi
µB

iµ − µ2H2 − λνH3 − λ

4
H4 +

1

4
µ2ν2 (2.38)

On remarque que les 3 bosons de Goldestone ξi (i=1,2,3), sont absorbés par les bosons de jauge

Bi (i = 1, 2, 3) qui acquièrent une masse gν/2 via le mécanisme de Higgs et le boson de Higgs avec

une masse
√

2µ2.

2.3 Brisure spontanée du groupe SU(2)⊗ U(1)

Les interactions électromagnétique et faible sont unifiées dans une théorie invariante sous le groupe

SU(2)I ⊗ U(1)Y , le problème de cette théorie est que tous les fermions et les bosons de jauge sont

Considérons sans masse. Pour résoudre ce problème on va brisée la symétrie spontanément :

SU(2)I ⊗ U(1)Y → U(1)em (2.39)

Pour dire qu’un groupe est brisée il faut que les générateurs M i de ce groupe vérifient la relation :

M iφ0 6= 0
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Pour réaliser la brisure, nous introduisons un doublet de champs scalaires complexes, le champ

scalaire complexe φ s’écrit sous la forme:

φ =
1

2

(
φ1 + iφ2

φ3 + iφ4

)
(φi=1,2,3,4 des champs réels) (2.40)

La densité lagrangienne est donnée par:

L = (Dµφ)+(Dµφ)− V (φφ+) (2.41)

Avec :

• La dérivée covariante est : Dµ → ∂µ − ig σi2 W
i
µ − ig′ Y2 Bµ (i=1,2,3)

• W i
µ : les trois champs de jauge de groupe SU(2)I

• T i = σi
2 : les trois générateurs de SU(2)I

• Bµ : le champ de jauge de U(1)Y

• Y : c’est l’hypercharge

• g , g′ : les constantes de couplage associées à SU(2)I et U(1)Y

Et le potentiel s’écrit sous la forme:

V (φ φ+ ) = −µ2φ+ φ + λ(φ φ+ )2 (µ2 < 0, λ > 0) (2.42)

V (φ φ+ )à un ensemble de minimums est : (φ+ φ )0 = µ2

2λ = ν2

2 , et la valeur moyenne dans le vide

du φ est :

φ0 = 〈0|φ|0〉 =

(
0

ν/
√

2

)
(2.43)

On note que les générateurs T i=1,2,3 et Y sont brisés parce qu’ils n’annihilent pas le vide φ0:

T 1φ0 =
1

2

(
0 1

1 1

)(
0
ν√
2

)
=

1

2

(
0 ν√

2

0 0

)
6= 0 (2.44)

T 2φ0 =
1

2

(
0 −i
i 0

)(
0
ν√
2

)
=
i

2

(
0 −ν√

2

0 0

)
6= 0 (2.45)

T 3φ0 =
1

2

(
1 0

0 −1

)(
0
ν√
2

)
=
−1

2
φ0 6= 0 (2.46)

Y φ0 = φ0 6= 0 (2.47)

Mais le générateur “charge électrique” du nouveau groupe U(1)em n’est pas brisé:

Qφ0 = (T 3 +
Y

2
)φ0 =

(
1 0

0 0

)(
0
ν√
2

)
= 0 (2.48)

Nous paramétrisons le champ φ tel que:

φ = e
iT iξi

2ν

(
0

1√
2
(ν +H(x))

)
(2.49)
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où ξi=1,2,3 sont des champs réels(les bosons de Goldestone).

Dans la jauge unitaire les trois bosons de Goldestone disparaissent, le champ φ devient:

φ→ φ′ = U(ξ)φ =

(
0

1√
2
(ν +H(x))

)
(2.50)

(U(ξ) = e−
iT iξi

2ν )

Puis nous développons le terme cinétique du L pour obtenir les masses des bosons de jauge

(Dµφ)+(Dµφ) =

[
∂µ − ig

σi
2
W i
µ − ig′

Y

2
Bµ

]2

=
1

2

[(
∂µ− i

2(gW 3
µ + g′Bµ) −ig2(W 1

µ − iW 2
µ

−ig2(W 1
µ + iW 2

µ) ∂µ+ i
2(gW 3

µ + g′Bµ)

)(
0

1√
2
(ν +H(x))

)]2

=
1

2
(∂µH)2 +

1

8
g2(ν +H)2(W 1

µ − iW 2
µ)(W 1

µ + iW 2
µ) +

1

8
(ν +H)2(gW 3

µ − g′Bµ)2

(2.51)

Pour obtenir les états physiques nous définissons des nouveaux champs Aµ , Zµ et W∓ par les

relations suivantes: 
W∓ = 1√

2
(W 1

µ ∓ iW 2
µ)

Zµ = 1√
g2+g′2

(gW 3
µ − g′Bµ)

Aµ = 1√
g2+g′2

(g′W 3
µ + gBµ)

on remplace les relations précédentes dans (2. )on obtient :

(Dµφ)+(Dµφ) =
1

2
(∂µH)2 +

1

4
g2(ν +H)2W+W− +

1

8
(g2 + g′2)(ν +H)2Z2

µ

=
1

2
(∂µH)2 +

g2ν2

4
W+W− +

1

2

(g2 + g′2)

4
ν2Z2

µ + termesd′interactions (2.52)

Le terme cinétique fait alors apparâıtre de trois bosons de jauge massifs:

• W∓ avec une masse mW∓ = gν
2

• Z avec un masse mZ =
√
g2 + g′2

• A avec une masse nulle mA = 0

Et le développement du potentiel fait apparâıtre le terme de masse pour le bosons de Higgs:

V (φ φ+ ) = −µ2φ+ φ + λ(φ φ+ )2

= µ2H2 + λνH3 +
λ

4
H4 − 1

4
µ2ν2 (2.53)

on trouve mH =
√

2µ2

On remarque qu’en brisant la symétrie SU(2)I ⊗ U(1)Y , trois des quatre composantes du doublet

de Higgs qui correspond a des bosons de Goldestone sont absorbés par les bosons de jauge W∓
et Z afin d’avoir une masse après la brisure, et la quatrième composante c’est le boson de Higgs

massif.
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2.4 Brisure du groupe SU(N)

Le groupe SU(n) est défini par sa représentation fondamental avec des matrices unitaires n× n.

Il existe n2 − 1 générateurs U ji qui vérifient la relation de commutation [6, 7] suivantes:

[U ij , U
k
l ] = δliU

k
j − δkjU il (2.54)

avec U ij = (U ji )+

n2 − 1 générateurs correspondent à n2 − 1 bosons de jauge que l’on note W j
µi (i, j = 1, ..., n) , qui

obéit à la loi de transformation suivante:

W j
µi →W j

µi + iεliW
j
µl − iε

j
kW

k
µi (2.55)

avec

{
εji = (εij)

∗

W j
µi = (W i

µj)
∗

Rappelons que la transformation de jauge dans ce cas s’écrit sous la forme,

exp(−i εjiU
i
j) (2.56)

Dans cette section, on va étudier deux classes de représentations: les représentations vectorielles

et la représentation adjointe.

2.4.1 Représentation vectorielle

Dans ce cas, le champ de Higgs est représenté par un vecteur de N composantes Ψi. La loi de

transformation de ce champ dans cette représentation et la dérivé covariante sont donnés par:

• Le champ scalaire Ψi → Ψi + iεjiΨj , et (Ψi = Ψ∗i )

• La dérivée covariante DµΨi → ∂µΨi − igW j
µiΨj

Alors la partie cinétique du champ scalaire qui donne la masse aux bosons de jauge s’écrit sous la

forme :

L =
1

2
(DµΨ)+DµΨ

=
1

2
∂µΨi∂µΨi +

1

2
g2W j

µiΨjW
+µj′

i Ψj′ − igW j
µiΨj∂

µΨi (2.57)

et le potentiel de Higgs associé s’écrit,

V (Ψ) = −1

2
µ2ΨiΨi +

1

4
λ(ΨiΨi)

2 µ, λ réel (2.58)

Pour trouver le minimum de ce potentiel, on le dérive par rapport à Ψi,

∂V

∂Ψi
=

[
−µ2 + λ(ΨjΨj)

]
Ψi = 0 i = 1, ..., n (2.59)

=⇒ Ψi 6= 0

=⇒ −µ2 + λΨjΨj = 0

Donc le minimum est donné par,

ΨjΨj =
µ2

λ
= ν2 (2.60)
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Le terme de masse dans l’équation (2.57) devient:

LM =
1

2
g2W j

µiΨjW
+µj′

i Ψj′

=
1

2
g2W j

µiW
+µj
i ν2 (2.61)

Donc le nombre de bosons de jauge qui acquirent une masse est 2n− 1, et il reste n2 − 1− (2n−
1) = (n − 1)2 − 1 bosons de jauge sans masse. Dans ce cas, on dit que la symétrie est brisée de

SU(N)→ SU(N − 1).

En général, pour briser la symétrie SU(N) → SU(N −M), il nous faut un ensemble de M

scalaire appartement à la représentation vectorielle et pour briser complètement la symétrie SU(N),

on a besoin d’un ensemble de N − 1 scalaire dans la représentation vectorielle.

2.4.2 Représentation adjointe

Dans cette représentation le champ scalaire Ψ est hermitien: (Ψ+)ji = Ψ∗ij = Ψj
i . Il peut être

représenté par une matrice N × N dont la trace est nulle, ç.à;d
∑n

i=1 Ψi
i = 0. On peut choisir

comme une combinaison linéaire des générateurs du groupe,

Ψ =

N2−1∑
i=1

ψiT
i (2.62)

où T i sont les générateur du groupe.

La dérivée covariante et la loi de transformation de champ sont donnés par:

DµΨ→ ∂µΨj
i − igW

l
µiΨ

j
l + igW j

µkΨ
k
i (2.63)

Ψj
i → Ψj

i + iξki Ψj
k − iξ

j
kΨ

k
i (2.64)

Le terme cinétique du lagrangien scalaire est:

Lcin =
1

2
Tr[(DµΨ)+(DµΨ)]

=
1

2
(∂µΨi

j + igW ∗lµiΨ
l
j − igW

∗j
µkΨ

i
k)(∂

µΨj
i − igW

lµ
i Ψj

l + igW jµ
k Ψk

i ) (2.65)

Pour simplifier, nous imposons la symétrie Ψ→ −Ψ. Le potentiel s’écrit devient donc,

V (Ψ) = −1

2
µ2Ψj

iΨ
i
j +

1

4
λ1(Ψj

iΨ
i
j)

2 +
1

4
λ2(Ψj

iΨ
k
jΨ

l
kΨ

i
l) (2.66)

Ψ est hermitien, donc il peut être diagonalisé par une matrice unitaire. Alors, on peut l’écrire sous

la forme Ψj
i = δjiφj , φi sont des fonctions réelles.

Le potentiel devient:

V = −1

2
µ2

n∑
i=1

φ2
i +

1

4
λ1(

n∑
i=1

φ2
i )

2 +
1

4
λ2(

n∑
i=1

φ4
i )− g

n∑
i=1

φi (2.67)

On calcule le minimum du potentiel:

∂V

∂φi
= −µ2φi + λ1(

n∑
j=1

φ2
j )φi + λ2φ

3
i − g = 0 (2.68)

φ peut prendre 3 valeurs différentes φ1, φ2 et φ3:
−µ2φ1 + λ1(

∑n
j=1 φ

2
j )φ1 + λ2φ

3
1 − g = 0.....(1)

−µ2φ2 + λ1(
∑n

j=1 φ
2
j )φ2 + λ2φ

3
2 − g = 0.....(2)

−µ2φ3 + λ1(
∑n

j=1 φ
2
j )φ3 + λ2φ

3
3 − g = 0.....(3)

(2.69)
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On fait l’opération (1-2) et (1-3) on trouve :{
−µ2(φ1 − φ2) + λ1(

∑n
j=1 φ

2
j )(φ1 − φ2) + λ2(φ3

1 − φ3
2) = 0

−µ2(φ1 − φ3) + λ1(
∑n

j=1 φ
2
j )(φ1 − φ3) + λ2(φ3

1 − φ3
3) = 0

(2.70)

{
−µ2 + λ1(

∑n
j=1 φ

2
j ) + λ2(φ2

1 + φ2
2 + φ1φ2) = 0....(4)

−µ2 + λ1(
∑n

j=1 φ
2
j ) + λ2(φ2

1 + φ2
3 + φ1φ3) = 0....(5)

(2.71)

Pour φ1 6= φ3 on soustrayant de nouveau (4) et (5) on trouve:

φ2
2 − φ2

3 + φ1φ2 − φ1φ3 = 0

φ1(φ2 − φ3) + φ2
2 − φ2

3 = 0

=⇒ φ1 + φ2 + φ3 = 0 (2.72)

Supposons qu’il y a une autre solution φ4 qui est différente de φ1, φ2 et φ3 en fait les mêmes étapes

précédentes pour φ2, φ3 et φ4 on obtient:

=⇒ φ2 + φ3 + φ4 = 0 (2.73)

Ce qui implique que φ1 = φ4, en contradiction avec l’hypothèse “φ4 est différent de φ1”, donc il y

a que 3 φi qui peuvent satisfaire l’équation (2.67 ).

La matrice φ s’écrit sous la forme suivante:

φ =



φ1

φ1

φ2

φ2

φ3

φ3


(2.74)

où il y a n1φ1 , n2φ2 et n3φ3 avec: {
n1 + n2 + n3 = n

φ1 + φ2 + φ3 = 0
(2.75)

Tr(φ) = 0 =⇒ n1φ1 + n2φ2 + n3φ3 = 0 (2.76)

à partir de (2.74) et (2.75) on écrit φ2 et φ3 en terme de φ1

φ2 =
n3 − n1

n2 − n3
φ1 (2.77)

φ3 =
n2 − n1

n3 − n2
φ1 (2.78)

Maintenant, en exprimant chaque termes du potentiel en terme du φ1 on trouve:

V = −aφ2
1 + bφ4

1 (2.79)

Avec : 

a = µ2

2
1

(n2−n3)2

[
n1(n2 − n3)2 + n2(n1 − n3)2 + n3(n1 − n2)2

]
b = 1

4(n2−n3)4

[
λ1

[
n1(n2 − n3)2 + n2(n1 − n3)2 + n3(n1 − n2)2

]2

+λ2

[
n1(n2 − n3)4 + n2(n1 − n3)4

+n3(n1 − n2)4

]]
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Le minimum du potentiel correspond à:

∂V

∂φ1
= φ1(−2a+ 4bφ2

1) = 0 (2.80)

=⇒ φ2
1 =

a

2b
(2.81)

Alors le potentiel au niveau du potentiel s’écrit :

Vm = −µ
2

4

[
1

λ1 + λ2f(n1, n2, n3)

]
(2.82)

avec :f(n1, n2, n3) = n1(n2−n3)4+n2(n1−n3)4+n3(n1−n2)4

[n1(n2−n3)2+n2(n1−n3)2+n3(n1−n2)2]2

En utilisant l’identité :

n1(n2 − n3)4 + n2(n1 − n3)4 + n3(n1 − n2)4 = 1
2 [n1(n2− n3)2 + n2(n1− n3)2 + n3(n1− n2)2][(n2−

n3)2 + (n1 − n3)2 + (n1 − n2)2]

On remplace dans l’expression de f(n1 , n2 , n3) on trouve:

f(n1, n2, n3) =
(n2 − n3)2 + (n1 − n3)2 + (n1 − n2)2

2[n1(n2 − n3)2 + n2(n1 − n3)2 + n3(n1 − n2)2]
(2.83)

On introduit les variables x et y tel que:{
x = n1 + n2

y = n1 − n2

(2.84)

=⇒ f(x, y) =
3y2 + (3x− 2n)2

(8n− 9x)y2 + x(3x− 2n)2
(2.85)

Les domaines : 
0 6 x 6 n

0 6 y 6 n

0 6 x− y 6 n

Pour voir les changements de la fonction f en calcule sa dérivée par rapport a y :

∂f

∂y
=

8y(3x− 2n)3

[(8n− 9x)y2 + x(3x− 2n)2]2
(2.86)

On a

∂f

∂y
< 0 pour x <

2n

3
(fdécroissante)

∂f

∂y
> 0 pour x >

2n

3
(f croissante) (2.87)

2.5 Théorie de grande unification SU(5)

Une théorie de grande unification “GUT ′′ c’est une théorie qui unifie les interactions forte , faible

et électromagnétique en une seule théorie [4, 8, 9, 10]. Le groupe le plus simple pour étudier cette

théorie est GGUT = SU(5). La brisure spontanée de ce groupe se déroule en deux étape :

étape 1: SU(5)→ SUC(3)⊗ SUI(2)⊗ UY (1)

↓
étape 2: SUC(3)⊗ Uem(1)
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2.5.1 Étape 1

On commence par la première étape de la brisure: SU(5)→ SUC(3)⊗SUI(2)⊗SUY (1). Le groupe

SU(5) de rang=4 engendré par 52 − 1 = 24 générateurs Ti définie par des matrices 5 × 5 avec:

T i=1,..8 ∈ SUC(3), T i=21,..23 ∈ SUL(2) , T i=24 ∈ UY (1) et T i=9,..20 sont des nouveaux générateurs.

On associé à la représentation adjointe de ce groupe 24 bosons de jauge. Voici les générateurs de

ce groupe dans la représentation fondamentale:

Figure 2.3: Générateurs du groupe SU(5)[4]

Cette étape de brisure peut être réaliser par un champ de Higgs dans la représentation adjointe qui

s’écrit sous la forme:

φ =
24∑
i=1

T i
ϕi√

2
(2.88)

où T i sont les générateurs de SU(5) et ϕi sont des champs scalaires réels.

Parmi les propriétés du champ φ, on cite

• Par définition, il est de trace nulle (c-à-d Tr(φ) = 0).

• φ est hermitien donc il est diagonalisable: ψ = UφU−1 = δijψj =


ψ1

ψ2

ψ3

ψ4

ψ5


• ψi sont les valeurs propres de φ (ou ψ), elles sont reélles (ψi ∈ R) car φ est hermitien.

• Les valeurs propres ne sont pas indépendantes car: Tr[ψ] = Tr[φ] = 0 =⇒{
φ1 + φ2 + φ3 + φ4 + φ5 = 0

ψ1 + ψ2 + ψ3 + ψ4 + ψ5 = 0

Le potentiel de Higgs invariant sous SU(5) s’écrit sous la forme,

V (ψ) = −1

2
µ2Tr(ψ2) +

a

4
(Tr(ψ2))2 +

b

2
(Tr(ψ4)) (2.89)
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Nous appliquons les résultats que nous avons trouvés précédemment (la brisure du groupe SU(N)),

on montre que 
ψ1 + ψ2 + ψ3 = 0

n1ψ1 + n2ψ2 + n3ψ3 = 0

n1 + n2 + n3 = n = 5

(2.90)

avec

ψ2 =
n3 − n1

n2 − n3
ψ1 (2.91)

ψ3 =
n2 − n1

n3 − n2
ψ1 (2.92)

Pour SU(5), on peut choisir n1 = 3 , n2 = 2 et n3 = 0.

Alors, ψ =


ψ1

ψ1

ψ1

ψ2

ψ2


et

ψ2 = −3

2
ψ1 (2.93)

ψ3 =
1

2
ψ1 (2.94)

=⇒ ψ1 + ψ2 + ψ3 = ψ1 − 3
2 + 1

2ψ1 = 0

Le potentiel devient donc:

V (ψ) = −µ
2

2
(3ψ2

1 + 2ψ2
2) +

a

4
(3ψ2

1 + 2ψ2
2)2 +

b

2
(3ψ4

1 + 2ψ4
2)

= −µ
2

2
(3ψ2

1 + 2ψ2
2) +

a

4
(9ψ4

1 + 4ψ4
2 + 6ψ2

1ψ
2
2) +

b

2
(3ψ4

1 + 2ψ4
2)

V (ψ) = −15

4
µ2ψ2

1 +
15

16
(15a+ 7b)ψ4

1 (2.95)

Pour que le potentiel soit borné il faut que 15a+7b > 0. Le calcul de la dérivée du potentiel donne:

∂V

∂ψ1
= −15

2
µ2ψ1 +

15

4
(15a+ 7b)ψ3

1 = 0 (2.96)

=⇒ −µ2 +
15a+ 7b

2
ψ2

1 = 0 =⇒ (ψ
(0)
1 )2 =

2µ2

15a+ 7b

=⇒ ψ
(0)
1 = ±

√
2µ2

15a+ 7b
(2.97)

On remplace (2.97) dans (2.93) on trouve : ψ
(0)
2 = ∓3

2

√
2µ2

15a+7b .

Donc le vev du champ de Higgs s’écrit:

ψ0 =< 0|ψ|0 >=

√
2µ2

15a+ 7b


1

1

1

−3/2

−3/2

 (2.98)

avec :ν2 = 2µ2

15a+7b .

On observe que le vev défini dans l’équation (2.98) ψ0 n’est pas invariant sous toutes les trans-

formations de SU(5). On voit que,
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• [T i, ψ0] = 0, pour, i = 1, ..8→ donc le sous groupeSUc(3) n’est pas brisé.

• [T i, ψ0] 6= 0, pour, i = 9, ..20→ donc ces générateurs sont brisés.

• [T i, ψ0] = 0, pour, i = 21, 22, 23→ donc le sous groupeSUL(2) n’est pas brisé.

• [T 24, ψ0] = 0→ donc le sous groupeUY (1) n’est pas brisé.

Donc on a 12 générateur brisés et 12 générateurs non-brisés. Ce qui implique que les 12 bosons

de Goldestone associées aux générateurs T i pour i=9,..,20 (de masse nulle) vont être absorbés par

les bosons de jauge X et Y pour acquirent des masses. On calcul la dérivée covariante:

Dµψ = ∂µψ −
ig5√

2
(Aµψ − ψAµ) (2.99)

avec : , Aµ =
∑24

i=1
λiAiµ√

2
et ψ =

∑24
i=1 λ

i ψi√
2

(Dµψ)+ = ∂µψ +
ig5√

2
(ψ+A+

µ −A+
µψ

+), (ψ+ = ψ,A+ = A)

= ∂µψ −
ig5√

2
(Aµψ − ψAµ) (2.100)

Le terme cinétique du L donne la masse aux bosons de jauge:

LMX,Y
= (Dµψ)+(Dµψ)

= −1

2

g2
5

2
(Aµψ′0 − ψ′0Aµ)(Aµψ

′
0 − ψ′0Aµ)

= ......+
1

2

3∑
i=1

m2
xiX

+
i X

−
µ +

1

2

3∑
i=1

m2
YiY

+
i Y

−
µ (2.101)

Avec :m2
xi = m2

Yi
= 25

8 g
2
5ν

2 Donc la symétrie est brisée de SU(5)→ SUC(3)⊗ SUI(2)⊗ SUY (1).

2.5.2 Étape 2

On passe a la deuxième étape de la brisure spontané de symétrie, il s’agit de briser le groupe du

modèle standard: SUC(3) ⊗ SUL(2) ⊗ SUY (1) → SUC(3) ⊗ Uem(1). On introduit un champ de

Higgs H dont le potentiel s’écrit sous la forme:

V (H) = −µ
2

2
H+H +

λ

4
(H+H)2 (2.102)

Le champ de Higgs dans la jauge unitaire s’écrit:

H =


H1

H2

H3

H4
1√
2
(ν0 + h)

 ≡
(
H̃

H

)
(2.103)

où H̃ est un scalaire triplet de couleur appel souvent quiggs et h est le Higgs physique du modèle

standard.

On note par H0 la valeur moyenne de ce champ sur le vide (vev). Le vev capable de briser le

groupe de jauge SUC(3)⊗ SUL(2)⊗ SUY (1)→ SUC(3)⊗ Uem(1) et minimiser le potentiel (2.102)

doit prendre la forme, ,

H0 =


0

0

0

0
ν0√

2

 (2.104)
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avec ν2
0 = 2µ2

λ .

On remplace le champ H dans le potentiel V (H), on montre que la masse du boson h est donnée

par,

mh =
λν2

0

2
(2.105)
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3.6 Règles de Feynman . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 28
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Dans ce chapitre on va étudier un scénario d’unification partielle qui porte le nom “le modèle

4321”. Ce modèle est basé sur le groupe de jauge SU(4) ⊗ SUC′(3) ⊗ SUL(2) ⊗ UY (1). Nous

montrons le contenu des champs de ce modèle ainsi que les bosons de jauge et comme ils doivent

acquérir leurs masses par la brisure spontanée de symétrie de ce groupe en groupe de jauge du

modèle standard. On conclut par donner les règles de Feynman et les taux de désintégrations

des particules hypothétiques prédites par cette théorie notamment le coloron G′, le boson Z ′ et le

lepto-quark vecteur U .

3.1 Pourquoi le modèle “4321”

La raison de construire le modèle “4321” est de résoudre quelques problèmes du modèle standard

comme les anomalies dans la désintermédiation du méson B. On rappelle que le modèle standard

souffre de plusieurs problèmes, on cite par exemple: La violation de CP où l’interaction faible

ne conserve pas la symétrie de CP [11](la combinaison des symétries de conjugaison de charge et

de parité). L’anomalie du méson B (qq̄′)[12]. Les prédictions du SM de la valeur du moment

magnétique du muon ne sont pas compatibles avec les données de l’expérience . . . etc.

La phénoménologie du modèle 4321 est très riche à l’échelle du TeV car il contient plusieurs

particules hypothétiques. Il génère un couplage entre les leptoquarks U de type vecteur (particules

hypothétiques interagissant avec les quarks et les leptons) et les fermions du modèle standard, à

cause de intégration de la couleur et l’hypercharge dans le groupe du model. Les nouvelles particules

dans ce modèle sont: le coloron G′, Z ′, Leptoquark-vecteur U , et les bosons de Higgs-like G0, Gs.

3.2 Structure du modèle 4321

Le modèle 4321 est invariant sous le groupe de jauge G4321 = SU(4)⊗ SUC′(3)⊗ SUL(2)⊗UY (1).

On présente les champs de jauge, couplages de jauge et les générateurs du groupe de jauge du

modèles 4321 dans le tableau suivant[13],
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Groupe Champ de jauge Couplage Générateut

SU(4) HA
µ g4 TA

SUc′(3) Aaµ g3 T a

SUL(2) Wα
µ g2 Tα

UY ′ B′µ g1 SY ′

Table 3.1: les nom du champs fr jauge, couplagr et générateurs du model 4321 [13]

avec A = 1, 2, ..., 15 , a = 1, 2, ...8 et α = 1, 2, 3.

Les générateurs de ces groupes dans leurs représentations fondamentales sont normalisés et

vérifient la relation suivante:

Tr[T aT b] =
δab

2
(3.1)

Les générateurs de la sous-algèbre de Carton [14] de SU(4) sont:

T 3 =


+1

2

+1
2

0

0

 , T 8 =
1

2
√

3


1

1

−2

0

 , T 15 =
1

2
√

6


1

1

1

−3

 (3.2)

Le générateur du groupe U(1)Y ′ est :

SY ′ = α


1

1

1

−3

 , où α est une constante à déterminer (3.3)

Règle de branchement de SU(4) → SU(3)⊗ U(1)
4 =⇒ (3, α) + (1,−3α)

4̄ =⇒ (3̄,−α) + (1, 3α)

15 =⇒ (8, 0) + (1, 0) + (3, 4α) + (3̄,−4α)

3.3 Lagrangien des bosons de jauge

Le Lagrangien des bosons de jauge est donné [15] par:

LG = −1

4
HA
µνH

Aµν +
1

4
AaµνA

aµν − 1

4
Wα
µνW

αµν − 1

4
B′µνB

′µν (3.4)

Les champs de jauge sont définis par:

•HA
µν = ∂µH

A
ν − ∂νHA

µ + g4f
ABCHB

µ H
C
ν (3.5)

•Aaµν = ∂µA
a
ν − ∂νAaµ + g3f

abcAbµA
c
ν (3.6)

•Wµν = ∂µW
αµ− ∂νWα

ν + g2f
αβγW β

µW
γ
ν (3.7)

•B′µν = ∂µB
′µ − ∂νB′ν (3.8)
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Les matrices des générateurs du groupe G4321 vérifient l’Algèbre de Lie:
[TA, TB] = ifABCTC A,B,C =⇒ 1, 2, ..., 15

[T a, T b] = ifabcT c a, b, c =⇒ 1, 2, ..., 8

[Tα, T β] = ifαβγT γ α, β, γ =⇒ 1, 2, 3

(3.9)

LG est invariant sous les transformations de jauge locales suivantes:

•H ′µ = U4HµU
−1
4 − i

g4
(∂µU4(x))U−1

4 (x) ;

{
Hµ = TAHA

µ

U4(x) = e−iαA(x)TA
(3.10)

•A′µ = U3AµU
−1
3 − i

g3
(∂µU3(x))U−1

3 (x) ;

{
Aµ = T aAaµ

U3(x) = e−iαa(x)Ta
(3.11)

•W ′µ = U2WµU
−1
2 − i

g2
(∂µU2(x))U−1

2 (x) ;

{
Wµ = TαWα

µ

U2(x) = e−iαβ(x)Tβ
(3.12)

•B′µ = Bµ −
1

g1
∂µβ(x) ; U1(x) = e−iβ(x)Y (3.13)

On rappelle que tous les champs de jauge doivent avoir des masses nulles pour préserver

l’invariance de jauge.

3.4 Brisure spontanée de symétrie

La brisure du groupe G4321 =⇒ SUC(3)⊗UQ(1) se déroule en deux étapes à laide des champs [13,

14, 15] scalaire Ω3 et φ. Leurs représentation est la suivante: φ ∼ (4̄, 1, 1,−1/2),Ω3 ∼ (4̄, 3, 1, 1/6).

I Étape 1

SU(4)⊗ SUC′(3)⊗ SUL(2)⊗ UY ′(1)︸ ︷︷ ︸ Ω3−→ SUC(3)⊗ SU(2)⊗ UY (1)︸ ︷︷ ︸
Pour briser la symétrie G4321 → G321, il faut un champ scalaire complexe Ω3 appartient à la

représentation (4̄, 3) du groupe SU(4)⊗ SUC′(3), qui suit la loi de transformation:

Ω′3 = U+
4 Ω3U3 (3.14)

On note que Ω3 est une matrice 4× 3, donc 24 degrés de liberté. On dit que la symétrie est brisée

si le champ dans le vide n’est pas invariant:

{
L′(Ω′3) = L
Ω′3o 6= U+

4 Ω3oU3

(3.15)

Le vev de Ω3 qui vérifie ces condition s’écrit sous la forme suivante:

Ω3o =


a 0 0

0 a 0

0 0 a

0 0 0

 (3.16)
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Remarque :

Ω′3o = eiλ
∑
i T

4
i Ω3oe

−iλ
∑
j T

3
j

'
(

1 + iλ
∑
i

T 4
i

)
Ω3o

(
1− iλ

∑
j

T 3
j

)

' Ω3o + λ

[∑
i

T 4
i Ω3o −

∑
j

Ω3oT
3
j

]
+ λ2(...)

On néglige le dernier terme (λ2(...)), donc on obtient

Si T 4
i Ω3o − Ω3oT

3
j

{
= 0 La symétrie n’est pas brisée

6= 0 La symétrie est brisée

On voit que :

• T 4
i Ω3o − Ω3oT

3
i = 0 pour i = 1, 2, ..., 8 (SU(3)) (3.17)

• T 4
i Ω3o − Ω3oT

3
i 6= 0 pour i = 9, 10, .., 15 (3.18)

(T 3
i = αI(3×3) pour i = 9, ...15)

• 2√
16
T 4

15Ω3o − Ω3oT
3
15 = 0 (α = 1/3) (3.19)

Pour une bonne explication prenons un exemple pour i=1,...8:

Les générateurs deSU(4), SU(3) =⇒ T 4
1 =

1

2


0 1 0 0

1 0 0 0

0 0 0 0

0 0 0 0

 T 3
1 =

1

2

0 1 0

1 0 0

0 0 0



→ T 4
1 Ω3o − Ω3oT

3
1 =

1

2


0 1 0 0

1 0 0 0

0 0 0 0

0 0 0 0

 .


a 0 0

0 a 0

0 0 a

0 0 0

− 1

2


a 0 0

0 a 0

0 0 a

0 0 0

 .

0 1 0

1 0 0

0 0 0



=
1

2


0 a 0

a 0 0

0 0 0

0 0 0

− 1

2


0 a 0

a 0 0

0 0 0

0 0 0

 = 0

Pour i= 9,..15

T 4
9 Ω3o − Ω3oT

3
9 =


0 1 0 0

1 0 0 0

0 0 0 0

0 0 0 0

 T 3
1 =

1

2

0 1 0

1 0 0

0 0 0



→ T 4
1 Ω3o − Ω3oT

3
1 =

1

2


0 0 0 1

0 0 0 0

0 0 0 0

1 0 0 0

 .


a 0 0

0 a 0

0 0 a

0 0 0

− α

a 0 0

0 a 0

0 0 a

0 0 0

 .

1 0 0

0 1 0

0 0 1



=
1

2


0 0 0

0 0 0

0 0 0

a 0 0

− α


0 0 0

0 0 0

0 0 0

a 0 0

 6= 0
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Donc , {
I les générateurs de SU(3) ⊂ SU(4) ne sont pas brisés

I Le générateur Y4 = 2√
16
T 4

15deU4(c) n’est pas brisé

Le potentiel associé au champ scalaire Ω3 s’écrit sous la forme suivante:

V (Ω3) =
1

4
λ1

[
Tr(Ω+

3 Ω3)− 3a2

]2

+
1

2
λ2Tr

[
Ω+

3 Ω3 − a2I3

]
(3.20)

Le Lagrangien de higgs est :

LΩ = Tr

[
(DµΩ3)+(DµΩ3)

]
− V (Ω3) (3.21)

Avec :

DµΩ3 =

[
∂µ + ig4Hµ − ig3Aµ − g1SY ′B

′
]
.Ω3 (3.22)

Et on définit les nouveaux bosons de jauge (massifs et non massifs) par:

I Massifs

• U1,2,3±
µ =

1√
2

(H9,11,13
µ ± iH10,12,14

µ ) (Leptonquark) (3.23)

•G′aµ =
g4H

a
µ − g3A

′a
µ√

g2
3 + g2

4

(coloron) (3.24)

• Z ′µ =

√
2/3g4H

15
µ − g1B

′
µ√

(2/3)g2
4 + g2

1

(Z prime) (3.25)

I Non-massifs

•Gaµ =
g3H

a
µ − g4A

a
µ√

g2
3 + g2

4

(gluon) (3.26)

•Bµ =
g1H

15
µ +

√
2/3g4B

′
µ√

g2
1 + (2/3)g2

4

(photon) (3.27)

où les constantes de couplage du SM sont donnés par:gY = g1g4√
g24+(2/3)g21

gs = g3g4√
g23+g24

(3.28)

3.4.1 Extraction des masses des bosons de jauge

Pour extraire les masses des bosons de jauge, il faut remplacer Ω3 par Ω3o dans l’expression (3.21)

et on prend que le terme cinétique (le premier terme du Lagrangien),

Tr

[
(DµΩ3o)

+(DµΩ3o)

]
= ...+

1

2

3∑
i=1

m2
UiU

+
µiU

−µ
i +

1

2
m2
Z′ +

1

2

8∑
i=1

m2
G′ + ... (3.29)

Pour fixer α, on impose que mB = 0, on trouve → α = 1/4

Alors, les masses sont données par :



m2
Z′ = 3

8a
2(g2

1 + 2
3g

2
4)

m2
U = a2g2

4

m2
G′ = a2(g2

4 + g2
3)

m2
G = 0

m2
B = 0

(3.30)
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3.4.2 Paramétrisation de Ω3

Le champ scalaire Ω3 possède 2×3×4 = 24 degrés de liberté 8+1+6 non physique, qui correspond

aux bosons de Nambu-Goldestone absorbés par les 8 + 1 + 6 bosons de jauge massifs. Donc , il

reste 9 degrés de liberté physique (les bosons de Higgs physique)

Décomposition de Ω3

on a Ω3 = (4̄, 3) avec 4̄→ (3̄,−α)⊕ (1, 3α)

Donc (4̄, 3) →
[
(3̄,−α)⊕ (1, 3α)

]
⊗ (3, α)

→ (4̄, 3) = (1, 0)⊕ (8, 0)⊕ (3, 4α)

Dans la jauge unitaire (on se débarasse de tous les bosons de Goldestone), Ω3 s’écrit sous la forme:

Ω3 =

[
aI3 + χ/

√
2

0

]
(3.31)

Avec : 
•Ga0 = Tr[λa]χ ; a = 1, ..8 , (scalaire octet)

•Gs =
√

2
3Tr[χ] , (scalaire singlet)

•χ+ = χ

(3.32)

=⇒ χ =
1√
6
Gs +

1

2
λaGa0 (3.33)

Dans la jauge unitaire Ω3 s’écrit sous la forme:

Ω3 =


a+ Gs√

6
+ 1

2(G3
0 +

G8
0√
3
) 1

2(G1
0 − iG2

0) 1
2(G4

0 − iG0)

1
2(G1

0 + iG2
0) a+ Gs√

6
− 1

2(G3
0 −

G8
0√
3
) 1

2(G6
0 − iG0)

1
2(G4

0 + iG5
0) 1

2(G8
0 + iG7

0) a+ Gs√
6
− G0√

3

0 0 0

 (3.34)

Et le potentiel devient:

V (Ω3) = ....
1

2
m2
Gs +

1

2

8∑
i=1

m2
G0i

+ ... (3.35)

Avec les masses : {
m2
Gs

= a2(3λ1 + 2λ2)

m2
Ga0

= 2a2λ2

(3.36)

IÉtape 2

Brisure SUC(3)⊗ SUL(2)⊗ UY (1) =⇒ SUC(3)⊗ UQ(1)

Pour briser la symétrie G321 → G31 , on a besoin d’un doublet de champ scalaire φ qui suis la lois

de transformation: φ′ = U+
4 φ sous le groupe SU(4)⊗ SUC′(3).

Dans la jauge unitaire φ s’écrit:

φ =
1√
2

(
0

ν + h

)
où h est le Higgs physique (3.37)
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En fait, φ0 = 1√
2

(
0

ν

)
brise le groupe de jauge SUL(2)⊗ UY (1) =⇒ UQ(1)

On définit les Champs massifs est non massifs après la deuxième SSB par :
•aµ =

gYW
3
µ+g2Bµ√
g22+g2Y

•Zµ =
g2W 3

µ−gY Bµ√
g22+g2Y

•W±µ =
W 1
µ±iW 2

√
2

(3.38)

On obtient les masses des bosons de jauge par le calcul du terme cinétique du Lagrangien:

(Dµφ0)+(Dµφ0) = ...

[
(−ig2Wµ − igYBµ)φ0

]2

(3.39)

= −1

2
02aµa

µ +
1

2
m2
ZZµZ

µ +m2
WWµW

µ + ... (3.40)


•m2

aµ = 0

•m2
Z = 1

4µ
2(g2

2 + g2
Y )

•m2
W =

g22µ
2

4

(3.41)

Le potentiel de Higgs complet est: (ξ = Ω3)

V (φ) =
1

4
λ1

[
Tr(ξ+ξ)− 3a2

]2

+
1

2
λ2Tr

[
ξ+ξ − a2I3

]2

+
1

4
λ3

[
φ+φ− ν2

2

]2

+ λ4

[
φ+φ− ν2

2

][
Tr(ξ+ξ)− 3a2

]
(3.42)

Avec : •λ1 et λ2: Paramètres sans dimension

•λ3 et λ4: constantes de couplage sans dimension.

•a: paramètre de masse.

Le dernier terme du potentiel signifie que la composante singet GS se mélange avec le champ de

Higgs, les états propres de masse sont données par:

{
φ1 = h cos θh +GS sin θh

φ2 = −h sin θh +GS cos θh
(3.43)

où θh c’est l’angle de mélange.

La relation entre les masses mGS , mh et l’angle θh est : tan 2θh = − 2
√

6λ4νa
m2
GS
−m2

h
.

Avec : m2
h =

1

2
λ3ν

2 (3.44)

3.5 Interaction des fermions

Le terme cinétique qu’on obtient à partir de l’action de la dérivée covariante sur les champs des

fermions conduit à des interactions gauche et droite (sont exprimées par LL et LR) entre les fermions

et les bosons de jauge massifs.
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Field SU(4) SU(3)′ SU2(L) U(1)′ UB′(1) UL′(1)

q′iL 1 3 2 1/6 1/3 0

U ′iR 1 3 1 2/3 1/3 0

d′iR 1 3 1 -1/3 1/3 0

l′iL 1 1 2 -1/2 0 1

l′iR 1 1 1 -1 0 1

ψiL 4 1 2 0 1/4 1/4

ψiR 4 1 2 0 1/4 1/4

H 1 1 2 1/2 0 0

Ω3 4̄ 3 1 1/6 1/12 -1/4

φ 4̄ 1 1 -1/2 -1/4 3/4

Table 3.2: Le contenu du champ pour le modèle 4321

UB′(1), UL′(1): symétries globales accidentelles. On voit que les champs des fermions q′iL, U ′iR,

d′iR, l′iL et e′iR sont des singlets de SU(4).

Interaction gauche

LL ⊃
g4√

2
Q̄′LγµL′LUµ +H.c+

g4gs
g3

(
Q̄′LγµT aQ′L −

g2
3

g2
4

q̄′Lγ
µT aq′L

)
g′aµ

+
1

6

√
3g4gY√

2g1

(
Q̄′LγµQ′L −

2g2
1

3g2
4

q̄′Lγ
µq′L

)
Z ′µ

−1

2

√
3g4gY√

2g1

(
L̄′Lγ

µL′L −
2g2

1

3g2
4

l̄′Lγ
µl′L

)
Z ′µ (3.45)

Interaction droite

:

LR ⊃
g4√

2
Q̄′RγµL′RUµ +H.c+

g4gs
g3

(
Q̄′RγµT aQ′R −

g2
3

g2
4

(ū′Rγ
µT au′R + d̄′Rγ

µT ad′R)

)
g′aµ

+
1

6

√
3g4gY√

2g1

(
Q̄′RγµQ′R −

4g2
1

3g2
4

(2ū′Rγ
µu′R − d̄′Rγµd′R)

)
Z ′µ

−1

2

√
3g4gY√

2g1

(
L̄′Rγ

µL′R −
4g2

1

3g2
4

ē′Rγ
µe′R

)
Z ′µ (3.46)

Les Interactions entre le champ de higgs et les champs fermioniques sont éxprimés en fonction du

Lagrangien de yukawa:

LY ⊃ −q̄′LYdHd′R − q̄′LYuH̃u′R − l̄′LYlHe′R
−q̄′LλqΩT

3 ψR − l̄′LλlΩT
1 ψR − ψ̄LMψR +H.C.. (3.47)

3.6 Règles de Feynman

Les règles de Feynman liées au Lagrangien du modèle “4321” entre les les nouveaux bosons de

jauge: coloron et Z ′, Leptoquark U de type vecteur et les particules du modèle standard sont :

• G′ − q − q:

p1a, µ�
G′aµ

q̄j

qi

igG′T
a
ijκLqq̄γ

µ 1− γ5

2
+ igG′T

a
ijκRqq̄γ

µ 1 + γ5

2
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• l − l̄ − Z ′

�
Z ′

l̄

l

− 1

2

√
3

2
igZ′ζll̄γ

µ 1− γ5

2

• Z ′ − qd − q̄d:

�
G′aµ

q̄j

qi

1

2
√

6

[
igZ′ζLqq̄γ

µ 1− γ5

2
+ igZ′ζRqq̄γ

µ 1 + γ5

2

]

• g − U − U :

�
gap1

U.µ2p2i

U.µ3p3i

−igspµ31 gµ1µ2T
a
ij + igsκup

µ3
1 gµ1µ2T

a
ij + igsp

µ3
2gµ1µ2T

a
ij

+igsκup
µ2
1 gµ1µ3T

a
ij − igsκupµ21gµ1µ3T

a
ij − igspµ23gµ1µ3T

a
ij

−igspµ12gµ2µ3T
a
ij + igsp

µ1
3 gµ2µ3T

a
ij

• U − U − Z:

�
Zp1

U.µ2p2i

U.µ3p3i 2iep
µ3
1 gµ1,µ2 sinw

3 cosw − 2iep
µ3
2 gµ1µ2 sinw

3 cosw

−2iep
µ2
1 gµ1,µ3 sinw

3 cosw +
2iep

µ2
3 gµ1µ3 sinw

3 cosw

−2ieκup
µ2
3 gµ1,µ3 sinw
3 cosw +

2iep
µ1
2 gµ2µ3 sinw

3 cosw

−2iep
µ1
3 gµ2,µ3 sinw

3 cosw +
2ieκup

µ1
3 gµ2µ3 sinw
3 cosw

• l̄ − qd − U+:

�
Uµ

qd

l̄

1√
2

[
guβLldγ

µ 1− γ5

2
+ guβRldγ

µ 1 + γ5

2

]

• νl − qu − U :

�
Uµ

qu

νl

1√
2
guβLνlquγ

µ 1− γ5

2

• qd − l − U :
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�
Uµ

qd

l

1√
2

[
iguβLlqγ

µ 1− γ5

2
+ iguβRlqγ

µ 1 + γ5

2

]

• qu − νl − U :

	
Uµ

qu

νl

1√
2

[
iguβLqνlγ

µ 1− γ5

2

]

• Propagateur du coloron



G′ −gµν +

qµqν
Mg ′

q2 −M2
G′

• Coloron entant :

�
k

a,µ εaµ(k)

• Coloron sortant :

�
k

a,µ ε∗aµ (k)

3.7 Désintégration des particules hypothétiques: G′, Z ′ et U

3.7.1 Désintégration G′

Les modes de désintégration du coloron sont:

•G′ → dd̄

•G′ → ss̄

•G′ → bb̄

•G′ → uū

•G′ → cc̄

•G′ → tt̄

Le calcul de taux de désintégration pour chaque désintégration donne:

I Γ(G′ → qq̄) ==
g2
G′(κL

2 + κR
2)MG′

4

48πMG′
3 (3.48)

I Γ(G′ → tt̄) =
1

48πMG′
3 gG′p

2
√
MG′

4 − 4MG′
2MT

2(κR(3ξMT
2+

κR(MG′
2 −MT

2)) + (3κRMT
2 + ξ(MG′

2 −MT
2))ξ) (3.49)
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3.7.2 Désintégration Z ′

Les modes de désintégration du Z ′ sont:

•Z ′ → µµ− • Z ′ → µta− • Z ′ → τµ− • Z ′ → ττ−

• Z ′ → νµνµ
− • Z ′ → νµνt

− • Z ′ → νtνµ • Z ′ → νtνt
−

• Z ′ → dd̄ • Z ′ → ss̄ • Z ′ → bb̄ • Z ′ → uū • Z ′ → cc̄ • Z ′ → tt̄

• Z ′ → uc̄ • Z ′ → ut̄ • Z ′ → cū • Z ′ → ct̄ • Z ′ → tū • Z ′ → tc̄

Le calcul des taux de désintégration donne:

I Γ(Z ′ → ll−) =
gZ′

2M4
Z′(ζ

2
L + ζ2

R)

64πM3
Z′

(3.50)

I Γ(Z ′ → ll′) =
gZ′

2M4
Z′ζ

2
L

64πM3
Z′

(3.51)

I Γ(Z ′ → νlν
′
l) =

gZ′
2M4

Z′ζ
2
L

64πM3
Z′

(3.52)

I Γ(Z ′ → qq̄) =
gZ′

2M4
Z′(ζ

2
L + ζ2

R)

192πM3
Z′

(3.53)

I Γ(Z ′ → qq̄′) =
gZ′

2ζLM
4
Z′ζR

192πM3
Z′

(3.54)

I Γ(Z ′ → qt̄) =
gZ′

2ζL(MT
2 −M2

Z′)
2(MT

2 + 2M2
Z′)ζR

384M2
Z′πM

3
Z′

(3.55)

I Γ(Z ′ → tt̄) =
1

192πMZ′
3 gZ′p

2
√
MZ′

4 − 4MZ′
2MT

2(ζR(3ξMT
2

+ (MZ′
2 −MT

2)ζR) + (ξ(−MT
2 +MZ′

2) + 3MT
2ζR)ξL) (3.56)

3.7.3 Désintégration du Leptoquark U

Les modes de désintégration du Leptoquark vectoriel sont:

•U → dτ− • U → sτ− • U → bτ− • U → bµ−

• U → uν−µ • U → cν−µ • U → tν−µ
• U → uν−τ • U → cν−τ • U → tν−τ
Le calcul des taux de désintégration donne:

I Γ(U → qτ−, bµ−) =
β2g2

um
4
U

48πm3
U

(q = d, s) (3.57)

I Γ(U → qν−µ , qν
−
τ ) =

g2
uξm

4
Uξ

+

48m3
U

(q = u, c) (3.58)

I Γ(U → tν−µ , tν
−
τ ) =

gU
2ξ(MT

2 −M2
U )2(MT

2 + 2M2
U )ξ+

96M2
UπM

3
U

(3.59)
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Dans ce chapitre, on fait une étude phénoménologique du modèle 4321. On se concentre sur la

production indirecte du coloron B′ et du boson Z ′ et leurs effets sur la production d’une paire de

quarks top au LHC. On utilise le package hip pour calculer les carrés des amplitudes analytiquement

et MadGraph pour calculer numériquement les sections efficaces hadroniques et MadAnalysis pour

produire les sections efficaces diffetentielles.

4.1 Section efficace hadronique et outils de calcul

4.1.1 Grand collisionneur hadronique LHC

En 1999 c’était le début d’une fabrication d’une grande piste de course du monde appelé “LHC”,

dans le but d’achever le modèle standard et la théorie de l’unification des forces de l’univers [16, 17,

18].Il a commencé ses activés en 10 septembre 2008. Ce grand collisionneur est un outil nécessaire

aux scientifiques qui travaillent dans le domaine de physique des particules. le “LHC” fait partir

d’un réseau d’accélérateur situé au CERN ( voir la figure ), dans le long couloir circulaire de 27

kilomètre LHC va accélèrent faisceaux de particules de même type par exemple les collision de

protons à une énergie de 14 TeV au c½ur de quatre détecteurs: ATLAS, ALice, LHCB et CMS.

Le plus grand succé du LHC est tombée le 4 juillet 2012 c’est la détection du boson de Higgs dans

une région de masse de l’ordre des 129 GeV, qui a valu le prix Nobel
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Figure 4.1: Shéma du réseau d’accélérateurs du CERN

Le nombre de collision produit par unité cm−2.s−1 peut être quantifier par la luminosité instantanée

L, on peut relier cette dernierre avec la section efficase σ du processus suivant l’expression:

N = L.σ (4.1)

où N est le taux de détection des évènement associée au processus.

L est donnée suivant la relation :

L =
N2Af

4πσxσy
F (4.2)

Avec :

N : Le nombre de protons par paquet

A : Le nombre de paquets dans les faisceaux

f : La fréquence de révolution des protons

F : un facteur géométrique

σx,y : La section efficase des faisceaux dans le plan transversal au point d?interaction

4.1.2 Fonctions de distributions partoniques

L’étude des interactions forte est très importante pour comprendre le comportement des partons

qui décrit la structure des hadrons et modéliser les interactions avec les hadrons à haute énergie.

Pour comprendre la distribution de ces partons à l’intérieur des hadrons (par exemple: le proton

qui contient deux quarks up et un down) on a besoin des Fonctions de distributions protoniques

PDF qui d’écrit la physique à basse énergie, elle exprime la densité de probabilité de trouver un

parton avec une fraction x de la quantité de mouvement longitudinale d’hadron. Malheureusement

ces Fonctions ne peuvent pas être calculé analytiquement dans le régime perturbatif de la QCD à

cause de l’échelle d’énergie µF mais on peut évaluer les PDF d’un parton du proton soit quark ou

gluon à d’autre échelles d’énergie à l’aide des équations d’évolution DGLAP .

On exprime la variation des PDF en fonction de la variable de Bjorken x qui représente la fraction

d’énergie d’un parton, et l’échelle de factorisation µF dans la figure (4.2):
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Figure 4.2

4.1.3 Section efficace hadronique et partonique

En physique des particules la section efficace est une grandeur physique reliée à la probabilité

d’un processus de diffusion. L’unité de la section efficace et l’unité de surface “barn” 1barn =

10−24cm2 = 10−28m2. Le modèle des partons décrit la section efficace à haute énergie de la

collision des hadrons avec d’autre particules comme une somme incohérente des sections efficaces

des partons dans les hadrons.

La collision de deux hadrons H1 et H2 est exprimer par la figure (4.3) avec pi et pj sont les

impulsions des des partons à l’intérieur de ces hadrons pi = x1P1 et pj = x2P2 (P1, P2 sont les

impulsions des hadrons) .

Figure 4.3: Le modèle de parton “collision hadron-hadron”

La section efficace hadronique s’écrit sous la forme suivante :

σhad =
∑
i,j

∫
dx1dx2f

H1
i (x1, µ

2
F )fH2

j (x2, µ
2
F )σpart (4.3)

où :

• i, j = u, d, s, c, b, g

• fHi : Fonction de distribution partonique

• σpart : section efficace partonique
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• µ2
F : échelle de factorisation

4.1.4 Variables cinématique

La section efficace différentielle c’est un outil important en physique des particules puisqu’elle

permet de comparer la théorie avec [19] l’expérience. Pour la mesurer on a besoin des variables

cinématiques: rapidité y, pseudo-rapidité η, masse transverse MT et l’impulsion transverse PT .

• Masse Transverse MT : c’est une quantité invariante sous la transformation de Lorentz,

elle est donnée par:

MT =
√
p2
x + p2

y +m2 (4.4)

où m est la masse invariante

• Impulsion Transverse PT : la quantité de mouvement mesurée dans le plan xy:

PT =
√
p2
x + p2

y (4.5)

• Rapidité y: quantité sans dimension associée à la vitesse de la lumière:

y =
1

2
ln
E + pz
E − pz

(4.6)

• Pseudo-rapidité η: un paramètre géométrique définit par:

η =
1

2
ln

[
P + pz
P − pz

]
= − ln tan

(
θ

2

)
(4.7)

avec : θ est l’angle polaire entre pz et P .

4.1.5 Programmes de calcul de la section efficace

Dans ce chapitre, nous allons étudier la production d’une paire de top quark au LHC. Nous allons

utiliser le package hip pour calculer analytiquement les carrés des amplitudes et MadGraph pour

calculer numériquement la section efficace hadronique. Nous allons aussi porduire les distributions

différentielles sur pT et sur la masse invariante de la paire de top quarks par MadAnalysis dans les

approximations fLO (fixed leading order) et LO interfacer au parton shower (LO+PS).

4.1.5.1 Programme “hip”

C’est un ensemble de packages écrit en language mathematica qui permet de calculer les amplitudes

et leurs carrés à l’ordre de born. On cite quelques commandes de base de ce code:

• Absquared [..]: pour calculer le carré d’amplitude

• Contract [..]: pour contracter sur les indice de lorentz

• DiracGamma5: matrice de dirac γ5

• DiracGamma [..]: matrice de dirac γµ
• SetMass [..]: pour déclarer les masses des particules

• SetMandelstam [..]: pour écrire les impulsions en fonction des variables de Mandelstam (S,U,T)

• SetReal [..]: pour déclarer les variables réels

• Slash[..]: slash de Feynman 6p
• SpinorU[..]: spineur de Dirac U

• SpinorV[..]: spineur de Dirac V

• SpinorUbar[..]: spineur de Dirac Ū

• SpinorVbar[..]: spineur de Dirac V̄

• PrepareIndex[..]: pour déclarer les indices de lorentz (µ ,ν)
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4.1.5.2 Programme ”MadGraph5“

un programme écrit en language Python, qui permet de calculer la section efficace hadronique a

l’ordre LO et NLO. pour générer un processus et calculer la section efficace, on suit les étapes

suivantes:

• Télécharger MadGraph55 sur https : //launchpad.net/MadGraph5

• Lancer le programme : ./bin/mg5/aMC

• Importer le model VLQ : import model vector LQ UFO

• Générer le processus pp→ generate p p ¿ t t̃ : generate p p ¿ t t̃

• Créer le nom du fichier: output pp-ttbar

• Pour voire les diagramme : open index.html

• Exécuter MadGraph5 pour calculer la section efficace: ”ctrl+c“ puis en tape ”ls“ pour voire
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le contenue de MadGraph5 + cd pp-ttbar. pour lancer le calcul de la section efficace en tape

”./bin/generate events“

taper 0 pour continuer • Remarque: on peut changer les paramètres (masse énergie ..)par la

commande ”Scite Cards/param card dat“ et ” Scite Cards/run card dat“

4.1.6 Parton shower

Les générateurs d’évènement “Parton shower”sont trés importantes pour la phynoménologie de

la physique des particules à haute énergie dans le grand collision d’hadron LHC, ils sont utilisés

aussi pour la planification de nouvelle expérience, les études de performance et l’extraction de

Paramètres théoriques à partir des mesures elles-mêmes. L’interaction entre deux hadrons peut

être comprise comme l’interaction entre les partons (quarks et gluons),[20, 21] où chaque parton

de l’état initial doit se diviser en deux partons de moindre énergie de la même manière ce dernier

continue la série de desintégration pour donner des nouveaux partons moins d’énergie qu’eux, à trés

basse énergie l’émission des partons s?arrête à cause du phénomène de confinement et le processus

d’hadronisation commence la fomation des hadrons à partir des parton, mais ces hadrons ne sont

pas stables ils doivent se désintégrer. tout ça est résumé dans la figure suivante : On fait le calcul

Figure 4.4: Parton Shower, hadronisation et désintégration [22]

numérique de Parton Shower automatiquement en utilisant pythia8 pour simuler les évenement

suivants :

• Émission de partons

• Hadronisation

• Désintégration

On utilise Parton shower pour des raison nécessaire par exemple:

•Il donne une simulation de ce qui ce passe dans les détecteur. Car dans une collision, on peut
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détecter des milliers de particules ce qui montre la figure 4.4

• Théoriquement le parton donne des prédiction faible à basse énergie mieux que le calcul LO et

NLO

4.2 Physique du coloron G′

Il existe plusieurs classes de théories au déla du modèle standard qui prédisent l’existence des

nouvelles particules de jauge par exemple: la particule hypothétique G′ qui porte le nom du coloron,

ce dernier est une version massive du gluon. Dans le tableau suivant on donne quelques propriétés

du coloron G′ et le gluon g,

Boson masse spin couleur durée de vie interaction découverte

Coloron G′ 3 1 8 ? forte ?

Gluon g 7 1 8 stable forte 1979

Table 4.1: propriétés du gluon et coloron

Le coloron implique une amplification de la description standard de la QCD et de interaction

forte. Cette particule hypothétique peut être produite d’une manière résonnante que dans les

collisionneurs d’hadron (principalement collision de proton) via les sous processus initié par quark-

anti-quark (qq̄). Le coloron interagit principalement avec le gluons et les quarks, voici les vertex

décrivant ces interactions:

�G′
q̄j

qi

�G′
g

g

�g
G′

G′

�g
g

G′

G′

Dans ce chapitre on étudie la phénoménologie du coloron au LHC et son effet sur la section

efficace de la production d’une paire de top quarks suivant la réaction pp → tt̄. On utilise le

package hip pour le calcul analytique des carrés des amplitudes et les programmes MadGraph5

et MadAnalysis pour calculer numériquement la section efficace hadronique et les distributions

différentielles.

4.2.1 Mode de désintégration du coloron

On considère le processus G′ → q + q̄ , avec q = u, d, s, c, t, b.(mq = 0 pour q = u, d, s, c, b).

Alors on considère que le processusse suivant:

p1a, µ�j
G′ i

t̄(p3)

t(p2)

G′ → tt̄

Les indice i et j représentent les couleurs des quarks

L’amplitude et son complexe conjugué sont donnés par:

MG′ = ūi(p2)iG′(T a)ij

[
κijL

(1− γ5)

2
+ κijR

(1 + γ5)

2

]
γµvj(p3)εaµ(p1)

M̄G′ = −iG′(T a′)j′i′ v̄j′(p3)

[
κi
′j′

L γµ
′ (1 + γ5)

2
+ κi

′j′

R γµ
′ (1− γ5)

2

]
ui′(p2)εa

′
µ′(p1) (4.8)
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Le carré de l’amplitude est :∑̄
|MG′ |2 =

1

N2 − 1

1

3

∑
spin,coul

G′
2
(T a)ij(T

a′)j′i′

[
ūi(p2)

[
κijL

(1− γ5)

2
+ κijR

(1 + γ5)

2

]
γµvj(p3)v̄j′(p3)

[
κj
′i′

L γµ
′ (1 + γ5)

2
+ κj

′i′

R γµ
′ (1− γ5)

2

]
ui′(p2)

]
εaµ(p1)εa

′
µ′(p1)

(4.9)

On utilise les relations suivantes :∑
spin

ui(p)ūj(p) = δij(6p+m),
∑
spin

vi(p)v̄j(p) = δij(6p−m)

∑
εaµ(p1)εa

′
µ′(p1) = (−gµµ′ +

p1µp1µ′

M2
G′

)δaa′ , T r[T aT a] =
δaa
2

=
N2 − 1

2
, (N = 3; a = 8) (4.10)

On trouve : ∑̄
|MG′ |2 =

1

6
G′

2
Tr

(
(6p2 +mt)

[
κijL

(1− γ5)

2
+ κijR

(1 + γ5)

2

]
γµ(6p3 −mt)[

κijLγ
µ′ (1 + γ5)

2
+ κijRγ

µ′ (1− γ5)

2

])
(−gµµ′ +

p1µp1µ′

M2
G′

) (4.11)

Après simplification et la contraction sur les indices de Lorentz on obtient:∑̄
|MG′ |2 =

1

3
G′

2
(
κ2
L(m2

G′ −m2
t ) + κ2

R(m2
G′ −m2

t ) + 6κLκRm
2
t

)
(4.12)

Le taux de désintégration ΓG′ est donné par:

ΓG′ =
1

2mG′(2π)2

∫
d3p2

2E2

d3p3

2E3
δ4(p1 − p2 − p3)

∑̄
|M |2 (4.13)

On utilise : ∫
d3p3

2E3
=

∫
d4p3δ

+(p2
3 −m2

t ), et, (p3 = p1 − p2) (4.14)

on obtient :

Γg′ =
1

2(2π)2mG′

∫
d3p2

2E2
δ+((p1 − p2)2 −m2

t )
∑̄
|M |2 (4.15)

Dans le référentielle de G′ on a :

p2 + p3 =
−→
0 , p1 =

(
mG′

0

)
, p2 =

(
E2
−→p2

)
, p3 =

(
E3
−→p3

)
Avec

p2
1 = m2

G′ , p2
2 = p2

3 = m2
t (4.16)

Et :

δ+[(p1 − p2)2 −m2
t ] = δ+(m2

G′ − 2mG′E2) (4.17)

On a :p2
2 = E2

2 − |
−→p2|2 = m2

t → E2 =
√
|−→p2|2 +m2

t donc:

δ+[(p1 − p2)2 −m2
t ] = δ+(m2

G′ − 2mG′

√
|−→p2|2 +m2

t ) (4.18)
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Pour simplifier on utilise la relation :

δ+[g(x)] =
∑
i

δ(x− xi)
|g′(xi)|

, (g(xi) = 0) (4.19)

où:

g(|−→p2|) = (m2
G′ − 2mg′

√
|−→p2|2 +m2

t )

x = |−→p2| → xi = |−→p2|0 = ±

√
m2
G′

4
−m2

t

g′(|−→p2|0) =
−2mG′ |−→p2|0√
|−→p2|20 +m2

t

= −4

√
m2
G′

4
−m2

t (4.20)

La relation (3.15) devient (on prend le signe + qui est physique):

δ+(m2
G′ − 2mG′

√
|−→p2|2 +m2

t ) =
δ(|−→p2| −

√
m2
G′
4 −m

2
t )

4

√
m2
G′
4 −m

2
t

(4.21)

Dans le système des coordonnées sphérique on a:

d3−→p2 = |−→p2|2d−→p2 sin θdθdφ (4.22)

L’équation (4.13)devient:

ΓG′ =
1

16(2π)2mG′

∫
|−→p2|2d|−→p2|√
|−→p2|2 +m2

t

∫ π

0
sin θdθ

δ(|−→p2| −
√

m2
G′
4 −m

2
t )√

m2
G′
4 −m

2
t

∫ 2π

0
dφ
∑̄
|M |2 (4.23)

Après simplification on trouve:

Γg′ =

√
1− 4m2

t

M2
G′

16πmG′

∑̄
|M |2 =

√
1− 4m2

t

M2
G′

16πmG′

1

3
G′

2
(
κ2
L(m2

G′ −m2
t ) + κ2

R(m2
G′ −m2

t ) + 6κLκRm
2
t

)
(4.24)

4.2.2 Production du coloron G′

Le boson de jauge G′ peut être produit directement dans l’état finale via la réaction suivante:

pp −→ G′ +X, (oùX particule du modèle standard) (4.25)

où indirectement comme une particule virtuelle suivant les réactions:

pp −→ G′ −→ tt̄, bb̄

pp −→ G′ −→ 2j, (j = u, d, s, c, b, g) (4.26)

On considère la réaction suivante: pp −→ tt̄. Ce processus est décrit par quatre diagrammes de

feynman où le gluon et le coloron sont les médiateurs. Les diagrammes de Feynman sont représentée

dans la figure ci-dessous.

Remarque: dans ce travail on a supposé que les interactions du coloron avec le gluon sont

négligeables c-à-d. les vertex g − g −G′ et g − g −G′ −G′ ne sont pas pris en considération.
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�g

q̄j(p2)

qi(p1)

t̄k(p4)

tl(p3)

�G′

q̄j(p2)

qi(p1)

t̄k(p4)

tl(p3)

où

�G′

q̄j(p2)

qi(p1)

t̄k(p4)

tl(p3)

	i

G′

j

t(p3)

t̄(p4)

q(p1)

q̄(p2)

4.2.2.1 Calcul analytique des amplitudes

Dans la suite, on calcule le carré de l’amplitude sommé et moyenné sur les spins et les couleurs des

deux premiers diagrammes qui s’écrit sous la forme:∑̄
|M|2 =

1

4N2

∑̄
|M1 +M2|2 =

1

4N2

∑
spin

∑
couleur

[M1M̄1 +M2M̄2 + 2Re(M1M̄2)] (4.27)

Les amplitudes associées à ses deux premiers diagrammes sont respectivement, données par:

M1 =
ig2
s

(p1 + p2)2
(T a)ji(T

a)lkv̄j(p2)γµui(p1)ūl(p3)γµvk(p4) (4.28)

M2 =
−i
4
G′

2
(T a)ji(T

a)lk
−gµν +

qµqν
mG′

(p1 + p2)2 −m2
G′
v̄j(p2)

[
κjiL (1− γ5) + κjiR(1 + γ5)

]
γµui(p1)ūl(p3)

[
κlkL (1− γ5) + κlkR (1 + γ5)

]
γνvk(p4) (4.29)

Les complexes conjugués de ces amplitudes sont les suivants:

M̄1 = − ig2
s

(p1 + p2)2
(T a

′
)i′j′(T

a′)k′l′ ūi′(p1)γµ
′
vj′(p2)v̄k′(p4)γµ′ul′(p3) (4.30)

M̄2 =
i

4
G′

2
(T a

′
)i′j′(T

a′)k′l′
−gµ′ν′ +

qµ′qν′
mG′

(p1 + p2)2 −m2
G′
ūi′(p1)γµ

′
[
κi
′j′

L (1 + γ5) + κi
′j′

R (1− γ5)

]
vj′(p2)

v̄k′(p4)γν′
[
κk
′l′
L (1 + γ5) + κk

′l′
R (1− γ5)

]
ul′(p3) (4.31)

On montre que le carré de l’amplitudeM1 sommé et moyenné sur les spins et couleurs s’écrit sous

la forme,

1

4N2

∑̄
|M1|2 =

1

4N2

g4
s

(p1 + p2)4
Tr[T aT a

′
]Tr[T aT a

′
]Tr[6p2γ

µ 6p1γ
µ′ ]Tr[(6p3 +mt)γµ(6p4 −mt)γµ′]

(4.32)

On définit les variables de MandelStam par,
S = (p1 + p2)2 = (p3 + p4)2

U = (p2 − p3)2 = (p4 − p1)2

T = (p1 − p3)2 = (p4 − p2)2
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−→

p1.p2 =
S

2
, p3.p4 =

S − 2m2
t

2

p2.p3 = p1.p4 =
m2
t − U
2

, p2.p4 = p1.p3 =
m2
t − T
2

(4.33)

Donc on obtient :

Tr[ 6p2γ
µ 6p1γ

µ′ ]Tr[(6p3 +mt)γµ(6p4 −mt)γµ′] = 8(2m4
t + T 2 + 2m2

t (S − T − U) + U2) (4.34)

On a aussi :

Tr[T aT a
′
]Tr[T aT a

′
] =

δaa′δaa′

4
=
δaa
4

=
N2 − 1

4
, (N = 3 le facteur de couleur) (4.35)

On remplace (4.34) et (4.35) dans (4.32) on trouve :

1

4N2

∑̄
|M1|2 =

(N2 − 1)g4
s

2N2S2
(2m4

t + T 2 + 2m2
t (S − T − U) + U2) (4.36)

Le carré de l’amplitude M2 sommé et moyenné sur les spins et couleurs est calculé par hip:

1

4N2

∑̄
|M2|2 =

(N2 − 1)G′4

36(m2
G′ − S)2

(
2κ3

LκRm
2
tS + 2κLκ

3
Rm

2
tS + 2κ2

Lkpr
2(m2

t − T )2

+ κ4
L(m2

t − U)2 + κ4
R(m2

t − U)2

)
(4.37)

et

(
1

4N2
)2Re(M1M̄2) = 4G′

2
g2
s

(
2κLκR(m4

t +m2
t (S − 2T ) + T 2)κ2

L(m4
t +m2

t (S − 2U) + U2)+

+ κ2
R(m4

t +m2
t (S − 2U) + U2)

)
/(9S(−m2

G′ + S)) (4.38)

Alors, le carré de l’amplitude totale en fonction des variables de MandelStam est:∑̄
|M|2 =

4g4
s

9S2
(2m4

t + T 2 + 2m2
t (S − T − U) + U2)+

2G′
4 (2κ3

LκRm
2
tS + 2κLκ

3
Rm

2
tS + 2κ2

Lkpr
2(m2

t − T )2 + κ4
L(m2

t − U)2 + κ4
R(m2

t − U)2)

9(m2
G′ − S)2

+

4G′
2
g2
s

(
2κLκR(m4

t +m2
t (S − 2T ) + T 2) + κ2

L(m4
t +m2

t (S − 2U) + U2)+

κ2
R(m4

t +m2
t (S − 2U) + U2)

)
/(9S(−m2

G′ + S)) (4.39)

4.2.2.2 Calcul numérique de la section efficace

Dans cette section, en calcule la variation de la section efficace hadronique de la réaction pp→ tt̄ en

fonction de la masse du coloron. Pour la calculer on utilise MadGraph5. Les résultats de la section

efficace hadronique pour différentes valeurs de MG′ sont donnés dans le tableau (4.2).

MG′ (GeV) 1000 1600 2000 2600 3000 3600 4000 4600 5000 5600 6000

σg+G
′

(fb) 521.3 517.7 519.4 518.8 520.1 518.2 519.2 520.4 518.1 518.9 519.2

σG
′

(fb) 6.28 3.573 2.95 2.549 2.426 2.319 2.276 2.245 2.224 2.206 2.191

Table 4.2: Variation de la section efficace totale en fonction de MG′ à l?ordre LO pour
√
s = 14 TeV.

On note par σg+G
′

et σG
′

les section efficaces hadroniques des réactions pp → g/G′ → tt̄ et

pp→ G′ → tt̄, respectivement.
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Nous observons que la réaction pp→ tt̄ via l’échange du gluon g et le coloron G′ ne dépend pas

de la masse du coloron elle reste presque stable en fonction de la masse du coloron. Par contre, la

section efficace de l’autre réaction dépend fortement de la masse du coloron. Elle diminue pour les

grandes valeurs de la masse, voir fig. (4.5).
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Figure 4.5: Variation de la section efficace en fonction deMG′

Dans la figure (gauche), on voit que la section efficace est presque indépendante de la masse du

coloron car les diagrammes de Feynman impliquant le gluon ont des contributions très importantes

à cause de la constante de couplage de la QCD. En plus, ils existe des diagrammes de Feynman

initié par des gluon (gg → tt̄) qui possèdent des contribution très grandes à cause des fonction

de distribution partonique du gluon. La figure droite représentation la variation de la section

efficace sin que le colon est pris en considération, ç.à.d. si la contribution des diagrammes de

Feynman impliquant des gluons (contribution purement QCD) sont négliger. On que la section

efficace dépend fortement de la masse du gluon. Pour MG′ = 1000 GeV, elle vaut 6.5 fb et pour

MG′ = 6000 elle vaut 2.191 fb. La diminution de la section efficace pour des masses élevées revient

à la suppression de l’espace des phase (c-à-d. pour produire des particules plus massives il nous

faut plus d’énergie).

4.2.3 Distributions différentielles en fonction des variables cinématiques

Pour la production des histogrammes pour les différent distribution on utilise le programme Mad-

Analysis5 qui va transformer les résultats dans un rapport (pdf, HtML).

pour lancer MadAnalysis5 ou suive les étapes suivantes:

• /master/madanalysis5./bin/ma5

• import chemin versfichier lhe

(exemple: import/home/sadek/master/MG5 aMC v2 6 7/pp− ttbar− lo− g− gp/

Events/run 16/unweightedevents.lhe.gz)

• set main.lumi=0.001

•plot NPID

• plot PT(t) 20 750 [logY]

• plot M(t t ) 20 350 2000[logY]

• submit

Dans ce paragraphe, on présente la section efficace différentielle en fonction de la masse invari-

ante et le moment transverse de la paire des des top quarks (tt̄)à l’ordre “LO“ et “LO+parton

shower”, on fixe l’énergie du centre de masse
√
s = 13 Tev et mG′=1000,3000 Gev.

• la variation de la section efficace en fonction de la masse: Dans la figure gauche (via l’échange du
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Figure 4.6: Variation de la Section efficace différentielles en fonction de la masse invariante et le

moment tranverse

gluon+coloron ), on voit que la section efficace différentielle pour les deux masses mG′ = 1000, 3000

Gev la section efficace différentielle est une foction décroissante en fonction de la masse invariante

mais pour le cas mG′ = 3000 elle décroit fortement par rapport à mG′ = 1000.pour la figure droite

(pas d’échange du gluon ) la section efficace différentielle pour les deux masses mG′ = 1000, 3000

sont des fonctions décroissantes et presque identique

. • la variation de la section efficace en fonction du moment transverse: Pour les échanges du

”gluon + coloron” (figure gauche) et “le coloron“ (pas de gluon (figure droite)), on voit que les

contributions de parton shower sont trés importantes que les contributions à l’ordre LO, où les

destributions sont plus grandre dans l’approximation Parton Shower par rapport à l’ordre LO.

4.3 Physique du boson Z ′

Dans cette section, on va étudier la production et la désintégration d’une particule hypothétique

qu’on a vue dans le chapitre 2,[23, 24] c’est le boson Z prime où Z ′. On se concentre sur la

production d’une paire de leptons à l’ordre LO pour la réaction PP → τ+τ− via l’échange du Z ′

uniquement comme premier cas et par l’échange du Z ′ avec le photon γ et le boson du modèle

standard Z. On va étudier la variation de ces sections efficaces en fonction de la masse du Z ′ et les

distributions différentielles en fonction de PT et la masse invariante.
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4.3.1 Pourquoi le boson Z ′?

Parmi les signes d’une nouvelle physique, autrement dit les extensions du modèle standard SM,

c’est l’inclusion d’une symétrie de jauge U(1) supplémentaire qui prédit l’existence d’un nouveau

boson de jauge léger qui porte le nom du Z ′, dans le but de répondre à de nombreuses questions

qui reste sans réponse par le modèle standard, on cite par exemple:

• L’origine de la masse des neutrinos.

• L’éxistence de la matière noire (DM) où Z ′ joue le rôle éssentiel dans la phénoménologie de

DM (c’est le médiateur de jauge dans le secteur DM).

• Le problème de la hiéarchie de jauge qui prévoit à la différence entre les valeurs fondamen-

tales et les valeurs mesurées par l’éxpérience des paramètres de base (masse, constante de

couplage,..).

• Expliquer l’origine d’un vecteur massive.

Il existe une série de modèle qui prédisent cette particule hypothétique, on cite par exemple le

modèle 4321 qu’on a vu dans le deuxième chapitre. La brisure du groupe de ce modèle fait apparaitre

le boson vectoriel neutre Z ′ de spin 1 avec un temps de vie trés courte donc il doit se désintègre.

Sa masse et ses couplages aux fermions varient selon les modèles.

Le boson Z ′ se produit par la collision de deux protons dans le grand collisionneur LHC selon

le processus suivant: pp→ Z ′+Z+γ → l+l− où l désigne les leptons µ, e, τ (donc Z ′ se désintègre

en 3 générations de leptons µ+µ−, τ+τ−, et e+e−) ses couplages aux muons, taus et électrons sont

différents. Dans notre travail, nous intéréssons à la production d’une paire de muons τ+τ−.

4.3.2 Variation de la section efficace en fonction de la masse

• Via l’échange du Z ′:

Considérons le processuc PP → Z ′ → τ+τ−

mZ′ (Gev) 1000 1400 1800 2200 2400 2600 2800 3000 3400 4000

σpp→Z
′→τ τ̄ (pb) 0.1752 0.0055 0.021 0.009 0.006 0.004 0.003 0.002 0.001 0.0006

Table 4.3: Variation de de la section efficace en fonction de mZ′ à l?ordre LO pour
√
s = 13 TeV.

La figure(4.7) représente la variation de la section efficace par rapport à la masse du Z ′ à l’ordre

LO via l’échange du Z ′ (pas de Z et pas de photon): On voit que la section efficace est une fonction

décroissante par rapport à la masse du Z ′ quand mZ′ augmente la probabilitée de produire la paire

des leptons diminue, pour mZ′ = 1000 Gev elle vaut 0.1752 Pb et pour mZ′ = 4000 vaut 0.0006

Pb. On explique cette diminuation de la section efficace pour les masses élevées par la suppression

de l’espace des phases (il faut une énergie plus grande pour produire des particules plus massives).

• Via l’échange Z ′, le photon γ et Z:

Considérons le processuc pp→ Z ′ + Z + γ → τ+τ−

mZ′ (Gev) 1000 1400 1800 2200 2400 2600 2800 3000 3400 4000

σpp→Z
′→τ τ̄ (pb) 866.6 867.4 864.7 866.4 865.4 865.8 867 865.5 865.2 864.1

Table 4.4: Variation de de la section efficace en fonction de mZ′ à l?ordre LO pour
√
s = 13 TeV.
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Figure 4.8: Variation de la section efficace en fonction deMZ′

La figure(4.8) représente la variation de la section efficace par rapport à la masse du Z ′ à l’ordre

LO mais dans ce cas les médiateurs de l’iterraction sont Z ′, Z et le photon γ. On voit que la section

efficace ne varie pas avec l’échange du mZ′ car les diagrammes avec l’échange de Z et γ possède

des contributions trés grandes.

4.3.3 Section efficace différentielle en fonction de la masse invariante

• Via l’échange du Z ′:

Considérons le processuc PP → Z ′ → τ+τ−

La figure (4.9) représente la section efficace différentielle en fonction de la masse invariante pour

une paire de leptons τ+τ− par l’échange de Z ′, le calcul est fait à l’ordre LO et LO+Parton Shower.

On voit que l’approximation à l’ordre LO+Parton Shower est trés grande que l’autre approximation

dans LO, en plus pour les deux ordres une croissante de la section efficace dans l’intervale [0, 50

GeV] et une stabilisation dans l’intervale [50, 400Gev].

• Via l’échange Z ′ avec le photon γ et Z:

Considérons le processuc pp → Z ′ + Z + γ → τ+τ− Comme le cas précedent mais cette fois via

l’échange du Z ′+Z+γ, une décroissante de la section efficace pour les deux ordres et l’approximation

à l’ordre LO+Parton Shower trés grande que l’autre approximation à l’ordre LO.
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Figure 4.10: Variation de la section efficace différentielle en fonction de la masse invariante.

4.3.4 Section efficace différentielle en fonction du moment transverse

•Via l’échange du Z ′:

Considérons le processuc PP → Z ′ → τ+τ−

• Via l’échange Z ′ avev le photon γ et Z:

Considérons le processuc pp→ Z ′ + Z + γ → τ+τ−
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Chapitre 5

Conclusion Générale

Dans ce mémoire de Master, on a étudié la brisure spontanée de symétrie dnas les théories

de jauge et les théories de grande unification (GUT) et de l’unification partielle.

Dans la première partie de ce travail, on a étudie la brisure spontanée de symétrie dans le

cas général et l’exploration du mécanisme de Brout-Englert-Higgs dans le but de générer les masses

aux bosons de jauge non-massifs. On a montré que l’interaction électromagnétique et l’interaction

faible qui sont basée sur le groupe UY (1) et SUL(2) respectivement, sont unifiés a une interaction

dite “interaction électrofaible”basée sur le groupe Uem(1) que nous avons obtenus via la brisure:

SUL(2)⊗UY (1)→ Uem(1), cette unification des deux interactions dans laquelle elles partageraient

une même constante de couplage est manifester dans les haute énergie environ 100 Gev. On a

conclut cette partie par la théorie de grande unification où GUT basée sur le groupe SU(5). On a

montré que la brisure de SU(5) se déroule en deux étapes:

SU(5)→ SUC(3)⊗ SUL(2)⊗ UY (1)→ SUC(3)Uem(1)

On a pas arriver à un groupe G qui unifier les trois groupes SUC(3), SUL(2) et UY (1) donc

l’unification des trois interactions (forte + faible + électromagnétique) parce que cette unification

ne devrait se réaliser qu’à dans des échelles d’énergie plus grand (1015 ou 1015 GeV).

Dans La deuxième partie de ce travail, nous nous somme concentrés sur un nouveau modèle

“modèle 4321” qui est la clef pour répondre à plusieurs questions qui restent ouverte dans le modèle

standard, nous avons discuté sur leur structure et la brisure de son groupe G4321 et l’interaction

entre les particules du modèle 4321 ( le coloron G′, boson Z ′) et les particules du modèle standard.

On a conclut ce travail par une étude phénoménologique de la physique des nouveaux

bosons G′ et Z ′ qui apparaissent dans la brisure du groupe du modèle 4321 on a etudié aussi leur

production à l’ordre LO dans LHC par la collision de deux protons suivant les processus suivants:

PP → G′ → tt̄

PP → Z ′ → τ+τ−

Le calcul de la section efficace hadronique et le taux de désintégration est faite à l’aide des pro-

grammes Madgraph et hip et distribution différentielles par MadAnalysis. On a analysé aussi

l’effet du parton shower où sa distribution à l’ordre LO est très importante pour les deux processus

précédents.
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électromagnétique (Doctoral dissertation, Irfu/SPP, CEA-Saclay).

[17] LEVESQUE, Jean-Philippe et BILODEAU, Guillaume. Le LHC et ses détecteurs. 2019
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Résumé : Malgré les succès du modèle standard (l’une des théories de jauge les plus réussies

de toute l’histoire de la physique Moderne), mais il reste incomplet parce qu’il n’a pas fourni de

réponses aux plusieurs problèmes comme: masse des neutrinos, divergence quadratique dans la

masse du Higgs, Violation de CP, l’existence de la matière noire(DM)... etc.

Pour résoudre ces problèmes, on a besoin des théories au-delà du modèle standard qui prédit

l’existence des nouvelles particules qui ne sont pas encore détectées dans les collisionneurs hadroniques.

Nous proposons pour cela le modèle 4321 qui prédit l’existence des particules hypothétiques suiv-

antes: le boson Z ′, les colorons G′ et leptoquark vectoriels.

L’objectif de ce travail est d’étudier l’effet du Z ′ et G′ sur la production de paires de leptons au

LHC à l’ordre LO et LO+ Parton shower.

Nous avons utilisé le programme MadGraph pour le calcul numérique de la section efficace hadronique

et MadAnalysis pour produire les distributions différentielles dans les approximations LO et LO+

Parton shower.

Mots clés : Modèle 4321, boson de jauge Z ′, coloron G′, parton shower, SM, BSM, LHC.

Abstract: Despite the success of the standard model (one of the most successful gauge theory in

the history of modern physics), but it remains incomplet since it didn’t provide answers to many

problems such as: the neutrino masses, the quadratic divergence of Higgs mass, the CP Violation,

the existence of dark matter(DM)... etc.

In order to solve these problems we need theories beyond the Standard Model that predict the

existence of new particles that have not yet been detected at hadron colliders. For this reason we

propose the 4321 model which predicts the existence of the following hypothetical particles: Z ′

boson, coloron G′ and vector-leptoquarks.

The objective of this work is to study the effect of Z ′ and G′ on the lepton pair production at the

LHC at LO and LO+ parton shower.

We use the MadGraph program for the numerical calculation of the hadronic cross section and

Madanalysis to produce the differential distributions at LO and LO+ Parton shower approxima-

tions.

Keywords: Model 4321, Z ′ gauge boson , G′ coloron, parton shower, SM, BSM, LHC
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