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Introduction générale

Pour comprendre l’univers qui nous entoure, il est important de connaître les
caractéristiques de tous les éléments constitutifs fondamentaux de la matière, à
savoir les particules, ainsi que leurs interactions. Notre connaissance actuelle de ces
particules élémentaires et la façon dont elles interagissent est contenu dans la théorie
dite : Modèle Standard. Le Modèle Standard (MS) de la physique des particules est
la théorie la plus bien établie et la plus réussi déjà formulée en physique théorique
[1, 2, 3, 4, 5, 6], basé sur le groupe de symétrie de jauge [1] et la brisure du sous-groupe
électro-faible à travers le mécanisme de Higgs [7]. Ses prédictions ont été vérifiées
expérimentalement à une très grande précision à l’échelle d’énergie électrofaible de
l’ordre de 100 GeV. La gravité n’est pas incluse dans le MS, mais est plutôt traitée
séparément, en général en utilisant la théorie de la relativité générale. Bien qu’il
serait agréable d’avoir le MS et la gravité unifiée, cela n’a aucune importance dans
la pratique car il n’y a pas de conditions expérimentales où les deux forces du MS
et la gravité sont pertinentes.

Le boson de Higgs est la dernière pièce manquante prédite par le MS prévue
comme une conséquence de ce mécanisme, dont l’existence vient d’être confirmée
expérimentalement par les deux collaborations ATLAS [8, 9] et CMS [10, 11] au
LHC. Le boson de Higgs est une particule centrale dans le MS comme son existence
est une conséquence directe de la brisure de symétrie électrofaible, le mécanisme qui
peut expliquer l’origine des masses des particules fondamentales. La découverte du
boson de Higgs ne signifie pas la fin de la physique des particules, car il subsiste
des problèmes qui ne peuvent être expliqués dans le cadre du MS. En effet, en dépit
de ses succès pour décrire les données expérimentales, le MS s’avère une description
incomplète de la physique des particules à haute énergie à partir à la fois d’obser-
vations expérimentales (par exemple, l’oscillation des neutrinos [12], l’existence de
la matière noire [13] et l’asymétrie des baryons de l’univers [14], etc), ainsi que le
problème de la hiérarchie de jauge [15] (le bosonde Higgs provoque ce qu’on ap-
pelle le problème de hiérarchie, dans lequel la divergence ultraviolette quadratique
apparaît dans la renormalisation de la masse du boson de Higgs). De même nos
connaissances actuelles de la cosmologie ainsi que les arguments théoriques montre
que le MS ne peut pas être considéré comme une théorie fondamentale et qu’il doit
plutôt être considéré comme une théorie effective qui peut ne pas être valable à des
énergies beaucoup plus élevées que celles sondées jusqu’à aujourd’hui. Pour répon-
dre à certaines de ces questions sur lesquelles le Modèle Standard laisse en suspens,
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une nouvelle physique au-delà du MS devrait être présente à proximité de l’échelle
d’énergie de TeV. Par conséquent, les extensions du Modèle Standard permettant de
surmonter ses lacunes ont été proposées par les théoriciens et les preuves de leur ex-
istence ont été recherchées par des expériences depuis des décennies. De nombreuses
idées et modèles théoriques ont été proposés comme extension pour la physique
au-delà du MS à des énergies encore plus élevées, prévoient une large gamme de
nouvelles particules, dont la plupart sont censées se désintegrer avant d’atteindre
le détecteur. Ces particules peuvent donc être découvertes grâce à leurs produits
de désintégration. Certaines parmi ces modèles ont déjà été falsifiés et exclus parce
qu’ils ne reproduisent pas les données expérimentales. D’autres idées sont toujours
là, en attente de confirmation de l’expérience ou de plus de données pour contraindre
leur cadre. Parmi ces nombreuses possibilités pour la physique au-delà du MS, il y a
la supersymetrie, les dimensions supplémentaires, les technicouleurs [16, 17], ...etc.
qui seront décrit brièvement dans le premier chapitre de cette thèse.

Ces modèles sont en réalité motivés par des insuffisances et lacunes spécifiques
du MS, et conduisent à un ensemble très diversifié de signatures auprès des col-
lisionneurs. Cependant, il est tout à fait possible que la nouvelle physique qui se
retrouvera au LHC soit totalement différente de ce que nous avons déjà pensé, ou
sans rapport avec les problèmes de hiérarchie ou avec les problèmes cosmologiques
du MS. Si nous nous concentrons nos techniques de recherche trop étroitement sur
certains modèles, il ya toujours un risque de rater l’inattendu. Pour cette raison, il
est utile d’étudier la possibilité des phénomènes qui donnent lieu à des signatures
particulièrement inhabituelles auprès des collisionneurs ou qui pourraient être diffi-
ciles à détecter à l’aide des techniques de recherche standard. Parmi ces extensions
on trouve les secteurs cachés qui apparaissent comme des candidats naturels pour
résoudre les divers énigmes qui se posent à l’interface de la physique des particules
et la cosmologie, comme la nature de la matière noire observée dans l’univers ou
la génération dynamique d’une asymétrie dans la matière baryonique dans l’univers
primordial [18].

Un secteur caché est un ensemble de particules découplées ou seulement faible-
ment couplées avec le secteur du MS. Ceci en général peut avoir une influence signi-
ficative sur la phénoménologie du MS, même s’ils sont appelés «cachés». Un secteur
caché est constitué en général de singulets sous le groupe de symetrie de jauge du
MS, par exemple des champs qui ne sentent les forces fortes et électro-faible seule-
ment à partir d’une certaine échelle d’énergie en contrast avec les champs du MS.
Par conséquent, nous ne pouvons pas facilement «visualiser» entre les deux secteurs
visible et caché, c’est-à-dire voir l’influence du secteur caché sur le secteur visible
via des interactions médiées par les bosons de jauge du MS, c’est pourquoi ils sont
appelés «cachés». Parmi ces secteurs cachés il y a la matière noire. Comme aucune
des particules du MS ne peut rendre en compte de toute cette matière sombre, la
grande majorité de la masse de l’univers devrait se composer de nouvelles particules
différentes de celles du MS. Il est donc possible qu’il y ait un secteur caché contenant
des particules très lourdes qui constituent la matière noire.
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Récemment, une nouvelle idée de secteurs cachés invariants conformes a été
proposée par H.Georgi [19] pour expliquer l’énergie manquante lors des processus
d’interaction entre les particules du MS. Une conséquence étrange de cette hypothèse
est l’apparition d’un spectre continu de champs sans masse, ayant des dimensions
d’échelle non entières appelés "Unparticles".

Dans cette thèse, nous discutons comment ce secteur caché invariant conforme
peut influencer sur la phénoménologie du secteur visible (MS) de façon non triviale,
et comment il peut produire des signatures intéressantes dans des expériences auprès
des collisionneurs ILC et LHC. Nous considérons le mode de production de paires
de photons isolés comme sonde de la nouvelle physique, d’abord dans le modèle des
unparticles qui est le sujet de la deuxième partie, puis dans son extension en une
théorie de jauge qui est le sujet de la troisième partie. Ces deux dernières parties qui
constituent le manuscrit de la thèse sont indépendantes, mais qui se placent toutes
les deux dans un cadre au-delà du MS.

Cette thèse se déroule comme suit :
La première partie est entièrement consacrée à une révision du MS et du modèle

des unparticles. Dans le chapitre 1, comme la découverte du boson de Higgs est
un sujet si fondamental, nous décrivons dans ce chapitre plus en détail son cadre
théorique qui est le MS, et en particulier le mécanisme de Higgs qui brise spontané-
ment la symétrie électrofaible. Nous passerons par la suite en revue quelques unes
des raisons qui poussent les théoriciens d’aller au-delà du MS. Dans le chapitre 2,
étant donné que le modèle des Unparticles est considéré comme étant une théorie
effective des champs invariante conforme à quatre dimensions, nous passerons en re-
vue quelques notions utiles sur les théories effectives et conformes. Dans le chapitre
3, le modèle des unparticles est introduit. J’ai essayé de fournir tous les fondaments
théoriques nécessaires pour la construction de ce modèle.

La deuxième partie, qui constitu le chapitre 4, décrit la recherche des unparti-
cles scalaires et tensorielles singulets du groupe de jauge du MS dans les processus
de production de deux photons auprès des collisionneurs LHC et ILC. Nous avons,
avec l’aide du logiciel FeynCalc, établi avec succès un Programme sur la base de
Mathematica qui calcul avec la méthode des traces les amplitude d’hélicité de pro-
duction de diphoton dans les processus de fusion de gluons au niveau de l’arbre. Les
signaux d’une nouvelle physique pourraient être observés à travers les écarts qu’ils
produisent par rapport aux prédictions du MS.

Nous commençons par l’étude des effets des unparticules sur le mode de diffu-
sion gg → γγ dans les collisions proton proton au LHC (Grand Collisionneur de
Hadrons). Nous montrons les différentes distribution cinématiques, pour un choix
fixe de paramètres du modèle, comme une amélioration par rapport au diagramme
de boîte qui constitu le principal bruit de fond de nos signaux. Par la suite, nous
étudions les effets des unparticules sur le mode de diffusion γγ → γγ dans le futur
collisionneur e+e− ILC (collisionneur linéaire international) où nous montrons les
effets de unparticules sur les distributions angulaires de la déviation fractionnaire
par rapport au MS des sections efficaces totales de diffusion pour différentes config-
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urations de polarisation. Puisque les processus gg → γγ et γγ → γγ ne peuvent se
produire qu’au niveau d’une boucle dans le MS, ils donnent une bonne opportunité
de tester une telle classe impliquant des contributions au niveau de l’arbre où les
effets des unparticles peuvent être importants même sensiblement plus grands que
les contributions du MS.

Dans la troisième partie, nous passons au modèle de jauge des unparticles. Nous
discutons la phénoménologie de cette extensions, où des déviations observées au
LHC dans les cannaux h→ γγ et h→ γZ peuvent être expliquées.

Tout d’abord, nous passons en revue le modèle de jauge des unparticles proposé
par [20, 21], où les champs unparticles de spin-0 et spin-1/2 portent les charges
du groupe de jauge du MS. Nous présenterons les résultats significatifs quant à la
construction des formes asymptotiques des fonctions vertexes à trois et quatre points
entre les champs unparticles et les champs de jauge. Un calcul analytique direct à
une boucles des contributions des unparticles de spin-0 et spin-1/2 aux polarisations
du boson de jquge effectué a permis une vérification des résultats. Ce chapitre se
termine sur une discussion autour de l’unification des couplages de jauge du MS.

Tout ceci va nous permettre, dans le chapitre suivant, de mettre en avant le
deuxième résultat très important de la thèse (lié à un article publié dans Physical
Letter B. [24]), à savoir le calcul des fonctions boucles scalaires et fermionique des
unparticles chargés contribuant aux modes de production h → γγ et h → Zγ,
ouvrant ainsi une nouvelle voie de recherche de cette nouvelle physique au LHC. En
effet, au premier ordre dans le MS, h → γγ [22] et h → Zγ [23] sont des processus
à une boucle médiés par les mêmes particules. Motivés par les récents résultats de
recherches du boson de Higgs au LHC, nous considérons les possibilités d’améliorer
la largeur de désintégration du Higgs en γγ et Zγ par rapport aux prédictions du
MS, sans modifier le taux de production ou les largeurs partielles dans les canaux
WW et ZZ. Par l’étude des effets des unparticles scalaires et fermioniques singulets
et doublets de SU(2)L, nous constatons que des déviations sont possibles pour des
valeurs bien déterminées des paramètres du modèle. Dans un second temps nous
étudions les corrélations entre les modes h → γγ et h → Zγ. Par conséquent,
l’analyse combinée et des mesures simultanées dans ces deux canaux pourraient
révéler des propriétés sur la structure de la nouvelle physique. Des contraintes de
perturbativité et de la stabilité du vide sur les paramètres du modèle sont décrites
brièvement.

Dans la dernière partie, qui constitu le chapitre 7, nous allons donner une con-
clusion générale.

Enfin, des Annexes ont été ajoutés dans lesquels on trouve des formules néces-
saires pour l’acomplissement de certains calculs présents dans le corps du manuscrit.

Cette thèse a fait l’objet de la publication suivante [24] :
"Enhancement of h→ γγ via spin-0 and spin-1/2 charged unparticle loops".
qui a été attachés dans l’annexe F.
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Première partie

Théories du Modèle Standard et
des Unparticles
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Chapitre 1

Le modèle standard et ses
extensions

Le Modèle Standard (MS) de la physique des particule est une théorie de jauge
renormalisable qui combine l’électromagnétisme, les interactions faibles et fortes sous
une forme unifiée. Ce modèle est basé sur le groupe de jauge local GSM = SU(3)C⊗
SU(2)L ⊗ U(1)Y . Le groupe SU(3)C décrit l’interaction forte (la cromodynamique
quantique) où l’indice C représente la charge de couleur et le groupe SU(2)L ⊗
U(1)Y décrit les interactions électrofaibles où L et Y désignent respectivement le
caractère gaucher et l’hypercharge de l’interaction faible. Principalement, le modèle
standard stipule que toute la matière est composée par des champs fermioniques
qui interagissent entre eux par l’intermédiaire de champs vecteurs bosoniques. La
forme de cette interaction est dictée par les transformation de jauge. Le contenu en
matière est décrit dans la section suivante.

1.1 Symétrie et théorie de jauge

On ne peut pas discuter le modèle standard sans introduire la notion de symétries
de jauge. Les symetries jouent un rôle central dans le classement des états des par-
ticules déjà connues et à prévoir d’autres nouvelles particules. De même que les
éléments chimiques sont classés dans les groupes du tableau périodique, les par-
ticules sont également classées dans des multiplets caractérisés par des nombres
quantiques. Cependant, l’utilisation de la symétrie en physique des particules va
bien au-delà de la simple classification. Dans la construction du modèle standard,
le type particulier de symétrie appelé symétrie locale est devenue le principe dy-
namique de guidage. Avant que nous puissions discuter ce principe dynamique, nous
devons d’abord examiner le concept général de symétrie de jauge en physique des
particules.

Une symétrie de jauge est une symétrie local, interne, continue. De même, une
théorie de jauge est une théorie quantique des champs où le lagrangien L du système
physique est invariant sous une certaine symétrie de jauge. L’ensemble des transfor-
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mations de jauge possibles forment un groupe, appelé groupe de jauge. Il s’agit d’un
groupe de Lie, et ses générateurs forment une algèbre de Lie. Une symétrie est dit
brisée spontanément, si le Lagrangien de la théorie présente une symétrie mais l’état
fondamental (le vide) ne possède pas cette symétrie. La description des particules
et des forces de la nature est basé sur le langage mathématique de la théorie quan-
tique des champs, qui combine la mécanique quantique et la relativité restreinte.
Dans cette théorie, les particules sont des excitations des champs fondamentaux qui
dépendent des coordonnées de l’espace-temps.

Afin de comprendre comment les symétries d’un système physique peuvent avoir
des conséquences dynamiques, il est nécessaire de souligner que chaque principe d’in-
variance est intimement liée à la conservation d’une quantité physique, comme l’a
prouvé le théorème de Noether. Dans le monde classique, le théorème de Noether,
entraine la conservation du quadri-vecteur énergie-impulsion (invariance par transla-
tion), ainsi que la conservation du moment angulaire (invariance par rotation). Dans
le monde quantique, nous traitons non seulement avec des propriétés «externes» qui
proviennent de la structure d’espace-temps comme les moments, mais aussi avec
des quantités «internes» tels que les nombres quantiques et des symétries internes
en conséquence. Les quantités conservées associées à ceux-ci sont, par exemple, la
charge électrique, la charge forte et la couleur, qui sont des nombres quantiques
qui définissent chaque particule. Il est possible de comprendre comment nous pou-
vons obtenir une description dynamique des systèmes physiques de ces propriétés
mathématiques si nous pensons à un principe d’invariance où les transformations
dépendent de coordonnées spatiales et temporelles, soit une symétrie locale. Dans
ce cas, le système n’est pas modifiée par les transformations subies dans une ré-
gion donnée, si, dans les autres régions à contrebalancer transformations peuvent
être effectuées. Cela signifie que les informations nécessaires pour mettre en oeuvre
ces transformations doit être transporté d’un point à un autre du système. Et cela
conduit à l’idée d’interactions médiatisées par les transporteurs. Cette illustration,
malgré sa simplicité, peut donner une idée sur la façon dont les interactions fonda-
mentales peuvent provenir de symétries et pourquoi ils sont décrits par l’échange de
particules.

1.1.1 Théorie de jauge abélienne : QED

L’électrodynamics quantique (QED) est la première et la plus simple des théories
de jauge faisant coupler le champ électromagnétique Aµ de spin-1 aux champs
fermionique ψ de spin-1/2. L’invariance par transformation locale implique l’exis-
tence de de ces champs de jauge, Aµ, avec des propriétés spécifiques. Pour démontrer
cette conséquence remarquable, nous commençons par examiner une théorie libre de
fermions. Le lagrangien libre de Dirac pour un fermion libre est donné par :

L0 = ψ(x)(iγµ∂µ −m)ψ(x) . (1.1)
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L0 est invariant sous les transformations globales abéliennes U(1) suivante :

ψ(x)→ ψ′(x) = eiθψ(x) ≡ Uψ(x) , (1.2)

où θ est une constante réelle arbitraire. La phase de ψ(x) est donc sans sens physique.
Cependant, le lagrangien n’est plus invariant si on exige l’invariance sous la transfor-
mation de phase dépendant des coordonnées de l’espace-temps θ ≡ θ(x) suivante :

ψ(x)→ ψ′(x) = eiθ(x)ψ(x) ≡ U(x)ψ(x) , (1.3)

puisque

L → L′ = ψ(x)(iγµ∂µ −m)ψ(x) + ψ(x)iγµψ∂µθ(x) . (1.4)

Ceci est possible seulement si on ajoute un extra terme au lagrangien, se transfor-
mant d’une façon à éliminer le terme ∂µθ(x) dans Eq. 1.4. Cette nécessaire modi-
fication est complètement fixé par la transformation 1.4 : on introduit un nouveau
champ vectoriel Aµ(x) (car le terme ∂µθ(x) contient un index de Lorentz), se trans-
formant comme :

Aµ(x)→ A′
µ(x) = Aµ(x)− 1

q
∂µθ(x) , (1.5)

et définissons la dérivée covariante :

Dµψ(x) ≡ [∂µ + iqAµ(x)]ψ(x) , (1.6)

qui a la propriété de transformation requise comme le champ lui-même :

Dµψ(x)→ (Dµψ)′ (x) ≡ exp {iQθ}Dµψ(x) . (1.7)

Le lagrangien

L ≡ iψ(x)γµDµψ(x)−mψ(x)ψ(x)

= L0 − qAµ(x)ψ(x)γµψ(x) , (1.8)

est donc invariant sous les transformations locales U(1). Le principe de jauge a
généré une interaction entre les fermions de Dirac et le champ de jauge Aµ, qui n’est
rien d’autre que le vertex familier de l’électrodynamique quantique (QED). Si on
veut que Aµ soit un vrai champ de propagation, on a besoin d’ajouter un terme
cinétique invariant de jauge de la forme :

−1
4
Fµν(x)F µν(x) , (1.9)

où Fµν est le tenseur de Maxwell defini par Fµν ≡ ∂µAν − ∂νAµ qui reste invariant
sous la transformation 1.5 :

LQED = iψ(x)(iγµDµ −m)ψ(x)− 1
4
Fµν(x)F µν(x) . (1.10)
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Un terme de masse pour le champ de jauge, 1
2
m2AµAµ, est interdit puisque il violerait

l’invariance de jauge locale U(1) ; par conséquent, le champ de photon est prédit être
sans masse. Le lagrangien total dans Eqs. 1.8 et 1.9 donne lieu à des équations de
Maxwell bien connus :

∂µF
µν = eJν ≡ qψγνψ , (1.11)

où Jν est le courrent électromagnetique fermionique. A partir d’une simple exigence
de symétrie de jauge, nous avons déduit le lagrangien de la QED, ce qui conduit à
une théorie quantique des champs très réussie.

L’invariance de jauge locale de QED est le prototype des théories des interactions
faibles et fortes. Comme on le verra ci-dessous, une situation similaire existe dans
l’interaction forte et, plus important encore, dans l’interaction faible, qui sont des
extensions non-abéliennes intéressantes du groupe abélien U(1), appelées théories
de Yang-Mills, basées sur les groupes non-abéliens SU(n).

1.1.2 Théorie de jauge non abélienne : QCD

La théorie de jauge décrivant les interactions fortes entre les gluons et les quark
est la chromodynamique quantique (QCD). C’est une théorie de jauge non abélienne
basée sur le groupe SU(3)C . La transformation de jauge locale U(x) ∈ SU(3)C

s’écrit :

ψf (x)→ U(x)ψf (x) = eigsθa(x)T a

ψf (x) , (1.12)

où ψf est la notation vectorielle du champ du quark de saveur f dans l’espace des
couleurs ψf = (ψr

f , ψ
g
f , ψ

b
f ). La constante gs est le couplage de l’interaction forte

entre les quarks ψq et les gluons Ga
µ, T a (a = 1, . . . , 8) sont les générateurs de la

représentation fondamentale du groupe SU(3)C correspondant aux huit gluons Ga
µ

et verifiant aux relations de commutation d’une algèbre de Lie [T a, T b] = ifabcT c

avec fabc sont les constantes de structure totalement anti-symétriques et réelles du
groupe SU(3)C .

De façon analogue au QED, le lagrangien complet de la QCD est donné par :

LQCD = i
∑

q

ψ
i

fγ
µ (Dµ)ij ψ

j
f −

∑

f

mfψ
i
fψfi −

1
4
Ga

µνG
aµν , (1.13)

(Dµ)ij = δij∂µ + igs

∑

a

T a
i,jA

a
µ , (1.14)

Ga
µν = ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ − gsfabcA

b
µA

c
ν , (1.15)

Cette symétrie du lagrangien est assurée en exigeant que les champs vectoriels de
jauge de gluon se transforment comme :

Dµψ → (Dµψ)′ = U∂µψ + (∂µU)ψ − igsT
aU , (1.16)

Ga
µ(x)→ G′a

µ (x) = Ga
µ(x)− 1

gs

∂µθa(x)− fabcθbG
c
µ(x) , (1.17)
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Contrairement au groupe U(1) de la QED, le dernier terme −gsfabcA
b
µA

c
ν dans 1.15

marque le caractère non abélien du groupe de couleur SU(3)C et s’interprète comme
l’auto-couplage des gluons.

Comme il est bien connu, les interactions fortes sont caractérisées par trois pro-
priétés fondamentales : la liberté asymptotique, le confinnement et la brisure de la
symétrie dynamique chirale. La liberté asymptotique et le confinnement sont dû à
l’existence d’auto-interactions entre les champs de gluons, ce qui en fait introduisent
la contribution en boucle dans les diagrammes de Feynman. αs ≡ g2

s/4π obeissant
aux equations du groupe de renormalisation (RGE) qui déterminent son évolution
comme une fonction de l’échelle effective Q :

Q
dαs

dQ
= 2β0αs + · · · , (1.18)

Au premier ordre après intégration, la solution de cette équation est donnée par :

αs(Q2) =
αs(µ2)

1 + αs(µ2)
4π

β0 ln Q2

µ2

≡ 4π

β0 ln Q2

Λ2
QCD

, (1.19)

où ΛQCD = µ exp(−2π/β0αs(µ2)) est l’echelle d’energie de l’interaction forte et
β0 = 11

3
Nc − 2

3
Nf avec Nc, Nf sont le nombre de couleurs et le nombre des saveurs

de quarks disponibles à une énergie donnée Q2 (Nf = 2, · · · , 6). Dans le MS, Nc = 3
et Nf = 6, ce qui signifie que β0 > 0. Donc, d’après l’Eq. 1.19 on peut voir que
plus Q2 augmente (petites distances), plus αs devient petit et l’interaction entre les
partons est faible et les quarks sont quasiment libres, c’est ce qu’on appelle la liberté
asymptotique. Dans ce cas les observables physiques peuvent être calculées dans le
cadre du développement perturbatif (pQCD). D’autre part, à de grandes distances,
le couplage augmente et les partons sont fortement confinés dans le hadron, c’est la
propriété du confinement. Cependant, ce fait ne peut pas être décrit par la QCD
perturbative. Il ya d’autres outils, tels que les règles de somme QCD et les calculs
sur reseau.

1.2 Brisure spontanée de la symétrie dans les thé-
ories de jauge

Dans les théories de Yang-Mills, l’invariance de jauge interdit d’avoir un terme
de masse explicite pour les bosons vecteurs de jauge dans le lagrangien. Si cela est
acceptable pour les theories comme QED et QCD, où les photons et les gluons sont
de masse nulle, il est inacceptable pour la théorie de jauge des interactions faibles,
puisque les deux bosons de jauge chargés W± et le boson de jauge neutre Z0 ont
des masses très lourdes (MW ≃ 80 GeV, MZ ≃ 91 GeV). Une solution possible à
ce problème, inspirée par des phénomènes semblables qui se produisent dans l’étude
des systèmes de spin, a été proposée par plusieurs physiciens en 1964, et il est connu
aujourd’hui simplement comme le mécanisme de Higgs [7] dont l’idée de base sera
examinée dans les sections qui viennent.
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1.2.1 Symétrie globale discrète

Dans cette section, nous présentons les principaux aspects des théorie de jauge
qui sont spontanément brisées en montrant comment au sein de ces théories, les
bosons de jauge acquièrent naturellement des masses. Nous Commencons d’abord
par décrire la brisure spontanée de la symétrie des systèmes discrets et continus
avant de passer à discuter la brisure des symétries de jauge. Considérons l’exemple
le plus simple de la brisure spontanée de la symétrie discrète dans la théorie λφ4.

L = ∂µφ∂
µφ− 1

2
µ2φ2 − 1

4
λφ4 (λ > 0) , (1.20)

où φ est un champ scalaire neutre. Ce lagrangien est invariant par rapport à la
transformation globale discrète :

P : φ(x)→ φ′(x) = −φ(x) . (1.21)

La densité lagrangienne 1.20 peut être décomposée comme

L = L0 + Lint , (1.22)

où L0 = ∂µφ∂
µφ − 1

2
µ2φ2 et Lint = 1

4
λφ4. Avec cette décomposition le lagrangien

1.20 s’interprète comme un lagrangien pour des particules de masse m2 = µ2 > 0
d’énergie potentielle V0(φ) = 1

2
µ2φ2 en auto-interaction. En effet, la construction de

l’espace de Hilbert H de notre théorie postule l’existence d’un état fondamental |0〉 ∈
H sur lequel l’action des opérateur de création et d’annihilation induisent (ajoutent
et extraient) des exitations interpretées comme des particules. Pour voir cela, le
vide sur lequel on construit notre théorie correspond à l’état d’énergie minimale du
système, i.e. l’état d’équilibre stable donné par ∂V0/∂φ = 0. Le vide de cette theorie
étant φ0 ≡ 〈0|φ|0〉 = 0. Développons V (φ) autour de ce vide, φ(x) = φ0(x) + ξ(x) ≡
φ(x) :

V0(φ) ≃ V0(φ0) +
1
2
∂2V0(φ)/∂φ2|φ=φ0ξ =

1
2
µ2ξ2 , (1.23)

avec ∂2V0/∂φ
2|φ=φ0 = µ2 la masse du champ d’exitation ξ = φ− φ0 ≡ φ.

L =
1
2
∂µξ∂

µξ − 1
2
µ2ξ2 +

λ

4
ξ4, ξ ≡ φ . (1.24)

Si µ2 < 0, les exitations vont correspondre à des particules de masse imaginaire, i.e.
des tachyons. Cela est du au fait que le potentiel V0(φ) possède un maximum global
(équilibre instable) au lieu d’un minimum global, donc un minimum autour duquel
une perturbation est calculée ne peut être identifié. Par conséquent, la théorie ne
peut avoir du sens si µ2 < 0. Pour interpréter le spectre du lagrangien 1.20, la
décomposition 1.22 doit être abandonnée et reconsidérer la suivante :

L = ∂µφ∂
µφ− V (φ) , (1.25)

19



avec maitenant V (φ) = 1
2
µ2φ2 + 1

4
λφ4. Ce potentiel a deux minima globaux situés

à φ0 = ±v avec v =
√

−µ2/λ. Choisissons l’un des deux minimas et analysons les
exitations du champ autour de ce nouveau minima φ(x) = v + ξ(x) :

L =
1
2
∂µξ∂

µξ − 1
2

(−2µ2)ξ2 + λvξ3 +
λ

4
ξ4 . (1.26)

On interprète donc les exitations comme des états de particules scalaires de masse
m2 = −2µ2 > 0. Le lagrangien 1.26 n’est plus invariant sous la transformation 1.21
à cause du choix arbitraire du vide, c’est ce qu’on appelle une brisure spontanée de
la symétrie.

1.2.2 Symétrie continue

Un nouveau phénomène intéressant se produit quand une symétrie spontanément
brisée est continue. Envisager un lagrangien invariant sous les transformations du
groupe G = O(N) :

L = ∂µΦ∂µΦ− V (Φ), où V (Φ) =
1
2
µ2Φ2 +

1
4
λΦ4 , (1.27)

où Φ ≡ (φ1, · · · , φN) un N-plet de champs scalaires réels φi. Si µ2 < 0, la symétrie
est brisée et le minimum du potentiel est donné par l’éq |Φ0|2 = (φ2

01+· · ·+φ2
0N) = v2

avec v =
√

−µ2/λ. Nous pouvons choisir le vide comme l’état Φ0 = (0, 0, · · · , v),
c-à-d φ0i = vδiN et développons le potentiel autour de ce minimum :

V (Φ) ≃ V (Φ0) +
1
2
∂2V (φ)/∂φi∂φj|φ=φ0(φi − φ0i)(φj − φ0j) . (1.28)

Les quantités ∂2V (φ)/∂φi∂φj|φ=φ0 représentent les masses au carré des nouveaux
champs ξi ≡ φi − φ0i :

M2
ij =

∂2V

∂φi∂φj

∣
∣
∣
∣
∣
0

= −2µ2δiNδjN =








0 0 · 0
0 0 · 0
· · · ·
0 0 · −2µ2







. (1.29)

Par conséquent, les masses des champs ξi = φi, i = 1, · · · , N − 1, mξi
= 0 champs

non massifs ξi ≡ φi appelés Boson de Goldston [37], notés φBG
i et d’un champ

ξN ≡ φN − v massif de masse
√
−2µ2. En écrivant le champ Φ en termes de ξi, c-à-d

φi = ξi + φ0i, (Φ = (φBG
1 , · · · , φBG

N−1, ξ + v))le lagrangien s’écrit :

L =
1
2

N−1∑

i=1

∂µφ
BG
i ∂µφBG

i +
1
2
∂µξ∂

µξ − 1
2
µ2ξ2

+ termes d’interactions . (1.30)
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Sous cette forme, la symétrie initiale O(N) est brisée. Cependant, une symétrie
résiduelle O(N−1) est reste. En fait, V ne dépend que de la combinaison

∑N−1
i=1 φ2

i , et
il est invariant par rotation autour de l’axe que nous avons choisi comme représentant
de l’état fondamental. Cela peut aussi être vu en termes de générateurs. En effet, la
loi de transformation globale du champ Φ scalaires sous forme infinitésimale s’écrit :

Φ→ Φ− iαaT aΦ , (1.31)

où T a(a = 1, · · · , dG) sont les générateurs du groupe G de dimension dG et où α
sont des petits paramètres réels. On utilisant le fait que V (Φ) est invariant sous G,
on aboutit au resultat suivant :

δV (φ) = 0→ ∂2V (φ)
∂φi∂φj

∣
∣
∣
∣
∣
φ=φ0

T a
ijφ0j = 0 . (1.32)

Si le vide est invariant sous un sous groupe H ⊂ G de dimensions dimH = dH ,
alors on a dH generateurs non brisés T a

ijφ0j = 0. Par contre, pour les dG − dH =
dim(G/H) generateurs de G, on a dG − dH générateurs brisés T a

ijφ0j 6= 0. Ce qui
permet de conclure que la matrice de masse M2

ij a dG − dH valeurs propres non
nulles correspondant aux dG − dH bosons de Goldston. Ainsi, on peut formuler le
théorème de Goldson comme suivant : Pour chaque générateur d’un groupe
G qui n’annihile pas le vide (générateur non brisé), on obtient un boson
Goldstone sans masse. Le nombre total de bosons de Goldstone est égal
dG − dH = dG/H.

En d’autres termes, parmi les N champs scalaires de la théorie, dG/H sont non
massifs et sont appelés bosons de Goldston. Le sous groupe H est appelé groupe
stabilisateur de la valeur moyenne du vide. Si le lagrangien est invariant sous une
symétrie globale continue H ∈ G et le vide est invariant par un sous-groupe H ⊂ G,
alors il existe dG − dH = dG/H particules sans masse de spin 0.

Intuitivement, on peut comprendre l’origine des particules sans masse en remar-
quant que les générateurs brisés permettent des transitions d’un vide possible à
l’autre. Puisque ces états sont dégénérés l’opération ne coûte pas d’énergie. De la
relation de dispersion relativiste cela implique que nous devons avoir des particules
sans masse. On peut dire que les bosons Goldstone correspondent à la direction plate
dans le sens du potentiel.

1.2.3 Symétrie continue locale et mécanisme de Higgs

Examinons à nouveau le Lagrangien scalaire (1.20) et nous exigeons une invari-
ance par la transformation de phase locale, Φ = (φ1, φ2) que l’on redéfinit à l’aide
d’un seule champ scalaire complexe Φ ≡ 1√

2
(φ1 + iφ2) :

L = (DµΦ)∗(DµΦ)− V (Φ)− 1
4
FµνF

µν , (1.33)
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Figure 1.1 – Le potentiel de Higgs.

où

Dµ = ∂µ + igAµ , (1.34)

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ , (1.35)

Φ(x) → eiΛ(x)Φ(x) , (1.36)

Aµ → Aµ +
1
g
∂µΛ(x) , (1.37)

où Λ(x) est une fonction réelle de l’espace-temps. Le potentiel a une infinité d’équili-
bres stables donnés par Φ0 = v√

2
eiθ. La brisure de symétrie spontanée se produit

en choisissant par exemple Φ0 = v√
2
, d’où la densité lagrangienne en fonction de

Φ = Φ0 + 1√
2
(φ1 + iφ2) :

L = −1
4
F µνFµν +

1
2
g2v2AµAµ

︸ ︷︷ ︸

massive vector field

+
1
2

(∂µφ1)2 +
1
2

(
√

2µ)2φ2
1

︸ ︷︷ ︸

massive scalar field

+
1
2

(∂µφ2)2 + gvAµ∂
µφ2

︸ ︷︷ ︸

Goldstone boson

+ termes d’interaction

= −1
4
FµνF

µν +
1
2
∂µφ1∂

µφ1 +
1
2
q2v2(Aµ −

1
gv
∂µφ2)(Aµ − 1

gv
∂µφ2) +

1
2

(
√

2µ)2φ2
1

+termes d’interaction . (1.38)

Si on redéfinit Aµ → Aµ + 1
gv
∂µφ2, on obtient

L = −1
4
FµνF

µν +
1
2
∂µφ1∂

µφ1 +
1
2
M2

AAµA
µ − qvAµ∂

µφ2 +
1
2
m2

φφ
2
1

+termes d’interaction(φφ) , (1.39)

où MA = gv est la masse associée au champ vectoriel Aµ, tandis que mφ =
√

2µ est
la masse associée au champ scalaire φ. Pour φ1 et φ2 petits on peut écrire :

Φ = Φ0 +
1√
2

(φ1 + iφ2) ≃
1√
2

(v + φ1(x)) eiφ2(x)/v . (1.40)
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On observe qu’après les transformations de jauge du champ Aµ et avec Λ(x) =
1
v
φ2(x),

Φ(x) =
1√
2

(v + φ1(x)) eiφ2(x)/v U(1)−→ 1√
2

(v + φ1(x)) , (1.41)

le champ φ2(x) disparait complètement du lagrangien :

L = −1
4
FµνF

µν +
1
2

[Dµ(v + φ1)]
∗ [Dµ(v + φ1)] + µ2(v + φ1)2

−µ2(v + φ1)4

= −1
4
FµνF

µν +
g2v2

2
AµAµ +

1
2

(

∂µφ1∂µφ1 + 2µ2φ2
1

)

+ . . . . (1.42)

Comme nous pouvons le voir, le degré de liberté correspondant au boson de Gold-
stone a été absorbé par le boson vecteur qui acquiert une masse. Le Goldstone est
transformé en un degré de liberté longitudinal du boson vecteur.

1.2.4 Symétrie de jauge non abélienne

Nous pouvons maintenant facilement généraliser la discussion précédente au cas
d’une théorie de Yang-Mills non abélienne. Le terme 1

4
FµνF

µν dans l’Eq. (1.33)
devient maintenant 1

4
F a,µνF a

µν , avec :

F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ + gfabcAb

µA
c
ν , (1.43)

où les indices latins sont des indices du groupe et fabc sont les constantes de structure
de l’algèbre de Lie associée à la symétrie de jauge non-abélienne du groupe de Lie,
définie par les relations de commutation des générateurs de l’algèbre de Lie ta :
[ta, tb]= ifabctc. Généralisons également le lagrangien scalaire pour y inclure plusieurs
champs scalaires φi que nous considérons comme réels :

Lφ =
1
2

(Dµφi)2 − V (φ) where V (φ) = µ2φ2
i +

λ

2
φ4

i , (1.44)

où la somme sur l’indice i est sous-entendue et Dµ =∂µ − igtaAa
µ. Le Lagrangian de

l’Eq. (1.44) est invariant sous la transformation de jauge non-abélienne de la forme :

φi(x) → (1 + iαa(x)ta)ijφj , (1.45)

Aa
µ(x) → Aa

µ(x) +
1
g
∂µα

a(x) + fabcAb
µ(x)αc(x) . (1.46)

Lorsque µ2< 0 le potentiel développe une dégénérescence des minima décrit par la
condition minimale : φ2 =φ2

0 =−µ2/λ, qui fixe uniquement la norme du vecteur Φ0.
En choisissant arbitrairement la direction de Φ0, la dégénérescence est enlevée. Le
Lagrangien doit être développé dans un voisinage du minimum choisi et le terme
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de masse pour les bosons de jauge peut être introduit comme dans le cas abélien,
c’est-à-dire :

1
2

(Dµφi)2 −→ . . . +
1
2
g2(taφ)i(tbφ)iA

a
µA

bµ + . . . (1.47)

φmin=φ0−→ . . . +
1
2
g2(taφ0)i(tbφ0)i
︸ ︷︷ ︸

m2
ab

Aa
µA

bµ + . . .

Après la diagonalisation de la matrice de masse m2
ab dans l’Eq. (1.47), tous les bosons

de jauge Aa
µ pour lesquels taφ0 6= 0 deviennent massifs, et pour chacun d’entre eux

correspond une particule de Goldstone, c’est à dire une particule non physique de
masse nulle comme le champ χ de l’exemple abélien. Le degré de liberté scalaire
restant devient massif, et correspond au champ de Higgs H de l’exemple abélien.

Nous pouvons maintenant montrer comment éliminer les bosons de Goldstone.
En fait, nous pouvons définir de nouveaux champs ξa et χ comme

Φ(x) = (v + χ(x))ei
ξa(x)

v
T a

, (1.48)

où a = 1, · · · , N − 1, qui est la somme limitée aux directions brisées. L’autre degré
de liberté est dans l’autre facteur. La correspondance entre les champs Φ et (ξa, χ)
peut être vu facilement en développant autour du vide

eiξa(x)T a ≈ δiN − iT a
iNξa(x) = δiN + δa

i ξa(x) , (1.49)

à partir de laquelle

Φ(x) ≈ (ξa(x), χ(x) + v) , (1.50)

ce qui montre que ξa sont vraiment les champs de Goldstone. La jauge unitaire est
définie par la transformation :

Φ(x) → e−i
ξa(x)

v
T a

Φ(x) = (v + χ(x)) , (1.51)

Aµ → A′
µ = U(x)†Aµ(x)U(x)− i

g
U(x)†∂µU(x) . (1.52)

Cette transformation permet d’éliminer les degrés de liberté de Goldstone et le la
Lagrangian résultant dépend du champ χ, des champs vecteurs massifs W aN

µ et
des champs non massifs W ab

µ . Noter de nouveau le comptage des degrés de liberté
N+2N(N−1)/2 = N2 dans une transformation de jauge générale, et 1+3(N−1)+
2(N − 1)(N − 2)/2 = N2 dans la jauge unitaire. En général, pour un groupe non-
abelien G de dimension dG de générateurs T a où a = 1, · · · , dG, nous introduisons
dG bosons de jauge telle que la dérivée covariante s’écrive :

∂µ → Dµ = ∂µ − igT aAa
µ. (1.53)

24



Après la brisure spontanée de la symétrie, le sous groupe H ⊂ G de dimension dH

demeure un groupe de symetrie pour le vide, c-à-d :

T a
ijφ0j = 0 a = 1, · · · , dH . (1.54)

On devrait s’attendre l’apparition de dG/H = dG − dH bosons de Goldston sans
masse. Comme dans (1.48), nous paramétrisons le champ scalaire original comme :

Φ(x) = (v + ξ)eiφBG
a T a

, (1.55)

où T a sont les dG/H générateurs brisés. En choisissons le paramètre de jauge αa(x)
afin d’éliminer les bosons de Goldston φBG

a . Cela va donner naissance à dG/H bosons
de jauge massifs.

Nous avons vu comment les bosons de jauge acquièrent leurs masses à travers le
mécanisme de Higgs. On peut maintenant aborder facilement le cadre théorique du
MS en commençant par le contenu en matière.

1.3 Le contenu en matière

Dans le MS, les particules élémentaires sont divisées en deux catégories : fermions
et bosons. Les fermions sont les particules de matière ayant un spin 1/2 et qui
interagissent les unes avec les autres via l’échange des bosons, qui sont les particules
de médiation ayant un spin-1. Les fermions sont subdivisés a leur tour en deux
classes : les leptons et les quarks, dont chacune se compose de trois générations
comme le montre le tableau 1.2. La première génération est composée de quarks u et
d, les électrons et le neutrino électronique. Les particules de cette première génération
sont stables dû à leurs faibles masses et constituent donc la matière ordinaire. La
deuxième génération comprend les quarks c et d, le muon et son neutrino associé.
Enfin la troisième génération comprend les quarks t et b , le lepton tau et son
neutrino associé. Les particules de ces deux dernières générations sont produites lors
des processus astrophysiques ou auprès des collisionneurs des particules. Le quark
t est la particule élémentaire la plus lourde connue jusqu’à maintenant. Outre la
charge électrique, les quarks se caractérisent par le fait qu’ils portent une charge de
couleur (vert, rouge, bleu) et une charge d’isospin faibles. Dans la nature, les quarks
ne se trouvent que dans les hadrons composites, composés soit de trois quarks faisant
un baryon ou en un états quark anti-quark faisant un méson.

Il existe trois types de bosons de jauge. Les photons médiateurs de la force
électromagnétique entre les particules chargées. Le bosons W et Z médiateurs des
interactions faibles entre les leptons et les quarks. Les gluons médiateurs des inter-
actions fortes entre les quarks. Le Photon et les gluons sont de masse nulle, tandis
que les boson W et Z sont massifs. Le MS exige l’existence d’une particule supplé-
mentaire : le boson de Higgs. C’est une particule spéciale, car elle est résponsable
des masses des bosons de jauge et des fermions, par leur interaction avec le boson
de Higgs. Le boson de Higgs est la dernière particule prédite par le MS, et qui vient
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Figure 1.2 – Les particules du modèle standard.

d’être confirmée le 4 juillet 2012 auprès du collisionneur LHC, confirmant ainsi la
pertinance du MS.

Le contenu en particules du MS ainsi que leurs nombres quantiques sont représen-
tées dans le tableau 1.2. Pour chaque particule fermionique indiquée dans le tableau
1.2, elle lui est également associée une antiparticule, qui a les mêmes propriétés,
telles que la masse et le spin, mais de charge opposée.

1.4 Le lagrangien du modèle standard

Avec le contenu en matière, la dynamique des particules du MS est décrite par
un lagrangien renormalisable ayant la symetrie GSM = SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y

et dont la forme la plus générale est donnée par :

LSM = Ljauge + Lfermion + LHiggs + LY ukawa , (1.56)

où Ljauge décrit la dynamique des champs des bosons de jauge (champs de Yang-
Mills), Lfermion décrit les interactions des fermions avec les bosons de jauge, LHiggs

est le terme responsable du mécanisme de lq brisure spontanée de la symétrie élec-
trofaible SU(2)L⊗U(1)Y . Enfin, Lfermion contient les termes de masse des fermions.
Dans ce qui suit, on va décrire brièvement ces différentes parties du Lagrangien.
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1.4.1 Le secteur de jauge ou terme de Yang-Mills

Le lagrangien de jauge décrit l’énergie cinétique des champs de Young-Mills, et
est donné par :

Ljauge = −1
4
GA

µνG
Aµν − αs

8π
θG̃A

µνG
Aµν − 1

4
W a

µνW
aµν − 1

4
BµνB

µν , (1.57)

où les champs GA
µν , W a

µν et Bµ sont les tenseurs cinétiques associés aux champs de
jauge de SU(3)C , SU(2)L et U(1)Y respectivement et sont donnés par :

GA
µν = ∂µG

A
ν − ∂νG

A
µ + gif

ABCGB
µG

C
ν ,

W a
µν = ∂µW

a
ν − ∂νW

a
µ + gεabcW b

µW
c
ν , (1.58)

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ ,

avec αs = g2
s

4π
et G̃µν = ǫµν̺σG̺σ. Le paramètre θ est contraint pour être très petit

par la mesure du moment dipolaire électrique du neutron donc nous supposerons
que θ = 0 dans ce qui suit.

1.4.2 Le secteur des fermions ou terme de matière

Cette partie contient les termes cinétiques des champs des ferions et leurs interac-
tions avec les bosons de jauge et ce à travers la dérivée covariante. Les fermions sont
représentés en termes de multiplets de SU(3)C⊗SU(2)L⊗U(1)Y par le Lagrangien :

Lfermion =
∑

iΨ̄ 6DΨ

= Q̄iDµγ
µQi + ūRiiDµγ

µuRi + d̄RiiDµγ
µdRi

+ L̄iDµγ
µLi + ēRiiDµγ

µeRi , (1.59)

où

Dµ = ∂µ − igs
λa

2
Ga

µ − ig
σa

2
W a

µ − ig′Y

2
Bµ , (1.60)

est l’operateur derivée covariante de jauge. Qi et Li (i = 1, 2, 3) représentent les
quarks et les leptons gauchers de l’isodoublet faible, uRi, dRi et eRi représentent
les quarks et les leptons droitiers de l’isosingulet faible. Ici, g′ est la constante de
couplage du groupe U(1)Y et λa sont les matrices de Gell-Mann, σa sont les matrices
de Pauli et Y est le générateur d’hypercharge. Notez que cette dérivée covariante
agit différemment sur les champs. Par exemple le champ droitier singulet de SU(2)
ne sens pas l’interaction SU(2), le champ singlet de SU(3) ne sent pas l’interaction
SU(3) et le champ avec l’hypercharge ne sent pas l’interaction U(1)Y .

1.4.3 Le secteur de Higgs

Remarquons que l’introduction d’un terme de masse de la forme m2F i
µF

µi pour
les bosons de jauge violerait l’invariance de jauge de la théorie. Afin de générer
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des masses aux particules et garder les symétries conservées dans le lagrangien,
un mécanisme a été proposé par Higgs-Englert-Brout-Kibble-Guralnik-Hagen, ap-
pelé mécanisme de Higgs ou de la brisure spontanée de la symétrie électrofaible en
présence d’un champ scalaire.

Cette partie du Lagrangien va générer la brisure spontanée de la symétrie SU(3)C⊗
SU(2)L ⊗ U(1)Y en SU(3)C ⊗ U(1)EM ou plus précisément SU(2)L ⊗ U(1)Y →
U(1)EM en donnant des masses aux trois bosons de jauge W+, W− et Z0. L’in-
variance du vide doit être celle de SU(3)C ⊗ U(1)EM donc une des composantes
du champ scalaire doit être neutre pour la charge électrique, le doublet scalaire de
Higgs de SU(2)L est alors :

Φ(x) =

(

Φ1

Φ2

)

. (1.61)

Le champ Φ(x) est connu sous le nom de champ de Higgs, et le lagrangien qui lui
correspond est ainsi construit :

LHiggs = (DµΦ)+(DµΦ)− V (Φ) , (1.62)

où
V (Φ) = −µ2Φ+Φ + λ(Φ+Φ)2 . (1.63)

Ce potentiel scalaire est bornée inférieurement si λ est positif. Si µ2 > 0, le champ
scalaire aura une valeur non nulle au minimum :

〈Φ〉0 ≡ 〈0|Φ|0〉 =
1√
2

(

0
v

)

, (1.64)

où v =
√

−µ2

λ
≈ 246 GeV est la valeur moyenne du vide (vev). Ce vide n’est pas

invariant sous SU(2)L :

τa〈Φ〉0 6= 0, Y 〈Φ〉0 6= 0 , (1.65)

mais la combinaison linéaire :

Q〈Φ〉0 =
1
2

(τ 3 + Y )〈Φ〉0 = 0 , (1.66)

où l’hypercharge Y = 1, choisie de manière à reproduir la charge électromagnétique
donnée par la relation de Gell-Mann Nishijima [38], est invariante. Par conséquent, le
groupe SU(2)L⊗U(1)Y est brisé spontanément en U(1)EM . Nous écrivons ensuite le
champ φ(x) en fonction des quatre composantes θ1,2,3(x) etH(x) autour du minimum
〈Φ〉0, et au premier ordre, nous avons :

Φ(x) = e
i
v

θ(x)aτa(x) 1√
2

(

0
v +H(x)

)

. (1.67)

Le champ H(x) représente le boson de Higgs réel et les champs θ1,2,3 sont des degrés
de liberte non physiques appelés les bosons de Goldston de masse nulle et peuvent
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être réabsorbés par une transformation de jauge dite jauge unitaire. Dans cette
jauge, le champ Φ(x) peut être parametrisé comme suivant :

Φ(x)→ e− i
v

θ(x)aτa(x)Φ(x) =
1√
2

(

0
v +H(x)

)

. (1.68)

Cette direction dans l’espace SU(2)L ⊗ U(1)Y sera directement liée au boson de
jauge sans masse par la transformation de jauge.

En développant le terme cinétique du Lagrangien (1.62), nous allons générer les
termes de masse pour les bosons de jauge :

LHiggs,cin = (Dµφ)+(Dµφ)

=
1
2

(DµH)2 +
1
8
g2

2(v +H)2|W 1
µ + iW 2

µ |2 +
1
8
g1(v +H)2|g2W

3
µ + ig1Bµ|2

(1.69)

En définissant les champs de jauge physiques W±
µ ,Zµ et Aµ de la façon suivante :

W±
µ = (W 1

µ ∓ iW 2
µ), Zµ =

g2W
3
µ − g1Bµ

√

g2
1 + g2

2

, Aµ =
g2W

3
µ + g1Bµ

√

g2
1 + g2

2

(1.70)

le Lagrangien (1.69) prend la forme suivante :

LHiggs,cin =
1
2

(DµH)2 +MWW
+
µ W

−
µ +

1
2
MZZµZ

µ +
1
2
MZAµA

µ (1.71)

où on voit tout de suite que les masses des bosons de jauge W+, W− et Z0 sont
données par :

MW =
v

2
g2, MZ =

v

2

√

g2
1 + g2

2, MA = 0 . (1.72)

On peut relier les bosons de jauge W 3
µ et Bµ avec les bosons physiques Zµ et Aµ par

le mélange suivant :
(

Zµ

Aµ

)

=

(

cos θW − sin θW

sin θW cos θW

)(

W 3
µ

Bµ

)

, (1.73)

avec θW est l’angle de Winberg donnés par :

cos θW =
gw

√

g2
w + g2

, sin θW =
g

√

g2
w + g2

. (1.74)

A partir des Eqs. (1.72) et (1.74), les masse des bosons Z0 et W± sont reliées avec
l’angle de Weinberg par la relation suivante :

cos θW = MW/MZ . (1.75)

29



Les valeurs expérimentales des masses MZ = 91, 19 GeV et MW = 80, 40 GeV,
permettent de déduire :

cos θ2
W = 0.778 et sin θ2

W = 0.232 . (1.76)

La masse du boson de Higgs H provient de la partie du potentiel scalaire de Higgs
V (H) après la brisure de la symétrie :

V (H) = −1
2

(2λv2)H2 − λvH3 − 1
4
λH4 , (1.77)

et on obtient directement du premier terme de V (H) la masse pour le boson de
Higgs :

MH = 2λv2 . (1.78)

1.4.4 Le secteur de Yukawa

En introduisant le champ de Higgs, nous avons pu générer des masses pour
les bosons de jauge. Les fermions, cependant, sont restés jusqu’à maintenant sans
masses, car les termes de masse de la forme mDΨ̄LΨR ne sont pas autorisés en
raison de la chiralité qui brise la nature des interactions électrofaibles. Les fermions
gauchers sont chargés sous SU(2)L ⊗ U(1)Y tandis que les fermions droitiers sont
chargés uniquement sous U(1)Y . Par conséquent, un terme de masse de Dirac n’est
pas autorisé. Nous allons maintenant voir comment générer des masses des fermions
en les couplant avec le champ de Higgs.

Contrairement aux bosons de jauge, la masse des fermions (quarks et leptons) va
être générée par l’intermédiaire des termes du Lagrangien de Yukawa qui constitu
la dernière pièce du lagrangien du MS qui est donné par :

LYoukawa =
3∑

i=1

−yl
ijL̄

iΦljR − yd
ijQ̄

iΦdj
R − yu

ijQ̄
iΦ̃uj

R + ch , (1.79)

où yd
ij et yu

ij sont les composantes des matrices complexes et les indices i et j

représentent les differentes générations des fermions. Le champ Φ̃ étant défini comme
Φ̃ = iτ 2Φ∗. Les termes de masse dans cette expression ne sont pas diagonales dans
les champs u et d, et afin d’obtenir les champs physiques une diagonalisation doit
être faite. Pour ce faire, introduisons les matrices unitaires V qui transforment les
champs u et d comme suivants :

uL = VuLu
′
L , uR = VuLu

′
R ,

dL = VdLd
′
L , dR = VdLd

′
R ,

(1.80)

où la matrice V , connu sous le nom de matrice de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa
[39, 40], définie comme :

V =






Vud Vus Vub

Vcd Vcs Vcb

Vtd Vts Vtb




 . (1.81)
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Lorsque le champ de Higgs Φ acquiert sa "vev", les masses pour les fermions sont
identifiées aux termes :

Mf =
v√
2
yf . (1.82)

En d’autres termes, le couplage du boson de Higgs aux fermions est proportionnel
à leurs masses :

gf =

√
2
v
Mf . (1.83)

Comme cela a été dit, la masse du boson de Higgs dépend du paramètre de couplage
λ et de la valeur moyenne du vide v. La valeur de cette dernière est déterminée par
la constante de Fermi GF , donnée par la relation suivante :

v =
2MW

v
= (
√

2GF )−1/2 . (1.84)

L’estimation actuelle de GF , qui vient des mesures précises de la durée de vie du
muon, permet de déterminer v ≃ 246 GeV. D’autre part, le modèle n’est pas prédictif
sur la valeur du paramètre λ, donc la masse de la particule de Higgs est un paramètre
libre de la théorie.

1.5 Contraintes théoriques sur la masse du boson
de Higgs

Comme mentionné dans la section (1.4.3), la masse du boson de Higgs est le
seul paramètre libre inconnue dans le modèle standard. Les calculs théoriques de
la théorie des perturbations ont mis certaines contraintes sur elle. Le mécanisme
de Higgs établit une relation entre mh et l’auto-couplage du Higgs λ : m2

h = 2λv2

où λ est inconnue. Cependant, des arguments issus de la théorie comme l’unitarité,
trivialité et la stabilité du vide fournissent des limites sur la masse afin que la théorie
soit stable et cohérente.

1.5.1 Unitarité

En l’absence d’une particule de Higgs ou d’un autre mécanisme, des violations
des unitarités apparaissent dans certaines amplitudes de diffusion à des énergies
de l’ordre de quelques TeV. En particulier, les amplitudes impliquant des bosons
de jauge longitudinales (ceux qui sont directement liées au secteur de Higgs) sont
affectées. Après décomposition de l’amplitude en ondes partielles et imposer l’uni-
tarité en ondes partielles, il est possible de déduire une borne sur la masse du Higgs.
Afin d’étudier l’unitarité de ces amplitudes on utilise une décomposition en ondes
partielles :

A = 16π
∞∑

l=0

(2l + 1)Pl(cos θ)al , (1.85)
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où al est l’onde partielle de spin l et Pl(cos θ) sont les polynômes de Legendre. En
termes d’amplitudes d’ondes partielles al, la section efficace de diffusion correspon-
dante à A peut être calculée comme :

σ =
16π
s

∞∑

l=0

(2l + 1)|al|2 , (1.86)

où nous avons utilisé l’orthogonalité des polynômes de Legendre. En utilisant le
théorème optique, nous pouvons imposer la contrainte d’unitarité en écrivant :

σ =
1
s

Im[A(θ = 0)] , (1.87)

où A(θ = 0) indique l’amplitude de diffusion dans la direction vers l’avant. Cela
implique que :

|al|2 = Re(al)2 + Im(al)2 = Im(al)→ |Re(al)| ≤
1
2
. (1.88)

Via l’Eq. (1.88), différentes amplitudes al peuvent fournir des contraintes sur la
masse MH . À titre d’exemple, prenons l’amplitude de diffusion W+

L W
−
L → W+

L W
−
L :

A(W+
L W

−
L → W+

L W
−
L ) ∼ −M

2
H

v2

(

s

s−M2
H

+
t

t−M2
H

)

, (1.89)

l’amplitude d’onde partielle a0 correspondante est :

a0 =
1

16πs

∫ 0

−s
Adt = −M2

H

8πv2

[

2 +
M2

H

s−M2
H

− M2
H

s
log

(

1 +
s

M2
H

)]

. (1.90)

Dans la limite de haute énergie (MH ≪ s), a0 se réduit à :

a0 → −
M2

H

8πv2
. (1.91)

En demandant la condition de l’unitarité |Re(a0)| ≤ 1/2 on obtient une borne
supérieure sur la masse du Higgs :

mh . 860 GeV . (1.92)

D’autres relations plus contraignantes peuvent être obtenus à partir de différentes
amplitudes de diffusion des bosons de jauge longitudinaux. Par exemple, en consid-
érant le canaux W+

L W
−
L → ZLZL, on peut abaisser la limite à :

MH . 710 GeV . (1.93)

En prenant différents points de vue, nous pouvons observer que s’il n’y a pas de boson
de Higgs, ou de façon équivalente si MH ≫ s, l’Eq. (1.88) donne des indications sur
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l’échelle critique sc au-dessus de laquelle il faut s’attendre à une nouvelle physique.
En effet, considérant à nouveau la diffusion W+

L W
−
L → W+

L W
−
L , nous voyons que

pour M2
H ≫ s :

a0 → −
s

32πv2
, (1.94)

à partir de laquelle, en utilisant l’Eq. (1.88), nous obtenons :

√
sc < 1.8 TeV . (1.95)

En utilisant d’autres canaux plus contraignants, la borne peut être réduite à :

√
sc < 1.2 TeV . (1.96)

L’Eq. (1.96) nous dit que la nouvelle physique devrait être située autour de 1-2 TeV,
soit exactement dans la gamme des énergies qui seront explorées par le Tevatron et
LHC. Ou encore sans un boson de Higgs, il doit y avoir une nouvelle physique qui
restaure l’unitarité perturbative quelque part en dessous d’une échelle d’énergie de
1.7 TeV. En d’autres termes, certaines nouvelle physique au-delà du MS devraient
se manifester à des énergies au TeV pour restaurer l’unitarité dans les amplitudes de
diffusion des bosons de jauge longitudinaux. C’est pourquoi nous sommes confrontés
à deux possibilités : soit de nouvelles physique devraient se manifester à l’échelle de
TeV si le boson de Higgs est très massif (ou n’exister pas du tout), ou la brisure
d’unitarité est annulée par les grands termes d’ordre élevé qui signalent l’échec de
la théorie des perturbation et la perte du pouvoir prédictif du MS. La dernière
possibilité est bien sûr un cauchemar que nous éviterions, puis nous avons deux
conclusions raisonnables finales :
i) le boson de Higgs existe du MS, sa masse devrait être délimitée, MH ∼ 710 GeV,
afin de conserver l’unitarité.
ii) le boson de Higgs du MS est très massif ou n’existe pas : alors les nouveaux effets
physiques sont à émerger à l’échelle du TeV.

1.5.2 Trivialité

Une autre façon d’imposer une limite sur la masse du Higgs est assurée par
l’analyse de la trivialité du potentiel de Higgs. Consédérons le secteur scalaire de la
théorie du MS dans lequel le potentiel est donné par :

V (φ) = µ2φ2 + λφ4 , (1.97)

où le couplage est quartique λ = M2
H/2v

2. La dépendance du couplage quartique λ
en l’échelle d’énergie (Q) est régie par l’équation du groupe de renormalisation :

dλ(Q)
dQ2

=
3

4π2
λ2(Q) . (1.98)
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L’équation d’évolution de λ peut ensuite être facilement résolue et donne :

λ(Q) =
λ(Q0)

1− 3
4π2λ(Q0)ln

(
Q2

Q2
0

) . (1.99)

Cette équation indique que le couplage quartique λ diminue pour des petites énergies
et augmente pour des grandes énergies. Par conséquent, dans le régime de faible
énergies le couplage disparaît et la théorie devient trivial, c-à-d non-interactive.
Dans le régime de grandes énergies, d’autre part, la théorie devient non perturbative,
puisque le couplage λ augmente, et elle peut rester perturbative seulement si λ est
est remis à zéro, c’est à dire que si la théorie est trivial.

Lorsque l’échelle d’énergie Q augmente, le dénominateur dans l’Eq. (1.99) peut
disparaître, dans ce cas, λ(Q) frappe un poteau, devient infinie, et une condition de
trivialité doit être imposée. Ceci est évité en imposant que le dénominateur dans
l’Eq. (1.99) ne s’annule jamais, c’est à dire que λ(Q) est toujours fini et 1/λ(Q) > 0.
Cette condition donne une limite supérieure explicite sur MH :

M2
H <

8π2v2

3 log
(

Λ2

v2

) , (1.100)

obtenue à partir de l’Eq. (1.99) en posant Q = Λ, l’échelle de la nouvelle physique,
et Q0 = v, l’échelle électrofaible. Exigeant qu’il n’y ait pas de nouvelle physique
au-dessous de 1016 GeV donne une limite supérieure approximative sur la masse du
boson de Higgs :

MH < 160 GeV . (1.101)

Ces resultats sont obtenus en considérant seulement une théorie scalaire, c-à-d
lorsque les couplages de jauge et de Yukawa sont négligés. Les physique change
de façon spectaculaire quand on couple la théorie aux fermions et bosons du MS car
le couplage mobile λ est régi par plusieurs interactions. Comme le couplage de Higgs
aux fermions et aux bosons de jauge est proportionnelle à leurs masses, le couplage
le plus pertinent correspond aux particlules les plus lourdes. Incluant les ordres les
plus bas de tous les couplages pertinents (couplages de quark top et des bosons de
jauge), l’Eq. (1.98) pour le couplage mobile λ(Q) à l’échelle de l’énergie Q devient
[29] :

dλ

dt
=

1
16π2

[

12λ2 + 12λg2
t − 12g4

t −
3
s
λ(3g2 + g2) +

3
16

(

2g4 + (g′2 + g2)2
)]

,(1.102)

où t = ln(Q2/Q2
0) est le logarithme du rapport de l’échelle d’énergie Q2 et une

certaine échelle de référence Q0, gt = mt/v est le couplage quark-top de Yukawa.
Nous voyons que lorsque MH devient grand, λ augmente également (puisque MH =
2λv2) et le premier terme de l’Eq. (1.102) domine :

dλ

dt
≃ 1

16π2

[

12λ2 + 12λg2
t −

3
s
λ(3g2 + g2)

]

, (1.103)
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Figure 1.3 – Contraintes théorique sur la masse du boson de Higgs provenat de
la definition de l’échelle d’énergie choisie ΛNP . La borne haute de l’incertitude sur
la masse du boson de Higgs provient de la trivialité et de l’unitarité (régime per-
turbatif). La limite basse est une borne provenat de la stabilité de l’état du vide
fondamental du H. La largeur de la bande exprime l’incertitude théorique sur la
valeur de la masse du boson de Higgs aux limites. La gamme de masse accessible au
boson de Higgs se trouve entre les deux bandes.

1.5.3 Stabilité du vide

D’autre part, pour des petites masses MH , c-à-d pour les petites valeurs de λ, le
dernier terme de l’Eq. (1.102) domine et l’évolution de λ(Q) est :

λ(Λ) = λ(v)− 3
4π2

y2
t log

(

Λ2

v2

)

. (1.104)

Pour assurer la stabilité de l’état de vide de la théorie, nous devons exiger que
λ(Λ) > 0 (la stabilité du potentiel de Higgs nécessite que λ(Λ) > 0), ce qui donne
une limite inférieure sur MH :

λ(Λ) > 0→M2
H >

3v2

2π2
y2

t log

(

Λ2

v2

)

. (1.105)

Des analyses plus précises incluent des corrections quantiques d’ordre supérieur dans
le potentiel scalaire.

35



u

u

u
u u

u
u

u

u

u

u

u

u

u

u

u

g

g

t

t

t

H

g

g

t̄

t

H

q

q̄

W, Z

W,Z

H

q

q q

q
H

W,Z

W,Z

q

q̄

u

Figure 1.4 – Diagrammes de Feynman au premier ordre représentant les modes
majeurs de production du boson de Higgs du MS dans les collisions à haute énergie
au LHC.

1.6 La recherche du boson de Higgs au LHC

Les couplages du boson de Higgs aux autres particules du MS sont déterminés par
la théorie, ce qui permet le calcul des sections efficaces de production et des rapports
d’embranchement. Le boson de Higgs couples directement à toutes les particules
massives : son couplage aux fermions est linéaire en la masse des fermions, et son
couplage aux bosons faibles est quadratique en la masse des bosons faibles. Des
couplages indirectes aux bosons de masse nulle (photons et gluons) sont également
possibles : à l’ordre le plus bas, ils proviennent de diagrammes de Feynman ayant
une boucle intermédiaire avec une particule massive. En conséquence de ces règles
de couplage, en général, les diagrammes qui contribuent de plus à la production ou
à désintégration du boson de Higgs sont ceux impliquant les bosons faibles ou les
fermions lourds.

1.6.1 Les principaux modes de production

Au LHC, les mécanismes de production dominants du boson de Higgs sont la
fusion gluon-gluon (gg → h), la fusion de bosons vecteurs (qq → V ∗V ∗ → qqh), la
production associée à vecteur bosons (qq̄ → Wh,Zh) et de la production associée
avec paires de quarks top (gg, qq̄ → tt̄h). Les sections efficaces concernant les mécan-
ismes de production en fonction de la masse du boson de Higgs sont présentées dans
la Fig. (1.5) et les diagrammes de Feynman correspondants peuvent être vu dans
la Fig. (1.4). Bien qu’il soit un processus induit par l’intermédiaire d’une boucle de
quarks top, la fusion de gluons domine la production du boson de Higgs pour toute
la gamme de masse du boson de Higgs (jusqu’à 1 TeV) en raison de la densité de
gluons qui est beaucoup plus importante dans le proton que la densité des quarks
au LHC. Les sections efficaces de production du boson de Higgs en fonction de sa
masse au LHC sont présentées dans la Fig. (1.5). Cependant ce cannal souffre de
grandes corrections de QCD au ordres plus élevés et des incertitudes concernant
les fonctions de structure du gluon. Les corrections sont connues à jusqu’au next-
to-next-to-leading order (NNLO) [27, 28] et sont incluses dans la Fig. (1.5). Ces
corrections à ce processus augmentent la section totale de 50−100% et l’incertitude
théorique est d’environ 10% [30]. Des corrections électrofaibles sont implémentées
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Figure 1.5 – Les différents modes de production du boson de Higgs du MS les plus
importants avec les section efficaces correspondantes au LHC.

au NLO.
Le mécanisme de production avec la deuxième plus grande section efficace est

la fusion des bosons vecteurs (Z,W±). Il passe par une paire de quarks rayonnant
deux bosons W±/Z qui se combinent pour produire un boson de Higgs. La section
efficace de production VBF est calculée avec une précision NNLO.

Les mécanismes de production restantes sont tous des processus de production
associés (VH) avec une paire de quarks top ou un boson W±/Z, avec des sections
efficaces plus faibles. Le Higgs est produit quand il est rayonné par un boson W±/Z
ou directement à partir d’une paire de quark tt̄. Ces productions ont été calculées
avec des corrections QCD au NNLO et des corrections électrofaibles au NLO pour
le premier cas et avec une précision NLO dans le dernier cas.

1.6.2 Les principaux modes de désintegration

La désintégration du boson de Higgs dépend fortement de sa masse. Dans la ré-
gion de faible masse inférieure à 135 GeV les désintégrations aux fermions dominent,
en particulier en bb̄ et ττ . Aux masse plus élevées, au-dessus de 135 GeV, les dés-
intégrations du boson de Higgs en WW et ZZ deviennent dominant. Les rapports
d’embranchement des differents cannaux de désintegration du boson de Higgs en
fonction de sa masse MH sont presentées dans le panneau gauche de la Fig. (1.6).

Pour des masses de Higgs inférieures à 140 GeV/c2, le canal de désintégration
dominant du boson de Higgs est celui d’une paire de quarks b. Tout d’abord bb̄
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Figure 1.6 – Les differents modes de désintégration du boson de Higgs du MS avec
les rapports d’embranchement correspondants en fonction de MH . Largeur partielle
de désintégration du boson de Higgs en fonction de sa masse MH .

vient avec un rapport d’embranchement à partir de 80% à 90 GeV et va ensuite
lentement avec l’augmentation de la masse du boson de Higgs où les désintégrations
en WW et ZZ vont en augmentation. Pour des masses de Higgs supérieures à
140 GeV/c2, les désintègrations en bosons vecteurs sont dominantes. Après bb̄ nous
avons les désintégrations ττ inférieures d’environ de 1 ordre de grandeur. Enfin,
dans la région de faible masse, nous avons les modes de désintégration γγ et Zγ
qui sont introduites par une boucle de WW ou tt̄. En revanche, les désintègrations
en paires de photons sont moins fréquentes car le couplage hγγ est interdit au
premier ordre, mais sont particulièrement intéressantes du fait qu’elles reçoivent
des rapports d’embranchement importantes pour un Higgs léger (mH . 150 GeV)
avec un signal assez clair (bonne résolution du calorimètre électromagnétique du
détecteur ATLAS).

En plus du rapport d’embranchement, la largeur de désintégration du boson de
Higgs varie considérablement avec sa masse MH . Pour une faible masse, la largeur
de désintégration est aussi bas que 10 MeV. Comme la masse augmente, la largeur
augmente rapidement pour atteindre 1 GeV à MH = 200 GeV et 100 GeV pour
MH = 500 GeV. La largeur de désintégration du boson de Higgs en fonction de sa
masse MH est representée dans le panneau droit de la Fig. (1.6).

1.7 Au-delà du Modèle Standard

1.7.1 Les lacunes du modèle standard

Malgré son énorme succès en décrivant la quasi totalité des données expérimen-
tales disponibles connues aujourd’hui, le modèle standard des interactions fortes et

38



électrofaible, qui intègre le mécanisme de Higgs pour la génération des masses des
bosons de jauge et des fermions, est largement considéré comme étant une théorie
effective valables qu’à des énergies actuellement accessibles. Outre le fait qu’il ne
dit rien sur la quatrième force fondamentale de la nature, la force gravitationnelle,
il souffre de quelques problèmes graves qui appellent à de nouvelles physiques à
l’échelle du TeV. Ici, nous présentons certaines de ces problèmes :

Le problème de hiérarchie des masses

Les corrections radiatives au carré de la masse M2
H du boson de Higgs sont

quadratiquement divergentes en l’échelle de coupure Λ, l’échelle à laquelle le MS
devient invalide et une nouvelle physique devrait apparaître. A une boucle, la con-
tribution des Nf fermions de masse mf ayant un couplage de Youkawa λf =

√
2mf/v

à ces corrections est de la forme :

∆M2
H = Nf

λ2
f

8π2

[

−Λ2 + 6m2
f log

Λ
mf

− 2m2
f

]

+O
( 1

Λ2

)

. (1.106)

Si nous avons choisi l’échelle de coupure Λ comme l’échelle de GUT, MGUT ∼ 1016

GeV, ou l’échelle de Planck, MP ∼ 1018 GeV, la masse du boson de Higgs qui, en
raison des contraintes expérimentales, devrait être de l’ordre de l’échelle de brisure
de la symétrie électrofaible (v ≃ 250 GeV), aura tendance à être proche de la très
grande échelle Λ et elle ainsi devient énorme. C’est ce qu’on appelle le problème
de la hiérarchie de la masse du boson de Higgs. Pour que le boson de Higgs reste
relativement léger, au moins MH < 1 TeV, nous devons ajouter un contreterme à
la masse au carré et de l’ajuster avec une précision de O(10−30), ce qui semble très
innaturel. C’est ce qu’on appelle la naturalite ou le problème du réglage fin (fine-
tuning) [5]. Ce problème est lié au problème de la hiérarchie, qui fait référence au
fait qu’il n’y a pas d’explication dans le MS pourquoi l’échelle de GUT est d’autant
plus grande que l’échelle électrofaible, Λ≫ v.

Le problème de d’unification

La représentation mathématique du MS est le produit direct de trois groupes
de jauge distincts SU(3)C ⊗ SU(2)L⊗U(1)Y , mais avec des constantes de couplage
différentes et ne fournit pas une unification des interactions électrofaibles et fortes.
On s’attend à ce que cette unification se produit à une échelle d’énergie beaucoup
plus grande, où un groupe de jauge unique, par exemple SU(5) ou SO(10), peut
décrire les trois forces dans une grande théorie unifiée plus fondamentale. Sur la base
des mesures effectuées jusqu’ici, l’extrapolation des constantes de couplage mesurées
à des énergies plus élevées en utilisant les équations du groupe de renormalisation
montrent que ces couplages ne se rencontrent pas une valeur commune et donc il
n’y a pas de vraie unification des couplages de jauge du MS. C’est ce qu’on appelle
aussi le problème de l’unification.
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Figure 1.7 – Corrections à une boucle du carré de la masse du boson de Higgs (a)
dûe au fermion, (b) dûe au boson scalaire.

Le problème de l’énergie noire et de la matière noire

Le MS est capable d’expliquer seulement 4% de la matière présente dans l’u-
nivers. Des observations cosmologiques indique qu’environ 24% de 96% de la matière
manquante devrait être la matière noire, tandis que le reste devrait être l’énergie
noire. La matière noire se comporte exactement comme l’autre matière que nous
connaissons, mais elle interagit faiblement avec les champs du MS. L’énergie noire
est une densité d’énergie constante pour le vide. Bien que nous ayons connu cela
expérimentalement, le MS ne peut pas expliquer la quantité de matière noire.

Oscillation des neutrinos

Parmi les majeurs observations qui ne sont pas expliquées dans la théorie du
MS on cite le problème d’oscillation des neutrinos qui exige à les considérer massifs.
L’extension la plus minime du MS serait donc d’ajouter des neutrinos droitiers quand
on serait en mesure de d’écrire les termes de masse de Majorana pour les neutrinos.
Il est intéressant de souligner que les limites plus strictes sur l’échelle de masse des
neutrinos proviennent des mesures cosmologiques et non pas à partir des expériences
sur les neutrinos.

1.7.2 Quelques extensions du modèle standard

Donc, il ya de nombreuses raisons de croire qu’il existe une physique au-delà
du MS. Ainsi, plusieurs théories développées sur la base des lacunes du MS ont été
proposées pour couvrir ses défauts. Parmi ces théories nous avons :

La supersymétrie

Le problème hiérarchique du MS est le plus important sur la stabilisation de
la masse du boson de Higgs. La supersymétrie (SUSY) est l’une des théories pro-
posées pour résoudre ce problème. La supersymétrie stipule que s’il y a un parte-
naire bosonique pour chaque fermion et vice-versa, les corrections quadratiques de
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la masse du boson de Higgs s’annulent. Par exemple, la correction dûe à une boucle
fermionique telle que celle montrée dans la Fig. (1.7.a) est :

∆mH = − y2
f

8π2
{2Λ2 + 6m2

f ln(Λ/mf ) + · · · } , (1.107)

où Λ est une coupure ultraviolette utilisée pour représenter l’échelle à laquelle le MS
reste valide, i.e. l’échelle à laquelle la nouvelle physique apparraît. On voit donc que
la masse du Higgs diverge quadratiquement avec Λ et, si on suppose que le MS reste
valide jusquà léchelle de Planck, MP ≃ 1019 GeV, alors Λ = MP est cette correction
est de 1030 fois plus grande que la valeur résonable du carré de la masse du Higgs, à
savoir 102 GeV2. En plus, il y a une correction similaire venant de la boucle scalaire,
telle que celle montrée dans la Fig. (1.7.b) :

∆mH =
λS

16π2
{Λ2 + 6m2

S ln(Λ/mS) + · · · } , (1.108)

où λS est le couplage quartique au boson de Higgs. En comparant (1.107) et (1.108),
on voit que les termes des contributions divergentes ∝ Λ2 sont supprimées si, pour
chaque boucle fermionique de la théorie il y a également une boucle scalaire avec
λS = 2yf et le problème de hiérarchie est techniquement résolus. Donc la théorie des
champs supersymmetriques n’a pas de divergences quadratiques. On peut généraliser
l’argument en incluant les contributions des autres particules du MS dans les cor-
rections radiatives à MH en introduisant des partenaires fermioniques aux bosons
W±/Z et au boson de Higgs, et en ajustant leur couplages avec celui du boson de
Higgs, toutes les corrections quadratiques à la masse du boson de Higgs divergentes
sont annulées.

De même, il est possible dans ce nouveau cadre de faire converger les trois con-
stantes de couplage des trois interactions du MS vers une valeur unique, à l’échelle
de grande unification ΛGUT . Comme on le voit sur le paneau gauche de la Fig.
(1.8), il a été reconnu depuis longtemps que, avec une normalisation canonique de
5/3 pour U(1)Y , les trois couplages de jauge du MS évolués selon les équations du
groupe de renormelisation ne parviennent pas à s’unifier à la même échelle sans in-
troduire une nouvelle physique, ce qui signifie souvent la mise en place de nouvelles
particules entre l’échelle électrofaible échelle et l’échelle de la grande d’unification
ΛGUT . Cependant, comme il est montré dans le paneau de droite de la Fig. (1.8),
lorsqu’on fait inclure les particules supersymétriques dans l’évolution des couplages,
ils convergent at exactement à la même échelle d’énergie 2× 1016 GeV [41, 42].

Les modèles de dimensions supplémentaires

Les modèles de dimensions supplémentaires fournissent également un moyen de
résoudre le problème de hiérarchie. L’essence de ce modèle est que la faiblesse ap-
parente de la gravité à des échelles de longueur macroscopique est due à la présence
de dimensions supplémentaires. L’idée de ces modèles provient des théories des su-
percordes, qui incluent des dimensions supplémentaires, en se basant sur l’hypotese
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Figure 1.8 – Comparaison à l’ordre le plus bas de la convergence des couplages de
jauge dans le MS et dans le MSSM [105].

disant que les dimensions supplémentaires sont compacts (la géométrie de l’espace
est le produit de quatre dimensions de Minkowski avec un cercle). Par exemple, une
dimension supplémentaire peut être fini de sorte que le déplacement le long de cette
dimension nous ramène à notre emplacement d’origine, comme se deplacer autour
d’un cercle . Cela signifie qu’à chaque point de l’espace-temps, il existe un cercle sup-
plémentaire de rayon Rc, orthogonal à tous les quatre dimensions d’espace-temps.
Une conséquence importante de cette compactification est la quantification de la
composante dynamique le long de la dimension supplémentaire. Prenons l’exem-
ple d’une dimension supplémentaire, le volume de la dimension supplémentaire est
2πRc et ainsi toutes les fonctions d’onde doivent être périodiques sous y → y+2πRc,
c’est-à-dire :

Φ(xµ, y) =
1

2πRc

n=+∞∑

n=−∞
φn(xµ)e

iny
Rc . (1.109)

Maintenant ce champ à cinq dimensions sans masse satisfait l’équation de Klein-
Gordon :

(∂2
t −∇2 − ∂2

y)Φ(xµ, y) = 0 . (1.110)

La combinaison de ces deux équations donne :

(∂2
t −∇2 − n2

R2
c

)φ(xµ) = 0 . (1.111)

Il s’agit d’une équation de Klein-Gordon pour un champ scalaire de masse M = n2

R2
c
.

Ici n est le nombre quantique discret qui correspond à l’impulsion quantifiée dans
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la cinquième dimension compacifiée. Cela nous donne un exemple de le reduction
de "Kaluza-Klein". Les idées de compactification et la réduction de Kaluza-Klein
forment la base de tous les modèles de dimensions supplémentaires. Les plus pop-
ulaires et les plus utilisés dans les recherches actuelles il y a le modele de Arkani
Hamed-Dimopuolos-Dvali (ADD), Randall-Sundrum (RS).

De nombreux modèles de dimensions supplémentaires ont été établis par la suite
à la base des idées de compactification et la réduction de Kaluza-Klein pour ex-
pliquer les phénomènes de dimension supplémentaires et résoudre le problème de
la hiérarchie. Malheureusement, en commun avec la plupart des propositions de la
physique au-delà du MS, une prédiction de la plupart de ces théories est une très
grande valeur pour la densité d’énergie du vide ou constante cosmologique, ce qui
est en contradiction avec la très faible valeur calculée par les cosmologistes.

Le modèle de la technicouleur

Il y a également le modèle de la technicouleur proposé par Farhi et Susskind.
Ce modèle inspiré de la QCD est basé sur l’hypothèse disant que la brisure spon-
tanée de la symétrie électrofaible dans le MS est dû à un condensat de fermions en
interaction forte plutôt qu’au secteur de Higgs qui est absent dans ce modèle. La
technicouleur, postule donc l’existence d’une nouvelle interaction forte dictée par une
symétrie de jauge non-abélienne SU(N)T dont l’échelle d’énergie est de l’ordre de
TeV. Cette force de technicouleur est asymptotiquement libre, mais elle confine des
techni-fermions à des énergies inférieures à environ 1 TeV, à l’instar de la QCD qui
confine les quarks en-deça de 1 GeV. Le rôle du Higgs est joué par un état composé
de techni-méson et l’on parle d’une brisure dynamique de la symétrie électrofaible.
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Chapitre 2

Théorie des champs conformes et
théories effectives

Comme il est dit dans l’introduction, le modèle des Unparticles est considéré
comme étant une théorie effective des champs invariante conforme à quatre dimen-
sions, il est donc judicieux de passer en revue de quelques aspects de base des
théories quantique des champs conformes et ses implications concernant les théories
des champs classiques et quantiques et par la suite de l’approche des théories des
champs effective et présenter ces techniques et élements principaux.

2.1 Théorie quantique des champs conformes

Nous allons rapidement présenter uniquement les éléments très essentiels des
théorie des champs conformes à quatre dimensions dont nous avons besoin par la
suite, sans faire aucune tentative pour donner une image complète de ce sujet plutôt
vaste. Les développements n’ont pas leurs places ici et le lecteur intéressé est renvoyé
à l’abandante littérature consacrée à ce sujet. Il est donc conçu comme une entrée
facile pour le reste de la thèse et résume les connaissances que l’on retrouve dans
de nombreux manuels sur les théories conformes. Le coeur de la discussion porte
alors sur les conséquences de l’action de ce groupe de symétrie sur la structure des
fonctions de corrélation des théories de champs invariantes conformes et de montrer
son impact sur la théorie des Unparticles à travers la structure des propagateurs
ainsi que celle de l’espace de phase.

2.1.1 Les transformations conformes dans l’espace
de Minkowski

Considérons l’espace-temps de MinkowskiMD de dimensionD muni de la métrique
ηµν = diag(−1, 1, · · · , 1). Sous une transformation générale des coordonnées, f : x→
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x′, le tenseur métrique se transforme comme :

ηµν(x) 7−→ η′
µν(x′) =

∂xα

∂x′µ
∂xβ

∂x′ν ηαβ(x) . (2.1)

La transformation f est dite conforme, si elle laisse la métrique invariante à un
facteur d’échelle local près Ω(x) > 0 :

η′
µν(x′) = Ω(x)ηµν(x) . (2.2)

Le nom conforme découle du fait que ces transformations préservent les angles entre
deux vecteurs, mais ils peuvent changer leurs longueurs respectives. La relation (2.2)
est équivalente à :

ds′2 = Ω(x)ds , (2.3)

nous disons que la transformation conforme préserve la structure du cône de lumière.
Cela exclut la symétrie conforme comme étant une symétrie d’une théorie impliquant
des particules massives. Si des particules massives sont inclus, la condition Ω(x) = 1
doit être imposée qui restreint la symétrie du sous-groupe de Poincaré. L’ensem-
ble de transformations conformes sont obtenues en résolvant l’ensemble d’équations
différentielles correspondant à ce qui suit :

Ω(x)ηµν(x) =
∂xα

∂x′µ
∂xβ

∂x′ν ηαβ(x) . (2.4)

Pour ce faire, considérons la transformation infinitésimale suivante :

x′µ = xµ + εµ(x) , (2.5)

qui mène à la condition suivante :

∂ν ε
µ(x) + ∂µ ε

ν(x) = f(x)ηµν , (2.6)

où f(x) = Ω(x)− 1. Les équations (2.6) donnent :

(D − 2)∂α∂βf(x) = 0 , (2.7)

∂µ∂ν εα(x) =
1
2

(D − 2)∂αf(x) . (2.8)

Pour chaque solution de l’Eq. (2.6) correspond une tronsformation conforme in-
finitésimale. Donc pour D = 2, l’Eq. (2.6) admet une infinité de solutions, par
conséquent le groupe conforme est de dimension infinie. Par contre, lorsque D ≥ 3,
f(x) est au plus lineaire en x et, par conséquent, εµ(x) est au plus quadratique
en x. Ces transformations forment donc un groupe conforme de dimension finie. La
solution générale pour εµ(x) satisfaisant les contraintes (2.7) et (2.8) est de la forme
suivante

εµ = aµ + ωνµxν − λxµ + cν(2xµxν − ηµνx2) . (2.9)

Dans l’Eq. (2.9), chaque paramètre correspond à une transformation infinitésimale,
x′µ = xµ + εµ(x), bien définie. Ordonnons les différents cas comme suivant :
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– εµ = aµ D + 1 translations.
– εµ = λxµ 1 transformation d’échelle (dilatations).
– εµ = ωνµxν

1
2
D(D + 1) rotations.

– εµ = cν(2xµxν − ηµνx2) D + 1 transformations conformes spéciales.
Les transformations finies qui leur sont correspondantes sont respectivement :

x′µ = xµ + aµ Ω(x) = 1 ,

x′µ = xµ + ωνµxν Ω(x) = 1 ,

x′µ = xµ + λxµ Ω(x) = λ−2 , (2.10)

x′µ =
xµ − cµx2

1− 2c.x+ c2x2
Ω(x) = (1− 2c.x+ c2x2)2 ,

et les générateurs du groupe conforme correspondant à chaque transformation de
(2.10) sont respectivement :

Pµ = −i∂µ translations ,

D = −ixµ∂µ dilatations ,

Mµν = i(xµ∂ν − xν∂µ) rotations , (2.11)

Kµ = −i(2xµx
ν∂ν − x2∂µ) TCS ,

vérifient l’algèbre de Poincaré suivante :

[Mµν ,Mρσ] = −i[gµσMνρ + gνρMµσ − gµρMνσ − gνσMµρ] ,

[Pρ,Mµν ] = i[gµρPµ − gµρPν ] , (2.12)

[Pµ, Pν ] = 0 ,

ainsi que les relations de commutation additionelles suivantes pour la fermiture de
l’algèbre conforme :

[Kρ,Mµν ] = i[gµρKµ − gµρKν ] ,

[Pµ, Kν ] = −2i[gµνD +Mµν ] ,

[D,Pµ] = −iPµ , (2.13)

[D,Kµ] = −iKµ ,

[D,Mµν ] = [Kµ, Kν ] = [D,D] = 0 ,

Il est possible de mettre l’algèbre dans une forme plus simple, en définissant les
générateurs tels que :

Jµν = Mµν ,

J−1,µ =
1
2

(Pµ −Kµ) ,

J−1,0 = D , (2.14)

J0,µ =
1
2

(Pµ +Kµ) ,
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où Ja,b = −Jb,a et a, b ∈ {−1,−1, ..., D}. Une simple manipulation en utilisant les
Eqs. (2.13) montre que :

[Jab, Jcd] = i(ηadJbc + ηbcJad − ηacJbd − ηbdJac) . (2.15)

Donc l’algèbre du groupe conforme C(1, D− 1) est localement isomorphe à celle du
Lorentz groupe SO(D, 2).

2.1.2 Les transformations des opérateurs primaires

En TQC conforme, les opérateurs sont généralement classés par des nombres
quantiques du sous-groupe SO(4, 2). Ces opérateurs locauxO(x) se caractérisent par
le fait qu’ils sont annihilés par le générateur des transformation conforme spécial Kµ

en x = 0. Ainsi, les opérateurs O(x) se transforme sous le le sous-groupe SO(3, 1)⊗
D⊗T4 ⊂ SO(4, 2) laissant invariant x = 0 (ce qui inclut la sous algèbre Mµν , D,Kµ)
comme suit :

[Mµν ,O(0)] = ΣµνO(0) ,

[D,O(0)] = idO(0) , (2.16)

[Kµ,O(0)] = 0 .

Les opérateurs qui se transforment comme (2.16) sont qualifiés d’opérateurs pri-
maires. Lorsque tous les opérateurs primaire sont connus, le reste du contenu du
champ est obtenue par application de dérivés ∂O ; les opérateurs obtenus de cette
manière sont appelés opérateurs déscendants. En suivant cette procédure, l’action
des générateurs conformes sur un opérateur primaire quelconque O(x) est donnée
par :

PµO(x) = −iPµO(x) , (2.17)

DO(x) = (−ixµ∂µ + d)O(x) , (2.18)

MµνO(x) = [i(xµ∂ν − xν∂µ) + Σµν ]O(x) , (2.19)

KµO(x) = [kµ − 2ixµx
ν∂ν + 2xµd+ ix2∂µ − xνΣµν ]O(x) , (2.20)

où d et Σµν sont la dimension d’échelle et matrice de spin du champ φ(x) respec-
tivement. Par exemple pour un champ scalaire Σµνφ = 0, pour un champ spinoriel
Σµνψ = i

4
[γµ, γν ]ψ et pour un champ vectoriel ΣµνV

̺ = gν̺V
µ−gµ̺V

ν . Le paramètre
d est appelé la dimension d’échelle et il spécifie la transformation du champ sous les
dilatations. Dans une théorie libre (ie, au niveau classique) la dimension d’échelle
coincide avec la dimension canonique dO = ∆[O] qui est fixé par l’exigence que l’ac-
tion de la théorie est sans dimension. Dans les théories quantiques renormalisables
les effets de renormalisation, cependant, détruisent l’invariance d’échelle et on a en
général dO 6= ∆[O] et la différence γ = dO−∆[O] est appelée la dimension anomale.
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2.1.3 Le tenseur énergie-impulsion

En TQC, les symétries continues sont reliées aux courants conservés, selon le
théorème de Noether. Le tenseur énergie-impulsion canonique est le courant conservé
associé à l’invariance par translation dont l’expression est donnée par :

Tµν =
δL
δ∂µΦ

∂νΦ− gµνL , (2.21)

et les charges conservées (P 0, P i) :

P µ =
∫

d3xT µ0 . (2.22)

Les courents de dilatation Dµ et de TCS Kµν prennent les formes suivantes :

Dµ(x) = xνTµν(x)− dΦ
∂L

∂(∂µΦ)
, (2.23)

Kµν(x) = 2xνx̺T̺ν(x)− x2Tµν(x)− ∂L
∂(∂µφ)

(2dΦxν + 2ix̺Σ̺ν)Φ . (2.24)

Remarquons le fait
∂νKµν(x) = 2xµ∂Dν(x) + Vµ , (2.25)

où

Vµ = −2dΦ
∂L

∂(∂νΦ)
+ 2i

∂L
∂(∂µΦ)

ΣµνΦ , (2.26)

ce qui montre que la divergence des courrents de dilatation et de TCS ne sont pas
nulles et par suite ces symetries sont approximatives. Dans le cadre d’une théorie
des champs conforme renormalisable, il est possible de définir un tenseur énergie-
impulsion conforme Θµν de la manière suivante :

Θµν = Tµν + ∂̺Σµν̺ , (2.27)

avec Σµν̺ = −Σ̺νµ. Ainsi, les courants associés à la dilatation et transformations
conformes spéciales prennent une forme remarquablement simple :

Dµ(x) = xνΘµν(x) , (2.28)

Kµν(x) = 2xνx̺Θ̺ν(x)− x2Θµν(x) . (2.29)

conduisant aux charges conservées :

D =
∫

d3xxνΘ0ν(x) , (2.30)

Kµ =
∫

d3x(2xµx̺Θ̺0(x)− x2Θ0µ(x)) . (2.31)
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et la reletion (2.25) devient :

∂νKµν(x) = 2xµ∂Dν(x) , (2.32)

ce qui motre que l’invariance sous une dilatation conduit nécessairement à l’invari-
ance conforme. D’après les Eqs. (6.41) et (6.58), il est évident que les courants de
dilatation et de TCS conformes sont conservés si et seulement si le tenseur énergie-
impulsion amélioré Θµν est de divergence et trace nulles :

Θµν(x) = Θνµ(x), ∂µΘµν(x) = 0, gµνΘµν = 0 . (2.33)

De même, l’Eq. (2.32) montre que l’invariance conforme est assurée si l’invariance
d’échelle l’en est égallement.

2.1.4 Fonctions de corrélation à deux points des opérateurs
primaires

Une des caractéristiques les plus marquantes de l’invariance conforme, c’est que
la forme des fonctions de corrélations des champs primaires de la théorie est bien
déterminée. Rappelons que les fonctions de corrélation euclidiennes de n champs
primaires sont défini par l’intégrale de chemin comme suivant :

〈Φ(x1) · · ·Φ(xn)〉 =
1
Z
∫

D[Φ]Φ(x1) · · ·Φ(xn)e−S[Φ] ,

où la fonction de partition Z est obtenue par l’intégrale de chemins suivante :

Z =
∫

D[Φ]e−S[Φ] . (2.34)

Pour une fonction de corrélation à deux point, l’hypothèse de l’invariance conforme
de l’action S[Φ′] = S[Φ] et de la mesure d’intégration D[Φ′] = D[Φ] (condition
essentielle d’invariance d’une théorie) mène à :

〈Φj1(x1)Φj2(x2)〉 =

∣
∣
∣
∣
∣

∂x′

∂x

∣
∣
∣
∣
∣

d1/D

x=x1

∣
∣
∣
∣
∣

∂x′

∂x

∣
∣
∣
∣
∣

d2/D

x=x2

〈Φj1(x′
1)Φ

j2(x′
2)〉 . (2.35)

où di = ∆(Φji) est la dimension d’échelle du champ Φji et ji est le spin correspon-
dant. Les fonctions de corrélation à deux points des champs primaires ne sont pas
nulles que si les deux champs ont la même dimension d’échelle d = ∆(Φji) et les
mêmes spin (j1, j2). En utilisant les proprietés de transformation des champs pri-
maires vue dans la section précedente, les fonctions de corrélation à 2 points des
champs primaires scalaire φ et spinoriel ψ de dimension d’échelle ds = ∆(φ) et
df = ∆(ψ) ont les formes suivantes :

〈φj1(x)φj2(0)〉 = Cs
δj1j2

(2π)2

1
(x2)ds

, (2.36)

〈ψj1(x)ψ
j2(0)〉 = Cf

δj1j2

(2π)2

γµxµ

(x2)df +1/2
, (2.37)
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où γµ sont les matrices de Dirac. En utilisant ces deux relations, les fonctions de
corrélation à deux points pour les champs primaires vectoriels Vµ et tensoriel Tµν

de dimensions d’échelle respectivement dv = ∆(Vµ) et dt = ∆(Tµν), vérifiant la
condition de transversalité xµVµ = xµTµν = 0 sont données par [43] :

〈V j1
µ (x)V j2

ν (0)〉 = Cv
δj1j2

(2π)2

Iµν(x)
(x2)dv

, (2.38)

〈T j1
µν(x)T j2

ρσ(0)〉 = Ct
δj1j2

(2π)2

(

Iµρ(x)Iνσ(x)− 1
D
gµνgρσ

)

± µ←→ ν

(x2)dt
, (2.39)

avec Iµν(x) = gµν − 2xµxν/x
2 déterminée par les l’invariance sous les TCS.

Les coefficients Ci qui apparaissent dans les expressions ci-dessus sont des con-
stantes de normalisation. L’unitarité est une partie importante des axiomes de
Wightman, et signifie la positivité de la densité spectrale des corrélateurs non or-
donnés dans le temps dans l’espace de Minkowski. Appliquée aux fonctions à deux
points, exige que les constantes Ci > 0. De même, les conditions de l’unitarité pour
chaque type de champ primaire invariant de jauge (scalaire, spinoriel, vecteuriel
ou tenseuriels antisymétrique ou symétriques de trace nulle) impliquent des bornes
inférieures sur les dimensions d’échelle correspondantes [45] :

d ≥ j1 + j2 + 2− δj1j2,0 . (2.40)

Par consequent, les champs scalaires φ, spinoriels ψ, vectoriels Vµ et tensoriels Tµν

doivent avoir des dimensions d’échelle suivantes :

ds ≥ 1 (champ scalaire) , (2.41)

df ≥ 3/2 (champ spinoriel) , (2.42)

dv ≥ 3 (champ vectoriel) , (2.43)

dt ≥ 4 (champ tensoriel) . (2.44)

En particulier, les cas pour lesquels ds = 1 et df = 3/2 impliques que les champs
corespondants obeissent aux équations des champs libres. De même, si nous im-
posons une condition supplémentaire telle que ces champs vectoriels et tensoriels
sont des courants conservés, c-à-d vérifient les equations de conservation ∂µVµ = 0
et ∂µTµν = 0, nous constatons que dv et dt doivent avoir les valeurs canoniques
dv = 3 et dt = 4 respectivement. Ces contraintes peuvent également être obtenus
d’une manière très physiquement transparente (c-à-d dans un cadre moins formel)
en exigeant les conditions de l’unitarité des amplitudes de diffusion des particules
couplées faiblement à une théorie invariante sous les TCS et en étudiant la positivité
des sections efficaces totales en utilisant le théorème optique [53].

2.1.5 Groupe de renormalisation en TQC conformes

Il est important de noter que l’invariance conforme au niveau quantique en
général ne résulte pas de l’invariance conforme au niveau classique. En effet, en
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théorie classique des champs, la préservertion de linvariance conforme est liée à l’an-
nulation de la trace du tenseur énergie-impulsion amélioré Θµ

µ. Dans une théorie
quantique des champs renormalisable, cette condition ne peut pas être conservée.
En raison de l’apparition de divergences ultraviolettes (UV), il faut définir la théorie
avec une coupure µ. Toute régularisation qui préserve la covariance de Poincaré brise
inévitablement la dilatation et par conséquent la symétrie conforme spéciale. Cela
implique que le tenseur énergie-impulsion amélioré Θµν renormalisé reste symétrique
et de divergence nulle, mais sa trace ne disparaît pas [47]. La brisure de la symétrie
classique due à des effets quantiques est appelée une anomalie. Etant donnee que la
theorie est renormalisable, les fonctions de Green Gn(x1, · · · , xn;µ, g) de n opéra-
teurs de dimensions anomales γi(g, µ) d’une théorie des champ renormalisable sat-
isfont l’équation de Callan-Zymanzik :

(

µ
∂

∂µ
+ β(g)

∂

∂g
+

n∑

i=1

γi(g, µ)

)

Gn(x1, · · · , xn;µ, g) = 0 , (2.45)

où µ est l’échelle de renormalisation, g est la constante de couplage de la théorie et
β(g) est la fonction beta décrivant la variation du couplage g sous un changement
d’échelle µ→ µ+ δµ :

δg → β(g)
δµ

µ
, (2.46)

ce qui implique que le tenseur énergie-impulsion amélioré s’écrit comme :

Θµ
µ = β(g)

∂

∂g
L , (2.47)

Donc l’invariance d’échelle d’une théorie quantique est directement liée à l’annula-
tion de la fonction beta. Autrement dit, une théorie classique invariante d’échelle
préserve aussi cette symétrie au niveau quantique si β = 0. Il est important de noter
que dans le cas des théories classiques invariante conforme, la condition β = 0 as-
sure seulement la préservation de l’invariance d’échelle au niveau quantique. Dans les
théories quantiques des champs locales à quatre dimensions, l’invariance d’échelle est
toujours supposée impliquant l’invariance conforme. Cela est du au fait que jusqu’à
maintenant aucun exemple de théories n’est trouvé prouvant le contraire. Il n’y a pas
d’exemples connus de théories unitaires en 4D qui sont invariantes d’échelle, mais
pas invariantes conforme, et il est tout à fait possible que ces théories ne peuvent
pas exister.

2.2 Théories des champs effectives

En physique des particules, généralement on a affaire à des problèmes impliquant
des échelles d’énergie très différentes, allant de 100 MeV à quelques dizaines de
TeV, et que la dynamique peut manifester des propriétés différentes suivant l’échelle
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d’observation. Il s’avère que pour des énergies d’observation considérées, la contri-
bution dominante aux observables physiques provient des degrés de liberté présents
à cette échelle (degrés pertinents ou visibles), et les degrés qui se rattachent aux
dynamiques relevant d’échelles d’énergie plus élevées induisent de légers effets indi-
rects qui deviennent importants avec l’accroissance de l’échelle d’observation. Ainsi
la connaissance des détails physiques exacts à chacune des échelles de la theorie n’est
pas nécessaire pour décrire les phénomènes qui se produisent à une autre échelle.
En d’autres termes, on n’a pas besoin de la théorie fondamentale pour décrire la
physique à une échelle donnée.

La façon la plus adéquate pour décrire de tels système est de considérer des
théories des champs qui mettent l’accent uniquement sur les degrés de liberté per-
tinents, et que l’effet des degrés de liberté non pertinents est considéré comme une
correction au résultat fournit par les degrés pertinents. De telles théories sont ap-
pelées théories effective des champs dont le principe de base est que la dynamique
à basse énergie (ou grande distance) ne dépend pas des détails de la dynamique a
haute énergie (ou courte distance). Cela est dû au phénomène de découplage des
échelles pertinentes. En conséquent, la physique de basse énergie peut être décrite
par un lagrangien effectif ne contenant que quelques degrés de liberté en ignorant
ceux qui sont présents aux énergies plus élevées.

Ce type de théories effectives des champs constituent un outil important lors de
l’étude des théories comportant des échelles différentes. Elles reproduisent le com-
portement IR d’une théorie plus fondamentale en dessous d’une certaine échelle
d’énergie avec l’avantage d’être beaucoup plus simple. La situation typique dans
laquelle une telle théorie des champs effective émerge et devient pertinente, c’est
quand des particules de masses très différentes se posent dans une théorie renor-
malisable. Dans ce sens, toutes les théories quantiques des champs connues jusqu’à
maintenant, sont en fait des théories effectives puisque nous ne savons pas tous les
états lourds, par exemple à l’échelle de Planck. Dans ce cadre, le modèle standard
est considéré alors comme une théorie effective,i.e. comme la limite à basse énergie
d’une théorie plus générale avec des degrés de liberté supplémentaires.

Pour rendre la situation aussi concrète que possible, i.e. en terme d’action quan-
tique effective, considérons le cas le plus simple d’une théorie quantique des champs
renormalisable caractérisée par une grande échelle de masse M . Elle pourrait être
la masse d’une particule lourde ou un certain grand moment de transfert P . La
dynamique de cette théorie est contenue dans la fonction de corrélation défini par
une intégrale fonctionnelle appelée intégrale de chemin :

〈0|Tϕ(x1)ϕ(x2)....ϕ(xn)|0〉 =
1
Z

∫

DϕeiSϕ(x1)ϕ(x2)....ϕ(xn) , (2.48)

où Z est une constante de renormalisation donnée par l’intégrale suivante :

Z =
∫

DϕeiS[ϕ] . (2.49)
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et la mesure est donnée par :

Dϕ =
∏

xi

dϕ(xi) . (2.50)

L’action S[ϕ] est une fonctionnelle de certains champs fondamentaux ϕ(x) et ses
dérivés. Pour décrire la dynamique d’un processus physique à basse énergie E ≪M
dans cette théorie, classons les degrés de liberté de la théorie en fonction de leurs
échelles de masse par rapport à une certaine échelle d’énergie de référence Λ < M
, souvent appelée seuil de l’ignorance, dans le sens où la physique aux échelles au-
dessus de Λ est inconnue, qui est souvent le cas en physique des particules :

ϕ(x) = ϕl(x) + ϕh(x) , (2.51)

où ϕl(x) contient tous les modes de Fourier pour lesquels les fréquences ω < Λ, et
ϕh(x) les modes à hautes énergies ω > Λ. Ainsi, la théorie devrait être décrite par
une action qui est la somme de trois termes :

S[ϕl, ϕh] = Sl[ϕl] + Sh[ϕh] + Sl,h[ϕl, ϕh]

=
∫

dx(Ll[ϕl] + Lh[ϕh] + Ll,h[ϕl, ϕh]) . (2.52)

En effectuant cette séparation, il devient maintenant possible de faire la description
de la dynamique d’un processus physique à basse énergie dans cette théorie impli-
quant uniquement les degrés de liberté ϕl(x). La détermination de la dépendance
en M des observables pour lesquels toutes les particules impliquées ont centre de
masse, moments et énergies E << M , consiste à isoler du problème tous les degrés
de liberté qui sont l’origine d’une dynamique accessible seulement aux échelles > Λ
. Cette élimination de ces degrés de liberté est realisée par un processuce appele
"integration out", i.e. intégrer explicitement les fluctuations quantiques qui leur sont
associées dans l’intégrale de chemin en obtenant ainsi une théorie effective valide
pour décrire les interactions des ϕl(x). A basse énergie :

〈0|Tϕl(x1)ϕl(x2)....ϕl(xn)|0〉 =
1
Z

∫

Dϕl

∫

Dϕhe
iS[ϕl,ϕh]ϕl(x1)ϕl(x2)....ϕl(xn)

=
1
Z

∫

Dϕle
iSeff [ϕl,Λ]ϕl(x1)ϕl(x2)....ϕl(xn) , (2.53)

où Seff [ϕl,Λ] est appelée l’action effective de Wilson définie par l’intégrale :

Seff [ϕl,Λ] =
∫

Dϕhe
iS[ϕl,ϕh] , (2.54)

et qui dépend du choix de l’échelle de coupure Λ. En raison du principe d’incertitude
et du fait que les fluctuations associées aux champs ϕh ont été supprimées, l’action
Seff [ϕl,Λ] est non locale par rapport à l’espace-temps (comme Λ≪M alors ∆x ∼
1
Λ
6= 0). Donc par le processus de développement en produit d’opérateurs de Wilson,
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on peut faire le développement en terme d’une série infini d’opérateurs locauxO(di)
i ≡

Oi[ϕl, ∂ϕl] composés de champs légers ϕl et leurs dérivés. Ce développement est
toujours possible car par construction on a E ≪ Λ. On obtient alors le résultat
suivant :

Seff [ϕl,Λ] = S0[g∗,Λ] +
∑

i

∫

dDxCiOi

=
∫

dDxLeff , (2.55)

où S0[g,Λ] = S[ϕl] est l’action libre correspondante à g∗ = 0 (point fixe trivial de la
théorie), donc :

Leff = Lϕl
+
∑

i

CiOi , (2.56)

où Ci sont des coéfficients du développement appelés coefficient de Wilson et Leff

est le lagrangien effectif qui est une somme infinie des opérateurs Oi autorisés par
la symétrie de la théorie à basse énrgie.

Le comportement d’échelle de ces coefficients depend de la dimension canonique
(en unite de masse) des opérateurs di = [Oi]. Alors le couplage Ci à la dimension
di −D et on a :

Ci ∼
1

Λdi−D
. (2.57)

Selon l’Eq. (2.57) le comportement dans IR, i.e., l’échelle Λ est prise à l’infini, des
opérateurs dans le développement (2.56) peuvent être classés en trois groupe suivant
la valeur de di −D comme suivant :
1)Les opérateurs pour lesquelles di−D < 0, alors dans l’IR ces opérateurs deviennent
plus importants (super renormalisable), et sont appelés pertinents.
2)Les opérateurs pour lesquelles di − D = 0 sont aussi important dans l’IR qu’à
l’UV. De tels opérateurs sont appelés marginaux (renormalisable).
3)Les opérateurs pour lesquels di−D > 0, deviennent de moins en moins important
à basse énergies (non renormalisable).

Par conséquent, la physique à basse énergie est sensible par la théorie à haute
énergie seulement à travers les couplages pertinents et marginaux. Il s’en suit que
seul un nombre fini d’opérateurs dont la dimension di ≤ D sont importants à basse
énergies. Cette structure particulière des effets de la dynamique de haute énergie
sur la physique de basse énergie est connu sous le nom de découplage.

Avans de finir cette section, notons que les interactions super renormalisable di <
D posent des problèmes, puisque leurs couplages sont généralement grands, d’ordre
ΛD−di . Les termes de masse d’ordre Λ2, cependant décrivent des particules qui ne
peuvent faire partie de la théorie effective. Donc les interactions super renormalisable
devraient être protégée par des symétries afin d’éviter le problème d’hiérarchie de
masse, on dit que seuls ces degrés de liberté sont visibles.
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Chapitre 3

Le Modèle des Unparticles :
Un exemple de nouvelle physique.

Tout au long de ce chapitre, nous allons donner un aperçu des éléments de base
de la théorie de Georgi [19] des Unparticles et le cadre théorique dans lequel cette
extension du MS prend place. Nous mettons l’accent en particulier sur la forme de
l’espace de phase ainsi que les propagateurs qui jouent un rôle détarminant dans la
phénomenologie.

3.1 Introduction

Le concept de particule a joué un rôle fondamental dans la physique théorique
des hautes énergies. Dans cette discipline, la théorie des champs et les symétries
continues constituent les deux outils de base. En effet, toute description cohérente de
l’interaction des particules n’est possible que dans le cadre des théories quantiques
des champs quadridimensions. Dans ces théories, les particules élementaires sont
associées à des représentations unitaires irruductibles du groupe de Poincaré, qui est
un groupe de symétrie de l’espace-temps de Minkowski. La création de ces particules
à partir de "l’énergie" peut être comprise qualitativement en termes de la fameuse
équation d’Einstein E = mc2, ou comme il l’écrivit initialement, m = E/c2. Cette
équation suggère que l’énergie E et la masse m de la particule sont en quelque sorte
liées, ou peut-être sont une même chose.

Cette importance des symétries dans la définition d’une TQC peut nous pousser
à introduire de nouvelle symétries, auxquelles sont associées de nouvelle particules.
On peut donc élargir le concept de particules en constatons le fait que le groupe
de Poincaré ne constitue pas une symétrie globale de l’espace-temps de Minkowski,
mais il peut être un groupe beaucoup plus large, c’est le goupe conforme. Un ex-
emple particulier est l’état réalisé par des théories des champs invariante conforme
(ou probablement invariant d’échelle). Donc, il existe une possibilité pour éten-
dre le concept de particules, et ce en essayant d’associer ces nouvelles particules
à des représentations du groupe conforme. Mais le cas idéal de telle théories est
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très rarement rencontré en physique et en particulier en physique des particules ce
qui nous fait penser dès le premier coup à supposer l’existence d’un nouveau type
de particules dont la nature est susceptible d’être différente de celle des particules
ordinaires.

En général, les théories des champs invariante conformes sont de masse nulle et
la plupart d’entre elles, qu’elles soient classiques où quantiques sont de dimension
deux. Ces théories occupent une position centrale dans la physique théorique à basse
et moyenne énergie et jouissent des proprietés très puissante parce que le groupe
conforme est de dimension infini.

Bien que les transformations conformes sont bien comprises en mathématiques,
ce n’est pas le cas dans l’étude des théorie conforme à quatre dimensions qui pose
un problème fondamental, car certaines des questions les plus intéressantes restent
toujours sans réponse et aucun progrè considérable a été réalisé au fil des années sur
les théories de champs conformes à quatre dimensions. La signification physique de la
transformation conforme dans un espace de Minkowski de dimension D > 2 est loin
d’être claire, de plus la dimension quatre trouve une interprétation ambigue dans le
cadre de la TQCC. C’est la raison pour laquelle beaucoup de physiciens théoriciens
croient que l’invariance conforme à quatre dimensions n’a pas de sens physique et
par conséquent ne devraient pas jouer "aucun" rôle dans la physique des particules !.
Alors, quel est le problème ? Eh bien, en dehors de l’algèbre de Poincaré, nous ne
pouvons pas dire que l’algèbre (invariance) conforme est réalisée dans la nature.

En effet, une théorie quantiques des champs à quatre dimensions invariante con-
forme ne peut interpréter la matière en termes de particules ordinaires telles que
celles décrites par le modèle standard, du faite qu’elle exige que le spectre de masse
soit continu ou nul. Pour voir cela, partons du commuateur :

[iD, P a] = P a, e−iαDP 2eiαD = e−2αP 2 . (3.1)

où P et P 2 sont respectivement les opérateur et l’opérateur de masse. Donc, si |P 〉
est un état à une particule de masse m, P 2|P 〉 = m2|P 〉, alors l’état |P̃ 〉 = e−iαD|P 〉
à une masse P 2|P̃ 〉 = e2αm2|P̃ 〉 c’est-à-dire m̃2 = e2αm2. Si nous supposons que
l’invariance d’échelle n’est pas spontanement brisée ; e−iαD|0〉 = |0〉 alors on conclut
donc |P̃ 〉 = e−iαDa+(p)|0〉 ∝ a+(eαp)|0〉. Cela signifie que l’état |P̃ 〉 est un quantum
du même champ que l’état |P 〉 mais avec un moment mis à l’échelle, c-à-d, en
vertu de l’invariance conforme, les deux états doivent appartenir au même espace
de Hilbert. Par conséquent, de l’équation (1.24), l’invariance conforme implique que
le spectre de masse est soit continue ou toutes les masses sont nulles ! Afin d’éviter
cette conclusion physiquement absurde, la symétrie conforme doit être explicitement
ou spontanément brisée (mathématiquement ce problème est équivalent au fait que
P 2 n’est pas un opérateur de Casimir). Notez cependant, que si le vide n’était pas
unique, alors l’état |P̃ 〉 appartiendrait à un espace de Hilbert différent de celui de
l’état |P 〉 et notre conclusion pourrait être évitée. En effet, si le vide n’est pas
invariant d’échelle alors :

e−iαD|0〉 ≡ |0̃〉 = e−iαf(a,a+)|0〉 , (3.2)
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où f dépend du modèle spontanément brisé qu’on utilise. Dans ce cas nous avons :

|P̃ 〉 = e−iαDa+(p)|0〉
= e−iαDa+(p)eiαDe−iαD|0〉
= ed(a)a+(eαdp)|0̃〉 , (3.3)

où d(a) est la dimension d’échelle de l’opérateur a. Clairement, |P̃ 〉 appartient à
un espace de Hilbert généré par le nouveau vide |0̃〉, i.e., il a un quantum d’un
champ différent. Cela signifie que |P 〉 et |P̃ 〉 ne sont pas dans un même multiplet
(représentation).

De tels objets ne sont pas donc régies par une relation de dispersion comme pour
une particule ordinaire de masse m et d’impulsion p, p2 = m2, mais plutôt par un
paramètre d’échelle d appelé "dimension d’échelle". Ainsi, les champs dans de telles
théories n’ont pas une interprétation de particules évidente.

Toutefois, un physicien de Harverd H. Georgi [19], en s’inspirant de l’idée de l’ab-
sence d’une relation de dispersion et l’existence d’une dimension d’échelle générale-
ment non entière, a fait une suggestion intéressante pour une identité qui n’est pas
une particule, baptisée Unparticle, décrite par un champ invariant conforme U de
dimension d’échelle dU . C’est une identité qui ne jouit pas de la masse comme l’une
de ses propriétés intrinsèques, et au lieu de cela, sa propriété cinématique est définie
par sa dimension d’échelle, dU , qui est généralement un nombre fractionnaire. Il
a proposé un scénario, contrairement à celui posé par le modèle standard et de
ses extensions, en montrant comment une telle identité pourrait apparaître comme
un degré de liberté d’une théorie fondamentale invariante conforme à une certaine
échelle d’énergie ΛU , où la notion de masse est remplacée par un paramètre d’échelle
dU .

Comme nous l’avons vu précédement, l’invariance conforme implique également
linvariance d’échlle, nous pouvons considérer ce groupe comme étant le vrai groupe
de symetrie pour les Unparticles, et c’est la raison pour laquelle je me suis intéressé
dans cette thèse à la formulation de la théorie des Unparticles en tant que théorie
invariante conforme. Nous allons montré de quelle manière l’étude de ce modèle peut
être ramenée à celle d’une théorie des champs effective invariante conforme à une
certaine échelle d’énergie de l’ordre de TeV, et nous discutons après le lagrangien
effectif Leff reliant le secteur des Unparticles à celui du modèle standard. Nous
inspirons principalement par l’article fondateur [19].

3.2 Le schéma de Georgi

Dans son modèle, H.Georgie a considéré la théorie de Banks-Zaks [48] pour mod-
éliser les Unparticles. C’est une théorie de jauge non abélienne avec un nombre NF

de fermions sans masse choisi de telle sorte qu’un point fixe infrarouge émerge. Les
propriétés de ce type de théorie dépend fortement du nombre de fermions de saveur
NF .
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Le schéma de Georgi est basé sur le fait de l’existence d’un secteur connecteur
chargé par rapport au MS et au secteur caché (nouvelle physique), caracterisé par
des états médiateurs φ de masse lourde M , qui servent de pont entre les deux
secteurs. Le secteur connecteur est introduit just pour paramétrer notre ignorance
de la nouvelle physique à haute énergie qui peut être paramétrisée par le Lagrangien
le plus général que lon puisse construire comme suivant :

L ⊃ LSM + LBZ + Lint ,

où L[OSM ] est le lagrangien du secteur visible (MS) formé par des opérateurs champs
du MS invariants de jauge OSM , L[OBZ ] est celui du secteur caché, qui se compose
des opérateurs champs OBZ du modèle de Banks-Zaks et Lint est le Lagrangien
impliquant les opérateurs champs des deux secteurs et décrivant l’interaction entre
eux via le secteur connecteur.

A basse énergie, cela conduit généralement à une théorie effective où les deux
secteurs interagissent seulement par des interactions de contact représentées par des
opérateurs de dimensions supérieures supprimés par la masseM du champ médiateur
φ. Donc, l’interaction pertinente entre les deux secteurs peut être reproduite par une
théorie des champs locale effective dont la forme est donnée par :

L =
1

MdSM +dBZ −4
U

OSMOBZ . (3.4)

Cette interaction entre les deux secteurs reste pour le moment générique et la forme
exacte des opérateurs ne sont pas exactement connus. Il est supposé que leurs pro-
priétés algébriques et structures de Lorentz associées ressemblent à celles des partic-
ules classiques, c’est-à-dire on peut s’attendre à des Unparticles scalaires, fermion-
iques, ..., etc.

L’analyse de la stabilité du point fixe IR montre qu’à quatre dimensions l’inter-
action (3.4) devient marginale. Les opérateurs de Banks-Zaks de la théorie renor-
malisée OBZ = Z−1

OBZ
O0

BZ de dimension classique dBZ (en unité de masse) satisfont
l’équation du groupe de renormalisation suivante :

(µ
d

dµ
+ γOBZ

)OBZ = 0 , (3.5)

où

γOBZ
≡ µ

d

dµ
lnZOBZ

, (3.6)

est la dimension anomale du GR de l’opérateur OBZ . L’Eq. (3.5) nous permet de
discuter le comportement de OBZ quand l’échelle d’énergie varie. La solution de
l’Eq. (3.5) peut être exprimée en termes de (3.6) par :

O(Λ) ≡ µ−γ(g)OBZ(µ) . (3.7)

où l’opérateur OBZ subit la transmutation dimensions à l’échelle Λ. Evaluons le
comportement de l’interaction (3.4) à partir de l’Eq. (3.7). En abaissant l’échelle
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d’énergie par le biais du flot du groupe de renormalisation, de µ jusqu’à ΛIR, le
secteur de Banks-Zaks devient conforme et les opérateurs du secteur de Banks-Zaks
OBZ au desous de l’échelle ΛIR ≡ ΛU correspendent aux opérateurs des champs
Unparticles OU . Au point fixe IR correspondant à l’échelle d’énergie ΛIR, cette
solution devient :

OBZ(ΛIR) = Λ−γ(g∗)
IR OBZ(ΛIR) ≡ OU , (3.8)

où γU = γ(g∗) est la dimension anomale de l’opérateur champ invariant conforme
OBZ(ΛIR), dû à la transmutation dimensionnelle au point fixe IR. Le comportement
d’échelle dans l’Eq. (3.8) à l’interprétation suivante :

OBZ(ΛIR) −→ CUΛγU

U OU , (3.9)

l’opérateur OBZ qui avait la dimension canonique dBZ , a acquis maintenant une
dimension anomale γU . Donc la dimension classique dBZ de l’opérateur de Banks-
Zaks OBZ est ainsi modifié en :

dBZ = γU + dOU
, (3.10)

où OU est la dimension d’échelle de l’opérateur champ Unparticle. Le Lagrangien
effectif à basse énergie Leff

IR ≡ LOU
prend la forme suivante :

LOU
=

CUΛdBZ −dU

U

MdSM +dBZ −4
UV

OSMOU . (3.11)

En introduisant une constante de couplage sans dimension :

λ = CU

(

ΛU

MUV

)dBZ +dSM −4

, (3.12)

l’interaction effective (3.11) devient :

LOU
=

λ

ΛdU +dSM −4
U

OSMOU . (3.13)

Cependant l’Eq. (3.12) montre aussi que la constante de couplage de OU a une
dépendance en ΛU donnée à priori, contrairement à ce qui se passe en théorie des
champs habituelle. Pour dU le couplage en U est très grand dans l’échelle pertinente
pour le modèle critique. Au contraire dans la formulation conventionnelle de la
théorie des champs, la constante de couplage nue est aussi un paramètre ajustable.

Notons que la construction des opérateurs OU est en général une tâche difficile,
et nécessite une connaissance approfondie de la théorie de Bankz-Zaks. Cependant,
pour la plupart des calculs ce n’est pas nécessaire puisque l’on s’intéresse aux fonc-
tion de corrélations à deux points et celles-ci sont très fortement contraintes par
l’invariance conforme.

59



3.3 Aspects des Unparticles :

3.3.1 Espace de phase

En théorie quantique des champs, la plupart des informations ou interprétations
quantiques peuvent être extraite à partir des fonctions de corrélation, ou par ce
qu’on appelle les fonctions de Wightman. Donc, pour explorer le contenu physique
de la théorie quantique des champs des Unparticles et de la comparer avec d’autres
théories, les fonctions de corrélation nous dotent d’un moyen facile pour atteindre
cet objectif. Voyons ce type d’information que nous pouvons tirer du secteur des
Unparticles en calculant les fonctions de Wightman. Pour ce faire nous suivont donc
la démarche de Georgi en considerant dabord une théorie scalaire des Unparticles
dont les champs sont notes par Us(x). Pour cela, commençons par donner la fonction
de Wightman à deux points du champ scalaire Us(x), qui est définie comme étant
la valeur moyenne dans le vide du produit de deux opérateurs champs de la théorie
conforme,i.e.

W2(x− y) = 〈0|Us(x)U(y)|0〉 . (3.14)

Supposons que la théorie admet un ensemble complet des états intermédiaires ar-
rangés suivant la valeur de leur 4-impulsion :

1 =
∑

n

|Us, Pn〉〈Us, Pn| . (3.15)

Insérons l’opérateur identité (3.15) dans (3.14) et utilisons les proprietés sous les
translations des états suivantes :

〈0|Us(x)|Us, Pn〉 = 〈0|eiP xUs(0)e−iP x|Us, Pn〉 = e−ipnx〈0|Us(0)|Us, Pn〉 , (3.16)

où Pµ|Us, Pn〉 = pµ
n|Us, Pn〉 est l’action du générateur de translation sur les états à

une Unparticle ayant une impulsion bien définie Pn. On obtient :

〈0|Us(x)Us(0)|0〉 =
∑

n

〈0|U(x)|U , Pn〉〈U , Pn|Us(0)|0〉

=
∑

n

e−ipnx|〈0|Us(0)|Us, Pn〉|2

=
∫

d4p
∑

n

δ4(p− Pn)e−ipx|〈0|Us(0)|Us, Pn〉|2

=
∫

d4pe−ipxρ̃Us(p
2) , (3.17)

où ρ̃Us(p
2) est la densité spectrale invariante de Lorentz définie par :

ρ̃Us(p
2) =

∑

n

δ4(p− Pn)|〈0|Us(0)|p〉|2

≡ (2π)−4θ(p0)θ(p2)ρU(p2) . (3.18)

Les fonctions θ(p0) et θ(p2) sont la conséquence de l’hypothèse que notre théorie
vérifie les conditions de Wightman, à savoir l’existence des état à énergie positive
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et de moment positif ou nul. La fonction ρ̃Us(p
2) peut être interprétée comme une

densité d’états à une valeur donnée de p2 et qui vérifie la condtion de normalisation
suivante : ∫ ∞

0
dsρ̃Us(s) = 1 . (3.19)

Donc,

〈0|Us(x)Us(0)|0〉 =
∫ d4p

(2π)4
e−ipxθ(p0)θ(p2)ρUs(p

2) . (3.20)

D’autre part, l’invariance conforme de la théorie exige que la fonction à deux points
doit avoir la forme suivante (voir (2.36)) :

〈0|Us(x)Us(0)|0〉 = Cs
1

(2π)2

1
(x2)dUs

= CS
Γ(2− dUs)

4dU −1Γ(dUs)

∫ d4p

(2π)4
eipx(p2)dUs −2 , (3.21)

où nous l’avons évaluée dans l’espace Euclidien en exigeant 0 < Re(dUs) < 5/4.
Maintenant, en comparant (3.20) et (3.21) on arrive à :

ρUs(p
2) = A(dUs)(p

2)dUs −2 , (3.22)

où la constante de normalisation A(dUs) peut être identifiée à :

A(dUs) = Cs

Γ(D
2
− dUs)

4dUs − D
4 Γ(dUs)

. (3.23)

Donc la fonction de densité d’états pour un état unparticle a pour expression :

ρ̃Us(p
2) = A(dUs)θ(p

0)θ(p2)(p2)dUs −2 , (3.24)

et qui mène à l’espace de phase suivant :

dΦUs(p) = ρ̃Us(p
2)

d4p

(2π)4
= A(dUs)θ(p

0)θ(p2)(p2)dUs −2 d4p

(2π)4
. (3.25)

Nous voyons que le corrélateur à deux points nous donne juste l’espace des phases des
unparticles. La relation (3.25) est l’essence de la théorie de Georgi des Unparticles.
En effet, le fait remarquable est que la structure de l’espace de phase (3.25) d’une
Unparticle est la même de celle d’un espace de phase d’un système de n particules
sans masse qui est donné par :

dΦn(p) = (
∫ n∏

j=1

d4pj

(2π)3
θ(p0

j)δ(p
2
j)δ

4(P −
n∑

j=1

pj))
d4p

(2π)4

= A(n)θ(p0)θ(p2)(p2)n−2 d4p

(2π)4
, (3.26)
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avec

A(n) =
16π5/2

(2π)2n

Γ(n+ 1/2)
Γ(n− 1)Γ(2n)

. (3.27)

La normalisation est fixée par analogie à l’espace de phase d’un système dUs de
particules sans masse :

A(dUs) =
16π5/2

(2π)2dUs

Γ(dUs + 1/2)
Γ(dUs − 1)Γ(2dUs)

. (3.28)

Cette similarité entre les deux espaces de phase nous permet de démontrer la nature
fondamentale des Unparticles à savoir : "une unparticle Us avec un la dimension dUs

pourrait être virtualisé comme une collection de dUs particules invisibles de masse
nulle". En d’autres termes, dans la théorie des Unparticles, un mode quelconque
peut être décrit comme s’il s’agissait d’un système d’un nombre fractionnaire de
particules quantiques de masses nulles d’une théorie quantique des champs invariante
de Poincaré. Cette identification donne donc une première interprétation des champs
invariants conformes de dimension d’échelle fractionnaire. On peut vérifier qu’en
passant à la limite dUs → 1, on reproduit l’espace de phase d’une particule sans
masse. En effet, posons dUs = 1 + ε. Comme :

lim
ε→0+

A(dUs) = 2π ε et lim
ε→0+

(p2)dUs −2 =
1

(p2)1− ε
,

et utilisons le fait que lim ε→0+
εθ(x)
x1− ε = δ(x), alors :

lim
ε→0+

A(dUs)θ(p
0)θ(p2)(p2)dUs −2 = lim

ε→0+

2π εθ(p0)θ(p2)
(p2)1− ε

(3.29)

= 2πθ(p0)δ(p2) , (3.30)

d’où

dΦdUs →1(p) = 2πθ(p0)δ(p2)
d4p

(2π)4
, (3.31)

qui est bien l’espace de phase d’une particule relativiste de masse nulle.

3.3.2 Propagateurs

Nous avons présenté jusqu’ici un aperçu complet de la théorie des unparticles
de spin-0. Nous manquons donc qu’une discussion analytique sur le propagateur
unparticle, qui est l’un des facteurs de différenciation de la théorie des unparticles
à celles contenant des particules massives de spin-0,1/2,1 et 2. Nous suivrons le
formalisme présenté dans [53] pour calculer les propagateurs de spin-0,1/2,1 et 2.

Le calcul des propagateurs des unparticles est également basé sur l’invariance
conforme. Sans perte de généralité, nous començons par le calcul du propagateur
du champs scalaire Us. Les extensions des propagateurs spin-1/2, spin-1 et spin-2

62



incluent tout simplement la structure de spin appropriée.
Champ scalaire
Le propagateur de Feynman du champ scalaire Us est obtenu en passant par la
représentation spectrale de la fonction de Green du champ Us, c’est-à-dire la représen-
tation de Källén-Lehman [49] :

∆Us(x) = 〈0|TUs(x)Us(0)|0〉

=
1

2π

∫ ∞

0
dm2ρU(m2)∆c

Us
(x;m2) . (3.32)

où ∆c
Us

(x;m2) est la fonction de Green à masses différentes donnée par :

∆c
Us

(x;m2) =
∫ ∞

0

d4p

(2π)3
eixpθ(p0)δ(m2 − p2) . (3.33)

Dans l’hypothèse où la fonction ρU(m2) décroit assez vite, dans la représentation p
la relation (3.32) prend la forme suivante :

∆Us(p
2) =

∫

d4xeipx〈0|TUs(x)Us(0)|0〉

=
1

2π

∫ ∞

0
dm2ρUs(m

2)∆c
Us

(x;m2)

=
1

2π

∫ ∞

0
dm2 ρUs(m

2)
p2 −m2 + i ǫ

. (3.34)

En suivant la même démarche que dans (3.17), nous avons :

Ws(x− y) = 〈0|TUs(x)Us(y)|0〉
=

∫

d4p
∑

n

δ4(p− pn)e−ipx〈Us, pn|Us(0)|0〉〈0|Us(0)|Us, Pn〉

=
∫

d4pe−ipxρ̃Us(p
2) , (3.35)

avec ρ̃Us(p
2) est la densité spectrale des champs scalaire Us ayant la forme suivante :

ρ̃Us(p
2) =

∑

n

δ4(p− Pn)e−ipx〈Us, Pn|Us(0)|0〉〈0|Us(0)|Us, Pn〉

≡ (2π)−4θ(p0)θ(p2)ρU(p2) , (3.36)

où ρU(p2) = A(dUs)(p
2)dUs −2 d’après (3.22). d’où

∆Us(p
2) =

∫

dDxeipx〈0|TUs(x)Us(0)|0〉

=
1

2π

∫ ∞

0
dm2 ρU(m2)

p2 −m2 + i ǫ

=
A(dUs)

2π

∫ ∞

0
dm2 (m2)dUs − D

2

p2 −m2 + i ǫ

=
A(dUs)

2 sin dUsπ

i

(−p2 − i ǫ)D
2

−dUs

. (3.37)

63



Ainsi, en dimension 4 on obtient le propagateur du champ scalaire Us dans la théorie
des unparticles :

∆Us(p
2) =

A(dUs)
2 sin(dUsπ)

i

(−p2 − i ǫ)2−dUs
, (3.38)

avec

(−p2 − i ǫ)2−dUs =

{

|p2|2−dUs si p2 < 0,
|p2|2−dUseidUs π si p2 > 0.

(3.39)

Donc, en fonction des variable de Mandelstam, le propagateur de Us dans les dif-
férents cannaux s, t et u s’écrit respectivement comme :

∆Us(s) = ZdUs
sdUs −2eidUs π, ∆Us(t) = ZdUs

|t|dUs −2, ∆Us(u) = ZdUs
|u|dUs −2 .(3.40)

avec

ZdUs
=

A(dUs)
2 sin(dUsπ)

. (3.41)

Notons que le facteur eidUs π dans le propagateur ∆Us conduit à des effets d’inter-
férence intéressantes avec les amplitudes du modèle standard [50]. Par exemple,
dans e−e+ → µ−µ+ [51] ou le processus Drell-Yan [52], le propagateur Unparticle
peut interférer avec le propagateur du photon réel et avec les deux parties réelles et
imaginaires du propagateur du boson instable Z [50]. Nous remarquons que puisque
ZdUs

→ −1 lorsque dUs → 1+, l’Eq. (3.38) reproduit le résultat familier du propaga-
teur d’un champ scalaire ordinaire :

lim
dUs →1+

∆Us(p
2) =

1
p2
. (3.42)

Nous pouvons maintenant de manière similaire appliquer la même technique pour
les champs Uf , Uv et Ut pour obtenir la forme exacte des propagateurs correspon-
dants.
Champ spinoriel
Nous faisons maintenant l’extension au cas fermionique. Nous introduisons les champs
unparticle fermionique Uf qui se transforment comme des spineurs sous les trans-
formations de Lorentz. Comme la théorie des unparticles est toujours supposée être
une théorie quantique des champs locale, le théorème spin-statistique tient toujours.
Ainsi, Uf doit obéir à des règles anti-commutation, semblables aux fermions ordi-
naires du MS. Parallèlement aux cas de bosons, la fonction de Green Wf (x− y) du
champ spinoriel Uf s’obtient d’une façon analogue :

Wf (x− y) = 〈0|TUf (x)Uf (0)|0〉
=

∫

d4p
∑

n

δ4(p− Pn)e−ipx〈Uf , Pn|Uf (0)|0〉〈0|Uf (0)|Uf , Pn〉

=
∫

d4pe−ipx(2π)−4θ(p0)θ(p2)ρU(p2)S(p) , (3.43)
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où S(p) est une fonction qui dépend de l’implusion p du champ Uf et des matrices
de Dirac γ. D’autre part, d’après (2.37), la fonction de Wightman dans l’espace des
moments à la forme suivante :

〈0|TUf (x)Uf (0)|0〉 =
Cf

(2π)2

6x
(−x2 + i ǫ)dUf

=
∫ dDp

(2π)D
eipxA(dUf

− 1/2)(6p)(p2)dUf
− D+1

2 . (3.44)

d’où
ρ̃Uf

(p2) = A(dUf
− 1/2)θ(p0)θ(p2)(p2)dUf

− D+1
2 (6p) . (3.45)

On en tire ainsi la forme du propagateur des champs spinoriels Uf dans l’espace de
dimension D :

∆Uf
(p2) =

∫

dDxeipx〈0|TUf (x)Uf (0)|0〉

=
1

2π

∫ ∞

0
dm2 ρU(m2)

p2 −m2 + i ǫ
S(p)

=
A(dUf

− 1/2)
2π

∫ ∞

0
dm2 (m2)dUf

− D+1
2

p2 −m2 + i ǫ
6p

=
A(dUf

− 1/2)
2 cos dUf

π

i 6p
(−p2 − i ǫ)

D+1
2

−dUf

. (3.46)

En dimension D = 4, le Propagateur est de la forme :

∆Uf
(p2) =

A(dUf
− 1/2)

2 cos dUf
π

i 6p
(−p2 − i ǫ)

5
2

−dUf

. (3.47)

avec 3/2 ≤ dUf
< 5/2.

Champ vectoriel
De façon analogue à (3.43), la fonction de Wightam à deux points prend la forme
suivante :

Wv(x− y) = 〈0|TUµ
v (x)Uν

v (y)|0〉
=

∫

d4p
∑

n

δ4(p− Pn)e−ipx〈Uv, Pn|Uµ
v (0)|0〉〈0|Uν

v (0)|Uv, Pn〉

=
∫

d4pe−ipx(2π)−4θ(p0)θ(p2)ρU(p2)V µν(p) . (3.48)

D’autre part, la fonction de Wightman dans l’espace des moments a la forme suiv-
ante :

〈0|TUµ
v (x)Uν

v (0)|0〉 =
CV

(2π)2

1
(−x2 + i ǫ)dUv

(

gµν − 2xµxν

x2

)

=
∫ dDp

(2π)D
eipxA(dUv)(p2)dUv −D/2

×
[

gµν − 2(dUv − 2)
dUv − 1

pµpν

p2

]

,
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d’où
ρ̃Uv(p2) = θ(p0)θ(p2)A(dUv)(p2)dUv −2V µν(p) , (3.49)

avec

V µν(p) = gµν − 2(dUv − 2)
dUv − 1

pµpν

p2
. (3.50)

∆µν
Uv

(p2) =
∫

dDxeipx〈0|TUµ
v (x)Uν

v (0)|0〉

=
1

2π

∫ ∞

0
dm2 ρU(m2)

p2 −m2 + i ǫ
V µν(p)

=
A(dUv)

2π

∫ ∞

0
dm2 (m2)dUv − D

2

p2 −m2 + i ǫ
V µν(p)

=
A(dUv)

2 sin(dUvπ)
i

(−p2 − i ǫ)D
2

−dUv

V µν(p) . (3.51)

En dimension D = 4, le Propagateur ∆µν
Uv

prend la forme suivante :

∆µν
Uv

(p2) =
A(dUv)

2 sin(dUvπ)
i

(−p2 − i ǫ)2−dUv
V µν(p) . (3.52)

Dans le cas où l’opérateur vectoriel Uµ
v est transverse, ∂µUµ

v = 0, sa dimension
d’échelle se réduit exactement à dUv = 3 et la structure vectorielle de V µν se réduit
à la forme suivante [53] :

V µν(p) = gµν − pµpν

p2
. (3.53)

Champ tensoriel
La forme exacte du propagateur tensoriel dépend du la structure tensorielle de
l’opérateur champ Uµν

t ,i.e. symétrique ou anti-symétrique. Dans ce qui suit, Uµν
t est

supposé symétrique, transverse et de trace nulle, Uµ
tµ = 0. La fonction de Wightam

à deux points est de la forme :

Wt(x− y) = 〈0|Uµν
t (x)Uρσ

t (y)|0〉
=

∫

d4p
∑

n

δ4(p− Pn)e−ipx〈Ut, Pn|Uµν
t (0)|0〉〈0|Uρσ

t (0)|Ut, Pn〉

=
∫

d4pe−ipx(2π)−4θ(p0)θ(p2)ρU(p2)T µνρσ(p) , (3.54)

où T µνρσ est une fonction de p décrivant la structure tensorielle des champs Ut.
D’autre part, la fonction de Wightman dans l’espace des moments a la forme suivante
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[53] :

〈0|Uµν
t (x)Uρσ

t (0)|0〉 =
Ct

(2π)2

(

Iµρ(x)Iνσ(x)− 1
4
gµνgρσ

)

± µ←→ ν

(x2)dUt

=
∫ dDp

(2π)D
eipxA(dUt)(p

2)dUt −D/2

×
[

dUt(dUt − 1)(gµρgνσ + gνρgµσ) +
1
2

[4− dUt(dUt + 1)]gµνgρσ

+ 2
(dUt − 1)
dUt

(

gµρp
νpσ

p2
+ gµσ p

νpρ

p2
+ µ←→ ν

)

+ 4(dUt − 2)

(

gµν p
ρpσ

p2
+ gρσ p

µpν

p2

)

+ 8(dUt − 2)(dUt − 3)
pµpνpρpσ

(p2)2

]

, (3.55)

d’où
ρ̃U(p2) = θ(p0)θ(p2)A(dUt)(p

2)dUt −2T µνρσ(p) , (3.56)

avec :

Tµνρσ(q) =
1
2

[

(gµρgνσ + gνρgµσ) +
[4− dUt(dUt + 1)]

2dUt(dUt − 1)
gµνgρσ

+ 2
(dUt − 1)
dUt

(

gµρp
νpσ

p2
+ gµσ p

νpρ

p2
+ µ←→ ν

)

+ 4
(dUt − 2)

dUt(dUt − 1)

(

gµν p
ρpσ

p2
+ gρσ p

µpν

p2

)

+ 8
(dUt − 2)(dUt − 3)
dUt(dUt − 1)

pµpνpρpσ

(p2)2

]

. (3.57)

Dans le cas où Uµν
t est anti-symétrique et de trace nulle, Tµνρσ aura la forme suivante

[53] :

T µνρσ(p) =
1
2

(Πµρ(p)Πνσ(p) + Πµσ(p)Πνρ(p)− 2
3

Πµν(p)Πρσ(p)) , (3.58)

avec
Πµν(p) = −gµν +

pµpν

p2
. (3.59)

Le propagateur ∆µνρσ
Ut

peut être maintenant dérivé comme dans les cas précédent à
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traves le représentation spectrale :

∆µνρσ
Ut

(p2) =
∫

dDxeipx〈0|TUµν(x)Uρσ(0)|0〉

=
1

2π

∫ ∞

0
dm2 ρU(m2)

p2 −m2 + i ǫ
T µνρσ(p)

=
A(dUt)

2π

∫ ∞

0
dm2 (m2)dUt − D

2

p2 −m2 + i ǫ
T µνρσ(p)

=
A(dUt)

sin(dUtπ)
i

(−p2 − i ǫ)D
2

−dUt

T µνρσ(p) . (3.60)

Par conséquent, le propagateur du champ tensoriel dans l’espace de diension D = 4
a la forme suivante :

∆µνρσ
Ut

(p2) =
A(dUt)

sin(dUtπ)
i

(−p2 − i ǫ)2−dUt
T µνρσ(p) . (3.61)

En fonction du propagateur du champ scalaire, ∆Us , le propagateur du champ ten-
soriel s’écrit comme :

∆µνρσ
Ut

(p2) = ∆Us(p)dUs ↔dUt
T µνρσ(p) . (3.62)

3.4 Les règles de Feynman

Les différents vertex d’interaction entre les unparticules et les champs du MS
peuvent être construits à partir du Lagrangien donné par l’Eq. (3.11) :

Lint = − λ

ΛdU +dMS−4
U

TµνOµν , (3.63)

où Tµν est le tenseur energie-impulsion des champs de la matière du MS. ΛU joue
le rôle de la coupure ultraviolete (UV) de la théorie effective. Ici, nous allons nous
limiter aux champs unparticules scalaires et tensorielles couplés aux champs de jauge
non massifs du MS qui entrent dans notre étude phénoménologique du chapitre 4. Les
interactions effectives qui satisfont la symétrie de jauge du MS pour les opérateurs
Unparticles scalaires et tensoriels avec les champs de jauge non massifs du MS,
gluons et photons, sont donnés respectivement par [60] :

− λs,g

4ΛdUs
U
Ga

µνG
aµνUs −

λ′
s,g

4ΛdUs
U
Ga

µνG̃
aµνUs , (3.64)

− λt,g

4Λ
dUt
U
Ga

µνG
aµνUµν

t −
λ′

t,g

4Λ
dUt
U
Ga

µνG̃
aµνUµν

t , (3.65)

− λs,γ

4ΛdUs
U
FµνF

µνUs −
λ′

s,γ

4ΛdUs
U
FµνF̃

µνUs , (3.66)

− λt,γ

4Λ
dUt
U
FµνF

µνUµν
t −

λ′
t,γ

4Λ
dUt
U
FµνF̃Uµν

t , (3.67)
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où

G̃aµν =
1
2
ǫµνρσG

aρσ and F̃ µν =
1
2
ǫµνρσF

ρσ , (3.68)

et λi sans des constantes de coulages effectives sans dimension. Dans le cas des
gluons,

Ga
µν = ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ − gsf

abcAb
νA

c
ν , (3.69)

avec a, b et c sont les indices du groupe SU(3)C de générateurs T a et fabc sont les
constantes de structure de ce groupe.

Les interactions (3.64) et (3.65) conduisent aux expressions suivantes pour les
vertexes gluon-gluon-unparticle ggUs/t [60] :

ggUs : {T a, T b} 4i

ΛdUs
U

[λs,g(pν
1p

µ
2 − p1 · p2 g

µν) + 2λ′
s,gǫµνρσp

ρ
1p

σ
2 ] , (3.70)

ggUt :
iλt,g

Λ
dUt
U

({T a, T b}KS
µνρσ + [T a, T b]KA

µνρσ)

+
iλ′

t,g

Λ
dUt
U

({T a, T b}F S
µνρσ + [T a, T b]FA

µνρσ) , (3.71)

où

KS(A)
µνρσ = Kµνρσ ±Kµνσρ , (3.72)

Kµνρσ = −gµνp1ρp2σ − gρµgσνp1.p2 + gσµp1νp2ρ + gσνp1ρp2µ , (3.73)

F S(A)
µνρσ = p1ρp2ηǫµνησ − p1ρp2ηgµρǫσρην ∓ p1ηp2ρǫµνησ ∓ p1ηp2ρgρνǫσρηµ . (3.74)

Les vertexes photon-photon unparticle, γγUs/t, peuvent être obtenu à partir des ver-
texes gluon-gluon unparticle ggUs/t en faisant des remplacements suivants : λs/t,g →
λs/t,γ , {T a, T b} → 1 et [T a, T b]→ 0. On obtient alors :

γγUs :
4i

ΛdUs
U

[λs,γ(pν
1p

µ
2 − p1 · p2 g

µν) + 2λ′
s,γǫµνρσp

ρ
1p

σ
2 ] , (3.75)

γγUt :
iλt,γ

Λ
dUt
U
KS

µνρσ +
iλ′

t,γ

Λ
dUt
U
F S

µνρσ , (3.76)
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Deuxième partie

Signature des Unparticles au LHC
et ILC
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Chapitre 4

Signature des Unparticles scalaires
et tensorielles au LHC et ILC

Ce chapitre est consacré à l’étude de la production de paire de photons dans les
collisions gg et γγ aux collisionneurs LHC et ILC respectivement, via les échanges
des unparticles scalaires et tensorielles. Pour le processus gg → γγ, nous présentons
les détails des calculs au premier ordre des amplitudes d’hélicité. Ces résultats seront
utilisés pour estimer les amplitudes de diffusion γγ → γγ.

4.1 Introduction

Grâce à sa haute énergie et luminosité dans les collisions proton-proton, le grand
collisionneur de hadrons (LHC), qui a débuté ses activités depuis cinq années, est
prévu de sonder un nouveau domaine encore inexploré de nouvelles particules au-
delà du MS autour de l’échelle du TeV. Bien qu’il est conçu pour extraire les signaux
et les indices d’une nouvelles physique, l’étude détaillée de la nature de celle-ci et
de ses propriétés a besoins des mesures de haute précision qui seront obtenues au
future collisionneur linéaire international (ILC). C’est une machine extrêmement
puissante pour compléter les découvertes du LHC et effectuer des mesures de pré-
cision possibles dans l’espace des paramètres régissant le nouveau scénario de la
nouvelle physique. Le ILC devrait être capable de créer ces nouvelles particules en
faisant entrer des électrons et des positrons en collision à une énergie du centre de
masse

√
s = 500 GeV et ainsi la compréhension d’une nouvelle physique autour de

l’échelle de TeV. En outre, le ILC pourrait, de par sa structure linéaire et variable,
permettre de poursuivre les expériences sur le boson de Higgs découvert par le LHC
en 2012.

Les processus de production de paires de photons aux collisionneurs de hadrons
et d’électrons sont des processus très importants car ils fournissent des canaux clair
pour tester les prédictions du MS [61]. Une étude approfondie de ces processus existe
dans la littérature [62] dans le contexte de la recherche d’un boson de Higgs léger se
désintègrant majoritairement en deux photons [61]. De même, ces processus ont été
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également utilisé pour sonder toute nouvelle physique au-delà du MS [61, 79], tels
que les modèles des dimensions supplémentaires et le modèle des unparticles [65].
En effet, les processus d’interactions qui se produisent uniquement via des boucles
sont particulièrement intéressants si la nouvelle physique aux basses échelles permet
ces interactions au niveau des arbres. Ainsi, la production de paires de photons par
fusion gluon-gluon ou par diffusion photon-photon aux différents collisionneurs ouvre
une porte intéressante pour toutes les interactions au niveau des arbres de l’ordre
αnew, puisque dans le MS, l’ordre le plus bas pour la fusion gg → γγ ou la diffusion
γγ → γγ ne peut avoir lieu que via des diagrammes de boîte par l’intermédiaire
d’une boucle de quark, et ils constituent les bruits de fond dominants pour le canal
de diphoton aux LHC et ILC. Cependant, ces contributions sont généralement très
petits 1. Donc, si le taux du signal est important dans le canal de diphoton, la
recherche des signatures de la nouvelle physique dans le canal de diphoton pourrait
être très prometteuse.

Dans le modèle des unparticles, l’état final de diphoton constitue l’un des signaux
importants pour la recherche des unparticules de spin-0 et spin-2 en tant que états
intermédiaires dans les collisions gg et γγ. La phénoménologie correspondante a été
étudiée avec beaucoup de détails dans la litérature [64, 65, 66, 67]. Cependant, un
point important concernant la contrainte théorique sur la dimension d’échelle des
unparticules tensorielles basée sur la condition de l’unitarité a été négligé 2 dans les
travaux de [64, 65]. Nous allons donc analyser de nouveau la production de paire
de photons γγ dans la fusion gg et la diffusion γγ via l’échange des unparticles
scalaires et tensorielles à la lumière des ces observations en considérant les densités
Lagrangienne d’interactions les plus générales dans le modèle de Georgi.

L’organisation de ce présent chapitre est la suivante. Dans la première partie,
nous commençons d’abord par l’étude de la fusion gg → γγ au LHC où les sections
efficaces totales de diffusion pour les différentes configurations de polarisation des
gluons incidents seront presentées. A noté que les amplitudes d’hélicités des états
de spin-0 ont été déjà calculé dans [67]. Nous étendons ce calcul en incluant les
amplitudes d’hélicités des états de spin-2. Par la suite, nous comparons les différentes
distributions cinématiques du signal non polarisés (MS + UP) avec le bruit de fond
du MS (diagramme de boîte). Dans la seconde partie, nous répétons la même étude
en comparant les sections efficaces de diffusion pour les différentes configurations de
polarisation des photons incidents avec celles du MS à basse échelle au ILC. Dans
nos calculs, nous faisons usage de FeynCalc pour évaluer les amplitudes d’hélicités
ainsi que le carré de la somme des amplitudes non polarisées.

1. Nous notons que les contribution de γγ → γγ et gg → γγ via des diagrammes de boîte
sont beaucoup plus supprimées comme les sections efficaces sont proportionnelles à α2

sα2

em et α4

em

respectivement (où αs et αem sont les couplages de QCD et QED respectivement).
2. Il est supposé que la même contrainte sur dUs

valable pour dUt
, c’est à dire 1 ≤ dUt

≤ 2. Ceci
viole la règle de l’unitarité qui fournit une borne inférieure sur les dimensions d’échelle : 3 ≤ dUt

pour la symétrie d’échelle et 4 ≤ dUt
pour la symétrie conforme.
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4.2 Signature des Unparticles de spin-0 et spin-2
au LHC

Dans le modèle standard, la production de diphoton à l’ordre le plus bas (LO)
en QCD perturbative se réalise via le sous-processus d’annihilation quark-antiquark
(qq̄ → γγ) ainsi que par la fusion gluon-gluon (gg → γγ) via une boucle de quark
virtuel (diagrammes de boîte). La contribution de cette dernière a été calculé dans
[81] et se révèle être comparable au résultat de l’annihilation quark-antiquark [75, 76,
77, 78]. Pour cette raison, la contribution du diagramme de boîte est habituellement
inclus dans tous ordre de calculs de production de diphoton.

Etant donné que dans le MS le processus de fusion gluon-gluon ne se produit
que par l’intermédiaire de diagrammes de boîte, la section efficace est fortement
suprimée. Ainsi, la fusion gluon-gluon en diphoton ouvre une possibilité intéressante
pour l’étude de l’interaction des unparticles qui permet des couplages des gluons et
photons au niveau de l’arbre par l’intermédiaire des étas Us et Ut. Dans [65], l’auteur
a examiné la contribution des unparticules de spin-0 et spin-2 à la production de
diphoton dans le sous-processus d’annihilation quark-antiquark (qq̄ → γγ) et la
fusion de gluon au LHC en fonction de la masse invariante et les distributions en
rapidité pour différents paramètres du modèle à savoir, la dimension d’échelle dU ,
les couplages λU et l’échelle d’énergie ΛU . Dans son analyse, il s’est limité à l’orde
le plus bas en QCD où il montre que cette nouvelle physique peut affecter le bruit
de fond de diphoton du MS. Le background du diagrammes de boîte gg → γγ n’a
pas été pris en compte de façon considérable pour des grandes valeurs de la masse
invariante.

Néanmoins, la distribution des gluons dans les protons de hautes énergies devient
très importante aux petits x, ce qui rend ce sous-processus une source importante
de production de diphoton pour de faible masse invariante Q et moment transverse
pT au LHC. Comme est souligné dans [80], la contribution de gg → γγ à l’ordre
αs pourrait donner un effet non négligeable au LHC en comparaison à d’autres
contributions à cet ordre en raison du grand flux de gluons. Il existe de nombreux
diagrammes qui contribuent à l’ordre αs, mais les auteurs de [80] ont fait valoir que
la contribution dominante provenant du diagramme de boîte. Pour la recherche des
unparticles, il est plausible que l’interférence des contributions gg à la production des
unparticles avec les diagrammes du MS en ordre αs pourrait être aussi importante.
Dans le cadre de notre modèle, ces contributions d’interférence augmentent l’effet
au petites régions de Mγγ [79].

Par conséquent, dans notre analyse, nous montrons les différentes distributions
de masse invariante, moment transverse et rapidité pour pour un choix donné
paramètres du modèle comme une amélioration par rapport au diagramme de boîte
gg → γγ qui est considéré comme le bruit de fond principal de nos signaux.
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dσ̂ij
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Figure 4.1 – Structure schématique d’un processus de fusion de gluon dans les
collisions hadron-hadron au LHC. P1 et P2 représentent les moments des deux
hadrons (protons) entrants h1 et h2.

4.2.1 La fusion gg → γγ au LHC

Lors des collisions hadroniques, les énergies du centre de masse atteignent des
échelles très élevées et les effets les plus importants proviennent de l’interaction forte.
En effet, un hadron h1 de haute énergie est considéré comme étant une composition
de partons (quarks et de gluons) partageant le moment longitudinal P1 du hadron
h1. Chaque parton i avec un moment pi porte une fraction d’impulsion longitudinale
xi = pi/Pi. Ces partons interagissent ensemble sur une échelle d’énergie de liaison
faible, tandis que les collisions entre les partons se produisent sur une grande échelle
d’énergie avec une grande quantité de mouvement transversale. Ainsi, le confinement
rend compliqué les calculs de QCD des sections efficaces à basse énergie, en raison
du fait que les états liés existent et la série de perturbation en terme de constante
de couplage ne peut être appliquée. Les calculs sont donc divisés en deux parties,
conformément au théorème de factorisation, séparés en énergie par l’échelle de fac-
torisation, µF . L’échelle µF de factorisation doit être considérée comme l’échelle
séparant la longue distance ou physique douce de la courte distance ou physique
dure. A basse énergie, la partie non-perturbative est décrite à l’aide des fonctions
de distribution des partons (PDFs), notées fi(x, µ2

F ) qui donnent la densité proba-
bilité de trouver un parton de type i portant une fraction d’impulsion xi lorsque le
hadron est sondé à une échelle d’énergie µ2

F . Une image du processus de diffusion
hqdronique dans l’espace réel est donnée par la Fig.(4.1).

Ainsi, la section efficace d’un processus entre deux hadrons h1 et h2 de moment
P1 et P2, respectivement, dans lesquels les partons possèdent les moments p1 = x1P1

et p2 = x2P2, produisant un état final C, est donnée par :

σ(h1h2 → CX) =
∑

i,j

∫ 1

0
dx1

∫ 1

0
dx2f

h1
i (x1, µF )fh2

j (x2, µF )σ̂(ij → C) , (4.1)
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Figure 4.2 – MSTW 2008 NNLO PDFs à Q2 = 10 GeV2 et Q2 = 104 GeV2 [82].

où σ̂ij est appellée section efficace du processus partonique calculé perturbativement,
ŝ = (p1 +p2)2 = x1x2S représente le carré de l’énergie du centre de masse de collision
des partons et S est l’énergie du centre de masse résultante des hadrons entrant en
collision.

Dans l’Eq. (4.1) µF et µR représentent les échelles de factorisation et de renormal-
isation, respectivement. L’échelle de renormalisation µR est utilisée en QCD pertur-
bative avec la correspondante constante de couplage mobile αs(µR) pour régulariser
les termes divergents dans la série de perturbation lors du calcul des sections efficaces
partoniques. L’échelle de factorisation µF est l’échelle où la fonction de distribution
de partons est évaluée. La section efficace physique qui serait le résultat de l’évalu-
ation de la série de perturbation complète ne dépend pas de l’une des deux échelles.
Cependant, comme les calculs peuvent être effectués à l’ordre fini dans la théorie des
perturbations, les prédictions des sections efficaces dépendent du choix de l’échelle.
Dans la pratique, les deux échelles sont généralement égales à l’échelle de l’énergie
typique du processus de diffusion dure.

Les PDFs sont universels et indépendantes des processus considérés, et sont
déterminées à partir des données de plusieurs types d’experiences : diffusion pro-
fondément inélastique de leptons sur hadrons et processus de collisions dures de
hadrons. Les PDFs peuvent donc être évaluées à une échelle et évoluées à une autre
échelle. Il ya beaucoup de groupes qui travailent sur la détermination des PDFs à
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partir des expériences. Les deux collaborations les plus connues sont : CTEQ 3 et
MSTW 4. Dans notre calculs, nous utilisons les résultats du groupe MSTW dont
l’évolution des PDFs entre deux échelles différentes est montré dans la Fig. (4.2).
La figure de gauche (Q2 = 10 GeV montre les PDFs à une petite échelle, tandis
que la figure de droite (Q2 = 104 GeV) montre les PDFs à des échelles similaires à
celles qui sont impliquées dans la production de bosons W (Q2 ∼ mW = 100 GeV).
La structure du proton subit des changements importants entre les deux échelles. À
plus petite échelle le moment du proton est principalement emporté par les quarks
de valence (u et d), tandis que dans la grande échelle les quarks de la mer et les
gluons jouent un rôle beaucoup plus important.

Avant de passer à l’étude de la phénoménologie de la production de paire de
photon par fusion de gluons lors des collision proton-proton au LHC, nous consid-
érons d’abord la cinématique associée aux collisions pp→ gg → γγ et nous donnons
brièvement quelques formules utiles pour le calcul des sections efficaces inclusives.
Au LHC, la production de paire de photon de moments p3 et p4 par fusion de gluons
se fait à travers la collision hadronique suivante :

h1(P1) + h2(P2)→ g(x1P1) + g(x2P2)→ γ(p3) + γ(p4) , (4.2)

où x1 et x2 sont les fractions de quantité de mouvement des partons (gluons) entrants
dans la hadrons P1 et P2 de moments p1 et p2 respectivement.

Plusieurs façons de choisir les variables cinématiques décrivant l’état final γγ.
Dans notre étude, nous allons utiliser les trois variables suivantes : la masse in-
variante de paire de photon, la rapidité longitudinale du photon y et le moment
transverse du premier photon à l’axe de collision pT

5, et sont données respective-
ment par :

Q = (p3 + p4)2 ≡ ŝ , (4.3)

y =
1
2

ln

(

E + pz

E − pz

)

, (4.4)

pT =
√

p2
x + p2

y , (4.5)

où E et pz étant l’énergie et la composante de l’impulsion suivant l’axe longitudinal
z, respectivement. L’expression de y, une fois évaluée pour une particule de masse
nulle, a une forme beaucoup plus simple, à savoir :

y ≡ η = ln cot
θ

2
. (4.6)

où θ est l’angle polaire au centre de masse de diffusion. Cette forme, appelée pseudo-
rapidité, est très pratique expérimentalement, car elle ne dépend pas l’énergie de la

3. G. Sterman, J. Smith, J. C. Collins, W. Vogelsang, J. Huston, J. Pomplin
4. A. Martin, J. Stirling, R. Thorne, G. Watt
5. Une fois que la grandeur de la quantité de mouvement transversal au faisceau pour une

particule est spécifié, l’autre est déterminé.
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particule, elle depend uniquement l’angle θ. Pour de nombreux processus de haute
énergie de la dépendance sur les masses des particules est négligeable et donc la
rapidité et pseudorapidité deviennent équivalentes. La valeur y = 0 indique la direc-
tion vers le haut (θ = 90◦), et les valeurs grandes de y correspondent aux directions
plus proches de l’axe longitudinal z (θ = 0◦ ↔ y →∞).

Les variables de Mandelstam au niveau des partons (gluons) s’expriment par :

ŝ = x1x2S = Q ,

t̂ = −x1pT

√
se−y1 = −x2pT

√
sey2 (4.7)

û = −x2pT

√
sey1 = −x1pT

√
se−y2 .

et la section efficace differentielle hadronique (4.1) s’exprime de la forme suivante :

d2σ(h1h2 → gg → γγ)
dp2

Tdy
=

∑
∫ 1

xmin
1

dx1f
h1
1 (x1, µF )fh2

2 (x2, µF )

× 2x1x2

2x1 − xT ey

dσ̂

dt̂
(gg → γγ) , (4.8)

où

xmin
1 =

xT e
y

2− xT e−y
, x2 =

x1xT e
−y

2x1 − xT ey
et xT =

2pT√
S

(4.9)

et où dσ̂/dt̂(gg → γγ) est la section efficace différentielle du sous-processus gg → γγ
et est donée par :

dσ̂

dt̂
(gg → γγ) =

1
16πŝ2

∑

|M(gg → γγ)|2 . (4.10)

Pour avoir une prédiction pour la distribution experimental par rapport à la masse
invriante, on effectue le changement de variables de (x1, x2) à (x1, Q) suivant :

dx1dx2 =

∣
∣
∣
∣
∣

∂Q

∂x2

∣
∣
∣
∣
∣

−1

dx1dQ =
1
x1Q

dx1dQ , (4.11)

Par conséquent, l’Eq. (4.8) devient :

dσ(h1h2 → gg → γγ)
dQ

=
∑

∫ 1

ŝ/Q
dx1

1
x1Q

fh1
1 (x1, µF )fh2

2 (x2, µF )
dσ̂(ab→ 12)

dt̂
.(4.12)

Dans ce qui suit, nous allons d’abord présenter les résultats pour les éléments de
matrice carrée de la production de paire photons au premier ordre en QCD dans
le cadre des unparticules scalaires et tensoriels. Par la suite, nous présentons les
différente distributions cinématiques du signal correspondant ainsi que celui du bruit
du MS en utilisant les formules (4.8) et (4.12).
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4.2.2 Contribution des unparticles dans gg → γγ

Dans la section 3.4 du chapitre 3, nous avons donné les règles de Feynman pour
une théorie générale dans laquelle les champs de jauge non massifs du MS sont
couplés au champs unparticles de spin-0 et spin-2. Nous allons maintenant utiliser
ces règles pour calculer analytiquement les amplitude de production de paires de
photons dans la fusion de gluons via les états Us et Ut.

Dans le modèle des unparticles, la production de paire de photons dans le pro-
cessus de fusion gluon-gluon :

g(p1) + g(p2)→ γ(p3) + γ(p4) , (4.13)

peut se produire via les états de spin-0 ou spin-2 à l’ordre le plus bas. Dans le
processus (4.13), p1 et p2 sont les impulsions des gluons entrants et p3 et p4 sont les
impulsions des photons sortants avec p1 + p2 = p3 + p4. Les diagrammes d’ordre le
plus bas qui contribuent au processus (4.13) dans le cadre des unparticles et dans le
MS sont representés dans la Fig. (4.3). Nous décrivons la cinématique en termes de
variables Mandelstam comme s = (p1 + p2)2, t = (p1 − p2)2 et u = (p1 − p3)2. Dans
les calculs, nous pouvons décrire la cinématique complète pour le processus (4.13)
en termes de quatre vecteurs suivants dans le centre de masse :

pµ
1 = E(1, 0, 0, 1) , (4.14)

pµ
2 = E(1, 0, 0,−1) , (4.15)

pµ
3 = E(1, sin θcm, 0, cos θcm) , (4.16)

pµ
4 = E(1,− sin θcm, 0,− cos θcm) , (4.17)

et

ǫµ
1 = − 1√

2
(0, h1, i, 0) , (4.18)

ǫµ
2 =

1√
2

(0,−h2, i, 0) , (4.19)

ǫµ
3 =

1√
2

(0,−h3 cos θcm, i,+h3 sin θcm) , (4.20)

ǫµ
4 =

1√
2

(0,+h4 cos θcm, i,−h4 sin θcm) , (4.21)

où les ǫµ
i ≡ ǫµ

i (hi) représentent les quadri-vecteurs de polarisation des d’états initials
et finals et sont supposés polarisés circulairement. Les quantités hi représentent la
paramétrisation des deux états de polarisation transversales et prennent les valeurs
hi ± 1.

Les formes générales des interactions effectives des unparticles de spin-0 et spin-2
avec les bosons nons massifs du MS, gluon et photon, sont données par les densités
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Figure 4.3 – Diagrammes de Feynman pour pour la production de diphoton par
fusion de gluons dans la théorie des unparticles (les deux diagrammes de gauche) et
dans le MS (le diagramme de droite).

Lagrangiennes suivantes :

LS = − λs,g

4ΛdUs
U
Ga

µνG
aµνUs −

λ′
s,g

4ΛdUs
U
Ga

µνG̃
aµνUs

− λs,γ

4ΛdUs
U
FµνF

µνUs −
λ′

s,γ

4ΛdUs
U
FµνF̃

µνUs (4.22)

LT = − λt,g

4Λ
dUt
U
Ga

µνG
aµνUµν

t −
λ

′

t,g

4Λ
dUt
U
Ga

µνG̃
aµνUµν

t

− λt,γ

4Λ
dUt
U
FµνF

µνUµν
t −

λ′
t,γ

4Λ
dUt
U
FµνF̃

µνUµν
t , (4.23)

avec

G̃aµν =
1
2
ǫµνρσG

aρσ et F̃ µν =
1
2
ǫµνρσF

ρσ (4.24)

et λi sont des constantes sans dimension. Les vertexes correspondants sont respec-
tivement donnés par les Eqs. (3.70-3.71) et (3.75-3.76) du chapitre 3. La moyenne
de la somme sur le spin et la couleur de l’élément de la matrice carré M ≡
M(h1, h2, h3, h4) pour le processus (4.13) est :

|M|2 =
1
2

(1
2

)2 ∑

h1,h2,h3,h4=±1

1
N2

c − 1

8∑

a,b=1

M2 (4.25)

où a, b sont les indices de couleurs du groupe de jauge SU(3)C et Nc représente les
états de couleurs accessibles et vaut 8 pour les gluons. Ici, nous avons introduit un
facteur supplémentaire 1/2 en raison de la présence de deux particules identiques
dans l’état final. Comme les états Us et Ut ne portent pas des charges de couleur, un
facteur de 1/(N2

c − 1) est introduit au lieu de 1/(N2
c − 1)2. Pour la somme sur les

polarisations des gluons et photons, nous étulisons la jauge de Feynman suivante :
∑

h1,h2=±1

ǫµ(p1, h1) ǫν(p2, h2) =
∑

h3,h4=±1

ǫµ(k3, h3) ǫν(k4, h4) = −gµν . (4.26)
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En utilisant les règles de Feynman, les propagateurs et les couplages aux vertex (3.70-
3.71) et (3.75-3.76), les amplitudes de transision entre l’état initial et l’état final du
processus gg → γγ via les états Us et Ut dans la jauge de Feynman s’expriment
respectivement comme :

MUs = Mµναβ
Us

ǫa
µ(p1) ǫb

ν(p2) ǫ∗
α(p3) ǫ∗

β(p4) , (4.27)

MUt = Mµναβ
Ut

ǫa
µ(p1) ǫb

ν(p2) ǫ∗
α(p3) ǫ∗

β(p4) , (4.28)

avec

Mµναβ
Us

= −16CS{T a, T b}
[

λs,g

ΛdUs
U

(pµ
1p

ν
2 − p1 · p2 g

µν) + 2
λ′

s,g

ΛdUs
U

ǫµνρσp
ρ
1p

σ
2

]

× eidUs π

ŝ2−dUs

[

λs,γ

ΛdUs
U

(pα
3p

β
4 − p3 · p4 g

αβ) + 2
λ′

s,γ

ΛdUs
U

ǫαβγδp
γ
3p

δ
4

]

, (4.29)

et

Mµναβ
Ut

= −CT




λt,g

Λ
dUt
U

(

{T a, T b}Kµνρσ
S (pµ

1 , p
ν
2) + [T a, T b]Kµνρσ

A (pµ
1 , p

ν
2)
)

+
λ′

t,g

Λ
dUt
U

(

{T a, T b}F µνρσ
S (pµ

1 , p
ν
2) + [T a, T b]F µνρσ

A (pµ
1 , p

ν
2)
)





× eidUt πTρσγδ(p1 + p2)
ŝ2−dUt




λt,γ

Λ
dUt
U
Kαβγδ

S (pα
3 , p

β
4 ) +

λ′
t,γ

Λ
dUt
U
Fαβγδ

S (pα
3 , p

β
4 )



 .(4.30)

Ici, les facteurs CS et CT sont donnés par :

CS =
A(dUs)

2 sin(dUsπ)
, CT =

A(dUt)
2 sin(dUtπ)

, (4.31)

et

Kµνρσ
S(A) (pµ

1 , p
ν
2) = Kµνρσ ±Kµνσρ , (4.32)

Kµνρσ(pµ
1 , p

ν
2) = −gµνp1ρp2σ − gρµgσνp1.p2 + gσµp1νp2ρ + gσνp1ρp2µ , (4.33)

F µνρσ
S(A) (pµ

1 , p
ν
2) = p1ρp2ηǫµνησ − p1ρp2ηgµρǫσρην ∓ p1ηp2ρǫµνησ

∓ p1ηp2ρgρνǫσρηµ . (4.34)

Dans le but de détrminer les sections efficaces correspondantes, il faut déterminer les
amplitudes de transision au carré et effectuer la sommation sur les états de couleur
et de spin. L’évaluation à la main de ces amplitudes d’hélicité semble très périlleuse
voir impossible pour les cas tensoriel. Pour cela, on utilise l’outil FeynCalc. C’est
un programme très puissant pour le calcul des amplitudes des processus physiques
compliqués. Le détail du code est donné dans l’Annex C. Il faut d’abord établir l’ex-
pression littérale deM∗

Ui
MUi

. Après sommation sur les états des gluons et photons
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on trouve :
∑

hi,i=1,4

|MUs |2 = 162C2
S ŝ

2(dUs −2)
∑

ab

{T a, T b}2gµµ′gνν′gαα′gββ′

×
[

λs,g

ΛdUs
U

(pµ
1p

ν
2 − p1 · p2 g

µν) + 2
λ′

s,g

ΛdUs
U

ǫµνρσp
ρ
1p

σ
2

]

×
[

λs,γ

ΛdUs
U

(pα
3p

β
4 − p3 · p4 g

αβ) + 2
λ′

s,γ

ΛdUs
U

ǫαβγδp
γ
3p

δ
4

]

×
[

λs,g

ΛdUs
U

(pµ′

1 p
ν′

2 − p1 · p2 g
µ′ν′

) + 2
λ′

s,g

ΛdUs
U

ǫµ′ν′ρ′σ′pρ′

1 p
σ′

2

]

×
[

λs,γ

ΛdUs
U

(pα′

3 p
β′

4 − p3 · p4 g
α′β′

) + 2
λ′

s,γ

ΛdUs
U

ǫα′β′γ′δ′pγ
3p

δ′

4

]

(4.35)

et
∑

hi,i=1,4

|MUt |2 = C2
T ŝ

2(dUt −2)gµµ′gνν′gαα′gββ′Tρσγδ(p1 + p2)T ρ′σ′γ′δ′

(p1 + p2)

×










λt,g

Λ
dUt
U





2 [
∑

ab

{T a, T b}2Kµνρσ
S (pµ

1 , p
ν
2)Kµ′ν′ρ′σ′

S (pµ′

1 , p
ν′

2 )

+
∑

ab

[T a, T b]2Kµνρσ
A (pµ

1 , p
ν
2)Kµ′ν′ρ′σ′

A (pµ′

1 , p
ν′

2 )

]

+




λ′

t,g

Λ
dUt
U





2 [
∑

ab

{T a, T b}2F µνρσ
S (pµ

1 , p
ν
2)F µ′ν′ρ′σ′

S (pµ′

1 , p
ν′

2 )

+
∑

ab

[T a, T b]2F µνρσ
A (pµ

1 , p
ν
2)F µ′ν′ρ′σ′

A (pµ′

1 , p
ν′

2 )

]}

×



λs,γ

Λ
dUt
U
Kαβγδ

S (pα
3 , p

β
4 ) +

λ′
s,γ

Λ
dUt
U
Fαβγδ

S (pα
3 , p

β
4 )





×



λs,γ

Λ
dUt
U
Kα′β′γ′δ′

S (pα′

3 , p
β′

4 ) +
λ′

s,γ

Λ
dUt
U
Fα′β′γ′δ′

S (pα′

3 , p
β′

4 )



 , (4.36)

où dans l’expression entre [· · · ] des lignes 2-4, on a utilisé le fait que le produit d’un
tenseur symétrique et d’un tenseur anti-symétrique est nul.

Rappelons d’abord les formes générales des relations de commutation et d’anti-
commutation du groupe SU(Nc) :

{T a, T b} =
1
Nc

δab + dabcT c , [T a, T b] = ifabcT c . (4.37)
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Nous avons :
∑

ab

( 1
Nc

δab

)2

=
( 1
Nc

)2

(N2
c − 1) =

2
Nc

CF , (4.38)

∑

ab

(dabcT
c)2 =

N2
c − 4
Nc

(T c)2 =
N2

c − 4
Nc

CF , (4.39)

∑

ab

(ifabcT
c)2 = Nc(T c)2CF , (4.40)

où CF = (N2
c − 1)/2Nc. Alors, les facteurs au carré dans (4.35) et (4.36) :

∑

ab

{T a, T b}2 =
∑

ab

( 1
Nc

δab

)2

+
∑

ab

(dabcT
c)2

=
(N2

c − 2)(N2
c − 1)

2N2
c

=
N2

c − 2
Nc

CF , (4.41)

∑

ab

[T a, T b]2 =
∑

ab

(

ifabcT c
)2

=
N2

c − 1
2

= NcCF . (4.42)

Pour la contribusion des états Us, l’amplitude non polarisée et les amplitudes d’hélic-
ité sont données par :

∑

hi,i=1,4

|Mh1,h2,h3,h4

Us
|2 =

1
4
C2

S

N2
c − 2
Nc

CF ŝ
2dUs .

×
(

λ2
s,g

Λ2dUs
U

+ 4
λ′2

s,g

Λ2dUs
U

)(

λ2
s,γ

Λ2dUs
U

+ 4
λ′2

s,γ

Λ2dUs
U

)

. (4.43)

∑

hi,i=3,4

|Mh1,h2,h3,h4

Us
|2 = 8C2

S

N2
c − 2
Nc

CF ŝ
2dUs

(

λ2
s,γ

Λ2dUs
U

+ 4
λ′2

s,γ

Λ2dUs
U

)

×
(

(h1h2 + 1)2 λ2
s,g

Λ2dUs
U

+ 4(h1 + h2)2 λ
′2
s,γ

Λ2dUs
U

)

. (4.44)

∑

hi,i=1,2

|Mh1,h2,h3,h4

Us
|2 = 8C2

S

N2
c − 2
Nc

CF ŝ
2dUs

(

λ2
s,g

Λ2dUs
U

+ 4
λ′2

s,g

Λ2dUs
U

)

×
(

(h3h4 + 1)2 λ
2
s,γ

Λ2dUs
U

+ 4(h3 + h4)2 λ
′2
s,γ

Λ2dUs
U

)

. (4.45)

|Mh1,h2,h3,h4

Us
|2 = C2

S

N2
c − 2
Nc

CF ŝ
2dUs

×
(

(h1h2 + 1)2 λ2
s,g

Λ2dUs
U

+ 4(h1 + h2)2 λ′2
s,g

Λ2dUs
U

)

×
(

(h3h4 + 1)2 λ
2
s,γ

Λ2dUs
U

+ 4(h3 + h4)2 λ
′2
s,γ

Λ2dUs
U

)

. (4.46)
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Pour la contribution des états Ut, l’amplitude non polarisée et les amplitudes d’hélic-
ité sont données par :

∑

hi,i=1,4

|Mh1,h2,h3,h4

Ut
|2 = 2C2

T

λ2
s,γ

Λ
2dUt
U




N2

c − 2
Nc

CF

λ2
s,g

Λ
2dUt
U

+NcCF

λ′2
s,g

Λ
2dUt
U



 ŝ2dUt
t̂4 + û4

ŝ4
.

(4.47)

∑

hi,i=3,4

|Mh1,h2,h3,h4

Ut
|2 =

C2
T

8
λ2

s,γ

Λ
2dUt
U




N2

c − 2
Nc

CF

λ2
s,g

Λ
2dUt
U

+NcCF

λ′2
s,g

Λ
2dUt
U




ŝ2dUt

ŝ4

× [(h2
1h

2
2 + 1)(t̂2 + û2)2 + (h2

1 + h2
2)(t̂

2 − û2)2 − 4h1h2(t̂4 + û4)] .

(4.48)

∑

hi,i=1,2

|Mh1,h2,h3,h4

Ut
|2 =

C2
T

8
λ2

s,γ

Λ
2dUt
U




N2

c − 2
Nc

CF

λ2
s,g

Λ
2dUt
U

+NcCF

λ′2
s,g

Λ
2dUt
U




ŝ2dUt

ŝ4

× [(h2
3h

2
4 + 1)(t̂2 + û2)2 + (h2

3 + h2
4)(t̂

2 − û2)2 − 4h3h4(t̂4 + û4)] .

(4.49)

|Mh1,h2,h3,h4

Ut
|2 =

C2
T

64
λ2

s,γ

Λ
2dUt
U




N2

c − 2
Nc

CF

λ2
s,g

Λ
2dUt
U

+NcCF

λ′2
s,g

Λ
2dUt
U




ŝ2dUt

ŝ4

× [(h1h2 − 1)(h3h4 − 1)(t̂2 + û2)− (h1 − h2)(h3 − h4)(t̂2 − û2)]2 .

(4.50)

Cependant, les résultat (4.44)-(4.46) et (4.48)-(4.50) font allusion à une plus grande
simplification. En effet, en remarquant le fait que :

h1h2 + 1 = h1 + h2 = 2δh1,h2 , h3h4 + 1 = h3 + h4 = 2δh3,h4 (4.51)

h1h2 − 1 = h1 − h2 = 2δh1,−h2 , h3h4 − 1 = h3 − h4 = 2δh3,−h4 (4.52)

h2
i = 1, i = 1, 2, 3, 4. (4.53)

les amplitudes d’hélicité des états Us prennent les formes suivantes :

∑

hi,i=3,4

|Mh1,h2,h3,h4

Us
|2 = 32C2

S

28
9

(

κs,g

ΛdUs
U

)2 (
κs,γ

ΛdUs
U

)2

ŝ2dUsδh1,h2 , (4.54)

∑

hi,i=1,2

|Mh1,h2,h3,h4

Us
|2 = 32C2

S

28
9

(

κs,g

ΛdUs
U

)2 (
κs,γ

ΛdUs
U

)2

ŝ2dUsδh3,h4 , (4.55)

|Mh1,h2,h3,h4

Us
|2 = 16C2

S

28
9

(

κs,g

ΛdUs
U

)2 (
κs,γ

ΛdUs
U

)2

ŝ2dUsδh1,h2δh3,h4 , (4.56)
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et pour les états Ut, les amplitudes d’hélicité deviennent :

∑

hi,i=3,4

|Mh1,h2,h3,h4

Ut
|2 =

C2
T

2




λs,γ

Λ
dUt
U





2


κt,g

Λ
dUt
U





2

ŝ2dUt
t̂4 + û4

ŝ4
δh1,−h2 . (4.57)

∑

hi,i=1,2

|Mh1,h2,h3,h4

Ut
|2 =

C2
T

2




λs,γ

Λ
dUt
U





2


κt,g

Λ
dUt
U





2

ŝ2dUt
t̂4 + û4

ŝ4
δh3,−h4 . (4.58)

|Mh1,h2,h3,h4

Ut
|2 =

C2
T

4




κt,γ

Λ
dUt
U





2


κt,g

Λ
dUt
U





2

ŝ2dUt
t̂4 + û4

ŝ4
δh1,−h2δh3,−h4 . (4.59)

où on a remplacé NC et CF par les valeurs 3 et 4/3 respectivement et κt,g/Λ
dUt
U sont

des nouveaux couplages (par abus de language) avec :

κ2
s,g = λ2

s,g + 4λ′2
s,g , (4.60)

κ2
s,γ = λ2

s,γ + 4λ′2
s,γ , (4.61)

κ2
t,g =

28
9
λ2

s,g + 4λ′2
s,g , (4.62)

κ2
t,γ = λ2

s,g . (4.63)

Remarquons que la conservation de l’hélicité totale peut être observée dans le cas
scalaire et tensoriel. Par ailleurs, nous pouvons faire apparaître la dépendance en
θcm dans l’amplitude de transition |MUt|2 en faisant intervenir le produit scalaire
entre les quadri-verteurs énergie-impulsion des particules qui entres dans le processus
physique. Etant donné que θcm est l’angle formé entre le gluon entrant et le photon
sortant, nous avons le produit scalaire suivant :

p1 · p3 =
ŝ

4
(1− cos θcm) , (4.64)

p2 · p3 =
ŝ

4
(1 + cos θcm) , (4.65)

p1 · p4 =
ŝ

4
(1 + cos θcm) , (4.66)

p2 · p4 =
ŝ

4
(1− cos θcm) , (4.67)

et les variables de Mandelstam t̂ et t̂ en terme de θcm s’expriment comme :

t̂ =
ŝ

2
(cos θcm − 1), û = − ŝ

2
(cos θcm + 1), (4.68)
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et nous obtenons les expressions suivantes pour les amplitudes de diffusion :

|MUs |2 =
7
9
C2

S

(

κs,g

ΛdUs
U

)2 (
κs,γ

ΛdUs
U

)2
ŝ4

(ŝ2−dUs )2
(4.69)

|MUt|2 =
1
4
C2

T




κt,γ

Λ
dUt
U





2


κt,g

Λ
dUt
U





2

ŝ4 cos θ4
cm + 6 cos θ2

cm + 1
(ŝ2−dUt )2

. (4.70)

La dépendance des amplitudes qui sont en ŝ4 est dûe au fait que le couplage des
unparticles à chaque vertex est en 1/ΛdU

U . Dans le MS, tous les processus 2 → 2
sont en ŝ2 en raison du faite que tous les couplages sont adimensionnés. Les termes
1/(ŝ2−dUi )2 décrivent les propagateurs des états Ui et le terme cos θ4

cm + 6 cos θ2
cm + 1

dans la contribution tensorielle décrit la distribution angulaire des particules de spin-
1 issues de la désintegration d’une particules de spin-2. Cette dépendance angulaire
peut être retrouvée grâce aux matrices dJ

mm′ de Wigner donnant la distribution
angulaire des produits de désintegration d’une particule de spin-J en fonction des
hélicités des particules initiales et finales mises en jeu dans le processus 6.

4.2.3 Analyse des résultats

L’amplitude totale du processus gg → γγ en incluant la contribution du MS est
donnée par l’élément de matrice carré suivant :

|MU+MS|2 =
∑

a,b;h1,2,3,4

∣
∣
∣Mh1,h2,h3,h4

U +Mh1,h2,h3,h4

MS

∣
∣
∣

2

= |MU |2 + |MMS|2 + 2Re(MUM∗
MS) (4.71)

où Re(MUM∗
MS) représente le terme d’interférence et |MU |2 + |MMS|2 correspond

à la somme des processus individuels. Les amplitude d’hélicité du sous-processus
gg

box−−→ γγ ainsi que l’amplitude totale moyenne sont données dans l’Annex A.
Ici, avant d’aborder notre analyse, nous souhaitons faire quelques commentaires

concernant les couplages dimensionnés κi/Λ
dU

U . Dans la description effective de la
théorie des unparticles, nous avons besoin d’introduire une échelle ΛU dans le La-
grangien d’interaction pour des raisons dimensionnelles. Les coefficients sans dimen-
sion λi ne peuvent être calculé, à moins que la théorie à l’échelle ΛU est connue.
Comme les constantes λi sont inconnues, alors pour une dimension d’échelle dUi

fixée à une échelle donnée ΛU , il vaut mieux de considérer les couplages dimension-
nés κi/Λ

dU

U au lieu de λi où κi/Λ
dU

U varie, par exemple, entre 0.001 et 0.01 TeV−1. En
effet, les contributions des termes λi/Λ

dU

U Ga
µνG

aµν et λi/Λ
dU

U FµνF
µν ne peuvent être

plus grandes que de celle du MS par plusieurs ordres de grandeurs et peuvent même

6. En effet, dans le processus gg → Ut → γγ, les hélicités possibles des états initial et final
sont h1,2 = ±1 et h3,4 = ±1. La ditribution angulaire est donnée par (d2

22
)2 + (d2

2−2
)2 + (d2

−22
)2 +

(d2

−2−2
)2 = 2(d2

22
)2 + 2(d2

2−2
)2 où d2

2±2
= 1/4(1± cos θcm)2.
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avoir des signes opposés. C’est un choix donc raisonable, tant que l’on s’intéresse
qu’à une estimation des effets de la nouvelle physique.

Pour illustrer les effets des unparticles sur la production γγ par fusion de gluons
gg et d’établir des preuves supplémentaires du signal correspondant, nous étudions
plusieurs distributions cinématiques des déviations par rapport aux prédictions du
diagramme de boîte du MS. Ici, nous présentons nos résultas pour les distributions
en fonction de la rapidité y, moment transverse pT et la masse invariante Q de paire
de photons pour un choix fixe des paramètres du modèle des unparticles au LHC.

Nous utilisons les coupures cinématiques données par la collaboration ATLAS
[89] : le moment transverse de chaque photon pT > 25 GeV et la rapidité |y| < 2.5
pour chaque photon. Les constantes de couplage électromagnétique et fort sont choisi
comme étant αem = 1/128 et αs(MZ) = 0.118. Dans tous nos calculs numériques,
nous utilisons les densités de partons MSTW 2008 à NNLO [82] pour obtenir les
distributions de partons non intégrés. Les échelles de factorisation et renormalisation
sont prises égales µF = µR = mt où mt = 175 GeV. L’énergie du centre de masse
des protons en collision, ECMS, est considérée comme

√
S = 14 TeV au LHC.

Avant d’aborder notre analyse, nous tenons à souligner que la contribution des
unparticles implique trois paramètres : l’échelles de la théorie ΛU , les constantes
κi et les dimensions d’échelle dUi

. Étant donné que la section efficace du signal est
proportionnelle à κi/Λ

dUi
U , elle décroît rapidement avec la dimension d’échelle dUi

ou
l’échelle ΛU . Ici, nous fixons les dimensions d’échelle des champs scalaire et tensoriel
respectivement aux valeurs dUs = 1.001, dUt = 4.001 7 et l’échelle de la théorie à une
valeur ΛU = 1 TeV. Dans notre étude, toutes les distributions sont réalisées pour
trois valeurs des couplages indicatifs κi/Λ

dUi
U ≃ 0.01, 0.005 et 0.001 8.

Dans toutes les distributions, les courbes en lignes continues correspondent la
prédiction du bruit du MS (diagramme de boîte) et les courbes en lignes pointil-
lées correspondent au signal MS+UP de la nouvelle physique. Tout d’abord, nous
présentons dans la Fig. (4.6) nos résultats pour les distributions de masse invari-
ante dσ/dQ sur une large gamme de Q comprise entre 100 GeV et 1000 GeV pour
|y| < 2.5. Les différentes courbes ici correspondent à différentes valeurs du couplage.
Pour notre choix des paramètres théoriques du modèle, les effets des unparticles sont
visibles dans la grande région de Q où le bruit de fond du MS est réduit. Ceci est
prévu, puisque la contribution des unparticles à la distribution de masse invariante
croît avec la puissanse de Q, i.e dσ̂i/dt̂ ∝ ŝdUi = QdUi . De même, nous pouvons voir
que le signal domine sur les contributions du MS pour un couplage fort, c’est-à-dire
κi/Λ

dUi
U = 0.01.

7. Ce choix de dimensions d’échelle, dUs
= 1.001 et dUt

= 4.001, est justifié par le fait que les
facteurs de normalisation qui apparaissent dans les propagateurs, CS et CT , ne sont pas supprimés.
Par exemple, pour 1.2 < dUs

< 1.9 et dUt
> 4.3, les constantes CS et CT sont pratiquement

constantes et relativement faibles ce qui entraine la suppression des signaux.

8. Dans notre étude phénoménologique, la valeur κi/Λ
dUi

U ≃ 0.01 représente un fort couplage et

les valeurs κi/Λ
dUi

U ≃ 0.005, 0.001 représentent des faibles couplages pour des valeurs des constantes
κi bien déterminées.
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Pour le cas de la contribution scalaire (figure en haut), on observe que le signal
dépasse le bruit de fond du MS pour toute la gamme de Q et en particulier dans
la région des petites valeurs de Q où la contribution du processus de fusion gluon-
gluon dans la boucle de quark est significative. Pour le cas tensoriel (figure en bas),
nous constatons que la contribution n’est pas assez significative comme celle du cas
scalaire pour le même couplage, et le signal commence à s’écarter du bruit à partir
de Q > 500 GeV et devient significatif pour les grandes valeurs de Q. Ceci suggère
que la production de diphoton est un outil utile pour l’extraction des signaux des
unparticles scalaire à faible Q (< 500 GeV).

Dans la Fig. (4.7), nous traçons les distributions de rapidité dσ/dy à la fois pour le
signal et le bruit de fond pour −2.5 < y < 2.5. Dans le bute d’améliorer nos signaux,
on effectue une intégration sur Q dans la gamme de 600 < Q < 1000 GeV où la
contribution des unparticles est dominante. Nous voyons que le signal correspondant
au cas scalaire (figure en haut) diffère de manière significative des prédictions du MS
pour les deux choix du couplage κi/Λ

dUi
U ≃ 0.01, 0.005 et il devient très significatif

de plus d’un ordre de grandeur dans la région centrale de rapidité y = 0. Pour le cas
tensoriel, le signal diffère sensiblement.

Enfin, la Fig. (4.8) présente les résultats des distributions du moment transverse
dσ/dpT sur l’intervalle 50 < pT < 100 GeV. Comme le moment transverse pT est
directement lié à la masse invariante Q, la contribution des unparticles devrait être
visible dans la région de grand pT comme on peut le voir sur la figure. Comme
pour la masse invariante, les contributions scalaires sont importantes pour toute la
gamme des pT considérée.

A noter que la valeur de Q (et par conséquent pT ) à laquelle les déviations se
produisent dépend beaucoup du choix des paramètres du modèle. En effet, pour une
valeur du couplage κi/Λ

dUi
U ≃ 0.001, dans toutes les distributions que nous avons

considéré, nous pouvons presque ne pas distinguer le signal de la nouvelle physique
avec celui du MS. Cela est justifié par le fait que les sections différentielles du signal
sont proportionelles aux couplages, i.e. dσ̂i/dt̂ ∝ κi/Λ

dUi
U . Ainsi, si nous augmentons

l’échelle ΛU , les sections efficaces du signal diminuent. Cela rend les états unparticles
très difficile à rechercher expérimentalement.

Pour des paramètres donnés des unparticles, le signal dépend du couplage, c’est-
à-dire de κ/ΛdU

U . On observe un comportement similaire dans les modèles de grandes
dimensions supplémentaires [66] car les formes des éléments de matrice impliquant
les unparticules et les gravitons de Kaluza-Klein dans le modèle ADD ont la même
forme. En effet, dans tous le cannaux de désintégration du graviton en des champs
du MS, |M|2 ∝ k2/Λ2 puisque les couplages aux vertexes sont en k/Λ où k est une
constante sans dimension.
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4.3 Signature des Unparticles de spin-0 et spin-2
au ILC

Le modèle des unparticle prévoit également de nouvelles contributions à γγ → γγ
au niveau de l’arbre via l’échange des états U de spin-0 ou spin-2 dans les canaux
s, t, et u. Les effets au niveau de l’arbre ont été étudiés avant par [67, 74, 64], en
particulier dans [67, 74], où une déviation considérables par rapport aux résultats
du MS ont été trouvées, même si l’échelle est de l’ordre de ΛU ∼ 10 TeV. Dans
cette section, nous allons étudier en détail la diffusion polarisée γγ → γγ dans le
modèle des unparticles auprès du future collisionneur linéaire ILC afin de chercher
des signatures des états Us et Ut à l’échelle ΛU ∼ 1 TeV. Le ILC a la possibilité
d’exécuter ce mode de collision, où des faiscaux laser sont rétrodiffusés par effet
Compton sur des faisceaux d’électrons entrants. Le détail de ces collisions est donné
dans la section qui suit.

4.3.1 Les collisions γγ → γγ au ILC

Avant de développer notre analyse, disons quelques mots sur les aspects expéri-
mentaux du processus de collision γγ → γγ, qui peut être étudié au collisionneur
linéaire ILC par la méthode de rétrodiffusion laser concentrés sur des faisceaux e+e−.

Après le grand accélérateur de particules LHC, l’accélérateur linéaire ILC est le
prochain collisionneur susceptible de faire avancer nos connaissances sur la physique
au-delà du MS. Il est prévu d’avoir une énergie de collision de 500 GeV au départ,
avec la possibilité d’une mise à jour ultérieure à 1000 GeV (1 TeV). La luminosité
prévu du faisceau e+e− de la conception du ILC à

√
se+e− = 500 GeV est de L =

500 fb−1 au cours des quatre premières années de fonctionnement et de L = 1000 fb−1

au cours de la première phase de fonctionnement [74].
Dans cette machine, l’idée des collisionneurs de photons est basée sur le fait que

des faisceaux d’électrons peuvent être transformés à des photons de haute énergie
juste avant le point d’interaction (IP). La conversion peut être faite par la rétrod-
iffusion Compton des faisceaux laser concentrés sur des faisceaux e+e− de hautes
énergies. Ainsi, l’énergie et la luminosité des faisceaux de photons dans des collisions
γγ seraient approximativement du même ordre de grandeur que celles des faisceaux
d’électrons d’origine dans les collisions e+e−. Un schéma pour ce type de collisions est
montré sur la Fig. (4.4). Les photons résultants auront un spectre qui s’étend jusqu’à
environ 80% de l’énergie des électrons initials et l’intensité peut être suffisamment
élevée si le faisceau entrant de photons est suffisamment intense. Une luminosité
élevée de γγ comparable à celle des e+e− peut être atteinte si on exige que nous
produisons un photon de chaque électron. Une description complète du collisionneur
de photons est disponible dans une partie de TESLA TDR [90]. Le spectre d’énergie
et la composition de spin des deux faisceaux de photons ainsi généré dans les colli-
sionneur γγ, dépendent évidemment de l’énergie et des polarisations des faisceaux
e+e− et lasers.
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Figure 4.4 – Schéma pour les collisions γγ et γe [90].

Lors de la collision du faisceau d’électrons d’énergie Ee et le faisceaux laser
d’énergie El au niveau du point de conversion (PC), l’énergie maximale des photons
diffusés est Eγ = z

z+1
E0 où x = Eγ/Ee est la fraction de l’énergie emportée par le

faisceau photon rétrodiffusé avec z ≈ 4EeEl

m2
e
≃ 15.3[ Ee

T eV
][ El

eV
] et me est la masse de

l’électron. Donc la valeur maximale de x est donnée par xmax = z
z+1

. Pour éviter
une production non contrôlable de la paire e+e− dans la collision du laser avec les γ
de haute énergie, z doit être choisi inférieur à zopt = 2(1 +

√
2) ≃ 4.83. Près de cette

limite, environ 80% de l’énergie de e+e− est transférée au système γγ. Au même
moment, les photons de haute énergie sont polarisés circulairement à un niveau
proche de 100%.

Pour les calculs des sections efficaces polarisées et non polarisées des photons
rétrodiffusés, nous définissons Mijkl, i, j, k, l = ±, comme l’amplitude d’hélicite pour
le processus γγ → γγ, où (i, j) sont les états d’hélicités des photons entrants et
(k, l) sont les états d’hélicités des photons sortants, respectivement. Nous définissons
ensuite l’amplitude au carré |Mij|2 par :

|Mij|2 =
∑

k,l

|M(ijkl)|2 (4.72)

où la sommation est effectuée sur les hélicités des états finaux. La section efficace
différentielle de production de diphton dans la diffusion γγ peut être généralement
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exprimée comme :

dσ

d cos θcm

=
1

64π

∫ x1max

x1min

dx1

∫ x2max

x2min

dx2
f(x1)f(x2)

ŝ

×
[

1 + hγ(x1)hγ(x2)
2

|M(++)|2 +
1− hγ(x1)hγ(x2)

2
|M(+−)|2

]

,(4.73)

=
∫ x1max

x1min

dx1

∫ x2max

x2min

dx2f(x1)f(x2)

×
[

1 + hγ(x1)hγ(x2)
2

dσ̂++

d cos θcm

+
1− hγ(x1)hγ(x2)

2
dσ̂+−

d cos θcm

]

, (4.74)

où θcm est l’angle de diffusion dans le centre de masse, f(x) ≡ f(x, he, hl, z) et
hγ(x) ≡ hγ(x, he, hl, z) sont les densité et hélicité moyenne de photons dont les ex-
pressions sont presentées dans l’annex 7. Ainsi, pour différents choix de polarisation
(he1, hl1) et (he2, hl2) des deux faisceaux, nous obtenons différentes sections efficaces
polarisées. La quantité

√
se+e− ≡ √s étant l’énergie du centre de masse de la colli-

sion e+e− et
√
ŝ =
√
x1x2se+e− est l’énergie du centre de masse des deux faisceaux

de photons rétrodiffusés.
En raison de la symétrie d’échange entre les deux photons et le fait qu’un flip

simultané dans les signes de toutes les polarisations laisse le produit des hélicités et
les sections invariantes, il y a seulement six combinaisons de polarisations initiales
physiquement distinctes [85]. Dans ce qui suit, nous allons étiqueter ces possibilités
par les signes correspondants de l’électron et polarisations laser comme suivant :
(++) ≡ (+ + ++) = (he1 = 0.9, hl1 = 1;he2 = 0.9, hl2 = 1) et (+−) ≡ (+ −
+−) = (he1 = 0.9, hl1 = −1;he2 = 0.9, hl2 = −1). Certaines de ces combinaisons
de polarisation seront plus sensibles aux effets des unparticles que d’autres. Donc,
notre analyse peut servir à repérer ces cas particuliers.

4.3.2 Contribution des unparticles dans γγ → γγ :
Amplitude d’hélicité

Le processus de difusion suivant :

γ(p1, h1) + γ(p2, h2)→ γ(p3, h3) + γ(p4, h4) , (4.75)

peut se produire au niveau de l’arbre dû à l’échange des états U de spin-0 et spin-2
dans les canaux ŝ,t̂ et û. Dans la Fig. (4.5) on montre les diagrammes de Feynman
correspondant au processus (4.75) dans les voies ŝ,t̂ et û. Dans le MS, les amplitudes
de diffusion γγ → γγ sont obtenues en extrayant les facteurs de couleurs appropriées
dans les amplitudes gg → γγ. Dans le modèle des unparticles, ceci est également
permi.
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Figure 4.5 – Diagrammes de Feynman au niveau de l’arbre pour le processus γγ →
γγ médiés par les états U de spin-0 et spin-2 dans les cannaux ŝ,t̂ et û [83].

Amplitude d’hélicité de γγ → γγ avec unparticles de spin-0

En utilisant les règles Feynmann donnés dans l’Eq. (3.75), nous obtenons l’am-
plitude effective :

MUs = (Ms
Us

+Mt
Us

+Mu
Us

)µναβ ǫµ(p1) ǫν(p2) ǫα∗(p3) ǫβ∗(p4) (4.76)

oùMs
Us

,Mt
Us

etMu
Us

sont les amplitudes d’hélicité dans les canaux s,t et u respec-
tivement et sont donnée par :

M(s)µναβ
Us

= −16C2
s




λt,γ

Λ
dUt
U

(pµ
1p

ν
2 − p1 · p2 g

µν) + 2
λ′

t,γ

Λ
dUt
U

ǫµνρσp
ρ
1p

σ
2





× ŝdUs −2eidUs π




λt,γ

Λ
dUt
U

(pα
3p

β
4 − p3 · p4 g

αβ) + 2
λ′

t,γ

Λ
dUt
U

ǫαβγδp
γ
3p

δ
4



 ,(4.77)

M(t)µναβ
Us

= −16C2
s




λt,γ

Λ
dUt
U

(pµ
1p

α
3 − p1 · p3 g

µα) + 2
λ′

t,γ

Λ
dUt
U

ǫµαρσp
ρ
1p

σ
3





× |t̂|dUs −2




λt,γ

Λ
dUt
U

(pν
3p

β
4 − p3 · p4 g

νβ) + 2
λ′

t,γ

Λ
dUt
U

ǫνβγδp
γ
3p

δ
4



 , (4.78)

M(u)µναβ
Us

= −16C2
s




λt,γ

Λ
dUt
U

(pµ
1p

ν
4 − p1 · p4 g

µβ) + 2
λ′

t,γ

Λ
dUt
U

ǫµβρσp
ρ
1p

σ
2





× |û|dUs −2




λt,γ

Λ
dUt
U

(pα
3p

ν
2 − p3 · p4 g

αν) + 2
λ′

t,γ

Λ
dUt
U

ǫανγδp
γ
3p

δ
2



 . (4.79)

Dans l’annex C, le programme calcul uniquement les amplitude d’hélicité dans la
voie ŝ. Pour obtenir les amplitudes d’hélicités dans les autres voies, il suffit juste de
remplacer l’amplitude de transition en voie ŝ par celles des voies t̂ et û dont les formes
sont données par (4.78) et (4.79). La même chose pour les termes d’interférence.
Ainsi, les amplitudes d’hélicité pour différentes polarisations initiales de photons
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dans les canaux ŝ,t̂ et û sont données par :

|M(s)±±
Us

|2 = 8C2
s





(

λs

ΛdUs
U

)2

+ 4

(

λ′
s

ΛdUs
U

)2




2

ŝ2dUs , (4.80)

|M(s)±∓
Us

|2 = 0 , (4.81)

|MUs
(t)±±|2 = |M (t)±∓

Us
|2 = 4C2

s





(

λs

ΛdUs
U

)2

+ 4

(

λ′
s

ΛdUs
U

)2




2

|t̂|2dUs , (4.82)

|M(u)±±
Us

|2 = |M(u)±∓
Us

|2 = 4C2
s





(

λs

ΛdUs
U

)2

+ 4

(

λ′
s

ΛdUs
U

)2




2

|û|2dUs , (4.83)

et les termes d’interférence sont donnés par :

2Re(Ms∗
Us
Mt

Us)
±± = 8C2

s





(

λs

ΛdUs
U

)2

+ 4

(

λ′
s

ΛdUs
U

)2




2

ŝdUs |t̂|dUs cos(dUsπ),

2Re(Ms∗
Us
Mt

Us)
±∓ = 0 (4.84)

2Re(Ms∗
Us
Mu

Us)
±± = 8C2

s





(

λs

ΛdUs
U

)2

+ 4

(

λ′
s

ΛdUs
U

)2




2

ŝdUs |û|dUs cos(dUsπ)

2Re(Ms∗
Us
Mu

Us)
±∓ = 0 (4.85)

2Re(Mt∗
Us
Mu

Us)
±± = 8C2

s





(

λs

ΛdUs
U

)2

+ 4

(

λ′
s

ΛdUs
U

)2




2

(t̂û)dUs

2Re(Mt∗
Us
Mu

Us)
±∓ = 0 (4.86)

A noter que, pour λ′ = 0, nos résultats coincides avec ceux de la référence [67].

Amplitude d’hélicité de γγ → γγ avec unparticles de spin-2

Pour la contribution tensorielle, l’amplitude effective s’exprime comme :

MUt = (Ms
Ut

+Mt
Ut

+Mu
Ut

)µναβ ǫµ(p1) ǫν(p2) ǫα∗(p3) ǫβ∗(p4) (4.87)

avec

M(s)µναβ
Ut

= −Ct




λt,γ

Λ
dUt
U
Kµνρσ(pµ

1 , p
ν
2) +

λ′
t,γ

Λ
dUt
U
F µνρσ(pµ

1 , p
ν
2)



 ŝdUs −2eidUs π

× T ρσγδ(p1 + p2)




λt,γ

Λ
dUt
U
Kαβγδ(pα

3 , p
β
4 ) +

λ′
t,γ

Λ
dUt
U
Fαβγδ(pα

3 , p
β
4 )



 ,(4.88)
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M(t)µναβ
Ut

= −Ct




λt,γ

Λ
dUt
U
Kµαρσ(pµ

1 , p
α
3 ) +

λ′
t,γ

Λ
dUt
U
F µαρσ(pµ

1 , p
α
3 )



 |t̂|dUs −2

× T ρσγδ(p1 − p3)




λt,γ

Λ
dUt
U
Kνβγδ(pν

2, p
β
4 ) +

λ′
t,γ

Λ
dUt
U
F νβγδ(pν

2, p
β
4 )



 ,(4.89)

M(u)µναβ
Ut

= −Ct




λt,γ

Λ
dUt
U
Kµβρσ(pµ

1 , p
β
4 ) +

λ′
t,γ

Λ
dUt
U
F µβρσ(pµ

1 , p
β
4 )



 |û|dUs −2

× T ρσγδ(p1 − p4)




λt,γ

Λ
dUt
U
Kναγδ(pν

2, p
α
3 ) +

λ′
t,γ

Λ
dUt
U
F ναγδ(pν

2, p
α
3 )



 ,(4.90)

Pour les amplitudes d’hélicite, nous obtenons en retour les expressions suivantes :

|M(s)±±
Ut

|2 = 0 , (4.91)

|M(s)±∓
Ut

|2 =
1
2
C2

t




λt,γ

Λ
dUt
U





4

(t̂4 + û4)ŝ2dUt −4 , (4.92)

|M(t)±±
Ut
|2 =

1
2
C2

t




λt,γ

Λ
dUt
U





4

(ŝ4 + û4)|t̂|2dUt −4 , (4.93)

|M(t)±∓
Ut
|2 = 0 , (4.94)

|M(u)±±
Ut

|2 =
1
2
C2

t




λt,γ

Λ
dUt
U





4

(ŝ4 + t̂4)|û|2dUt −4, (4.95)

|M(u)±∓
Ut

|2 = 0 , (4.96)

et les termes d’interférence sont donnés par :

2Re(Ms∗
Ut
Mt

Ut)
±± = 0 , (4.97)

2Re(Ms∗
Ut
Mt

Ut)
±∓ = C2

t




λt,γ

Λ
dUt
U





4

cos (dUtπ) û4ŝdUt −2|t̂|dUt −2 , (4.98)

2Re(Ms∗
Ut
Mu

Ut)
±± = 0 , (4.99)

2Re(Ms∗
Ut
Mu

Ut)
±∓ = C2

t




λt,γ

Λ
dUt
U





4

cos (dUtπ) t̂4ŝdUt −2|û|dUt −2 , (4.100)

2Re(Mt∗
Ut
Mu

Ut)
±± = C2

t




λt,γ

Λ
dUt
U





4

ŝ4(t̂û)dUt −2 , (4.101)

2Re(Mt∗
Ut
Mu

Ut)
±∓ = 0 , (4.102)
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La section efficace différentielle polarisée par rapport à l’angle de diffusion θcm est
donnée par :

dσ̂h1,h2

U
d cos θcm

=
1

32πs

∑

h3,h4

| M(s)h1,h2,h3,h4

U +M(t)h1,h2,h3,h4

U +M(u)h1,h2,h3,h4

U

+ Mh1,h2,h3,h4

MS |2 . (4.103)

4.3.3 Résultats numériques

Dans notre analyse, nous suivons les hypothèses habituelles des collisionneurs
[90] en prenant la polarisation du laser initial proche de 100%, soit |hl| = 1, et la
polarisation du faisceau d’électrons proche de 90%, soit |he| = 0.9. De même, dans
notre analyse, nous considérons la région cinématique où M2

W/s,M
2
W/|t|,M2

W/|u| ≪
1 et MW est la masse du boson W , ce qui donne les coupures suivantes : π/6 < θcm <
5π/6, et

√
0.4 < xi < xmax qui sont souvent utilisées dans la litérature [71, 72] où

xmax est la fraction maximale de l’énergie du faisceau d’électrons qu’un photon
rétrodiffusé peut emporter. Numériquement, elle est prise pour xmax ≈ 0.83. Ces
coupures suppriment efficacement les contributions d’une boucle du MS venant des
boucles des fermions et des bosons W±. Ces amplitudes peuvent être trouvées dans
les références [68, 69] et seront données en annexe. On note que, à basse énergie, la
contribution des fermions domine, mais une fois que

√
ŝ passe au-dessus de 100 GeV,

la contribution des bosons W± devient plus importante et domine complètement à
grande

√
ŝ. Dans la limite de basse énergie ŝ≪M2

W :

M++++ =
14
5

ŝ2

M4
W

, M++−− =
1
10
ŝ2 + t̂2 + û2

M4
W

, M+++− = 0, · · · , (4.104)

Dans la limite de haute énergie avec û finie et grand, s ≫ −u ≫ M2
W , ce qui

correspond à la diffusion de photons à petit angle, θ ∼ (−u/s)1/2 :

M++++ =M+−+− = −16πi
ŝ

û
log(−û/M2

W ), (4.105)

alors que les contributions d’une boucle de fermions aux amplitudes d’hélicité ne
croissent que comme logarithme carré :

Mf
++++ =Mf

+−+− = −4 log2(−ŝ/û). (4.106)

Cela signifie qu’à haute énergie la contribution d’une boucle de W± ne sera pas
seulement non négligeable, mais même dominante dans la section efficace totale de
la diffusion photon-photon. Par exemple, la diffusion de photons laser d’énergie de
1 TeV à partir d’un faisceau d’électrons d’énergie

√
se+e− = 250 GeV peut produire

des rayons gamma allant jusqu’à √sγγ ∼ 200 GeV. Comme indiqué au début de ce
chapitre, le bruit de fond du MS le γγ canal devrait être faible. Ainsi, s’il devait y
avoir un excès de diphoton au ILC, ces distributions pourraient éventuellement être
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utilisées pour identifier les unparticules comme la source, ainsi que la valeur correcte
de la dimension d’échelle dU correspondante.

La polarisation de chacun des photons est une fonction des polarisations du
faisceau d’électron initial et du faisceaux laser qui peuvent être fixés par l’expérience.
Lorsque nous présentons nos résultats pour le cas polarisé, nous allons faire un choix
pour différentes polarisations initiales. A noté que le fait de ne pas avoir effectué la
sommation sur les états de polarisation va nous permettre d’obtenir des distributions
angulaires très variées.

Nous commençons par les résultats pour le cas scalaire. Nous avons choisi ΛU = 1
TeV et λs,γ = λ′

s,γ = 0.2. A noter que, pour la difusion γγ → γγ, en plus des
paramètres du modèle, nous avons l’énergie de la collision

√
se+e− . Nous allons ef-

fectuer une analyse pour le ILC avec une énergie du faisceau
√
se+e− ∈[300 GeV ;1000

GeV] et π/6 ≤ θcm ≤ 5π/6. La dépendance du rapport σUs+MS/σMS en la dimension
d’échelle dUs est présentée dans les Figs. (4.9)-(4.11) pour dUs = 1.01, 1.1, 1.2, 1.3, 1.4
et 1.99. La valeur de

√
se+e− à laquelle les déviations se produisent dépend beau-

coup du choix des paramètres, à savoir l’échelle ΛU , et la dimension d’échelle dUs .
Avec le choix du paramètre ΛUs = 1, nous constatons que les effets des unpar-
ticles scalaire peuvent être vus seulement à partire de

√
se+e− & 400 GeV pour

dUs = 1.01, et deviennent importants avec l’augmentation de l’énergie du faisceau,
comme prévu. De même, toutes ces distributions peuvent être considérées comme
importantes pour dUs = 1.01, 1.99 (Fig. (4.9)) alors qu’ils deviennent moins impor-
tantes pour dUs = 1.1, 1.2, 1.3, 1.4 comme représenté dans les Fig. (4.10) et (4.11), et
dans le cas avec dUs = 1.01, il existe une déviation considérable par rapport aux ré-
sultats du MS. Les courbes de ces figures montre une dépendance sensible aux choix
des polarisations initiales. Nous pouvons donc améliorer le rapport (signal/bruit de
fond) en choisissant une polarisation appropriée du faisceau initial, à savoir la po-
larisation (he1, hl1;he2, hl2) = (+,−; +,−) où l’effet est dominé par la configurations
d’hélicité γ+γ+ → γ+γ+.

Dans la Fig. (4.12) on montre les distribution de la déviation fractionnaire par
rapport au MS, dσUs+MS

d cos θcm
/ dσMS

d cos θcm
, en fonction de cos θcm (π/6 ≤ θcm ≤ 5π/6) pour

la polarisation (he1, hl1;he2, hl2) = (+,−; +,−) correspondant à la plus grande con-
tribution, comme représenté dans les Figs. (4.9)-(4.11). Nous constatons que la dif-
férence des distributions entre le SM et le SM+Us peut être assez important, surtout
quand on se concentre dans les régions centrales pour lesquelles θcm = π/2.

Dans la Fig. (4.13) nous montrons la variable sans dimension χ2 en fonction de
l’échelle ΛU et qui est définie par :

χ2(ΛU , dU) =
L

σSM

[σSM − σSM+U ]2 , (4.107)

où L est la luminosité du faiscaux. Nous exigeons χ2(ΛU , dU) ≥ 2.706 correspondant
à un niveau de confiance de 95%. Les courbes dans la Fig. (4.13) montrent χ2 en
fonction de ΛU pour la polarisation (+,- ;+,-) à un niveau de confiance 95% pour√
se+e− = 500 GeV et

√
se+e− = 1000 GeV respectivement avec une luminosité
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L = 100 fb−1. Comme on peut le voir sur cette figure, la plus grande portée à
chaque stade est pour dUs = 1.01. En augmentant la luminosité du faiscaux L, la
portée sera améliorée.

Pour le cas tensoriel nous prenons de même ΛU = 1 TeV en gardant la dimension
d’échelle fixe, dUt = 4.01. Afin d’obtenir des effets plus réalistes nous prenons λt,γ =
1. Les résultats de cette analyse pour les six états possibles des polarisations sont
montrés dans la Fig. (4.15). Comme prévu, nous constatons que la contribution des
unparticles de spin-2 croît avec

√
se+e− et qu’il domine sur les contributions du MS

au-dessus de
√
se+e− ∼ 700 GeV. La valeur précise où cela se produit dépendra

beaucoup sur le choix de ΛU . Ensuite, nous présentons la distribution en cos θcm.
Puisque les unparticles sont de spin-2, la dépendance angulaire de la section efficace
sera différente de celle des unparticles de spin-0. Elle est montrée dans le panneau
en bas de la Fig. (4.15) qui a un aspect complètement différent de de celui des états
Us. Les états Ut sont plus susceptibles d’émerger autour de cos θcm = ±0.5.

4.4 Conclusion

Les processus gg → γγ et γγ → γγ à des énergies de l’ordre de ΛU = 1 TeV
constituent des canaux très important pour tester la théorie des unparticles, étant
donné que les contributions de ces dernières au niveau de l’arbre pour ces processus
sont non nulles et peuvent être significatives, alors que la contribution du MS est
uniquement au niveau de la boucle. Le grand avantage de l’utilisation de ces canaux
pour l’étude de la nouvelle physique, c’est qu’ils sont propres et les signaux sont
distingués facilement.

Dans la première partie, nous avons discuté l’impact des contributions des un-
particles scalaires et tensorielles aux différentes distributions au LHC avec

√
S = 14

TeV. Nous avons estimé avec soin les sections efficaces du bruit (MS) et du sig-
nal (MS + spin-0 UP et MS + spin-2 UP) à une échelle ΛU = 1 TeV et pour
dUs = 1.001 et dUt = 4.001. Il s’avère qu’avec ce choix de paramètres du modèle, les
effets des unparticles tensoriels ne sont visibles que dans la region de grande masse
invariante Q (600 < Q < 1000 GeV) et moment transverse pour un couplage de
l’ordre λ/ΛdU

U ≃ 0.01. Par contre, nous avons constaté que la contribution des un-
particules scalaires peut donner des améliorations significatives d’environ un ordre
de grandeur dans les distributions que nous avons considéré et presque sur toute la
gamme de masse invariante, rapidité et moment transverse. En particulier, les effets
des unparticles scalaires sont également importants à basse Q où la contribution
du diagramme de boîte prédomine. Ainsi, expérimentalement si nous mesurons un
nombre raisonnable de paires de photons avec des basses valaurs de la masse invari-
ante, il indiquerait clairement que la signature de la nouvelle physique peut-être la
signature de unparticules scalaires.

Dans la deuxième partie, nous avons étudié les effets des unparticles scalaires et
tensorielles sur la production de paires de photons dans les collisions γγ au ILC.
Nous avons démontré que la polarisation des faisceaux joue un rôle très important
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dans la découverte des signatures des unparticles. Nous pouvons améliorer le rapport
signal-bruit d’une certaine ampleur en choisissant les polarisations du faisceau initial
approprié. Pour ΛU = 1 TeV, les effets des unparticles scalaires entraînent des dévi-
ations considérables par rapport aux résultats du MS avec énergie à

√
se+e− = 500

GeV et
√
se+e− = 1 TeV. Pour le cas des unparticles tensorielles, la contribution

diminue rapidement avec l’augmentation de l’échelle ΛUt et les effets sont observ-
ables uniquement à des échelles ΛU =. 1 TeV.
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Figure 4.6 – Distribution de masse invariante de paires de photons issus de la
désintégration des unparticles scalaires (haut) et tensorielles (bas) à ΛU = 1 TeV
pour des valeurs de λ/ΛdU

U = 0.01, 0.05, 0.001
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Figure 4.7 – Distribution de rapidité de paires de photons issus de la désintégration
des unparticles scalaires (haut) et tensorielles (bas) à ΛU = 1 TeV pour des valeurs
de λ/ΛdU

U = 0.01, 0.05, 0.001 avec Q dans la gamme 600 < Q < 1000 GeV.
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Figure 4.8 – Distribution du moment transverse de paires de photons issus de la
désintégration des unparticles scalaires (haut) et tensorielles (bas).
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Figure 4.9 – Unparticles de spin-0 : Rapport entre les sections efficaces de SM+Us

et MS à ΛUs = 1 pour les six différentes polarisations initiales des deux faisceaux .
Ici dUs = 1.01 et dUs = 1.99.
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Figure 4.10 – Unparticles de spin-0 : Rapport entre les sections efficaces de MS+Us

à ΛUs = 1 TeV et MS pour les six différentes polarisations initiales des deux faisceaux.
Ici dUs = 1.1 et dUs = 1.2.
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Figure 4.11 – Unparticles de spin-0 : Rapport entre les sections efficaces de MS+Us

à ΛUs = 1 TeV et MS pour les six différentes polarisations initiales des deux faisceaux.
Ici dUs = 1.3 et dUs = 1.4.
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Figure 4.12 – Unparticles de spin-0 : Rapport entre les distributions angulaires de
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ΛUs = 1 TeV,

√
se+e− = 500 GeV et dUs = 1.01, 1.1, 1.2, 1.3, 1.4 et 1.99.

104



 2

 2.5

 3

 3.5

 4

 4.5

 5

 500  1000  1500  2000  2500

χ2 (Λ
u
)

Λu[GeV]

(he1,hl1;he2,hl2) = (+,−;+,−)

√ s
e+e-= 500 [GeV]

λs = λ’s = 0.2
L = 100 (fb)

ILC

dus
  =  1.01

dus
  =  1.10

dus
  =  1.20

dus
  =  1.30

dus
  =  1.40

dus
  =  1.99
95% CL

 2

 2.5

 3

 3.5

 4

 4.5

 5

 1000  1500  2000  2500  3000  3500  4000

χ2 (Λ
u
)

Λu[GeV]

(he1,hl1;he2,hl2) = (+,−;+,−)

√ s
e+e-= 1000 [GeV]

λs = λ’s = 0.2
L = 100 (fb)

ILC

dus
  =  1.01

dus
  =  1.10

dus
  =  1.20

dus
  =  1.30

dus
  =  1.40

dus
  =  1.99
95% CL

Figure 4.13 – Unparticles de spin-0 : Distribution de χ2 en fonction de l’échelle ΛUs

pour la polarisation initiale (+,- ;+,-) des deux faisceaux. La ligne horizontale indique
la fonction χ2 à 95% du niveau de confiance. Ici

√
se+e− = 500 GeV, L = 100 fb−1

et dUs = 1.01, 1.1, 1.2, 1.3, 1.4 et 1.99.
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Troisième partie

Effet à une boucle des Unparticles
chargés de spin-0 et spin-1/2
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Chapitre 5

Le modèle de jauge des
Unparticles

Dans ce chapitre nous décrivons brièvement le scénario où les champs unparticles,
U , sont chargés sous le groupe de jauge du MS. Par la suite, des formes asymptotiques
des fonctions vertexes pour les règles de Feynman à trois et quatre points sont
données pour être employées dans ce présent chapitre pour le calcul de la polarisation
des bosons de jauge du MS et dans le chapitre qui suit. Nous nous limitons seulement
au modèle de jauge des unparticles de spin-0 et spin-1/2 présent dans la litérature.
A noter que tous les résultas de ce chapitre constituent une contribution originale.

5.1 Introduction

Dans la formulation originale de la théorie des unparticles, les champs du secteur
conforme ne portent plus des nombres quantiques du MS. Ces champs sont motivés
par l’existence d’une théorie invariante d’échelle non triviale avec un point fixe in-
frarouge dont l’exemple étant assuré par une théorie de jauge non abélienne avec un
grand nombre de fermions sans masse (comme celles étudiées par BZ [48]). En tant
que singulet du MS, les effets de tels champs sont illustrés par l’énergie manquante
dans les processus d’interactions entre les particules de matière, et ainsi les possi-
bilités que ces champs peuvent se coupler à ceux du MS sont limitées [91]. Georgi a
également mis l’hypothèse qu’il serait intéressant d’étudier le cas où les champs un-
particules portent des charges du groupe de jauge du MS, SU(3)C⊗SU(2)L⊗U(1)Y ,
conduisant ainsi à une phénoménologie plus intéressante au LHC. En comparaison
avec le fait que l’énergie manquante lors des processus d’interaction est moins im-
portante, la possibilité que les champs unparticules soient chargés est particulière-
ment intéressante, car ils peuvent augmenter les sections efficaces de production via
des interactions fortes ou faibles et donner lieu à de nouveaux signaux intéressants
dans les détecteurs ATLAS et CMS au LHC. De même, les unparticules chargés
peuvent contribuer aux couplages mobiles de jauge. Ce résultat a des implications
importantes sur la liberté asymptotique. En effet, il y a eu dans la littérature des
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discussions sur l’effet de unparticules scalaires chargés sur les théorie de jauge [92].
Une théorie de jauge non abélienne peut s’approcher de la liberté asymptotique plus
rapidement quand elle est couplée à de tels champs. De même, une théorie de jauge
abélienne, qui n’est par ailleurs pas asymptotiquement libre, elle pourrait devenir
asymptotiquement libre si la contribution des champs unparticle domine sur celle
des champs de matière du MS [92].

Même si les conséquences phénoménologiques du modèle des unparticles dans
ces deux formulations ont été longuement discutées, certaines questions théoriques
les plus élémentaires n’ont pas trouvé de place dans la littérature. Intégrer les un-
particules dans le groupe de jauge faible introduit également des couplages aux
bosons de jauge et de type Drell-Yan et des mesures de précision électrofaibles se
traduirons par des contraintes non négligeables sur le modèle présenté notamment
au niveau d’une boucle. De Même, les effets en boucles des unparticles chargés sur
les différents modes de désintégration via des boucles chargés, par exemple le mode
de désintégration du boson de Higgs en deux photons, qui constitue un mode très
important pour chercher les signes d’une nouvelle physique au LHC. La présences
des états unparticles chargés peut avoir des effets importants sur des modes de dés-
intégrations impliquant des boucles chargés. Cependant, en raison de la complexité 1

des formes des fonctions vertexes des unparticles chargés et de la forme non stan-
dard des propagateurs 2, conduisant ainsi à la non-applicabilité de la technique de
Passarino-Veltman pour le calcul des intégrales en boucles, les dérivations des fonc-
tions en boucle des unparticles chargés n’ont pas encore été établi dans la littérature
et deviennent presque impossible.

Il est donc important d’établir des formes asymptotiques plus simples pour les
fonctions vertexes décrivant les couplages des unparticles chargés avec les champs de
jauge du MS, permattant ainsi le calcul des contributions en boucle correspondantes 3

(par la méthode de paramétrisation de Feynman) et par conséquent d’étudier leurs
effets sur les principeaux modes de production.

Dans ce chapitre, le premier modèle de jauge des unparticules et les règles de
Feynman seront brièvement passé en revue. Par la suite, nous poursuivons notre
étude théorique sur ce modèle en établissant les formes asymptotiques des fonctions
vertexes des interactions à trois et quatre points nécessaires pour le calcul des boucles
via les unparticles de spin-0 et spin-1/2. Comme application, nous calculons les
contributions à la polarisation des bosons de jauge du MS via ces nouveaux états et
nous montrons que ces formes asymptotiques conduisent directement à des résultats
déjà établi dans la littérature. En fin, la contribution des unparticles à la fonction
β de la théorie et le problème de l’unification des couplages de jauge du MS seront
discutés.

1. Le nouvel élément dans le modèle de jauge des unparticles, c’est la présence du propagateur
dans les vertexes d’interaction.

2. A cause de la dimension d’échelle dans le dénominateur, la recette de Passarino-Veltman de
la réduction des intégrales tensorielles ne peut être appliquée.

3. De ce point de vue, le calcul suit prèsque le cas canonique.
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5.2 Modèle de jauge et règles de Feynman

En raison des dimensions d’échelle non triviales des champs des unparticles, leur
théorie de jauge est généralement non-locale et il est assez difficile de les coupler aux
champs de jauge du MS. Néanmoins, la généralisation du modèle des unparticles à
une théorie de jauge a été étudiée par de nombreux auteurs en utilisant des approches
différentes [20, 93, 94]. Nous suivons ici l’approache qui a été construite dans la Ref.
[20] qui constitue le premier modèle de jauge des unparticules et qui sera brièvement
passé en revue et nous donnons par la suite les règles de Feynman qui entrent dans
nos calculs. Dans notre travail, il suffit de considérer que les fonctions vertexes à
trois et quatre points.

La présence des couplages de jauge entre les unparticles et les particules du MS
modifierait radicalement la phénoménologie à faible énergie et ainsi altérer l’excel-
lent accord du MS avec les tests de précision à des échelles d’énergies inférieures à
quelques centaines de GeV. Pour éviter ce fait et pour limiter les effets des unparti-
cles à des énergie ΛU , l’invariance d’échelle du secteur conforme doit être brisée 4 à
une certaine échelle infrarouge Λ6U ≡ µ de sorte que les effets des unparticules seront
principalement limités à haute énergie ΛU > µ et pourraient encore être accessible
aux collisionneurs comme le LHC 5.

Considérons d’abord le cas des champs unparticles scalaires Us de dimension
dUs . La paramétrisation de la brisure de l’invariance d’échelle se fait à travers l’in-
troduction d’un terme de masse (coupure infrarouge) µs dans le propagateur ∆Us(k)
comme suivant :

∆Us(k, µs) =
∫

d4xeikx〈0|TUs(x)U †
s (0)|0〉

=
iA(dUs)

2π

∫ ∞

µ2
dm2 ρ(m2 − µ2

s)
k2 −m2 + i ǫ

≡ A(dUs)
2 sin(πdUs)

i

Σs
0(k, µs)

, (5.1)

avec Σs
0(k, µs) ≡ (µ2

s−k2− i ǫ)2−dUs . L’introduction d’un tel terme de masse modifie
égallement l’espace de phase comme suivant :

dΦUs(k, µs) = ρ̃Us(k
2 − µ2

s)
d4p

(2π)4

= A(dUs)θ(k
0)θ(k2 − µ2

s)(k
2 − µ2

s)
dUs −2 d4k

(2π)4
. (5.2)

4. Une des sources importantes résponsable de la brisure de la symétrie conforme est l’interac-

tion de type (λ/Λ
dOU

−2

U )H†HOU . Une fois que le Higgs développe une (VEV), cet opérateur brise
la symétrie conforme dans le secteur des unparticles [97]. Cette brisure se produit à l’échelle µ telle

que (µ2)2−dOU = λv2/2Λ
dOU

−2

U .
5. Autrement dit, les effets des unparticles ne peuvent pas être observés à des énergies inférieures

à l’échelle µ.
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L’action effective dans l’espace des impulsion correspondante au propagateur (5.1)
est de la forme 6 :

S0[Us] =
∫ d4k

(2π)4
U †

s (k)∆̃−1
Us

(k, µs)Us(k)

=
2 sin(πdUs)
A(dUs)

∫ d4k

(2π)4
U †

s (k)(µ2
s − k2)2−dUsUs(k)

≡ 2 sin(πdUs)
A(dUs)

∫ d4k

(2π)4
U †

s (k)Σs
0(k, µs)Us(k) . (5.3)

A fin de jauger notre théorie, passons d’abord par la transformée de Fourrier de
l’action (5.3) en une action non locale dans l’espace des positions :

S0[Us] =
∫

d4xd4yU †
s (x)∆̃−1

Us
(x− y)Us(y) . (5.4)

où ∆̃−1
Us

(z) est la transformée de Fourier de ∆̃−1
Us

(k) :

∆̃−1
Us

(z) =
∫ d4k

(2π)4
eikz∆̃−1

Us
(k) . (5.5)

Nous suivons ici [20] où le champ scalaire Us est étendu à un champ de jauge en
rendant l’action non-locale (5.4) invariante sous une transformation de jauge U via
l’introduction d’une observable invariante de jauge appelée ligne de Wilson entre les
deux champs unparticles Us(x) et Us(y) comme suit :

S[Us] =
∫

d4xd4yU †
s (x)∆̃−1

Us
(x− y)W (x, y)Us(y) , (5.6)

et est définie par une exponentielle ordonnée des chemins d’un champ de jauge Aa
µ

de SU(2)L, U(1)Y ou SU(3)C transporté le long d’une ligne C entre x et y comme
suivant :

W (x, y) = P exp
(

−igUsT
a
∫ y

x,C
Aa

µ(w)dwµ
)

, (5.7)

avec

Aµ(w) = T aAa
µ(w) , (5.8)

où T a sont les générateurs du groupe de jauge dans la représentation des unparticles
et P est un opérateur d’ordonnancement des chemins de y sur la droite à x sur
la gauche. La ligne de Wilson est supposée vérifiant la condition de Mandelstam
suivante [95] :

∂

∂xµ
W (x, y) = igT aAa

µ(w)W (x, y) , (5.9)

6. Cette action est complètement fixée en exigeant qu’elle donne la forme correcte du propaga-
teur unparticle.
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et se transforme sous les transformations de jauge U comme suivant :

W (x, y)→ U−1(x)W (x, y)U(y) . (5.10)

Etant donnée que (5.6) est la dernière action d’une théorie de jauge des unparticles,
où les champs de jauge du MS peuvent coupler aux champs unparticles chargés Us,
les règles de Feynman pour les vertexes sont déterminées en prenant les dérivées
fonctionnelles de l’Eq. (5.6) par rapport à des combinaisons appropriées de champs.
Pour les vertexes avec un et deux bosons de jauge Aa

µUsU †
s et Aa

µA
b
νUsU †

s réspective-
ment, nous avons [20] :

igUsΓ
aµ
s (k; q) =

iδ3S[Us]

δAa
µ(q)δU †

s (k + q)δUs(k)

= igUsT
a(2k + q)µΣs

1(k; q) , (5.11)

ig2
Us

Γabµν
s (k; q1, q2) =

iδ3S[Us]

δAa
µ(q1)δAb

ν(q2)δU †
s (k + q1 + q2)δUs(k)

= ig2
Us

[

{T a, T b}gµνΣs
1(k; q1 + q2)

+ T aT b(2k + q2)ν(2k + 2q2 + q1)µΣs
2(k; q2, q1)

+ T bT a(2k + q1)µ(2k + 2q1 + q2)νΣs
2(k; q1, q2)

]

, (5.12)

où les facteurs de forme Σs
i scalaires sont donnés par :

Σs
1(k, q) =

2 sin(dUsπ)
A(dUs)

Σs
0(k + q)− Σs

0(k)
(k + q)2 − k2

,

Σs
2(k, q1, q2) =

Σs
1(k, q1 + q2)− Σs

1(k, q1)
(k + q1 + q2)2 − (k + q1)2

. (5.13)

Les vertexes scalaires des champs de matières ordinaires sont reproduits dans la
limite dUs → 1 en utilisant le fait que A(dUs)/2 sin(dUsπ)→ −1, Σs

1 → 1 et Σs
2 → 0 :

igUsΓ
aµ
s (k; q) = igUsT

a(2k + q)µ , (5.14)

ig2
Us

Γabµν
s (k; q1, q2) = ig2

Us
{T a, T b}gµν . (5.15)

Dans la limite dUs → 2, les fonctions vertexes Γaµ
s (k; q) et Γabµν

s (k; q1, q2) s’annulent
individuellement ce qui conduit à la disparition de ces couplages avec les champs de
jauge 7.

Dans le cas fermionique, par analogie avec le cas scalaire, le propagateur du
champ Uf de dimension dUf

est modifié comme :

∆Uf
(k2) =

A(dUf
− 1/2)

2 cos(πdUf
)

i

(6k − µf )Σf
0(k, µf )

, (5.16)

7. Dans cette limite, les champs unparticles scalaires, Us, deviennent non-dynamiques en raison
de la forme triviale du propagateur en cette limite.
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où 6 p = γµpµ et Σf
0(k, µf ) ≡ (µ2

f − k2 − i ǫ)3/2−dUf . Pour dériver les règles de Feyn-
man pour les unparticles fermioniques, nous écrirons d’abord l’action effective dans
l’espace des impulsions :

S0[Uf ] =
∫ d4k

(2π)4
Uf (k)∆̃−1

Uf
(k)Uf (k)

= − 2 cos(πdUf
)

A(dUf
− 1/2)

∫ d4k

(2π)4
Uf (k)

(µ2
f − k2)5/2−dUf

(6k − µf )
Uf (k)

=
2 cos(πdUf

)
A(dUf

− 1/2)

∫ d4k

(2π)4
Uf (k)(6k − µf )(µ2

f − k2)3/2−dUfUf (k)

≡ 2 cos(πdUf
)

A(dUf
− 1/2)

∫ d4k

(2π)4
Uf (k)(6k − µf )Σf

0(k, µ)Uf (k) . (5.17)

L’action effective non-locale invariante de jauge correspondante peut être écrite
comme :

S[Uf ] =
2 cos(πdUf

)
A(dUf

− 1/2)

∫

d4xd4yUf (x)
(

−i 6∂Σ̃f,−1
0 (x− y)

)

W (x, y)Uf (y) , (5.18)

Pour les vertexes Aa
µUfUf et Aa

µA
b
νUfUf nous avons :

igUf
Γaµ

f (k; q) =
iδ3S[Uf ]

δAa
µ(q)δUf (k + q)δUf (k)

= i
gUf

2
T a
[

γµ
(

Σf
0(k + q) + Σf

0(k + q)
)

+ (2 6k+ 6q − 2µf )(2k + q)µΣf
1(k + q)

]

, (5.19)

ig2
Uf

Γabµν
f (k; q1, q2) =

iδ3S[Uf ]

δAa
µ(q1)δAb

ν(q2)δU (
fk + q1 + q2)δUf (k)

= ig2
Uf

{

[ 6k + (6q1+ 6q2)/2− µf ]
[

{T a, T b}gµνΣs
1(k; q1 + q2)

+ T aT b(2k + q2)ν(2k + 2q2 + q1)µΣs
2(k; q2, q1)

+ T bT a(2k + q1)µ(2p+ 2q1 + q2)νΣs
2(k; q1, q2)

]

+
γµ

2
Γabν

f (k, q2, q1) +
γν

2
Γabµ

f (k; q1, q2)
}

, (5.20)

où les facteurs de forme fermioniques Σf
i sont donnés par :

Σf
1(k; q) =

2 cos(dUf
π)

A(dUf
− 1/2)

Σf
0(k + q)− Σf

0(k)
(k + q)2 − k2

,

Σf
2(k; q1, q2) =

Σf
1(k, q1 + q2)− Σf

1(k, q1)
(k + q1 + q2)2 − (k + q1)2

, (5.21)
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Figure 5.1 – Diagrammes de Feynman des interactions des unparticles chargés avec
les champs de jauge.

et Γabµ
f est donné par :

Γabµ
f (k; q1, q2) = T aT b(2k + q1)µΣf

1(k, q2)

+ T bT a(2k + 2q2 + q1)µΣf
1(k + q2, q1) . (5.22)

Dans la limite standard, dUf
→ 3/2, où 2 cos(dUf

π)A(dUf
− 1/2) → 1 et Σf

1 → 0,
nous reproduisons les vertexes fermioniques des champs de matière usuels :

igUf
Γaµ

f (k; q) = igUf
T aγµ , (5.23)

ig2
Uf

Γabµν
f (k; q1, q2) = 0 . (5.24)

Contrairement au cas scalaire, dans la limite dUf
→ 5/2, les fonction vertexes

fermioniques Γaµ
f (k; q) et Γabµν

f (k; q1, q2) ne s’annulent pas en raison de la struc-
ture non triviale du propagateur correspondant en cette limite. Toutefois, lorsque
dUf

s’approche de la valeur 5/2, le propagateur devient de plus en plus sensible
au régime UV et l’action dans l’Eq. (5.18) ne peut plus être utilisée. Dans le cas
abélien où les générateurs du groupe sont remplacé par T a = 1, les vertexes scalaires
et tensoriels, Γs/f , vérifient les identités de Ward-Takahashi suivantes [21] :

igUs/f
qµΓµ

s/f (k; q) = igUs/f

(

∆−1
s/f (k)−∆−1

s/f (k + q)
)

, (5.25)

ig2
Us/f

q1µΓµν
s/f (k; q1, q2) = ig2

Us/f

[

Γν
s/f (k + q1; q2)− Γν

s/f (k; q2)
]

. (5.26)

Dans le cas non abélien, où [T a, T b] = ifabcT c, les vertexes Γs/f vérifient les relations
suivantes [21] :

igUs/f
qµΓaµ

s/f (k; q) = igUs/f
T a
[

∆−1
s/f (k + q)−∆−1

s/f (k)
]

, (5.27)

ig2
Us/f

q1µΓaµ,bν
s/f (k; q1, q2) = ig2

Us/f

[

Γbν
s/f (k + q1; q2)T a − T aΓbν

s/f (k; q2)

+ fabcΓcν
s/f (k; q1 + q2)

]

. (5.28)
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Les vertexes d’interaction avec les champs de jauge sont présentés par les dia-
grammes de la Fig. (5.1) dans laquelle les lignes en tirets représentent les unparticle
scalaire (fermionique) et les bosons de jauge portent le groupe (a, b) et les indices
de Lorentz (µ, ν) avec les impulsions entrantes qi. Ici, tous les moments sont con-
sidérés comme entrants. Les couplages entre unparticles et trois champs de jauge,
Aa

µA
b
νA

c
ξU †

sUs et Aa
µA

b
νA

c
ξŪfUf , sont aussi possibles mais n’en parlerons pas puisque

notre étude se limite au couplage à un et deux champs de jauge seulement.
Avant de terminer cette section, notons que les contributions scalaires et fermion-

iques ont les mêmes types de diagrammes de Feynman, cela est due au fait que les
actions effectives non locales, S[Us] et S[Uf ], pour chaque type de champ contiennent
des couplages avec un nombre arbitraire de champs de jauge.

5.3 Forme asymptotique des fonctions vertexes

Si des scalaires et fermions chargés sont ajoutés à une théorie de jauge, il est
évident que les boucles scalaires et fermioniques correspondantes contribueront à
la polarisation du vide. La présente section est consacrée à l’étude du comporte-
ment asymptotique des fonctions vertexes scalaires et fermioniques, Γµ

s/f et Γµν
s/f , et

nous allons montrer qu’il est possible de générer des expressions compactes pour ces
dernières permettant d’effectuer analytiquement les intégrales des contributions en
boucle via les états Us et Uf .

Le lagrangien à partir duquel sont tirés les vertexes d’interaction (5.11) et (5.12)
des champs de jauge Aa

µ avec des champs unparticles scalaires Us est de la forme :

Ls = (∂µU †
s + igUsT

aAa
µU †

s )(∂µUs − igUsT
bAb

µUs)

= ∂µU †
s∂

µUs + igUsT
aAa

µ(U †
s∂

µUs − ∂µU †
sUs)

+ g2
Us
T aT bAa

µA
bµU †

sUs , (5.29)

et celui à partir duquel sont tirés les vertexes d’interaction (5.19) et (5.20) des
champs de jauge Aa

µ avec des champs unparticles fermioniques Uf est de la forme :

Lf = (γµ∂µŪf + igUf
T aAa

µŪf )(γµ∂µUf − igUf
T bAb

µUf )

= ∂µŪf∂
µUf + igUf

γµT aAa
µ(Ūf∂

µUf − ∂µŪfUf )

+ g2
Uf
T aT bAa

µA
bµŪfUf , (5.30)

où T a sont les générateurs du groupe de jauge dans la représentation rU des champs
U . Les deux vertexes d’interaction indiqués dans la Fig. (5.1) donnent naissance
à deux diagrammes contribuant à la polarisation du vide au niveau d’une boucle,
comme illustré dans la Fig. (5.2). L’approche précedente de la boucle de Wilson
conduit à des expressions assez complexes pour les fonctions vertexes à trois et quatre
points. Cependant, il est montré dans les réferences [92, 20, 96] que la contribution
des unparticles de spin-0 à la polarisation du vide suit une règle simple, à savoir

115



q q

k

q − k
u

u

(a)

q q

u
k

(b)

Figure 5.2 – Contributions des unparticles scalaires et fermioniques à la polarisation
du vide.

(2− dUs) fois la contribution en particules scalaires dans la même représentation :

iΠµν
Us

(k) = (2− dUs) [iΠµν
s (k)]MS . (5.31)

De même, il est montré dans la référence [98] que la contribution des unparticles de
spin-1/2 à la polarisation du vide n’est autre que la somme de deux contributions
en particules scalaire et spinorielle de la forme :

iΠµν
Uf

(k) = sin4(dUf
π)
[

iΠµν
f (k)

]

MS
− cos2(dUf

π) [iΠµν
s (k)]MS . (5.32)

Les résultats ci-dessus ont été calculé d’une méthode basée sur des simplifications
mais qui n’est pas prometteuse lorsqu’on a affaire à des interactions qui impliquent,
en plus des vertexes purs unparticles, des vertexes standard 8 où ces simplifications
deviennent impossibles. Néanmoins, nous voulons montrer dans cette section avec
un calcul complet qu’on peut reproduire les mêmes résultats qui se révèlent être
simple quand on tient compte de la limite de faible moment, pour les bosons de
jauge sortants (ou entrants).

L’expression initiale pour la fonction vertex à une boucle pour le diagramme (a)
de la Fig. (5.2), est donnée par :

iΠµν,a
Us

(k) = (igUs)
2Tr

∫ d4k

(2π)4
i∆Us(k)Γµ

s (k − q, q)i∆Us(k − q)Γν
s(k,−q)

=

[

A(dUs)
2 sin(dUsπ)

]2

(igUs)
2TrT aT b

∫ d4k

(2π)4

× i

(µ2
s − k2)2−dUs

i

[µ2
s − (k − q)2]2−dUs

× (2k − q)µΣs
1(k − q, q)(2k − q)νΣs

1(k,−q) , (5.33)

8. Qui ne découlent pas du modèle de jauge des unparticles.
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et celle du diagramme (b) de la Fig. (5.2), est donnée par :

iΠµν,b
Us

(k) = ig2
Us
Tr

∫ d4k

(2π)4
i∆Us(k)Γµν

s (k, q,−q)

=
A(dUs)

2 sin(dUsπ)
(igUs)

2TrT aT b
∫ d4k

(2π)4

i

(µ2
s − k2)2−dUs

[gµνΣs
1(k; 0)

+ (2k − q)ν(2k − q)µΣs
2(k;−q, q)

+ (2k + q)µ(2k + q)νΣs
2(k; q,−q)] . (5.34)

avec

igUsΓ
µ
s (k; q) = igUsT

a(2k + q)µΣs
1(k, q) , (5.35)

ig2
Us

Γabµν
s (k; q1, q2) = ig2

Us

[

{T a, T b}gµνΣs
1(k; q1 + q2)

+ T aT b(2k + q2)ν(2k + 2q2 + q1)µΣs
2(k; q2, q1)

+ T bT a(2k + q1)µ(2k + 2q1 + q2)νΣs
2(k; q1, q2)

]

. (5.36)

où les facteurs de forme Σs
1(k; q) et Σs

2(k; q1, q2) sont donnés par :

Σs
1(k; q) =

2 sin(dUsπ)
A(dUs)

Σs
0(k + q)− Σs

0(k)
(k + q)2 − k2

. (5.37)

Σs
2(k; q1, q2) =

Σs
1(k; q1 + q2)− Σs

1(k; q1)
(k + q1 + q2)2 − (k + q1)2

. (5.38)

On voit bien que la dépendance des fonctions vertexes en Σs/f
0 (k) dans la théorie de

jauge des unparticles est assez compliquée. Pour notre fins de calcul de la contribu-
tion des unparticles à la polarisation du vide, considérons d’abord le comportement
asymptotique, q → 0, des fonctions vertexes scalaires ci-dessus. Le point de départ
de notre analyse asymptotique suivante sera le facteur de forme Σs

0(k + q). Pour
calculer les intégrales des boucles correspondantes à la polarisation du vide, nous
affectons d’abord un développement de Taylor pour les facteurs de forme Σs

0(k + q)
au voisinage de 2k · q + q2 ≡ y. Cela est permis car la fonction β de la théorie est
seulement sensible aux régimes ultraviolets [98]. Dans ce cas, après avoir effectué
l’expansion suivante :

Σs
0(k + q) =

[

µ2
s − (k + q)2

]2−dUs = (−1)2−dUs

[

(k + q)2 − µ2
s

]2−dUs
, (5.39)

avec q2 = q2
1 = q2

2 = 0, k′ = k+ q et (k+ q)2− k2 = 2k · q = 2k′ · q = y. En démarant
du fait que :

Σs
0(k + q)− Σs

0(k) = Σs
0(k + q)− Σs

0(k + q − q) = − [Σs
0(k

′ − q)− Σs
0(k

′)] , (5.40)
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l’expansion de Taylor au voisinage de y = 2k′ · q donne :

Σs
0(k

′ − q) = (−1)2−dUs [(k′ − q)2 − µ2
s]

2−dUs

= (−1)2−dUs

[

k′2 − µ2
s − 2k′ · q + q2

]2−dUs

= (−1)2−dUs

[

k′2 − µ2
s − y

]2−dUs

= Σs
0(k

′)

[

1− (2− dUs)
k′2 − µ2

s

y + (1− dUs)
(2− dUs)

2(k′2 − µ2
s)2

y2 + · · ·
]

,(5.41)

ou encore d’après (5.40) :

Σs
0(k + q)− Σs

0(k) =
(2− dUs)

(k + q)2 − µ2
s

y − (1− dUs)(2− dUs)
2[(k + q)2 − µ2

s]2
y2 + · · · , (5.42)

d’où :

Σs
1(k; q) ≃ 2 sin(dUsπ)

A(dUs)
(−1)2−dUs (2− dUs)

[(k + q)2 − µ2
s]

dUs −1

[

1− (1− dUs)q · k
[(k + q)2 − µ2

s]2
+ · · ·

]

. (5.43)

Le premier terme domine l’expansion (5.43). Ainsi, le comportement au premier
ordre dans l’intégrale de boucle est donné par le régime IR 9. Ceci conduit à établir la
contribution principale pour les facteurs Σs

1(k; q) par la trancature (l’approximation)
suivante :

Σs
1(k; q) ≃ 2 sin(dUsπ)

A(dUs)
(−1)2−dUs (2− dUs)

[(k + q)2 − µ2
s]

dUs −1 . (5.44)

Maintenant le facteur de forme Σs
2(k; q1, q2) peut s’écrire de la façon suivante :

Σs
2(k; q1, q2) ≃

2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(−1)2−dUs (2− dUs)
(k′ + q2)2 − k′2

×
[

1

[(k′ + q2)2 − µ2
s]

dUs −1 −
1

[k′2 − µ2
s]

dUs −1

]

=
2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(−1)2−dUs (2− dUs)

[(k′ + q2)2 − µ2
s]

dUs −1 [k′2 − µ2
s]

dUs −1

×


− [(k′ + q2)2 − µ2
s]

dUs −1 − [k′2 − µ2
s]

dUs −1

(k′ + q2)2 − k′2



 . (5.45)

Ensuite, si nous procédons comme nous l’avons fait dans l’Eq. (5.42), on obtient :

[(k′ + q2)2 − µ2
s]

dUs −1 − [k′2 − µ2
s]

dUs −1

(k′ + q2)2 − k′2 =
(k′2 − µ2

s + y′)dUs −1 − (k′2 − µ2
s)

dUs −1

(k′ + q2)2 − k′2

≃ (1− dUs)(k
′2 − µ2

s)
−dUs (5.46)

9. Les fonctions vertexes sont dominées par la région infrarouge des intégrales d’une boucle qui
sont fortement supprimées dans le régime UV.
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avec maintenant y′ = 2k′ · q2. Ainsi, le facteur de forme Σs
2(k; q1, q2) prend la forme

asymptotique suivante :

Σs
2(k; q1, q2) ≃ −2 sin(dUsπ)

A(dUs)
(−1)2−dUs (2− dUs)(1− dUs)

[(k + q1 + q2)2 − µ2
s]

dUs −1 [(k + q1)2 − µ2
s]

(5.47)

Par conséquent, nous obtenons les expressions suivantes pour les formes asympto-
tiques des fonctions vertexes scalaires à trois et quatre points, Γaµ

s et Γabµν
s :

igUsΓ
aµ
s (k; q) ≃ igUsT

a(−1)2−dUs
2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(2− dUs)(2k + q)µ

[(k + q)2 − µ2
s]

dUs −1 (5.48)

ig2
Us

Γabµν
s (k; q1, q2) ≃ ig2

Us

2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(−1)2−dUs (2− dUs)

[(k + q1 + q2)2 − µ2
s]

dUs −1

[

{T a, T b}gµν

+ T aT b (1− dUs)(2k + q2)ν(2k + 2q2 + q1)µ

2[(k + q2)2 − µ2
s]

+ T bT a (1− dUs)(2k + q1)µ(2k + 2q1 + q2)ν

2[(k + q1)2 − µ2
s]

]

. (5.49)

De façon similaire avec l’utilisation répétée du développement de Taylor des facteurs
de forme Σf

1(k; q) et Σf
1(k; q1, q2) et en négligeant le terme impair en kµ → −kµ, les

formes asymptotiques des fonctions vertexes fermioniques à trois et quatre points,
Γaµ

f et Γabµν
f , sont respectivement données par :

igUf
Γaµ

f (k; q) ≃ igUf
γµT a 2 cos(dUf

π)
A(dUf

− 1/2)
(−1)3/2−dUf 2(2− dUf

)
[

(k + q)2 − µ2
f

]dUf
−3/2

, (5.50)

ig2
Uf

Γabµν
f (k; q1, q2) ≃ ig2

Uf

2 cos(dUf
π)

A(dUf
− 1/2)

(−1)3/2−dUf 2(3/2− dUf
)

[

(k + q1 + q2)2 − µ2
f

]dUf
−1/2

× [ 6k + (6q1+ 6q2)/2− µf ]
[

{T a, T b}gµν

− T aT b (2k + q2)ν(2k + 2q2 + q1)µ

2[(k + q2)2 − µ2
f ]

− T bT a (2k + q1)µ(2k + 2q1 + q2)ν

2[(k + q1)2 − µ2
f ]

]

. (5.51)

Notons que la structure de la fonction vertex fermionique Γabµν
f (k; q1, q2) est, à part

le facteur [ 6k + (6q1+ 6q2)/2− µf ], identique à la structure Γabµν
s (k; q1, q2) donnée par

l’Eq. (5.49). De même, les expressions asymptotiques infrarouges pour ces fonctions
de vertex contiennent le terme caractéristique des champs unparticles scalaire et
fermionique [(k + q)2 − µ2

s]
dUs −1 et [(k + q)2 − µ2

f ]dUf
−3/2 respectivement.
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5.4 Identités de Ward-Takahashi

Maintenant, nous abordons la question des identités de Ward-Takahashi néces-
saire pour la cohérence de la théorie de jauge des unparticles dans la limite de notre
approximation. Les formes asymptotiques scalaires et fermioniques des fonctions
vertexes à trois et quatre points dans (5.48,5.49) et (5.50,5.51) respectivement, de
par leures formes, semblent ne pas vérifier les identités de Ward-Takahashi données
par les Eqs. (5.27) et (5.28). En effet,

igUsqµΓaµ
s (k; q) = igUsT

a(−1)2−dUs
2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(2− dUs)(2q · k + q2)

[(k + q)2 − µ2
s]

dUs −1

= igUsT
a∆−1

s (k + q)
(2− dUs)(2q · k + q2)

[(k + q)2 − µ2
s]

(5.52)

et

ig2
Us
q1µΓaµ,bν

s (p, q1, q2) = ig2
Us

(−1)2−dUs
2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(2− dUs)

×
[

T b(2k + 2q1 + q2)ν 2q2 · (k + q1) + q2

[(k + q1 + q2)2 − µ2
s]

dUs −1T
a

− T aT b(2k + q2)ν 2q · k + q2

[(k + q2)2 − µ2
s]

dUs −1

+ fabcT c(2k + q1 + q2)ν 2(q1 + q2) · k + q2

[(k + q1 + q2)2 − µ2
s]

dUs −1

]

.(5.53)

Cependant, dans la limite de petit q, on peut faire l’approximation (k + q)2 − µ2
s ≃

k2 − µ2
s et d’après le développement (5.42) nous aurons au premier ordre :

(2− dUs)(2q · k + q2)
[(k + q)2 − µ2

s]
≃ (2− dUs)y

[k2 − µ2
s]

= 1− Σs
0(k)

Σs
0(k + q)

= 1− ∆−1
s (k)

∆−1
s (k + q)

(5.54)

et par conséquent

(2− dUs)(2q · k + q2)

[(k + q)2 − µ2
s]

dUs −1 ≃ Σs
1(k + q) (5.55)

ce qui conduit directement aux l’identités de Ward-Takahashi donné par les Eqs.
(5.27) pour les vertexes scalaires. Pour le cas fermionique, de la même façon, ces
identités sont également vérifiées. Ainsi, dans la troncature (5.44) les identités de
Ward-Takahashi pour les fonctions vertexes décrivant les couplages des champs un-
particles scalaires et fermioniques avec les champs de jauge sont conservées.

Dans la section qui suit, on va voir comment les vertexes anisi obtenues par
le premier terme du développement (5.42) reproduisent effectivement les résultats
(5.31) et (5.32).
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5.5 Polarisation des bosons de jauge Aµ

Dans cette section, nous allons effectuer le calcul des contributions des champs Us

et Uf à la polarisation des bosons de jauge Aµ en utilisant nos formes asymptotiques
pour les vertexes établi dans la section précédente.

5.5.1 Contribution scalaire

Ayant obtenu les formes asymptotiques des vertexes, la contribution à la polar-
isation du vide via les unparticles de spin-0 donnée par les diagrammes de la Fig.
(5.2), génère les vertexes suivants :

igUsΓ
µ
Us

(k − q, q) ≃ −igUsT
a(−1)2−dUs

2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(2− dUs)(2k − q)µ

(k2 − µ2
s)dUs −1

, (5.56)

igUsΓ
ν
Us

(k,−q) ≃ −igUsT
b(−1)2−dUs

2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(2− dUs)(2k − q)ν

[(k − q)2 − µ2
s]dUs −1

, (5.57)

ig2
Us

Γµν
Us

(k, q,−q) ≃ ig2
Us

(−1)2−dUs
2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(2− dUs)
(k2 − µ2

s)dUs −1

[

{T a, T b}gµν

+ T aT b (1− dUs)(2k − q)µ(2k − q)ν

2[(k − q)2 − µ2
s]

+ T bT a (1− dUs)(2k + q)µ(2k + q)ν

2[(k + q)2 − µ2
s]

]

. (5.58)

Les diagrammes de Feynman associés aux vertexes ci-dessus sont montrés dans la
Fig. (5.3). Pour le diagramme (a) de la Fig. (5.2), la contribution est donnée par :

iΠµν,a
Us

(k) = (igUs)
2Tr

∫ d4k

(2π)4
i∆Us(k)Γµ

s (k − q, k)i∆Us(k − q)Γν
s(k,−q)

= (2− dUs)g
2
Us
TrT aT b

∫ d4k

(2π)4

(2− dUs)(2k − q)µ(2k − q)ν

(k2 − µ2
s)[(k − q)2 − µ2

s]
. (5.59)

Pour la contribution du diagramme (b) de la Fig. (5.2), on a :

iΠµν,b
Us

(k) = ig2
Us
Tr

∫ d4k

(2π)4
i∆Us(k)Γµν

s (k, q,−q)

= −(2− dUs)g
2
Us
TrT aT b

∫ d4k

(2π)4

× 1
(k2 − µ2

s)

[

2gµν +
(1− dUs)(2k − q)µ(2k − q)ν

[(k − q)2 − µ2
s]

]

= −(2− dUs)g
2
Us
TrT aT b

∫ d4k

(2π)4

× 2gµν [(k − q)2 − µ2
s] + (1− dUs)(2k − q)µ(2k − q)ν

(k2 − µ2
s)[(k − q)2 − µ2

s]
. (5.60)
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Figure 5.3 – Vertexes effectifs des unparticles scalaires et fermioniques contribuant
à la polarisation du vide.

A noter que les facteurs de normalisation A(dUs)/2 sin(dUsπ) s’éliminent entre les
propagateurs et les vertexes dans les boucles comme il se doit. Les intégrales dans
les Eqs. (5.59) et (5.60) sont bien de type de particule de spin-0. La somme des deux
contributions mène au résultat final :

Πµν
Us

(k) = (2− dUs)TrT
aT b

∫ d4k

(2π)4

−2gµν [(k − q)2 − µ2
s] + (2k − q)µ(2k − q)ν

(k2 − µ2
s)[(k − q)2 − µ2

s]

= (2− dUs)C(rs)δab [Πµν
s (k)]MS , (5.61)

où [Πµν
s (k)]MS est la contribution scalaire standard donnée par :

[Πµν
s (k)]MS = g2

s

∫ d4k

(2π)4

−2gµν [(k − q)2 − µ2
s] + (2k − q)µ(2k − q)ν

(k2 − µ2
s)[(k − q)2 − µ2

s]
= (gµνk2 − kµkν)Πs(k) , (5.62)

avec

Πs(k) = −i g
2
s

48π

[2
ǫ
− lnµ2

s − ln π − γ +
8
3

+O( ǫ)
]

. (5.63)

Ici, TrT aT b = C(rUs)δ
ab où C(rs) est l’opérateur de Casimir dans la représenta-

tion rUs pour les champs scalaires. On voit bien que la contribution des unparticles
scalaires à la polarisation du vide est (2− dUs) fois celle des particules scalaire. Ce
résultat a été dejà établit dans la litérature par [92].
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5.5.2 Contribution fermionique

Considérons maintenant le cas de la polarisation du vide via les unparticles de
spin-1/2, qui exige les vertexes suivants :

igUf
Γµ

Uf
(k − q, q) ≃ igUf

T aγµ 2 cos(dUf
π)

A(dUf
− 1/2)

(−1)3/2−dUf 2(2− dUf
)

(k2 − µ2
f )dUf

−3/2
, (5.64)

igUf
Γν

Uf
(k,−q) ≃ igUf

T bγµ 2 cos(dUf
π)

A(dUf
− 1/2)

(−1)3/2−dUf 2(2− dUf
)

[

(k − q)2 − µ2
f

]dUf
−3/2

, (5.65)

ig2
Uf

Γµν
Uf

(k, q,−q) ≃ ig2
Uf

2 cos(dUf
π)

A(dUf
− 1/2)

(−1)3/2−dUf 2(3/2− dUf
)

(k2 − µ2
f )dUf

−1

× (6k − µf )

[

{T a, T b}gµν − T aT b (2k − q)ν(2k − q)µ

(k − q)2 − µ2
f

]

.(5.66)

Pour le diagramme (a) de la Fig. (5.2), la contribution est donnée par :

Πµν,a
Uf

(k) = −(igUf
)2Tr

∫ d4k

(2π)4
i∆Uf

(k)Γµ
f (q, k − q)i∆Uf

(k − q)Γν
f (k,−q)

= 4(2− dUf
)2g2

Uf
TrT aT b

∫ d4k

(2π)4

Tr[(6k + µf )γµ(6k+ 6q + µf )γν ]
(k2 − µ2

f )[(k − q)2 − µ2
f ]

= 4(2− dUf
)2g2

Uf
TrT aT b

∫ d4k

(2π)4

× 4{2kµkν + kµqν + kνqν − gµν [(k − q)2 − µ2
f ]}

(k2 − µ2
f )[(k − q)2 − µ2

f ]
. (5.67)

De même, pour le diagramme (b) de la Fig. (5.2), la contribution est donnée par :

Πµν,b
Uf

(k) = −(ig2
Uf

)Tr
∫ d4k

(2π)4
i∆Uf

(k)Γµν(k, q,−q)

= 2
(

3/2− dUf

)

g2
Uf
TrT aT b

∫ d4k

(2π)4

× −2gµν [(k − q)2 − µ2
f ] + (2k − q)ν(2k − q)µ

(k2 − µ2
f )2[(k − q)2 − µ2

f ]
Tr{(6k + µf )(6k − µf )}

= 2
(

3/2− dUf

)

g2
Uf
TrT aT b

∫ d4k

(2π)4

×
[−2gµν [(k − q)2 − µ2

f ] + (2k − q)µ(2k − q)ν

(k2 − µ2
f )[(k − q)2 − µ2

f ]

]

. (5.68)

La somme des deux contributions mène au résultat final suivant :

Πµν
Uf

(k) = C(rUf
)δab

{

4(2− dUf
)2
[

Πµν
f (k)

]

MS
+ 2(3/2− dUf

) [Πµν
s (k)]MS

}

, (5.69)
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où
[

Πµν
f (k)

]

MS
est la contribution fermionique standard donnée par :

[

Πµν
f (k)

]

MS
= g2

f

∫ d4k

(2π)4

4{2kµkν + kµqν + kνqν − gµν [(k − q)2 − µ2
f ]}

(k2 − µ2
f )[(k − q)2 − µ2

f ]

= (gµνk2 − kµkν)Πf (k) , (5.70)

avec

Πf (k) = −i g
2
f

4π2
µ−2 ǫ

[

1
ǫ
− γ +

∫ 1

0
dx2x(1− x) ln

µ2
f − x(1− x)k2

4πµ2

]

. (5.71)

Le résultat (5.69) peut être vu comme la somme de deux contributions scalaire et
fermionique aux polarisations du vide. Ceci est prévu comme la structure Lorentzi-
enne du premier terme dans Γµν

Uf
est le reflet d’une interaction du type scalaire-champ

de jauge Aa
µA

b
νUsU †

s . Dans la limite standard, dUf
→ 3/2, la seconde contribution

s’annulle et on trouve exactement la contribution fermionique standard. Contraire-
ment au résultat établi dans [98] où pour dUf

→ 3/2, la contribution ne se ramène
pas au cas canonique de fermions du MS.

Par conséquent, dans la limite q → 0, notre approche reproduit immédiatement
les résultats de la littérature. Ainsi, la troncature développée dans 5.44 pour le calcul
des contributions en boucle s’est avérée être raisonnable à cet égard.

5.6 La fonction β et unification des couplages de
jauge

A ce stade, la seule raison pour laquelle nous nous intéressons à des corrections
quantiques est l’évolution des couplages de jauge. Le calcul de la fonction bêta à
une boucle pour une théorie de jauge avec des unparticles de spin-0 est réalisée de
manière explicite dans la Réf. [92]. Nous n’allons pas reproduire le même travail, mais
développer certains points les plus intéressants, ainsi que le calcul de la contribution
due à l’ajout des champs unparticles de spin-1/2 à la théorie.

Il est bien connu [99] que si nous laissons les trois couplages de jauge ciαi passent
par le «désert» 10 de faible à haute énergie, ils ne fusionnent pas ensemble en un seul
point, où {c1, c2, c3} = {1, 1, 3/5} sont les constantes de normalisation du MS pour
les couplages de jauge de SU(3)C , SU(2)L et U(1)Y respectivement, intégré dans
SU(5) [100]. Ce résultat étrange affirme une nouvelle physique à l’échelle de l’én-
ergie intermédiaires comme par exemple l’inclusion des partenaires supersymétriques
minimales à l’échelle Msusy ∼ 1 TeV, liée à l’échelle d’unification MU ∼ 1016 GeV
[101].

En théorie des champs, les couplages sont définies en tant que valeurs effectives,
dépendant de l’échelle d’énergie selon les équations du groupe de renormalisation

10. L’hypothèse du désret suppose l’absence de nouvelles particules de masses comprises entre
l’échelle électrofaible et l’échelle de grande unification.
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(EGR). Dans le schéma de substration minimal modifié [102], les EGR à une boucle
pour les couplages de jauge sont :

µ
dgi

dµ
= βi(gi) ≃

bi

(4π)2
g3

i , i = 1, · · · , n (5.72)

où n et le nombre de couplage dans la théorie et µ est l’échelle d’énergie à laquelle
les couplages sont évalués. Dans le MS, i = 1, 2, 3 avec g1, g2 et g3 sont les couplages
de jauge de SU(3)C , SU(2)L et U(1)Y respectivement. Les constantes bi reçoivent
des contributions de chaque particule circulant dans une boucle du diagramme self-
énergie. Ils sont complètement déterminées par le contenu en particules dans le
modèle. Pour une théorie de jauge impliquant des fermions et des scalaires ils sont
donnés par [103] :

bi = −11
3
C2(Gi) +

2
3

∑

f

C(rf )d(r′
f ) +

1
3

∑

s

C(rs)d(r′
s) , (5.73)

où C2(Gi) est l’opérateur quadratique de Casimir pour la représentation adjointe
de l’algèbre de Lie associée, C(rj) est l’opérateur quadratique de Casimir pour la
représentation rj sous laquelle se transforme le champ fermionique j et d(r′

j) est la
dimension de la représentation r′

j, où r′
j paramétrise les autres groupes de jauge sous

lesquels se transforment le champ scalaire j. Pour le cas du groupe U(1)Y :

b3 =
2
3

∑

f

d(R′
f )Ỹ 2

f +
1
3

∑

s

d(R′
s)Ỹ

2
s , (5.74)

où Ỹ 2
i = 3

5
Y 2

i sont les générateurs d’hypercharge normalisés 11. Pour le groupe de
jauge du MS, les oefficients bi sont donnés par :

b1 =
4
3
Ng −

11
3
Nc = −7 , (5.75)

b2 =
4
3
Ng +

1
6
NH −

22
3

= −19
6
, (5.76)

b3 =
4
3
Ng +

1
10
NH =

41
10
, (5.77)

où NH = 1 et Ng = 3 sont respectivement le nombre de doublets de Higgs et le
nombre de générations des fermions dans la théorie 12.

11. La raison pour laquelle il est nécessaire de normaliser le générateur, est qu’il doit être intégré
dans un cadre plus large d’une théorie unifiée et le générateur d’hypercharge peut être multiplié par
une constante c tandis que le couplage g′ est divisé par c et la physique au niveau du Lagrangien
est toujours la même.

12. Dans le cadre de l’hypothèse du désert, qui suppose l’absence de phénomènes nouveaux entre
les échelles électrofaible et de grande unification, ces nombres prennent les valeurs du modèle
standard, à savoir Ng = 3 et NH = 1.
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En résolvant les EGR dans l’Eq. (5.72) entre les échelles µ et µ0, la constante de
couplage mobile est de la forme :

1
αi(µ)

=
1

αi(µ0)
− bi

2π
ln

(

µ

µ0

)

. (5.78)

où µ0 est une certaine échelle de référence à laquelle les couplages αi sont connus.
Par exemple, à l’échelle µ0 = MZ ≃ 91.187 ± 0.007 GeV, où MZ est la masse du
boson Z, les valeurs expérimentales sont [104, 106] :

α−1
1 (MZ) = 8.396± 0.127 , (5.79)

α−1
2 (MZ) = 29.571± 0.043 , (5.80)

α−1
3 (MZ) = 60.330± 0.091 . (5.81)

L’unification des trois couplages de jauge du MS est correctement réalisée s’ils se
rencontrent en une valeur commune α = g2/4π à une certaine échelle de l’énergie
MGUT , où g est la constante de couplage de jauge du groupe unificateur GGUT.

Voyons maintenant comment les corrections via les états unparticles permettent
d’unifier les couplages de jauge du MS à MGUT sans introduire de nouvelles partic-
ules ou une normalisation non-canonique pour le couplage de jauge U(1)Y . Notre
approche est désormais la suivante : nous supposons qu’il n’y a que trois échelles
de masse pertinentes : MZ , ΛU et ΛGUT telles que MZ < ΛU << ΛGUT, où ΛU
est l’échelle de la théorie des unparticles (l’échelle à laquelle les états unparticles
se manifestent) et ΛGUT est l’échelle de GUT. Ensuite, les Eqs (5.72) doivent être
résolues, d’abord pour la gamme d’énergie MZ < µ < ΛU , puis pour la gamme
ΛU < µ < ΛGUT, correctement en utilisant à chaque étape le théorème de décou-
plage [107]. Ainsi, en dessous de l’échelle ΛU , les équations d’évolution sont :

α−1
i (µ) = α−1

i (MZ)− bi

2π
ln
(
µ

MZ

)

, µ ∈ [MZ ,ΛU ] (5.82)

avec MZ < ΛU << MGUT. Pour µ > ΛU , les solutions à une boucle de l’Eq. (5.72)
sont :

α−1
i (µ) = α−1

i (ΛU)− b̃i

2π
ln
(
µ

ΛU

)

, µ ∈ [ΛU ,ΛGUT] (5.83)

où les coefficients b̃i incluent les contributions des nouveaux champs unparticles,
b̃i = bi + bU

i .
Afin d’illustrer la discussion, nous considérons le même scénario que celui dans

[92] où les champs Us et Uf sont dans la même représentation du groupe SU(3)C

mais neutres sous SU(2)L⊗U(1)Y . De cette manière, les coefficients b2 et b3 ne sont
pas affectés, i.e. b̃2 = b2, b̃3 = b3. En d’autres termes, α−1

2 et α−1
3 se rencontrent

à la même échelle ΛGUT comme il se doit dans le MS, où ΛGUT ≃ 3.2 × 1013 GeV.
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Figure 5.4 – Unification des couplages de jauge α−1
i = 2π/g2

i en fonction de l’énergie
µ à partir des données expérimentales à la masse du boson Z avec la seule modi-
fication de α−1

1 due aux champs Us et Uf dans la même représentation du groupe
SU(3)C mais singulets de SU(2)L ⊗ U(1)Y . Ici, on prend dUs = 1.19, dUf

= 1.55 et
NUs = NUf

= 5 à ΛU = 103 GeV. Les couplage se croisent à une échelle d’environ
ΛGUT ≃ 3.2× 1013 GeV.

Donc, seule b1 qui est modifée dont l’évolution du couplage correspondant α1 est
donnée par :

α−1
1 (µ) = α−1

1 (MZ)− b1

2π
ln
(
µ

MZ

)

− b̃1

2π
ln
(
µ

ΛU

)

. µ ∈ [ΛU ,ΛGUT] (5.84)

A partir des contributions (5.61) et (5.69) à la polarisation du vide et de (5.73), le
coefficient b̃1 peut être obtenu directement par :

b̃1 = −11
3
Nc +

2
3

[

2Ng + 4(2− dUf
)2C(rUf

)NUf
+ 2(3/2− dUf

)2C(rUs)NUf

]

+
1
3

(2− dUs)C(rUs)NUs , (5.85)

où NUf
et NUs représentent le nombre des états Uf et Us dans les représentations

rUf
et rUs respectivement. Comme les nouveaux champs Uf et Uf sont tous dans la

même représentation fondamentale r de SU(3)C , on a C(rUf
) = C(rUs) = 4/3. Dans

notre modèle, il ya beaucoup de facteurs incertains avec cette unification rélisée par
les unparticles. Dans (5.85), b̃1 dépend de la disposition des champs Us et Uf sous
le groupe de jauge du MS, sur laquelle il semble actuellement avoir aucun guide.
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Les résultats numériques sont présentés dans la Fig. (5.4) pour NUs = NUf
= 5

où la prédiction de α−1
1 est tracée en ligne continue pour une valeur particulière de

l’échelle de la théorie ΛU = 103 GeV. Comme l’illustre la Fig. (5.2), il semble dans
notre modèle que l’unification est realisée à une énergie ΛGUT ≃ 3.2× 1013 GeV où
les dimensions d’échelle des nouveaux champs sont fixées pour les valeurs suivantes :
dUs = 1.19 et dUf

= 1.55.

5.7 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons établi les formes asymptotiques des fonctions ver-
texes des champs unparticles chargés de spin-0 et spin-1/2 couplés aux champs de
jauge du MS. Nos résultats sont basés sur une approche effective où le développe-
ment en série des Σs/f

0 est tronqué au premier ordre. Les approximations que nous
avons obtenus en réalité reproduisent le cas bien connu des vertexes des champs de
matière de spin-0 et spin-1/2 dans la limite du MS, dUs → 1 et dUf

→ 3/2, respec-
tivement. Nos résultats ont été appliqué à l’exemple de la polarisation des bosons de
jauge Aµ via ces nouveaux états et nous avons montré que ces formes asymptotiques
conduisent directement à la simple règle (2 − dUs) fois la contribution des champs
de matière scalaires pour le cas des unparticles scalaires dans la même représenta-
tion du groupe de jauge, et au résultat qui est la somme des deux contributions des
champs de matière scalaires et spinorielles pour le cas des unparticles fermioniques.
La conformité de nos résultats avec ceux de [92, 20, 96] et [98], justifie clairement la
validité des approximations des fonctions vertexes.

De même, la contribution des unparticles à la fonction bêta à une boucle a été
également étudiée où on a montré que ces nouveaux champs pourraient modifier
de manière significative le modèle d’unification des couplages de jauge du MS. Par
exemple, pour une échelle de la nouvelle physique suffisamment élevée ΛU = 103

GeV, les états Us et Uf dans la même représentation du groupe de jauge SU(3)C mais
neutres sous le groupe électrofaible, avec NUs = NUf

= 5, dUs = 1.19 et dUf
= 1.55,

les trois couplages de jauge sont unifiés à une échelle d’environ ΛGUT ≃ 3.2 ×
1013 GeV, qui est de plusieurs ordres de grandeur inférieure à l’échelle d’unification
supersymétrique ΛGUT ≃ 1016 GeV. Le modèle de jauge des unparticles peut fournir
ainsi une alternative à une nouvelle physique pour la grande unification.
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Chapitre 6

Étude de la contribution des
Unparticles chargés de spin-0 et
spin-1/2 aux modes h→ γγ et
h→ Zγ

Le contenu de ce chapitre constitue une contribution originale. Il forme le premier
calcul dans la littérature des boucles des unparticles chargés de spin-0 et spin-1/2
contribuant aux modes de production h→ γγ et h→ Zγ. Nous n’allons pas calculer
la section efficace de production h → γγ et h → Zγ. Au lieu de cela, nous allons
examiner comment les états unparticles pourraient améliorer les largeurs partielles
de production de γγ et Zγ dans la désintégration du boson de Higgs.

6.1 Introduction

La découverte du boson de Higgs du MS constitue un grand succès du grand
collisionneur de hadrons (LHC). Pendant environ trois années de comencement,
le LHC a déjà rencontré le principal défi auquel il a été conçu lorsque les deux
collaborations ATLAS [8, 9] et CMS [10, 11] ont annoncé la découverte du boson
de Higgs du MS longtement attendu avec une masse d’environ 126 GeV, nécessaire
pour la réalisation de la brisure de la symétrie électrofaible. Le LHC va maintenant
poursuivre des mesures de haute précision des propriétés du boson de Higgs et
également rechercher des éléments qui constituent des preuves directes de l’existence
d’une nouvelle physique (NP) à l’échelle de TeV au-delà du MS (BSM : beyond
standard model, en anglais) et ses manifestations possibles. Dans l’analyse qui suit,
nous supposerons que le boson observé est en effet le boson de Higgs qui découle de
la brisure de la symétrie électrofaible du MS.

Une fenêtre très importante à cet égard est le canal de désintégration Higgs-
diphoton h→ γγ qui est considéré comme l’un des modes de désintégration les plus
importants pour l’étude de précision du MS ainsi que pour la recherche d’une NP
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à l’échelle de TeV. Alors qu’une récente mise à jour de données de CMS propose
une suppression d’événements observée par rapport aux prévisions du MS dans le
mode de production h → γγ, l’expérience ATLAS a rapportée un excès dans le
même mode. Une confirmation d’une telle suppression ou excès avec une plus grande
luminosité intégrée signalerait inexorablement divers nouveaux effets d’une physique
BSM contribuant au mode de production h → γγ, et contraindre fortement les
modèles théoriques correspondants.

Pour comprendre quantitativement les prévisions de la NP nous définissons le
rapport Rγγ du cannal de production γγ de la NP par rapport au MS par :

Rγγ =
[σ(pp→ h)×Br(h→ γγ)]observé

[σ(pp→ h)×Br(h→ γγ)]MS

(6.1)

où h est le boson de Higgs. Les collaborations ATLAS [108] et CMS [109] ont rap-
portées que :

ATLAS Rγγ = 1.65± 0.24+0.25
−0.18 (6.2)

CMS Rγγ = 0.79± 0.18+0.28
−0.26 (6.3)

Si ces améliorations ou supression observées dans le canal diphoton persiste et ne
sont pas dues à des incertitudes de QCD [110], cela indique clairement qu’on a
besoin de nouvelles contributions de particules chargées supplémentaires au-delà du
MS qui couplent au Higgs pour augmenter ou diminuer le taux de production de
diphoton dans le cannal h → γγ. Donc, une confirmation d’une telle suppression
ou excès avec une plus grande luminosité intégrée signalerait divers nouveaux effets
d’une physique au-delà du MS qui contribuent au mode de désintégration h → γγ,
et ainsi contraindre fortement les modèles théoriques correspondants.

De nombreux modèles théoriques ont été développés qui pourraient répondre à
des questions majeures pas encore pris en compte par le MS et qui, en premier lieu
motiver par les études au-delà du MS, et qui n’ont donc pas encore été sondé par les
collisionneurs précédents. Le modèle de jauge des unparticules en tant que candidat
d’une NP au LHC, couple au SM à travers des interactions pertinentes organisées
dans une théorie effective des champs. Ce modèle peut augmenter ou diminuer le
taux diphoton via des interactions faibles donnant lieu à de nouveaux signaux in-
téressants dans les détecteurs ATLAS et CMS. Plus précisément, la désintégration
Higgs-diphoton h → γγ est un processus induit par une boucle ce qui signifie qu’il
pourrait être sensible à la présence de nouveaux états chargés qui couple avec le
boson de Higgs. En tant que tel, la phénoménologie des unparticules chargés trans-
portant les nombres quantiques de jauge du MS constitue une forte contrainte pour
les paramètres du modèle de jauge des unparticules au LHC.

Les effets au niveau de l’arbre des unparticules de spin-0 singlet du groupe de
jauge du MS sur la phénoménologie de la désintegration du Higgs en diphoton ont
été pris en compte dans [111], où une déviation assez considérable par rapport aux
prédictions du MS a été trouvée. On s’attend donc à ce que les effets des boucles
chargées seraient également en mesure de produire un impact notable.
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Dans ce chapitre, nous proposons une contribution BSM au mode h → γγ sans
affecter la production du boson de Higgs par la fusion de gluons, gg → h, par le
moyen de calcul de la contribution à une boucle des unparticles électrofaiblement
jaugés de spin-0 et spin-1/2 singlets de SU(3)C et qui dépendent des principaux
paramètres du modèle. Nous rappelons que tout changement dans la largeur de γγ
est accompagnée par une modification correspondante dans le canal Zγ, puisque
toute particule chargée a un couplage non nul au boson Z du MS, et que les dif-
férentes nouvelles particules donnent lieu à différents schémas de corrélation entre
ces deux canaux[120].

Ainsi, ce chapitre est structuré comme suit : dans la section 6.2, nous dévelop-
pons une idée générale des déviations dans le couplage de Higgs-diphotons due à
la présence de nouvelles particules chargées. Dans la section 6.3, nous donnons le
détail de nos calculs des contributions des unparticles scalaires et fermioniques au
mode de désintégration h→ γγ, tandis que les sections 6.4 et 6.5, nous donnons des
analyses phénoménologiques des effets de la nouvelle physique sur le mode h→ γγ
ainsi que la corrélation entre les canaux γγ et Zγ respectivement. Nous résumons
nos résultats dans la dernière section.

6.2 Effets des Unparticles chargées sur le mode
h→ γγ

Dans cette section nous analysons les effects à une boucles des unparticles de spin-
0 et spin-1/2 sur la largeur partielle de désintegration du boson de Higgs en deux
photons, et ce en utilisant la prescription des théories effectives des champs. Dans
la section 6.2.1, nous donnons un bref aperçu sur le mode de production h→ γγ et
voir comment il est affecté par la présence de nouvelles particules chargées circulant
dans des boucles, alors que dans la section 6.2.2 nous révisons le formalisme de base
décrivant les interactions des unparticles chargées avec le boson de Higgs.

6.2.1 Le cannal h → γγ dans le MS et effets de la nouvelle
physique

En raison du fait que le boson de Higgs est électriquement neutre, son couplage
aux photons doit être induit par certaines particules chargées circulant dans des
boucles. Dans le MS, la désintegration du boson de Higgs en diphoton h → γγ est
induite, à une boucle, avec la contribution dominante des bosons W± de spin-1 et
une contribution sous-dominante de signe opposé venant du quark-t de spin-1/2.
L’expression analytique de la largeur de désintégration du boson de Higgs en deux
photons, dans la limit de basse-énergie m2

h ≪ 4m2
t , dans le MS est donnée par :

Γ(h→ γγ) =
α2

emm
3
h

256v2π3
|Aγγ

SM |2 , (6.4)
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où αem ≡ e2/4π est la constante de la structure fine, v = (
√

2GF )1/2 ≃ 246 GeV est
la valeur moyenne du vide (vev) du champ de Higgs H = (v+h)T/

√
2. Le coefficient

Aγγ
SM est le facteur de forme du Higgs-diphoton tel que :

Aγγ
SM = AW (τW ) +NCQ

2
tA1/2(τt) , (6.5)

où NC = 3 est le nombre de couleurs, Qt = +2/3 est la charge électrique du quark
top en unité de |e|. At(τt) et AW (τW ) sont les fonctions boucle du quark-t et les
boson W± respectivement, et sont données par les fonctions analytiques suivantes
[112] :

At(τt) =
3

2τ 2
t

[τt + (τt − 1)f(τt)] , (6.6)

AW (τW ) = − 1
7τ 2

W

[3τW + 2τ 2
W + 3(2τW − 1)f(τW )] , (6.7)

avec

f(τ) =







arcsin2
√
τ pour τ ≤ 1,

−1
4

(

ln 1+
√

1−τ−1

1−
√

1−τ−1 − iπ
)2

pour τ > 1.
(6.8)

où mi sont la masse des particules circulant dans la boucle et τi = m2
h/4m

2
i . Il est

intéressant d’examiner les valeurs asymptotiques des fonctions de boucle At(τt) et
AW (τW ) pour τi ≪ 1, c’est à dire lorsque les masses des particules mi sont beaucoup
plus grande que la moitié de la masse du boson de Higgs. En particulier, pour
mh ≃ 125 GeV, At(τt)→ +1.8 et AW (τW )→ −8.3 et par conséquent Aγγ

SM = −6.48.
Lorsqu’il s’agit d’un scalaire S, la fonction boucle correpondante est de la forme :

AS(τS) = − 1
τ 2

S

[τS + f(τS)] . (6.9)

La formule donnee par L’Eq. (6.4) permet d’obtenir directement le Lagrangiens
effectifs :

Leff = −αem

8πv
Aγγ

SMhFµνF
µν , (6.10)

où Fµν est tenseur électromangétique du champ du photon.
Le processus h→ γγ induits en boucle est très sensible à la présence de nouvelles

particules colorées ou chargées qui couple au boson de Higgs, car ils peuvent con-
tribuer à travers des boucles. Donc, en raison de la présence de ces nouveaux états,
le lagrangien effectif paramétrant les couplages du Higgs aux photons est modifié
selon :

Leff = −αem

8πv
(Aγγ

SM +Aγγ
NP )hFµνF

µν . (6.11)

où la contribution de la nouvelle physique Aγγ
NP s’exprime comme :

Aγγ
NP =

∑

i

d(ri)Q2
iAi,NP (τi) . (6.12)
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Dans la formule ci-dessus, l’indice i dénote les états de la nouvelle physique (NP) cir-
culant dans la boucle, d(ri) est la dimension de la de représentation ri des nouveaux
états, Qi et Ai,NP sont les charges électriques et les fonctions boucle des nouveaux
états de masse mi respectivement.

Comme la nature et la masse des particules virtuelles qui circulent dans les
boucles modifient la valeur du couplage effectif entre le Higgs et les bosons sans
masse, il vaut mieux de réexprimer la largeur (6.4) en terme de couplages des par-
ticules avec le Higgs :

Γ(h→ γγ) =
α2

emm
3
h

1024π3

∣
∣
∣
∣
∣

ghW W

m2
W

AW (τW ) +
2ght̄t

mt

At(τt)

∣
∣
∣
∣
∣

2

(6.13)

où nous avons utilisé les relations suivantes :
ghW W

m2
W

=
2ght̄t

mt

=
2
v
. (6.14)

Ainsi, plus généralement, les largeurs de désintégration au premier ordre en présence
de nouvelles particules peuvent être écrites comme :

Γ(h→ γγ) =
α2

emm
3
h

1024π3

∣
∣
∣
∣
∣

ghV V

m2
V

Q2
VAV (τV ) +

2ghf̄f

mf

d(rf )Q2
fAf (τf )

+
ghSS

m2
S

d(rS)Q2
SAS(τS)

∣
∣
∣
∣
∣

2

. (6.15)

Sous l’hypothèse que les modifications sont de petits effets négligeables sur les rap-
ports de branchement à d’autres états finaux (la largeur totale de Higgs est inchangé)
et que la production du boson de Higgs par fusion de gluons gg → h n’est pas affectée
par la nouvelle physique 1, le rapport Rγγ peut être simplifiée de la façon suivante :

Rγγ =
σ(pp→ h)MS+NP

σ(pp→ h)MS

× Γ(h→ γγ)MS+NP

Γ(h→ γγ)SM

≃ Γ(h→ γγ)MS+NP

Γ(h→ γγ)MS

=

∣
∣
∣
∣
∣
1− ghV V

m2
V

Q2
VAV (τV )
Aγγ

SM

− 2ghf̄f

mf

d(rf )Q2
fAf (τf )
Aγγ

SM

− ghSS

m2
S

d(rS)Q2
SAS(τS)
Aγγ

SM

∣
∣
∣
∣
∣

2

. (6.16)

Cette paramétrisation permet de voir le lien direct entre les données expérimentales
et théoriques, et donc de voir comment le taux de production est influencé par la
présence d’une «nouvelle physique» qui pourrait contribuer au niveau d’une boucle.
Comme on le sait, dans le MS la contribution principale provient de la boucle du
boson W, de sorte que la quantité dans le dénominateur est positif.

1. De tels nouveaux états devraient être chargés et sans couleur pour éviter l’affectation du
mode de production gg → h qui affecteraient les autres rapports de branchement.
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6.2.2 Le formalisme de base

Dans notre modèle, nous supposons que les champs unparticles scalaire et fermion-
ique chargés et singulets de SU(3)C , Us et Uf , couplent au boson de Higgs par le
terme :

L ⊃ − λHUs

(Λ2
U)dUs −1

H†H U †
sUs −

λHUf

(Λ2
U)dUf

−1H
†H UfUf , (6.17)

où ΛU est l’échelle de coupure (cut-off) de la théorie, qui est insérée ici pour des
raisons dimensionnelles 2 et λHUi

sont des couplages réels sans dimensions entre le
champs de Higgs et les champs des unparticles Ui. Pour des valeurs positives (négatif)
de λHUi

, nous aurons des interférences constructive (destructrice) avec le calcul de
la boucle du MS.

Les potentiels scalaires V (U , H) associés aux champs U et H ainsi que le terme
cinétique de U avec des dérivées covariantes appropriées sont également présents
dans le Lagrangien donné par l’Eq. (6.17). La brisure de la symétrie électrofaible
(EWSB) où le champ de Higgs H développe une valeur moyenne du vide (VEV) non
nulle, 〈H〉 = v/

√
2 (v = 246 GeV), induit un décalage de masse universel à l’échelle

IR de la forme λHUi
v2/2Λ

2dUi
−2

U . Par conséquent les interactions des états Ui avec le
boson de Higgs peuvent être obtenus en redéfinissant l’ensemble des paramètres de
masse de la théorie de la façon suivante :

(M2
Ui

)2−dUi → (M2
Ui

)2−dUi + λHUi
v2/2Λ

2dUi
−2

U ≡ (µ2
i )

2−dUi . (6.18)

où MUi
≡ Λ6Ui

une certaine échelle de masse marquant la brisure de la symétrie
conforme dans le secteur des unparticles.

Les couplages trilinéaires entre le champ du boson de Higgs physique h et les
champs des unparticle après Us et Uf après que le Higgs développe une VEV sont
donnés par les termes pertinents suivants :

L ⊃ − λHUsv

Λ2dUs −2
U

hU †
sUs −

λHUf
v

Λ
2dUf

−2

U

hUfUf . (6.19)

Donc, après EWSB, les nouveaux couplages au boson de Higgs sont :

ghU†
s Us

= λHUsv/Λ
2dUs −2
U , (6.20)

ghUf Uf
= λHUf

v/Λ
2dUf

−2

U . (6.21)

Notons que dans les limites standards dUs → 1 and dUf
→ 3/2, l’interaction (6.19)

se réduit à celle obtenue lors du couplage du boson de Higgs avec les champs de
matières ordinaires de spin-0 and spin-1/2 et de masses ms et mf respectivement :

L ⊃ −m
2
s

v
hϕ†

sϕs −
mf

v
hψfψf . (6.22)

2. L’échelle ΛU a été insérée pour compenser la dimension de masse inhabituelle dUi
des champs

des unparticles Ui
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Figure 6.1 – Diagrammes de Feynman pour la désintegration h→ γγ à travers des
boucles des unparticles chargés. Les lignes internes représentent soit des unparticles
de spin-0 ou de spin-1/2.

De la densité Lagrangienne de Eq. (6.11), nous pouvons obtenir, dans la théorie
des unparticles, le lagrangien effectif suivant pour le couplage hγγ :

L = −
∑

i αemd(rUi
)Q2

Ui
Aγγ

Ui

8πv
hFµνF

µν , (6.23)

où d(rUi
) ≡ NUi

est la dimension de la représentation rUi
des unparticles, QUi

sont
les charges électriques des champs Ui en unités de |e|. Nous considérons le cas simple
où les champs U sont chargés sous le groupe de jauge du MS comme (1, NU)Y , c’est-
à-dire des singlets de SU(2)L et possèdent seulement des charges électriques. Dans
le cas où NUi

> 1, les termes quadratics dans le Lagrangien (6.17) doivent être
interprétés comme

∑

j |U j
i |2 et le carré de la charge électrique Q2

Ui
comme

∑

j Q
2
Uj

i

où
la somme est effectuée sur toutes le composantes à l’intérieur de Ui.

A partir du Lagrange (6.23) et la formule (6.16), le facteur d’amélioration dans
le modèle des unparticles par rapport à la largeur de désintégration du MS est donné
par :

Rγγ =

∣
∣
∣
∣
∣
∣

1−
ghU†

s Us

Λ2dUs −2
U

d(rUs)Q
2
Us

Aγγ
Us

Aγγ
SM

−
ghUf Uf

Λ
2dUf

−2

U

d(rUf
)Q2

Uf

Aγγ
Uf

Aγγ
SM

∣
∣
∣
∣
∣
∣

2

. (6.24)

Notons que pour chaque contribution individuelle, AUi
interfère de manière con-

structive (destructive) avec les contributions du MS lorsque λHUi
> 0 (λHUi

< 0).
Si |λHUi

| est grande, |Aγγ
Ui
| peuvent entraîner une déviation importante du rapport

Rγγ par rapport aux prédictions du MS. Par conséquent, les valeurs expérimentales
de Rγγ peuvent servir comme des limites sur |λHUi

|.

6.3 La contribution en boucle des unparticles de
spin-0 et spin-1/2

Pour le calcul de la contribution au premier ordre en utilisant les règles de Feyn-
man de notre modèle données par les Eqs. (5.11-5.12) et (5.19-5.20) du chapitre 5,
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le calcul est déjà assez compliqué. Bien sûr, puisque de nos jours la plupart des inté-
grales scalaires à une boucle sont connues et pour autant que les codes informatiques,
le calcul est simplifié et se résume à effectuer une réduction de Passarino-Veltman.
Nous allons voire que sans les approximations des vertexes que nous avons établi, les
intégrales appropriées ne sont pas connues et les calculer avec la méthode canonique
semble être prèsque impossible. Nous donnons les détails des calculs des boucles des
unparticles de spin-0 et spin-1/2 en utilisant les résultats du chapitre précédent qui
ont amplement démontré un certain succès.

Nous montrons dans la figure Fig. 6.1 les diagrammes de Feynman possibles des
boucles unparticles de spin-0 et spin-1/2 contribuant au premier ordre dans h→ γγ.
Ici, k1 et k2 sont les quadrivecteurs moment des photons de polarisations ǫ(k1) et
ǫ(k2), formés par la désintegration du boson Higgs de moment q = k1 + k2 avec
q2 = (k1 + k2)2 = m2

h et k2
1 = k2

2 = 0 comme représenté dans la Fig. (6.1). Toutes
les règles de Feynman nécessaires pour le calcul se trouvent dans le chapitre 5.

6.3.1 La contribution scalaire

Pour les champs scalaires, il existe en général deux types de contributions. Une à
partir du diagramme de boucle avec des fonctions vertexe à trois points et l’autre à
partir du diagramme de boucle avec des fonctions vertexe à quatre points comme il
est montré dans la Fig. (6.1). En utilisant les approximations des règles de Feynman
pour les fonctions vertexe pour un et deux photons couplés avec deux unparticles
de spin-0, γ UsUs et γ γ UsUs, données par les Eqs. (5.48) et (5.49) du chapitre 6, les
expressions analytiques des amplitudes de transition correspondant aux diagrammes
(a) et (b) sont données réspectivement par :

iMa
s = 4παemQ

2
Us
ghU†

s Us
2Mµν,a

s ǫ∗
µ(k1) ǫ∗

ν(k2) , (6.25)

iMb
s = 4παemQ

2
Us
ghU†

s Us
Mµν,b

s ǫ∗
µ(k1) ǫ∗

ν(k2) , (6.26)

avec

Mµν,a
s =

∫ d4k

(2π)4
∆Us(k)Γµ

s (k + k1,−k1)∆Us(k − k2)

× Γν
s(k,−k2)∆Us(k + k1) , (6.27)

Mµν,b
s = −

∫ d4k

(2π)4
∆Us(k + k1)Γµν

s (k + k1,−k1,−k2)∆Us(k − k2) , (6.28)
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Figure 6.2 – Vertexes des unparticles scalaires.

où les fonctions vertexes Γµ
s (k + k1,−k1), Γν

s(k,−k2) et Γµν
s (k + k1,−k1,−k2) sont,

respectivement, données par :

Γµ
Us

(k + k1,−k1) ≃ (−1)2−dUs
2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(2− dUs)(2k + k1)µ

(k2 − µ2
s)dUs −1

, (6.29)

Γν
Us

(k,−k2) ≃ (−1)2−dUs
2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(2− dUs)(2k − k2)ν

[(k − k2)2 − µ2
s]dUs −1

, (6.30)

Γµν
Us

(k + k1,−k1,−k2) ≃ (−1)2−dUs
2 sin(dUsπ)
A(dUs)

(2− dUs)
[(k − k2)2 − µ2

s]dUs −1

×
[

2gµν +
(1− dUs)(2k + k1)µ(2k − k2)ν

(k2 − µ2
s)

]

. (6.31)

Les intégrales dans (6.27) et (6.28) prennent les formes suivantes :

Mµν,a
s = (2− dUs)

A(dUs)
2 sin(dUsπ)

(−1)2−dUs Πµν,a
s , (6.32)

Mµν,b
s = (2− dUs)

A(dUs)
2 sin(dUsπ)

(−1)2−dUs Πµν,b
s , (6.33)

avec

Πµν,a
s =

∫ d4k

(2π)4

(2− dUs)(2k + k1)µ(2k − k2)ν

(k2 − µ2
s)[(k − k2)2 − µ2

s][(k + k1)2 − µ2
s]2−dUs

, (6.34)

Πµν,b
s = −

∫ d4k

(2π)4

2gµν(k2 − µ2
s) + (1− dUs)(2k + k1)µ(2k − k2)ν

(k2 − µ2
s)[(k − k2)2 − µ2

s][(k + k1)2 − µ2
s]2−dUs

. (6.35)

Ainsi, l’amplitude totale de Feynman, Ms, qui est la combinaison des deux contri-
butions, 2Ma

s et Mb
s prend la forme suivante :

iMs = 4παemQ
2
Us
ghU†

s Us
Mµν

s ǫ∗
µ(k1) ǫ∗

ν(k2) , (6.36)

avec

Mµν
s = (2− dUs)(−1)2−dUs

A(dUs)
2 sin(dUsπ)

Πµν
s , (6.37)
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où

Πµν
s = 2Πµν,a

s + Πµν,b
s

= −2
∫ d4k

(2π)4

(k2 − µ2
s)g

µν − (2k + k1)µ(2k − k2)ν

(k2 − µ2
s)[(k − k2)2 − µ2

s][(k + k1)2 − µ2
s]2−dUs

−
∫ d4k

(2π)4

(1− dUs)(2k + k1)µ(2k − k2)ν

(k2 − µ2
s)[(k − k2)2 − µ2

s][(k + k1)2 − µ2
s]2−dUs

. (6.38)

Les structures des propagateurs non standard ∆Us(k) et les fonctions vertexes Γµ
s et

Γµν
s conduisent à la non-applicabilité de la recette de réduction tensorielle (le shémma

de réduction de Passarino-Veltman) pour l’intégrale (6.38) 3. Un simple comptage
de puissance indique que ces intégrales sont divergentes pour les grandes valeurs
des quantités de mouvement de la boucle interne. Nous devons d’abord régulariser
et de définir une procédure de renormalisation pour annuler les infinis. Pour ce
faire, nous allons utiliser la méthode de la régularisation dimensionnelle suggérée
par ’t Hooft et Veltmann en 1972 [119]. Un des avantages de cette régularisation
est qu’elle conserve l’invariance de jauge. Dans cette procédure, nous remplaçons
d4k/(2π)4 → dDk/(2π)D, et pour une valeur de D assez petite l’intégrale converge.
Si nous définissons D = 4 + 2 ǫ avec ǫ << 1, à la fin, nous aurons un résultat
convergent dans la limite ǫ→ 0 4.

Avec l’utilisation de la procédure standard de la paramétrisation de Feynman
qui consiste à combiner plusieurs dénominateurs en un seul au prix de l’introduc-
tion d’une certaine intégration, (voir l’Annex D) et le déplacement de la variable
dynamique k → k − k2y + k1z de la boucle, on obtient :

Πµν
s = −2Γ(4− dUs)

Γ(2− dUs)

∫ 1

0
dy
∫ 1−y

0
dz(1− y − z)1−dUs

×
[
∫ dDk

(2π)D

(k2 −∆2
s)g

µν − 4kµkν + (kν
1k

µ
2 − k1.k2g

µν)4yz
(k2 −∆2

s)4−dUs

+ (1− dUs)
∫ dDk

(2π)D

2kµkν − 2kν
1k

µ
2 yz

(k2 −∆2
s)4−dUs

]

, (6.39)

où ∆2
s = µ2

s − 2k1 · k2yz = µ2
s − m2

hyz. Dans la deuxième et la troisième ligne de
l’Eq. (6.39) nous avons utilisé la condition de transversalité du photon, kµ

1 · ǫµ(k1) =
kν

2 · ǫν(k2) = 0, et le fait que tous les termes qui sont linéaires en kµ disparaissent
lorsqu’ils sont intégrés (kµ est une fonction impaire), nous pouvons les écarter de
Πµν

s .
Nous notons que dans la limite dUs → 1, l’amplitude dans l’Eq.(6.39) se réduit à

celle correspondante à la théorie Higgs-Scalaire. De même, pour dUs → 1 et µs = 0
l’amplitude dans l’Eq.(6.39) se réduit à celle correspondante à la théorie de Higgs-
Goldston scalaire [115] où le propagateurs du boson Goldston a une masse nulle. Par

3. A cause de la dimension d’échelle dUs
qui figure dans l’exposant du dénominateur.

4. Dans la régularisation dimensionnelle l’intégration est faite à 4− ǫ dimensions où ǫ → 0 et
les divergences apparissent alors sous la forme de puissance de 1/ ǫ.
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conséquent, il est prévu que dans ce cas limite, l’amplitude de la boucle Us est réduite
à celle de particules scalaires sans masse. Cependant, le terme 2kµkν − 2kν

1k
µ
2 yz

dans la seconde intégrale est clairement problématique, car il implique une structure
tensorielle inhabituelle et une intégrale divergente qui détruit l’invariance de jauge
sans imposer un schéma de régularisation approprié pour la rendre bien définie.

Maintenant, définissons l’intégrale suivante :

I(D,α, β, a2) =
∫ dDk

(2π)D

(k2)α

(k2 − a2)β

=
i

(4π)D/2
(a2)D/2(−a2)α−β Γ(β − α−D/2)

Γ(α+D/2)
Γ(β)

Γ(D/2)
, (6.40)

et écrivons les intégrales de l’Eq. (6.39) comme suivant :

Iµν
1 =

∫ dDk

(2π)D

k2gµν − 4kµkν −∆2
sg

µν + (kν
1k

µ
2 − k1.k2g

µν)4yz
(k2 −∆2

s)4−dUs
. (6.41)

Iµν
2 =

∫ dDk

(2π)D

2kµkν − 2kν
1k

µ
2 yz

(k2 −∆2
s)4−dUs

. (6.42)

Tous les termes qui ne dépendent pas de la quadri-impulsion kµ dans le numérateur
donnent lieu à des intégrales finies, donc dans ce cas on peut directement prendre
D = 4, et I(4, 0, 4− dUs ,∆

2
s) prend la forme simple :

∫ d4k

(2π)4

1
(k2 −∆2

s)4−dUs
= I(4, 0, 4− dUs ,∆

2
s)

=
i(−1)dUs −1

16π2
(∆2

s)
dUs −2 Γ(2− dUs)

Γ(4− dUs)
. (6.43)

En raison de la symétrie de Lorentz, l’intégrale de l’Eq. (6.40) conduit à la propriété
suivante :

∫ dDk

(2π)D

(k2)αkµkν

(k2 −∆2
s)β

=
gµν

D
I(D,α+ 1, β, a2) . (6.44)

En utilisant cette propriété, nous sommes maintenant en mesure d’intégrer les termes
k2gµν − 4kµkν de I1 :

∫ dDk

(2π)D

k2gµν − 4kµkν

(k2 −∆2
s)4−dUs

=
( 4
D
− 1

)

gµνI(D, 1, 4− dUs ,∆
2
s)

= gµν i(−1)dUs −3

(4π)D/2

2(∆2
s)

D/2+dUs −3

Γ(4− dUs)

×
(

1− 4
D

)

Γ(3− dUs −D/2) . (6.45)
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Pour l’application de la régularisation dimensionnelle, il est commode d’écrire l’Eq.
(6.40) après avoir fait la substitution D = 4 + 2 ǫ :

(

1− 4
D

)

Γ(3− dUs −D/2) =
(

− ǫ
2

) (−1)dUs −1

(dUs − 1)!

(

−1
ǫ
− ψ(dUs) + 1

)

=
(−1)dUs −1

(dUs − 1)!

(1
2

+
ǫ

2
(ψ(dUs) + 1)

)

, (6.46)

où ψ(z) est la fonction Digamma d’Euler dont la définition et les propriétés sont
données dans l’annex D. Nous pouvons maintenant passer à la limite ǫ → 0 pour
obtenir :

∫ dDk

(2π)D

k2gµν − 4kµkν

(k2 −∆2
s)4−dUs

=
i(−1)dUs −3

16π2

(−1)dUs −1

(dUs − 1)!
(∆2

s)
dUs −1

Γ(4− dUs)
gµν (6.47)

Maintenant,

∫ dDk

(2π)D

k2gµν − 4kµkν −∆2
sg

µν

(k2 −∆2
s)4−dUs

= gµν i(−1)dUs −3

16π2

(∆2
s)

dUs −1

Γ(4− dUs)

×
[

(−1)dUs −1

(dUs − 1)!
− Γ(dUs − 2)

]

. (6.48)

Le dernier facteur dans l’Eq. (6.48) peut être simplifié en utilisant la propriété de la
fonction Gamma suivante :

Γ(1− z)Γ(z) =
π

sin(πz)
, (6.49)

ce qui implique :

Γ( ǫ− n) =
(−1)n−1

Γ(n+ 1− ǫ)
Γ(− ǫ)Γ(1 + ǫ) , (6.50)

et ainsi :

Γ(dUs − 2) = lim
ǫ→0

Γ[ ǫ− (2− dUs)]

=
(−1)dUs −3

Γ(dUs − 1)
=

(−1)dUs −1

(dUs − 1)!
, (6.51)

et par voie de conséquence, les deux premiers termes k2gµν − 4kµkν et ∆2
sg

µν dans
l’Eq. (6.41), s’annulent exactement l’un avec l’autre et que seulement le dernier
terme fini qui reste dans I1, et est donné par :

Iµν
1 =

i(−1)dUs −1

16π2

Γ(2− dUs)
Γ(4− dUs)

4yz
(µ2

s −m2
hyz)2−dUs

(kν
1k

µ
2 − k1 · k2g

µν) , (6.52)
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L’integrale Iµν
2 donnée par l’Eq. (6.42) peut être exprimée comme :

Iµν
2 =

gµν

D

∫ dDk

(2π)D

2kµkν −m2
hyz

(k2 −∆2
s)4−dUs

. (6.53)

qui est clairement divergente à cause du terme k2 dans le numérateur. D’une façon
similaire on obtient :

µ ǫIµν
2 ( ǫ) = gµν i(−1)dUs −1

16π2

Γ(2− dUs)
Γ(4− dUs)

× (∆2
s)

dUs −2

[

(∆2
s)

−1

(

∆ ǫ − ln
∆2

s

µ2

)

− 1
4
m2

hyz

]

. (6.54)

où ∆ ǫ est donné par :

∆ ǫ =
2
ǫ

+ ψ(dUs) + 1 + ln 4π . (6.55)

et µ est un paramètre ayant la dimension d’une masse qui est introduit pour assurer
des dimensions correctes de la constante de couplage en dimension D. L’expression
µ ǫIµν

2 ( ǫ) diverge clairement ǫ → 0 à cause du terme 1/ ǫ. Par conséquent, on peut
utiliser le schéma de soustraction minimal modifiée (MS) pour éliminer la diver-
gence. Après avoir effectué cette prescription, nous pouvons laisser en toute sécurité
ǫ→ 0 et on obtient ainsi un résultat fini de la forme :

IRµν
2 = gµν i(−1)dUs −1

16π2

Γ(2− dUs)
Γ(4− dUs)

IR
2 , (6.56)

avec

IR
2 =

[

− ln[(µ2
s −m2

hyz)/µ
2] + (µ2

s −m2
hyz)m

2
hyz/4

(µ2
s −m2

hyz)3−dUs

]

. (6.57)

L’amplitude totale est de la forme :

iMµν
s = (2− dUs)

A(dUs)
sin(dUsπ)

1
16π2

∫ 1

0
dy
∫ 1−y

0
dz(1− y − z)1−dUs

×
[

4yz
(µ2

s −m2
hyz)2−dUs

(kν
1k

µ
2 − k1 · k2g

µν) + (1− dUs)g
µνIR

2

]

, (6.58)

Ainsi, comme prévu, la régularisation dimensionnelle conduit à l’apparition d’un
terme de violation de l’invariance de jauge (kν

1k
µ
2 − k1 · k2g

µν) + (1 − dUs)g
µνIR

2

plutôt que kν
1k

µ
2 − k1 · k2g

µν comme l’exige l’invariance de jauge électromagnétique
de l’amplitude Feynman 5. Ce problème est similaire à celui rencontré dans le schéma
de régularisation lors de la réalisation du calcul de la désintégration Higgs h→ γγ via

5. Ce terme résiduel qui est proportionelle à gµν n’est pas physique car le photon doit rester
transverse, i.e. de masse nulle.
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W -boson boucle dans la jauge unitaire. Nous pouvons récupérer l’invariance de jauge
selon l’argument de la prescription de Dyson [116] en soustrayant la contribution de
tous les diagrammes évalués à k1 = k2 = 0. Pour cela, nous redéfinissons l’amplitude
complète comme suit :

Mµν
s =Maµν

s +Mbµν
s +M0µν

s , (6.59)

avec

M0µν
s = −(Maµν

s +Mbµν
s )

∣
∣
∣
∣
∣
k1=k2=0

. (6.60)

Nous obtenons ainsi le résultat invariant de jauge suivant :

iMµν
s =

(2− dUs)
16π2

A(dUs)
sin(dUsπ)

∫ 1

0
dy
∫ 1−y

0
dz

4yz(1− y − z)1−dUs

(µ2
s −m2

hyz)2−dUs

× (kν
1k

µ
2 − k1 · k2g

µν) , (6.61)

et l’amplitude totale 6.36 est :

iMs =
αem

2πv
Q2

Us

ghU†
s Us

(µ2
i )

2−dUi
Aγγ

Us
(dUs , τUs)(k

ν
1k

µ
2 − k1 · k2g

µν) ǫ∗
µ(k1) ǫ∗

ν(k2) (6.62)

où ghU†
s Us

= λHUi
v/Λ

2dUi
−2

U et As
U(dUs , τUs) est la fonction boucle des unparticles de

spin-0 donnée par :

Aγγ
Us

(dUs , τUs) =
(2− dUs)A(dUs)

sin(dUsπ)

∫ 1

0
dy
∫ 1−y

0
dz

4yz(1− y − z)1−dUs

(1− 4τUsyz)
2−dUs

, (6.63)

avec τUs = m2
h/4µ

2
s.

L’aspect le plus intéressant et attendu du résultat de l’Eq. (6.63) en est que dans
la limite dUs → 1 nous reproduisons le resultat familier de la contribution scalaire
du MS à la désintegration h→ γγ [112] :

Aγγ
Us

(dUs , τUs)→ A0(τ0) =
∫ 1

0
dy
∫ 1−y

0
dz

4yz
(1− 4τUsyz)

=
1
τ 2

0

[−τ0 + f(τ0)] . (6.64)

De même, dans la limite µs = 0, nous obtenons la contribution des particules
scalaires non massives comme par exemple le cas du boson de Goldson [115] :

Aγγ
Us

(dUs , τUs)→ A0 = 2 . (6.65)

Dans la Fig. 6.3 nous tracons Aγγ
Us

en fonction de τUs = m2
h/4µ

2
s pour differentes

valeurs de la dimension d’échelle dUs . Il est bien claire que le tracé de Aγγ
Us

dépend
sensiblement de dUs .
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Figure 6.3 – Aγγ
Us

en fonction de τUs pour un ensemble de valeurs de dUs .

La fonction Aγγ
Us

s’annule dans la limite dUs → 2 ce qui reflète le découplage des
champs Us du secteur de Higgs. Ce fait peut être remarqué à partir de la supression
des couplages individuels dans les Eqs. (6.29-6.31) dans la limite dUs → 2. On outre,
ce découplage est naturel puisque les champs Us deviennent non dynamique lorsque
dUs → 2 6. Le tracé dans la Fig. 6.3 montre aussi que, pour des petites valeurs de
τUs , la fonction Aγγ

Us
devient peu sensible de τUs . Cela peut être vu en considérons la

limite τUs ≪ 1 dans laquelle Aγγ
Us

prend la forme asymptotique suivante :

Aγγ
Us

(dUs , τUs) =
A(dUs)

sin(πdUs)
[ αB(3− dUs , 3)B(3− dUs , dUs)

+ βB(4− dUs , 4)B(4− dUs , dUs)] , (6.66)

avec α = 4(2−dUs), β = 16(2−dUs)
2τUs et B(a, b) est la fonction beta. Effectivement,

pour τUs ≪ 1, le coefficient β s’annule et As
U est dominée seulement par le terme

proportionnel à α :

Aγγ
Us

(dUs , τUs) ≃
2(2− dUs)AdUs

sin(πdUs)
B(3− dUs , 3)B(3− dUs , dUs) , (6.67)

Nous continuons maintenant avec le calcul de la contribution fermionique et termi-
nons la section par un bref commentaire sur les fonctions boucles correspondantes.

6. Le propagateur des états Us dans la limite dUs
→ 2 devient une constante, ce qui implique

l’absence d’une dynamique.
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6.3.2 La contribution fermionique

Les diagrammes de Feynmann concernés avec des unparticules fermioniques sont
présentés dans la même Fig. (6.1). Notons que dans notre théorie, le diagramme
supplémentaire (b) contribuant au mode h → γγ avec une boucle fermionique,
n’existe pas dans le cas du MS, parce qu’il n’y a pas de couplage quartique de
fermions et de photons. Le calcul se poursuit de la même façon que dans le cas
scalaire en adoptant le même raisonnement.

Les contributions à l’amplitude de désintégration médiée par une boucle des
unparticles de spin-1/2 correspondant aux diagrammes (a) et (b) de la Fig. (6.1)
sont données réspectivement par :

iMa
f = 4παemQ

2
Uf
ghUf Uf

2Mµν,a
f ǫ∗

µ(k1) ǫ∗
ν(k2) , (6.68)

et

iMb
f = 4παemQ

2
Uf
ghUf Uf

Mµν,b
f ǫ∗

µ(k1) ǫ∗
ν(k2) , (6.69)

avec

Mµν,a
f = −Tr

∫ d4k

(2π)4
∆Uf

(k)Γµ
f (k + k1,−k1)∆Uf

(k − k2)Γν
f (k,−k2)∆Uf

(k + k1)

=
A(dUf

− 1/2)
2 cos(dUf

π)
Tr

∫ d4k

(2π)4

Γµ
f (k + k1,−k1)Γν

f (k,−k2)

Σf
0(k)Σf

0(k + k1)Σf
0(k − k2)

× 1
(6k − µf )[(6k+ 6k1)− µf ][(6k− 6k2)− µf ]

, (6.70)

et

Mµν,b
f = Tr

∫ d4k

(2π)4
∆Uf

(k + k1)Γ
µν
f (k + k1,−k2,−k1)∆Uf

(k − k2)

=
A(dUf

− 1/2)
2 cos(dUf

π)
Tr

∫ d4k

(2π)4

Γµν
f (k + k1,−k1,−k2)

Σf
0(k + k1)Σ

f
0(k − k2)

× 1
[(6k+ 6k1)− µf ][(6k− 6k2)− µf ]

, (6.71)

où les fonctions vertexes Γµ
f (k + k1;−k1), Γν

f (k;−k2) et Γµν
f (k + k1;−k1,−k2) sont
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données, respectivement, par :

Γµ
f (k + k1;−k1) ≃ γµ 2 cos(dUf

π)
A(dUf

− 1/2)
(−1)3/2−dUf 2(2− dUf

)
[

k2 − µ2
f

]dUf
−3/2

, (6.72)

Γν
f (k;−k2) ≃ γµ 2 cos(dUf

π)
A(dUf

− 1/2)
(−1)3/2−dUf 2(2− dUf

)
[

(k − k2)2 − µ2
f

]dUf
−3/2

, (6.73)

Γabµν
f (k + k1;−k1,−k2) ≃ 2 cos(dUf

π)
A(dUf

− 1/2)
(−1)3/2−dUf 2(3/2− dUf

)
[

(k − k2)2 − µ2
f

]dUf
−1/2

× [ 6k− 6k2 − µf ]

[

2gµν − (2k + k1)µ(2k − k2)ν

k2 − µ2
f

]

.(6.74)

En portant ces vertexes dans les Eqs. (6.70,6.71), et après simplification on obtient :

Mµν,a
f = 4(2− dUf

)2A(dUf
− 1/2)

2 cos(dUf
π)

(−1)3/2−dUf Πµν,a
f ,

Mµν,b
f = 2(3/2− dUf

)
A(dUf

− 1/2)
2 cos(dUf

π)
(−1)3/2−dUf Πµν,b

f , (6.75)

où

Πµν,a
f =

∫ d4k

(2π)4

Nµν

(k2 − µ2
f )[(k − k2)2 − µ2

f ][(k + k1)2 − µ2
f ]

5
2

−dUf

, (6.76)

avec

Nµν = Tr {γµ(6k+ 6k1 + µf )(6k− 6k2 + µf )γν(6k + µf )}
= 8µf

[

4kµkν − k2gµν + kν
1k

µ
2 − 2kµkν

2 − 2kµkν
1 − kµ

1k
ν
2 + gµν(µ2

f − k1 · k2)
]

,

(6.77)

et

Πµν,b
f =

∫ d4k

(2π)4

N ′µν

(k2 − µ2
f )[(k − k2)2 − µ2

f ]2[(k + k1)2 − µ2
f ]

5
2

−dUf

, (6.78)

avec

N ′µν = Tr {(6k+ 6k1 + µf )(6k− 6k2 + µf )(6k− 6k2 − µf )}
×

[

2(k2 − µ2
f )gµν − (2k + k1)µ(2k − k2)ν

]

= 8µf [(k − k2)2 − µ2
f ][Gµν − (2k + k1)µ(2k − k2)ν ] , (6.79)

où

Gµν = 2(k2 − µ2
f )gµν − 2(2k + k1)µ(2k − k2)ν . (6.80)
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Cette écriture de N ′µν en terme de Gµν est mieux adaptée pour le calcul, puisque
elle conduit à l’apparition d’un terme similaire à Πaµν

s dont l’intégrale est finie et
préserve la symétrie de jauge de l’amplitude comme il est démontré précédement. Par
contre, le terme (2k + k1)µ(2k − k2)ν , comme dans le cas scalaire, brise l’invariance
de jauge et on peut l’éliminer directement par la procédure de Dyson. Dans ce cas,
l’amplitude totale de Feynman, Mf = 2Ma

f +Mb
f , s’écrit comme :

iMf = 4παemghUf Uf
Q2

Uf
Mµν

f ǫ∗
µ(k1) ǫ∗

ν(k2) , (6.81)

avec

Mµν
f = 2Ma,µν

f +Mb,µν
f

= (−1)3/2−dUf
2 cos(dUf

π)
A(dUf

− 1/2)
Πµν

f . (6.82)

Πµν
f = 2

∫ d4k

(2π)4

4(2− dUf
)2Nµν + (3/2− dUf

)Gµν

(k2 − µ2
f )[(k − k2)2 − µ2

f ][(k + k1)2 − µ2
f ]

5
2

−dUf

= 2
∫ d4k

(2π)4

4(2− dUf
)2Nµν

(k2 − µ2
f )[(k − k2)2 − µ2

f ][(k + k1)2 − µ2
f ]

5
2

−dUf

+ 2
∫ d4k

(2π)4

(3/2− dUf
)Gµν

(k2 − µ2
f )[(k − k2)2 − µ2

f ][(k + k1)2 − µ2
f ]

5
2

−dUf

. (6.83)

Une fois encore, nous utilisons la paramétrisation de Feynman et la translation de
la variable d’intégration k, nous obtenons l’intégrale suivante :

Πµν
f = 16µf

Γ(9/2− dUf
)

Γ(5/2− dUf
)

∫ 1

0
dy
∫ 1−y

0
dz(1− y − z)3/2−dUf






4(2− dUf

)2

×
∫ d4k

(2π)4

4kµkν − gµνk2 + kν
1k

µ
2 (1− 4yz) + gµν [(µ2

f − k1k2(1− 2yz)]

(k2 −∆2
f )9/2−dUf

+(3/2− dUf
)
∫ d4k

(2π)4

(k2 −∆2
f )gµν − 4kµkν + (kν

1k
µ
2 − k1.k2g

µν)4yz

(k2 −∆2
f )9/2−dUf






,(6.84)

où ∆2
f = µ2

f − 2k1 · k2yz = µ2
f −m2

hyz. L’utilisation de la procédure standard bien
développée pour le calcul des intégrales scalaires et tensorielles 7 conduit directement
au résultat suivant :

Πµν
f =

µf

2π2

∫ 1

0
dy
∫ 1−y

0
dz(1− y − z)3/2−dUf

× 4(2− dUf
)2(1− 4yz) + (3/2− dUf

)4yz

(µ2
f −m2

hyz)
5/2−dUf

(kν
1k

µ
2 − k1 · kν

2g
µν) . (6.85)

7. L’application de la formule intégrale donnée par l’Eq. (6.40) suffit pour calculer complètement
toute l’amplitude à une boucle.
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Figure 6.4 – Aγγ
Uf

en fonction de τUf
pour un ensemble de valeurs de dUf

.

Dans la limite standard, dUf
→ 3/2, le résultat se réduit au cas fermionique canon-

ique. Notons que la contribution fermionique peut être vue comme la somme de
deux contributions, fermioniques et scalaire qui sont très similaires à ce que l’on
aurait dans le MS pour les boucles fermionique et scalaire, la seule différence étant
les puissances dans les dénominateurs.

Finalement, l’amplitude totale correspondante à la contribution fermionique est
donnée par :

iMf =
αem

2πv
Q2

Uf

ghUf Uf

(µ2
f )2−dUf

Aγγ
Uf

(dUf
, τUf

)(kν
1k

µ
2 − k1 · k2g

µν) ǫ∗
µ(k1) ǫ∗

ν(k2) , (6.86)

où Aγγ
Uf

(dUf
, τUf

) est la fonction boucle fermionique ayant la forme :

Aγγ
Uf

(dUf
, τUf

) = 2
A(dUf

− 1/2)
cos(πdUf

)

∫ 1

0
dy
∫ 1−y

0
dz(1− y − z)3/2−dUf

× 4(2− dUf
)2(1− 4yz) + (3/2− dUf

)4yz
(

1− 4τUf
yz
)5/2−dUf

, (6.87)

avec τUf
= m2

h/4µ
2
f . Dans la limite standard, dUf

→ 3/2, nous retrouvons les fonc-
tions de boucle familières du MS de spin-1/2 pour la désintégration h→ γγ.

Dans la Fig. 6.4 nous traçons Aγγ
Uf

en fonction de τUf
pour différentes valeurs de la

dimension d’échelle dUf
. De même que dans le cas scalaire, Aγγ

Uf
dépend sensiblement

de la dimension d’échelle dUf
. Cependant, Aγγ

Uf
change de signe dans l’intervalle

147



1.5 < dUf
< 2.5 et prend de grandes valeurs lorsque dUf

∼ 5/2. Ce comportement
rend la phénomenologie des unparticles de spin-1/2 très différente et plus importante,
en ce sens la contribution correspondante pour une valeur du couplage λHUf

> 0,
peut être constructive ou destructive avec celle du MS, contrairement au cas de
spin-0 qui ne peut être que constructive pour λHUs > 0 8.

D’autre part, contrairement au cas de spin-0, Aγγ
Uf

ne s’annule pas dans la limite
dUf
→ 5/2. Comme conséquence, les champs Uf ne découplent pas du secteur de

Higgs dans cette limite critique. L’absence de ce découplage est expliqué par la non
trivialité de la structure spinorielle des couplages dans les Eqs. (6.72-6.74). En plus,
lorsque dUf

s’approche de 5/2 le propagateur spinoriel ∆Uf
devient extrêmement

sensible au régime UV et l’action effective dans l’Eq. (5.18) ne peut plus être utilisée
[21]. Ce scénario est familier dans la difusion qq̄ à travers un gluon via une boucle
de polarisation du vide des unparticles de spin-1/2 chargés sous SU(3)C [21].

En considérant la limite τUf
≪ 1 (µf ∼ v), Af

U prend l’expression asymptotique
suivante :

Aγγ
Uf

(dUf
, τUf

) = 2
A(dUf

− 1/2)
cos(πdUf

)
[γB(5/2− dUf

, 2)B(5/2− dUf
, dUf

− 1/2)

+ δB(7/2− dUf
, 3)B(7/2− dUf

, dUf
− 1/2)

+ ηB(9/2− dUf
, 4)B(9/2− dUf

, dUf
− 1/2)] , (6.88)

avec

γ = 4(2− dUf
)2 ,

δ = 8{2(2− dUf
)2[(5/2− dUf

)τUf
− 1] + (3/2− dUf

)} ,
η = 32(5/2− dUf

)τUf
[−2(2− dUf

)2 + (3/2− dUf
)] . (6.89)

6.3.3 La fonction vertexe Higgs-Unparticle

Avant de passer à l’étude du mode de production h → γγ par les boucles des
champs Us et Us, nous clarifions quelques points physiques simples et discuter la
façon dont nos résultats peuvent être conciliés avec d’autres exigences établies dans
la littérature qui suggèrent des résultats très différents des notres. Cela signifierait
que l’amplitude pour le processus h → γγ médié par une boucle de Us devrait être
liée au résultat standard pour les champs scalaires de dimension 1 par la simple règle
de 2− dUs . Cependant, le résultat dans l’Eq. (6.63) montre une dépendance en dUs

plus subtile.
Cette (2 − dUs) règle est spécifique seulement pour les fonctions de Green de

bosons de jauge où tous les vertexes d’interaction sont des purs unparticules, en ce
sens qu’elles sont fonctions du propagateur Σs/f

0 (p+ q). Cependant, dans notre cas,

8. Ce qui est particulièrement intéressant est que le signe de la contribution fermionique peut
changer en fonction de la dimension d’échelle dUf

, ce qui signifie que les états Uf pourraient en
principe être la médiation d’une interférence constructive avec la contribution des bosons faibles
W à h→ γγ.
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le calcul de la désintégration de higgs en diphoton par une boucle des unparticles
scalaires, le vertex d’interaction vertex Higgs-unparticle, hUsUs, ne découle pas du
modèle de jauge des unparticules mais il est considéré comme étant standard ayant
la forme :

iλHUsΓHUs = i
λHUs

(Λ2
U)dUs −1

. (6.90)

Ce fait constitue une violation de l’application de la règle précédente dans laquelle,
après une certaine simplification, la puissance du dénominateur dans la boucle in-
tégrale ne contient plus la dimension d’échelle dUs conduisant au cas des particules
de matière ordinaire. C’est pourquoi l’argument général de la Ref. [96] ne s’applique
pas et c’est pourquoi une dépendance non linéaire en (2 − dUs) ne pourrait être
anticipée. Si, par exemple, nous prenons le vertex hUsUs comme :

iλHUsΓHUs = i
λHUs

(k2 − µ2
s)dUs −1

, (6.91)

plutot que celui dans (6.90), la règle (2 − dUs) deumeure valide pour le cas de la
contribution en boucle dans la désintegration hγγ, et par conséquent la théorie de-
vient triviale 9. Donc le problème réside dans le couplage standard Higgs-Unparticle
qui n’est pas un pur couplage Higgs-Unparticle découlant de la théorie de jauge des
Unparticles.

6.4 Résultats numériques

Dans cette section, nous étudions les contraintes expérimentales actuelles à par-
tir des données de ATLAS, et nous montrons que le LHC peut tester la nouvelle
physique dans une région de paramètres du modèle bien déterminés.

Tant que les groupes ATLAS et CMS du LHC n’ont pas encore confirmer si
Rγγ > 1 ou non, nous allons analyser le cas Rγγ > 1 correspondant à un excès. Dans
notre analyse, nous prenons l’échelle de la théorie aux alentours de ΛU = 1 TeV. Nous
utilisons les données fournies par la collaboration ATLAS sur la masse du boson de
Higgs mh ≃ 126 GeV et le récent excès de taux de diphoton Rγγ = 1.65± 0.24 pour
contraindre les paramètres de notre modèle.

Nous considérons QU = NU = 1 pour la simplicité. De même, nous analysons
chaque contribution individuellement pour mieux voir l’effet correspondant. Le taux
Rγγ est sensible aux trois paramètres : le couplage λHUi

, la dimension d’échelle dUi
et

l’échelle de brisure de la symétrie conforme µi. Il convient à noter que les fonctions
de boucle Aγγ

Us
et Aγγ

Uf
prennent des valeurs réelles lorsque les paramètres τUi

< 1, ce
qui implique µi > mh/2 = 63 GeV. Dans notre cas, on prend comme borne inférieure
à l’échelle de brisure de la symétrie conforme la masse MW du boson W , c’est-a-dire

9. Dans ce sens, toute grandeur calculée dans le modèle de jauge des unparticles est simplement
le produit 2− dUs

fois celle du MS.
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µi & 80 GeV. De même, les fonctions Aγγ
Us

et Aγγ
Uf

convergent pour dUs ≤ 3/2 et
dUf
≤ 2 respectivement. On obient ainsi les nouvelles contraintes suivantes sur les

dimensions d’échelle des unparticles de spin-0 et spin-1/2, à savoir 1 < dUs ≤ 3/2 et
3/2 < dUf

≤ 2.
Pour le cas de spin-0, une amélioration dans Rγγ par une interférence construc-

tive nécessite un couplage λHUs négative, puisque Aγγ
MS et Aγγ

Us
possèdent un le même

signe (négatif). Elle est supprimée pour de grandes valeurs de µs puisque le facteur
1/(µ2

s)
2−dUs ne peut pas être supérieure à 1 dans l’intervalle autorisée pour la di-

mension d’échelle 1 < dUs < 2. Les régions d’ajustement dans le plan (µi, λHUi
) sont

indiquées dans la Fig. (6.7). Ces courbes montrent que, pour une valeur spécifique
de dUs , une amélioration significative ne se produit que pour de très grandes valeurs
négatives du couplage λHUs , et qui deviennent très importants à mesure que l’échelle
µs et la dimension d’échelle augmentent 10. Ce fait entre en conflit avec la naturalité
de la théorie et la stabilité du vide dans le potentiel de Higgs.

Cependant, comme il est bien connu, la stabilité du potentiel de Higgs et la
perturbativité de la théorie peuvent fournir des limites sur les paramètres du secteur
scalaire. En fait, le potentiel scalaire renormalisables le plus général correspondant
au couplage négatif λHUs est donné par :

V (H,Us) ⊃
λHUs

Λ2dUs −2
U

H†H U †
sUs + (µ2

s)
2−dUsU †

sUs

+
λUs

(Λ2
U)2dUs −2

|U †
sUs|2 − µ2

H |H†H|+ λH |H†H|2 , (6.92)

où µH = mh/
√

2 et l’auto-couplage quartic du champ de Higgs λH = m2
h/2v

2 est
fixé par la mesure de la masse du boson de Higgs et la (vev), ce qui donne λH ≃ 0.13
pour mh ≃ 126 GeV.

Afin d’assurer la stabilité dans le potentiel de Higgs dû au couplage négative
λHUs , nous exigeons la condition habituelle :

|λHUs| ≤ 2
√

λHλUs , (6.93)

où l’auto-couplage scalaire quartic λUs est positif et borné par le dessus afin de
préserver la perturbativité de la théorie. Ainsi, la valeur de l’auto-couplage quartic
λH entraine :

|λHUs | ≤ 2
√

λHλUs = 0.72
√

λUs . (6.94)

Des grands couplages négatifs λHUs requis par l’amélioration dans h→ γγ amènerait
à de grandes valeurs de λUs qui devrait être à la limite de la théorie des perturbations
λ2

Us
< 16π2/36, i.e. λUs/4π ∼ O(1), conduisant à la contrainte :

−2.5 . λHUs < 0 . (6.95)

10. Nous pouvons comprendre cela par le fait que les couplages Higgs-unparticle sont supprimées

comme λHUs
/Λ

2dUs −2

U × 1/(µ2

s)2−dUs .
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Par exemple, pour dUs = 1.01, la valeur mesurée de Rγγ = 1.65 est atteinte si −2.5 <
λHUs < −0.5 correspondant à une échelle µs dans l’intervalle [80GeV ;120GeV] et
pour dUs = 1.1 si −2.5 < λHUs < 1.2 pour µs ∈[80GeV ;90GeV]. Pour dUs > 1.1,
la valeur mesurée de Rγγ correspond à des couplages λHUs < −2.5. Cependant,
nous pouvons contourner ce problème de grands couplages négatifs et réspecter les
limites sur ces couplages en prenant de grandes charges QUs des champs Us comme
la contribution au taux Rγγ croît avec λHUsQ

2
Us
/(µ2

s)
2−dUs . Par exemple, en prenant

la charge QUs = 2 au lieu de QUs = 1, cela va réduire les valeurs de λHUs par un
facteur de 4. Avec les limites sur le couplage −2.5 . λHUs < 0, une amélioration
significative peut être obtenue pour des grandes valeurs de µs et dUs .

Dans les Figs. (6.8-6.9), nous illustrons les tracés des contours dans le plan
(µs, λHUs) pour une valeur de la charge QUs = 2 et pour des valeurs de dUs =
1.01, 1.1, 1.2, 1.3, 1.4 pour différentes valeurs de Rγγ . Comme on peut le voir sur la
Fig. (6.8), la valeur mesurée de Rγγ = 1.65 est atteinte sur toute la gamme de
µs ∈[80GeV ;150GeV]. Pour dUs = 1.01, 1.1, 1.2, nous avons respectivement les inter-
valles : −0.2 . λHUs . −1, −0.3 . λHUs . −1.3 et −0.8 . λHUs . −2.5. La Fig.
(6.8) montre que la valeur mesurée de Rγγ = 1.65 est atteinte pour dUs = 1.3 où
µs ∈[80GeV ;110GeV]. Par contre, pour dUs = 1.4 la valeur Rγγ = 1.65 ne peut être
atteinte. Donc, si la valeur mesurée Rγγ = 1.65 est confirmée au LHC, on peut tirer
une limite sur dUs , à savoir 1.01 < dUs < 1.4.

Pour le cas de spin 1/2, la situation est différente puisque, pour différentes valeurs
de dUf

, différents effets de Aγγ
Uf

surviennent. En effet, une amélioration dans Rγγ

nécessite soit un couplage λHUf
négatif ou positif en raison de la forme de Aγγ

Uf

qui change de signe. Ainsi, pour un signe fixe de λHUf
, la contribution peut soit

constructive ou destructive selon les valeurs de la dimension d’échelle dUf
. La fig.

(6.4) montre que pour les valeurs dUf
= 1.501, 1.6, 1.7, Aγγ

Uf
> 0, et une interférence

constructive nécessite que λHUf
> 0. De même, pour dUf

= 1.8, 1.9, 2, Aγγ
Uf
< 0 et

une interférence constructive nécessite un couplage négatif λHUf
< 0 très important

qui n’est compatible avec la naturalité de la théorie même pour les grandes valeurs
de la charge électrique QUf

11. Pour remédier à ce problème, nous considérons Uf

comme un ensemble de NUf
états dégénérés U i

f de charge QUi
f
.

Dans la Fig. (6.10) nous illustrons le tracé des contours du rapport Rγγ dans
le plan (µf , λHUf

) pour dUf
= 1.501, 1.6, 2 et pour différentes valeurs de Rγγ. Ici,

nous avons fixé QUf
= 1 pour les valeurs de dUf

= 1.501, 1.6. Pour dUf
= 2, nous

considérons le choix NUf
= 4 et QUi

f
= 2, c’est-0-dire NUf

∑

i Q
2
Ui

f
= 64. Nous voyons

que pour dUf
= 1.501, la valeur mesurée Rγγ = 1.65 est atteinte si le couplage

Higgs-unparticle est dans l’intervalle 2.5 . λHUf
. 5.2 où µf ∈[80GeV ;150GeV].

Pour dUf
= 2 nous avons −3.6 . λHUf

. −2.

11. En général, la contrainte de la perturbativite n’est pas importante dans le cas fermionique.
Le couplage de Youkawa tend a déstabilisé le vide a cause du fait que les boucles de nouveaux
états fermioniques ont tendance à conduire le couplage quartic de Higgs λH à l’ultraviolet.
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Figure 6.5 – Diagrammes de Feynman pour la désintegration h→ γZ à travers des
boucles des unparticles chargés. Les lignes internes représentent soit des unparticles
de spin-0 ou de spin-1/2.

6.5 Analyse phénoménologique des corrélations en-
tre les canaux h→ γγ et h→ Zγ

Dans la section précédente, nous avons étudié les effets des unparticles de spin-0
et spin-1/2 sur le signal h → γγ au LHC. Nous avons constaté que le couplage
effective Higgs-diphoton peut être amélioré par des corrections à une boucle avec les
états Us et Uf . Ce résultat peut être une explication à l’excès observé dans le canal
de désintégration h → γγ. Dans cette section, nous étudions les effets des états Us

et Uf sur le mode de désintégration h→ Zγ. Comme mentioné dans l’introduction,
on s’attend naturellement que le mode de production h→ Zγ soit également dévié
des prédictions du MS si les états Us et Uf portent des charges électrofaibles 12.
On outre, contrairement au canal γγ où seule les charges électriques des particules
circulantes dans la boucle entrent dans l’amplitude de γγ, l’amplitude dans le canal
Zγ implique maintenant des couplages des particules de la boucle avec le boson Z
du MS, qui à leur tour dépendent des nombres quantiques de SU(2)L ⊗ U(1)Y . Par
conséquent, les mesures simultanées des largeurs de désintégration dans les canaux
γγ et Zγ devraient sonder les charges de l’isospin faible et les charges électriques
des nouveaux états circulant dans les boucles[120].

Nous allons donner les résultats de la contribution des unparticles de spin-0
et spin-1/2 au mode de production h → Zγ en condidérant le simple scénario
où les états Us et Uf portent des nombres quantiques arbitraires de l’isospin T et
d’hypercharge Y du MS. Par la suite, nous donnons une analyse phénoménologique
de la corrélation entre les canaux de h→ Zγ et h→ γγ.

Les couplages entre le champ unparticles U de troisième composante d’isospin
faible T3 et de charge électrique QU , et le boson Z et ainsi que le boson de Higgs h

12. A cause de la symétrie de jauge électrofaible SU(2)L⊗U(1)Y , les états Us et Uf responsable
de l’amélioration observée dans le canal h → γγ, contribuent également à la modification dans le
mode h→ Zγ.
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sont décrit par le Lagrangien suivant :

L ⊃ − λHUs

(Λ2
U)dUs −1

(H†H)(U †
sUs)−

λHUf

(Λ2
U)dUf

−1 (H†H)(UfUf )

+ (DµUs)†(DµUs) + Uf 6DUf , (6.96)

où T a sont les générateurs de SU(2)L et la dérivée covariante impliquant les champs
de jauge γ et Z est définie comme :

Dµ = ∂µ + ieQUAµ + iegZUUZµ , (6.97)

où gZUU = (T3−QUs
2
W )/(sW cW ) est le couplage du bozon Z avec les champs unpar-

ticles et sW = sin θW et cW = cos θW (θW étant l’angle de mélange de Weinberg).
En suivant les mêmes démarches de la section 6.3.1 et la section 6.3.2, l’utilisation

de la paramétrisation de Feynman et les identités en couche suivantes :

k2
1 = 0, k2

2 = m2
Z , q = (k1 + k2)2 = m2

h, k1 · ǫA∗(k1) = k2 · ǫZ∗(k2) = 0. (6.98)

et avec l’aide de la régularisation dimensionnelle, l’amplitude totale invariante de
jauge correspondant aux diagrammes de Feynman représentés sur la Fig. (6.5) est
donnée par :

iM =
αem

2πv
QUgZUU

ghUU

(µ2
i )2−dU

AZγ
U (dU , τU , λU)

× (kν
1k

µ
2 − k1 · k2g

µν) ǫA∗
µ (k1) ǫZ∗

ν (k2) , (6.99)

où ghUU = λHU/(Λ2
U)dU −1 et AZγ

U est la fonction boucle Higgs-Z-photon qui, dans le
cas de spin-0, a la forme suivante :

AZγ
Us

(dUs , τUs , λUs) = 2(2− dUs)
A(dUs)

sin(πdUs)

∫ 1

0
dy
∫ 1−y

0
dz

× 4yz(1− y − z)1−dUs

[1− 4τUsyz − λUsy(1− y)]2−dUs
, (6.100)

et dans le cas de spin-1/2 prend la forme :

AZγ
Uf

(dUf
, τUf

, λUf
) = 2

A(dUf
− 1/2)

cos(πdUf
)

∫ 1

0
dy
∫ 1−y

0
dz(1− y − z)3/2−dUf

× 4(2− dUf
)2(1− 4yz) + (3/2− dUf

)4yz

[1− 4τUf
yz − 4λUf

y(1− y)]5/2−dUf

, (6.101)

avec τUi
= m2

h/4µ
2
i et λUi

= m2
Z/4µ

2
i où l’indice i = s, f fait référence aux états

scalaire et fermionique.
Les formules standards pour les taux d’amélioration dans les modes hγγ et h→

Zγ sont :

Rγγ ≡
Γ(h→ γγ)

ΓSM(h→ γγ)
=

∣
∣
∣
∣
∣
∣

1−



∑

T3

Q2
Ui




ghUUv

2(µ2)2−dU

Aγγ
U
Aγγ

MS

∣
∣
∣
∣
∣
∣

2

, (6.102)
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et

RZγ ≡
Γ(h→ Zγ)

ΓSM(h→ Zγ)
=

∣
∣
∣
∣
∣
∣

1−


2
∑

T3

QUigZUU




ghUUv

(µ2)2−dU

AZγ
U

AZγ
MS

∣
∣
∣
∣
∣
∣

2

, (6.103)

avec

AZγ
SM = cot θWA

Zγ
1 (τW , λW ) +

Nc(2Qt)(T t
3 − 2Qts

2
W )

sW cW

AZγ
1/2(τt, λt) , (6.104)

où les fonctions de boucleAZγ
i (x) sont définis dans l’annexe E. La sommation est faite

sur les différentes composantes de l’isospin dans les multiplets de SU(2)L donnés.
Dans les formules ci-dessus, le couplage du boson Z avec les états scalaires Us est
de la formme :

gZUsUs =
1

sW cW

(

T3 −QUss
2
W

)

, (6.105)

et dans le cas fermionique, nous considérons le couplage du boson Z avec les états
gauchier et droitier de Uf :

gZUf Uf
= gZUL

f
UL

f
+ gZUR

f
UR

f
, (6.106)

avec

gZUL
f

UL
f

=
1

sW cW

(

TL
3 −QUf

s2
W

)

, (6.107)

gZUR
f

UR
f

=
1

sW cW

(

TR
3 −QUf

s2
W

)

, (6.108)

où TL
3 et TR

3 sont les charges d’isospin faibles des états UL
f et UR

f , gauchier et droitier,
respectivement.

6.5.1 Cas où les états Us et Uf sont des singulets/doublets

Nous considérons ici le simple scénario où les états unparticles Us et Uf sont
des singulets/doublets du groupe de jauge SU(2)L, avec le choix QUs = QUf

= 1
correspondant à (T3, Y )→ (0, 2) et (1/2, 1) respectivement 13. Alors :

Singulet : g
(1)
ZUsUs

= −sW

cW

, g
(1)

ZUL
f

UL
f

= g
(1)

ZUR
f

UR
f

= −sW

cW

, (6.109)

Doublet : g
(2)
ZUsUs

=
1/2− s2

W

sW cW

, g
(2)

ZUL
f

UL
f

= g
(2)

ZUR
f

UR
f

=
1/2− s2

W

sW cW

,(6.110)

A noter que, dans les deux cas singulet/doublet, les déviations dans le mode γγ de-
vraient être les mêmes, puisque seule les particules chargées électriquement qui cir-
culent dans les boucles. Toutefois, en raison des différentes représentations d’isospin,
les déviations dans le mode Zγ sont distinctes.

13. Nous avons utilisé la relation Q = T3 + Y/2.
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Contrairement à Rγγ , RZγ dépend à la fois du signe de QUgZUU et λHU où
QUgZUU < 0 dans le cas (T=0,Y=2) et QUgZUU > 0 pour (T=1/2,Y=1). Ici, nous
nous intéressons au cas où le couplage Higgs-unparticle λHU correspondant à une
amélioration construtive dans le mode γγ. Par conséquent, pour une contribution
scalaire constructive dans γγ où λHUs < 0, étant donné que les fonctions boucles AZγ

Us

et AZγ
MS sont de signe opposé (AZγ

Us
< 0 et AZγ

MS > 0), la quantité λHUsA
Zγ
Us
/AZγ

MS > 0.
Concernant la contribution fermionique, la situation est un peu délicate du fait que
le signe de la fonction boucle fermionique AZγ

Uf
dépend toujours de la dimension

d’échelle dUf
, alors que dans le MS nous avons AZγ

MS > 0. Cependant, comme nous
nous intéressons au cas où λHUf

correspondant à une amélioration dans le mode
γγ exigeant que λHUf

Aγγ
Uf
> 0, cela entraine que 14 λHUf

Aγγ
Uf
> 0, et par conséquent

λHUf
AZγ

Uf
/AZγ

MS > 0. Ainsi, dans les deux cas scalaire et fermionique, RZγ dépend
uniquement du signe de QUgZUU . On arrive ainsi au résultat final qui établit qu’une
amélioration dans le mode Zγ nécéssite QUgZUU < 0 correspondant aux états U
singulets de SU(2)L, alors qu’une suppression dans Zγ nécéssite QUgZUU > 0 cor-
respondant aux états U doublets de SU(2)L. Ou d’une manière équivalente, les
contributions des unparticles aux modes h → γγ et h → Zγ sont positivement
corrélées dans le cas où les états U sont des singulets de SU(2)L et négativement
corrélées dans le cas où les états U sont des doublets de SU(2)L.

Dans les Figs. (6.11-6.12) et (6.13-6.14), nous montrons les taux de déviation
RZγ et Rγγ par les états Us et Uf dans les deux cas singulets et doublets de SU(2)L

où les nombres quantiques (T, Y ) prennent les valeurs suivantes (0, 2) et (1/2, 1)
respectivement. Sur ces figures, on observe exactement la même forme de lignes,
mais elles sont légèrement décalées vers le haut ou vers le bas suivant la nature des
multiplets.

6.5.2 Cas général

Dans cette section, nous n’allons pas refaire la même étude comme précédement,
nous allons voir seulement comment la corrélation entre les modes de désintegration
h→ γγ et h→ Zγ permet de déterminer la nature des multiplets U .

Les cas singulet et doublet que nous venons de traité sont en fait deux cas
simples d’un cas plus général. Nous avons vu que le comportement constructive
ou destructive dans le canal Zγ dépend du signe de QU · gZUU qui, à son tour,
dépend de la structure des multiplets U , c’est-à-dire des nombres quantiques T et
Y . L’expression du facteur QU · gZUU dans un multiplet général est de la forme :

QU · gZUU =
1

sW cW

(

T3 +
Y

2

)(

T3 −QUs
2
W

)

=
1

sW cW

(

T3 +
Y

2

)(

T3c
2
W −

Y

2
s2

W

)

. (6.111)

14. Les signes de Aγγ
Uf

et AZγ
Uf

ont la même dépendance en la dimension d’échelle dUf
.
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La produit QU · gZUU ci-dessus, de par sa forme, indique que lorsque l’isospin T du
multiplet U est plus grand que son hypercharge Y , on trouve QU · gZUU > 0, ce
qui conduit à une suppression dans Zγ. En revanche, pour des multiplets U avec
Y >> T , nous obtenons QU ·gZUU > 0, ce qui implique un comportement amélioratif
dans le canal Zγ par rapport à la prédiction du MS.

La meilleur façon d’utiliser l’analyse combinée des modes γγ et Zγ pour étudier
la nature des multiplets U est l’utilisation du rapport suivant [121] :

R =

√

RZγ − 1
√

Rγγ − 1
= 4

Aγγ
SM

AZγ
SM

AZγ
U

Aγγ
U

∑

T3
QUi · gZUU
∑

T3
Q2

Ui

= 2.71
AZγ

U
Aγγ

U

4T (T + 1)c2
W − 3Y 2s2

W

4T (T + 1) + 3Y 2
, (6.112)

où les charges T et Y prennent des valeurs arbitraires. On constate qu’avec la forme
ci-dessus, RZγ devient indépendant du couplage Higgs-unparticles λHU . Dans la Fig.
(6.6), on montre le rapport AZγ

U /Aγγ
U qui figure dans l’Eq. (6.112), correspondant

aux cas scalaire et fermionique pour dUs = 1.01 et dUf
= 1.501 respectivement,

en fonction de l’échelle µ. La Fig. (6.6) montre que dans les deux cas, la quantité
AZγ

U /Aγγ
U est numériquement stable pour µ > 300 GeV. Ainsi, pour µ > 300 GeV

l’Eq. (6.112) fournit une caractéristique remarquable à savoir que RZγ ne dépend
que des nombres quantiques de SU(2)L affectés aux multiplets Us et Uf pour une
certaine valeur donnée de Rγγ dans le canal de γγ [121]. Dans un tel régime nous
avons :

Spin-0 : R = 5.42
4T (T + 1)c2

W − 3Y 2s2
W

4T (T + 1) + 3Y 2
, (6.113)

Spin-1/2 : R = 2.71
4T (T + 1)c2

W − 3Y 2s2
W

4T (T + 1) + 3Y 2
, (6.114)

A titre d’illustration, nous montrons dans la Fig. (6.15) le comportement quan-
titatif des contours de RZγ en termes des nombres quantiques générals Y et T du
groupe de jauge SU(2)L⊗U(1)Y , affectés aux multiplets Us et Uf , avec la valeur fixe
mesurée par ATLAS de Rγγ = 1.65 pour dUs = 1.01, dUf

= 1.501 et µ = 300 GeV.
Les valeurs de T sont prises dans l’intervalle [0 ;7/5] en raison de la perturbativité
de la théorie 15. La Fig. (6.15) montre que pour une valeur fixe de l’hypercharge Y ,
RZγ augment à mesure que les valeurs de l’isospin T augmentent. De même, pour
une valeur fixe de l’isospin T , RZγ diminue avec la croissance de l’hypercharge Y .
Ainsi, les mesures simultanées des largeurs de désintégration dans les canaux γγ et
Zγ au LHC devraient fournir de précieuses informations sur les charges de l’isospin
faible et les charges électriques des unparticles circulant dans les boucles.

15. A noter que les grandes valeurs de T peuvent conduire à la violation de la perturbativité de
la théorie. L’évolution des constate de couplage de SU(2)L ont permis d’établir une condtion sur
T , à savoir 2T + 1 ≤ 8, afin de préserver la naturalité de la theorie [122].
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6.6 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons étudié les modes de production h→ γγ et h→ Zγ
induit par des boucles des unparticles chargés de spin-0 et spin-1/2. En utilisant
les formes asymptotiques des fonctions vertexes avec la procédure de la régularisa-
tion dimensionnelle, les expressions générales des amplitudes correspondantes à une
boucles se réduisent ainsi à des intégrales plus faciles à gérer. Avec la procédure de
soustraction de Dyson, nous avons pu montrer que ces amplitudes sont invariantes
de jauge. Les fonctions boucle que nous avons obtenus en réalité reproduisent le
cas bien connu des champs de matière de spin-0 et spin-1/2 dans la limite du MS,
c’est-à-dire dUs → 1 et dUf

→ 3/2 respectivement.
Nous avons montré d’abord que les contributions en boucle des unparticles sin-

gulets de SU(2)L ont un impact important sur la phénoménologie du boson de
Higgs au LHC et peuvent expliquer l’excès observé dans le mode h→ γγ auprès de
l’expérience ATLAS. Dans le cas des unparticles de spin-0, une amélioration dans
h→ γγ nécessite un couplage négatif λHUs , alors que dans le cas des unparticles de
spin-1/2, une amélioration peut être obtenue soit par un coulage λHUf

négatif ou
positif en fonction de la dimension d’échelle dUf

, en raison du changement du signe
dans la fonction boucle fermionique AUf

.
Nous avons ensuite rélisée une analyse combinée des h → Zγ et γγ dans le

cas où les états unparticles portent des nombres quantiques d’isospin faible (T ) et
d’hypercharge (Y ) du MS. En raison de la symétrie de jauge du MS, ces nouveaux
états devraient déplacer le taux de désintégration h→ Zγ. Nous avons montré que la
mesure simultanée des largeurs de désintégration dans les canaux précédents permet
de fournir des informations sur la nature de ces nouveaux états.
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dans le cas des unparticles de spin-0 en fonction de µs et λHUs pour ΛU = 1 TeV,
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Conclusion générale
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Chapitre 7

Conclusion générale

Le MS décrit très précisément les données expérimentales que nous avons à ce
jour. Cependant, les chances sont élevées que les signes d’une nouvelle physique
apparaîtront bientôt au LHC ou ILC. Plusieurs théories au-delà du MS ont été
proposées comme une alternative à une nouvelle physique à haute énergie. Cette
thèse a eu pour objet de réaliser une analyse phénoménologique du modèle des
unparticles et les déviations de ces prédictions par rapport à celles du MS dans le
mode de production de deux paires de photons. L’origine de ces écarts est un signe
évident d’une physique au-delà du MS. Le but était l’exploitation de ce modèle en
tant que nouvelle physique dans sa formulation originale dans la première partie, et
dans sa formulation en théorie de jauge dans la seconde partie.

Dans la première partie, nous avons étudié la potentialité des collisionneurs LHC
et ILC à la recherche des manifestations de la nouvelle physique des unparticles à
travers les processus pp→ gg → γγ et e−e+ → γγ → γγ via les états intermédiaires
des unparticles de spin-0 et spin-2. Ces precessus ouvrent une porte intéressante
pour toutes les interactions au niveau des arbres, puisque dans le MS, l’ordre le plus
bas pour la fusion gg → γγ ou la diffusion γγ → γγ ne peut avoir lieu que via des
diagrammes de boîte par l’intermédiaire d’une boucle de quark, et ils constituent les
bruits de fond dominants pour le canal de diphoton aux LHC et ILC. Nous avons
indiqué la possibilité d’utiliser le cannal diphoton dans l’état final pour signaler la
présence des unparticles scalaires et tensorielles et nous avons montré que l’inclusion
de ces états améliorent les sections efficaces de manière significative. Nous constatons
que les effets des unparticles dépendent de leur spin et dimension d’échelle dU , et nos
résultats montrent que les unparticles scalaire peuvent jouer un rôle important dans
la production de γγ au LHC. Nous constatons qu’au ILC, la diffusion γγ → γγ peut
être un outil très utile pour les recherches de la nouvelle physique où la polarisation
des faisceaux a un impact important sur les contributions des unparticles scalaires
et tensorielles dans la production de γγ.

Dans la seconde partie, nous avons pu établir des formes asymptotiques pour
les vertexes des unparticles chargés de spin-0 et spin-1/2 couplés aux champs de
jauge du MS. Ces approximations, par le calcul des contributions à la polarisation
des champs de jauge, ont permis de reproduire les résultats établi dans la litérature,
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entre autre la règle de 2 − dUs . Ces formes asymptotiques permettent également
d’étudier la phénomenologie de toute théorie qui contient des couplages des champs
unparticles chargés de spin-0 et spin-1/2 à d’autres particules du MS. En effet, par
le calcul des contributions à une boucles, on peut voir que les effets des unparticles
chargés peuvent augmenter ou diminuer les sections efficaces des principaux modes
de production au LHC et donner lieu à de nouveaux signaux intéressants dans les
détecteurs ATLAS et CMS. Ensuite, nous avons analysé l’unification des couplages
du groupe SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y dans le cadre de ce modèle comme extension
du MS, à l’aide de la détermination de ces couplages à l’échelle MZ . Nous avons
examiné le scénario dans lequel les nouveaux champs Us et Uf appartiennent à la
même représentation du groupe SU(3)C mais des singulets sous SU(2)L ⊗ U(1)Y .
Cette étude, bien que préliminaire, elle a mis en évidence l’unification des trois
couplages à l’échelle ΛGUT ≃ 3.2× 1013 GeV.

Enfin, motivé par la récente découverte du boson de Higgs et l’excès observé dans
le mode de désintégration h → γγ, nous avons analysé les possibilités d’améliorer
la largeur de désintégration dans ce mode via les unparticles de spin-0 et spin-1/2
chargés sous le groupe de jauge SU(2)L ⊗ U(1)Y . Nous avons d’abord calculer les
fonctions boucle correpondantes en utilisant les formes asymptotiques pour les ver-
texes. Ce calcul a permis pour la première fois l’exploitation du modèle de jauge des
unparticles et l’étude de la phénoménologie correspondante au LHC. Nous consta-
tons que des variations importantes dans la largeur de désintégration Higgs-diphoton
sont possibles si l’échelle de la théorie est de l’ordre de TeV. L’excès observé comme
résultat d’une nouvelle physique, nous a permis de discuter les propriétés que doivent
remplir les paramètre du modèle afin d’expliquer une telle amélioration. Nous avons
également étudié la corrélation possible avec le mode de désintégration h → Zγ.
Nous avons trouvé qu’à une valeur donnée de la largeur de désintegration dans le
canal h→ γγ, la contribution au mode h→ Zγ peut être constructive ou destructive
suivant les valeurs de l’isospin et de l’hypercharge des multiplets. Par conséquent,
une analyse du taux de désintégration h → Zγ et sa comparaison avec celle de
h→ γγ, pourrait révéler des propriétés de ce modèle.
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Annex A
Les Amplitudes d’hélicité pour les
diagrammes de boîte gg box−−→ γγ et
γγ box−−→ γγ

Dans cette annexe, nous donnons les expressions analytiques explicites pour les
contributions en boucle du boson W et des fermions aux amplitudes d’hélicité des
processus gg box−−→ γγ et γγ → γγ dans le MS. Il y a 16 contributions d’amplitudes
d’hélicité au niveau d’une boucle, et seulement trois d’entre elles peuvent être in-
diquées de façon indépendante. On peut les choisir comme (++++), (+++−), and
(+ +−−).

Contribution à une boucle du boson W

Dans les limites, s, |t|, |u| >> M2
W , les seules contributions significatives provi-

ennent de la configuration de polarisation (+ + ++), et qui peuvent être exprimées
sous la forme suivante, Ref.[68] :

M
(W )
++++(ŝ, t̂, û)

α2
≈ 12 + 12

(

û− t̂
ŝ

)[

ln

(

−û− iǫ
m2

W

)

− ln

(

−t̂− iǫ
m2

W

)]

+16

(

1− 3t̂û
4ŝ2

)






[

ln

(

−û− iǫ
m2

W

)

− ln

(

−t̂− iǫ
m2

W

)]2

+ π2







+16ŝ2

[

1
ŝt̂

ln

(

−ŝ− iǫ
m2

W

)

ln

(

−t̂− iǫ
m2

W

)

+
1
ŝû

ln

(

−ŝ− iǫ
m2

W

)

ln

(

−û− iǫ
m2

W

)]

+
16ŝ2

t̂û
ln

(

−t̂− iǫ
m2

W

)

ln

(

−û− iǫ
m2

W

)

(7.1)
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Contribution à une boucle des fermions

Les amplitudes d’hélicité pour le processus gg → γγ du MS incluant seulement
les contributions des quarks sans masses sont :

M++++
SM (s, t, u) = −i8δab8Q2

qααs

×
{

1 +
u− t
s

ln
(
u

t

)

+
t2 + u2

2s2

[

ln2
(
u

t

)

+ π2
]}

, (7.2)

M++−−
SM (s, t, u) = i8δab8Q2

qααs , (7.3)

M++−+
SM (s, t, u) = −i8δab8Q2

qααs , (7.4)

avec αs étant la constante du couplage fort, Qq étant la charge du quark, a et
b dénotent les couleurs du gluon et s, t et u étant les variables de Mandelstam.
Les amplitudes d’hélicité restantes peuvent être obtenue à partir des expressions
ci-dessus à travers les relations de parité et de crossing [117] :

M±±∓±
SM (s, t, u) =M∓∓±∓

SM (s, t, u) =M±∓∓∓
SM (s, t, u) =M±±±∓

SM (s, t, u) ,(7.5)

M−−++
SM (s, t, u) =M++−−

SM (s, t, u) , (7.6)

M±∓±∓
SM (s, t, u) =M−−−−

SM (u, t, s) =M++++
SM (u, t, s) , (7.7)

M±∓∓±
SM (s, t, u) =M++++

SM (t, u, s) . (7.8)

D’autre part, la contribution du quark top est donnée par :

M++++
SM (s, t, u) =

i

2
δab8Q2

qααs

{

−2 +
1
s2
{2(u2 − t2)[B0(t)−B0(u)]

+(8m2
t s− 2t2 − 2u2)[C0(t)t− C0(u)u] + s2m2

t (−4m2
t + 2s)[D0(s, t) +D0(s, u)]

+(−4m4
t s

2 + 2m2
t st

2 − 4m2
t stu+ t3u+ 2m2

t su
2 + tu3)D0(t, u)}

}

, (7.9)

M++−−
SM (s, t, u) = iδab8Q2

qααs

{

1− 2m4
t [D0(s, t) +D0(s, u) +D0(t, u)]

}

, (7.10)

M++−+
SM (s, t, u) = iδab8Q2

qααs

{

−1 +
1
stu
{2m2

t [C0(s)s+ C0(t)t+ C0(u)u]

×(t2 + tu+ u2) + 2m4
t stu[D0(s, t) +D0(s, u) +D0(t, u)] +m2

t s
2t2D0(s, t)

+m2
t s

2u2D0(s, u) +m2
t t

2u2D0(t, u)}
}

, (7.11)

où mt est la masse du quark top et B0, C0 et D0 sont les fonctions de Passarino-
Veltman [118] :

B0(s) ≡ B0(s,mt,mt) , (7.12)

C0(s) ≡ C0(0, 0, s,mt,mt,mt) , (7.13)

D0(s, t) ≡ D0(0, 0, 0, 0, s, t,mt,mt,mt,mt) . (7.14)

Les autres amplitudes d’hélicité peuvent être obtenu en utilisant les relations :

M+−+−(ŝ, t̂, û) = M++++(û, t̂, ŝ), M+−−+(ŝ, t̂, û) = M+−+−(ŝ, û, t̂) . (7.15)
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Annex B
Les fonctions de polarisation

Afin de calculer les diverses sections efficaces de polarisation données par l’Eq.
(4.74), nous avons besoin de la densité du nombre de photons et la polarisation
moyenne du faisceau γ rétrodiffusé. Dans cette annexe, nous fournissons les expres-
sions de ces fonctions de distribution, les propriétés détaillées de ces fonctions sont
abordées dans [123]. Soit Pe et Pl soient les polarisations du faisceau d’électrons et
le faisceau laser, respectivement. Nous définissons la fonction C(x) [123] par :

C(x) =
1

1− x + 1− x− 4r(1− r)− hehlrz(2r − 1)(2− x) (7.16)

où r = x
z(1−x)

, et z = 4EeEl/m
2
e décrivent l’énergie du faisceau laser. Par conséquent,

la densité du nombre de photons est donnée par :

f(x, he, hl, z) =

(

2πα2

m2
ezσc

)

C(x) (7.17)

where

σc =

(

2πα2

m2
ez

)[(

1− 4
z
− 8
z2

)

ln(z + 1) +
1
2

+
8
z
−+

1
2(z + 1)2

]

+ hehl

(

2πα2

m2
ez

)[(

1 +
2
z

)

ln(z + 1)− 5
2

+
1

z + 1
− 1

2(z + 1)2

]

(7.18)

La polarisation moyenne est donnée par :

hγ(x, he, hl, z) =
1

C(x)

{

he

[
x

1− x + x(2r − 1)2
]

− hl(2r − 1)
(

1− x+
1

1− x

)}

(7.19)
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Annex C
Code FeynCalc pour le calcul des
amplitudes de probabilité

Lorsque le nombre ou la longueur de contractions à évaluer devient trop grand à
gérer, on peut utiliser l’un des programmes conçu à cette fin. L’un de ces programmes
est FeynCalc qui a été utilisé dans cette thèse pour évaluer les amplitudes au carré
des processus (4.13) et (4.75). Cette annexe montre le code FeynCalc sur la base
de Mathematica, utilisé pour le calcul des différentes amplitudes d’hélicité dans la
diffusion gg → γγ, qui ont été créés dans le chapitre 4. Le cas de la fusion γγ → γγ
est obtenu en remplaçant par 1 les facteurs de couleur donnés par

∑

a,b{T a, T b}2

et
∑

a,b[T a, T b]2 dans les amplitdes d’hélicité de gg → γγ. Les notations dans ce
programme reprennent celles que nous avons utilisées dans le chapitre 4.

A noté que dans le cas tensoriel, le calcul de l’amplitude pour les deux formes de
la structure tensorielle T µνρσ du propagateur ∆µνρσ

Ut
données par les Eqs. (3.57,3.58),

dictées par l’invariance conforme ou l’invariance d’échelle, donne exactement le
même résultat. Dans ce qui suit, nous donnons le programme que nous avons utilisé.
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"Helicity Amplitudes of Diphoton Production at The LHC in Gluon-Gluon

Fusion With Spin-0 snd Spin-2 Unparticles Intermediate States"

In[1]:= << HighEnergyPhysics`fc`

Loading FeynCalc from /usr/local/Wolfram/Mathematica/8.0/AddOns/Applications/HighEnergyPhysics
FeynCalc 8.1.0 For help, type ?FeynCalc, open FeynCalcRef8.nb or visit www.feyncalc.org
Loading FeynArts, see www.feynarts.de for documentation
FeynArts 3.4 patched for use with FeynCalc

"Fourvector momentum of incoming gluons and outgoing photons:"

"p1 =
s

2
H1,0,0,1L,p2=

s

2
H1,0,0,-1L,k1 =

s

2
H1,sin Θ ,0,cos

ΘL,k2=
s

2
H1,-sin Θ ,0,- cos ΘL,t=

s

2
Hcos Θ-1L,u=-

s

2
Hcos Θ+1L,q =p1 +p2=k1 +k2"
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In[2]:= ScalarProduct@k1, k2D = ScalarProduct@p1, p2D =
s

2
;

ScalarProduct@p1, k1D = ScalarProduct@p2, k2D =
t

2
;

ScalarProduct@p1, k2D = ScalarProduct@p2, k1D =
u

; ScalarProduct@k1, k1D =

ScalarProduct@k2, k2D = ScalarProduct@p1, p1D
2

= ScalarProduct@p2, p2D = 0;

In[3]:= FourVector @p1, 0D =
s

2
; FourVector @p1, 1D = 0;

FourVector @p1, 2D = 0; FourVector @p1, 3D =
s

2
; FourVector @p2, 0D =

s

2
;

FourVector @p2, 1D = 0; FourVector @p2, 2D = 0; FourVector @p2, 3D = -
s

2
;

FourVector @k1, 0D =
s

2
; FourVector @k1, 1D =

u t

s
;

FourVector @k1, 2D = 0; FourVector @k1, 3D =
t - u

2 s

; FourVector @k2, 0D =
s

2
;

FourVector @k2, 1D = -
u t

s
; FourVector @k2, 2D = 0; FourVector @k2, 3D = -

t - u

2 s

;

" Fourvector polarization of incoming gluons and outgoing photons : \n Ε1 h1 L =

-
1

2

H0, h1 , i, 1L, Ε2 Hh2L = -
1

2

H0, - h2, i, 1L,

Ε3 Hh3L =
1

2

H0, - h3 cos Θ, i, h3 sin ΘL, Ε3 Hh3L =
1

2

H0, h4 cos Θ, i, - h4 sin ΘL
Where h1 = ±1, h2 = ±1, h3 = ±1, h4 = ±1 "

"Gluons Polarization:"

In[4]:= FourVector @Ε1 , 0D =

FourVector @Ε1 , 3D = FourVector @Ε2, 0D = FourVector @Ε2, 3D = FourVector @Ε1 ', 0D =

FourVector @Ε1 ', 3D = FourVector @Ε2 ', 0D = FourVector @Ε2 ', 3D = 0;

FourVector @Ε1 , 1D = -
h1

2

; FourVector @Ε1 , 2D = -
ä

2

; FourVector @Ε2, 1D =
h2

2

;

FourVector @Ε2, 2D = -
ä

2

; FourVector @Ε1 ', 1D = -
h1

2

;

FourVector @Ε1 ', 2D =
ä

2

; FourVector @Ε2 ', 1D =
h2

2

;

FourVector @Ε2 ', 2D =
ä

2

;
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"Photons  Polarization " :

In[5]:= FourVector

FourVector

2 s
@Ε3, 1D = -

h3 t - u

2

ä
; FourVector @Ε3, 2D = ;

FourVector @Ε3, 3D =
1

2

h3 Sin@ΘD; FourVector @Ε4 , 1D =
h4

2

t - u

s
;

FourVector @Ε4 , 2D =
ä

2

; FourVector @Ε4 , 3D = -
h4

2

Sin@ΘD;

FourVector @Ε3 ', 1D = -
h3

2

t - u

s
; FourVector @Ε3 ', 2D =

- ä

2

;

FourVector @Ε3 ', 3D =
1

2

h3

2 u t

s
; FourVector @Ε4 ', 1D =

h4

2

t - u

s
;

FourVector @Ε4 ', 2D =
- ä

2

; FourVector @Ε4 ', 3D = -
h4

2

2 u t

s
;

"Scalar product of different fourvectors polarization" :

In[6]:= ScalarProduct

ScalarProduct

ScalarProduct

ScalarProduct

ScalarProduct

@Ε1 , Ε1 D = ScalarProduct@Ε1 ', Ε1 'D =
1

2
I1 - h1

2M;

@Ε2, Ε2D = ScalarProduct@Ε2 ', Ε2 'D =
1

2
I1 - h2

2M;

@Ε1 , Ε1 'D = -
1

2
Ih1

2 + 1M; ScalarProduct@Ε2, Ε2 'D = -
1

2
Ih2

2 + 1M;

@Ε1 , Ε2 'D = ScalarProduct@Ε2, Ε1 'D =
1

2
Hh1 h2 - 1L;

@Ε1 , Ε2D = ScalarProduct@Ε1 ', Ε2 'D =
1

2
Hh1 h2 + 1L;

In[7]:= ScalarProduct

ScalarProduct

ScalarProduct

ScalarProduct

ScalarProduct

In[8]:= ScalarProduct

@Ε3, Ε3D = ScalarProduct@Ε3 ', Ε3 'D =
1

2
I1 - h3

2M;

@Ε4 , Ε4 D = ScalarProduct@Ε4 ', Ε4 'D =
1

2
I1 - h4

2M;

@Ε3, Ε3 'D = -
1

2
Ih3

2 + 1M; ScalarProduct@Ε4 , Ε4 'D = -
1

2
Ih4

2 + 1M;

@Ε3, Ε4 'D = ScalarProduct@Ε4 , Ε3 'D =
1

2
Hh3 h4 - 1L;

@Ε3, Ε4 D = ScalarProduct@Ε3 ', Ε4 'D =
1

2
Hh3 h4 + 1L;

@Ε1 , Ε3D = ScalarProduct@Ε1 ', Ε3 'D = -
1

2
h1 h3

t - u
+ 1 ;
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ScalarProduct

s

@Ε1 , Ε4 D = ScalarProduct@Ε1 ', Ε4 'D =
1

2
h1 h4

t - u
- 1 ;

ScalarProduct

s

@Ε2, Ε3D = ScalarProduct@Ε2 ', Ε3 'D =
1

2
h2 h3

t - u
- 1 ;

ScalarProduct

s

@Ε2, Ε4 D = ScalarProduct@Ε2 ', Ε4 'D = -
1

2
h2 h4

t - u
+ 1 ;

ScalarProduct

s

@Ε1 , Ε3 'D = ScalarProduct@Ε3, Ε1 'D =
1

2
1 - h1 h3

t - u
;

ScalarProduct
s

s

@Ε2, Ε4 'D = ScalarProduct@Ε4 , Ε2 'D =
1

2
1 - h2 h4

t - u
;

ScalarProduct
s

+ 1@Ε1 , Ε4 'D = ScalarProduct@Ε4 , Ε1 'D =
1

2
h1 h4

t - u
;

ScalarProduct
s

@Ε2, Ε3 'D = ScalarProduct@Ε3, Ε2 'D =
1

2
h2 h3

t - u
+ 1 ;

In[9]:= ScalarProduct@p1, Ε1 D = ScalarProduct@p1, Ε1 'D =

@p1, Ε2D @p1, Ε2 'D = 0; ScalarProduct@p2, Ε1 D =ScalarProduct

ScalarProduct@p2, Ε1 'D
= ScalarProduct

= ScalarProduct@p2, Ε2D = ScalarProduct@p2, Ε2 'D = 0;

ScalarProduct@k1, Ε1 D = ScalarProduct@k1, Ε1 'D = - h1

u t

2 s
;

ScalarProduct@k2, Ε1 D = ScalarProduct@k2, Ε1 'D = h1

u t

2 s
;

ScalarProduct@k1, Ε2D = ScalarProduct@k1, Ε2 'D = h2

u t

2 s
;

ScalarProduct@k2, Ε2D = ScalarProduct@k2, Ε2 'D = - h2

u t

2 s
;

In[10]:= ScalarProduct@k1, Ε3D = ScalarProduct@k1, Ε4 D =

@k2, Ε3D @k2, Ε4 D @k1, Ε3 'D =ScalarProduct

ScalarProduct@k1, Ε4 'D
= ScalarProduct

= ScalarProduct@k2, Ε3 ' @k2, Ε4 'D = 0;

ScalarProduct@p1, Ε3D = ScalarProduct@p1, Ε3 'D = - h3

= 0; ScalarProduct

D = ScalarProduct

u t

2 s
;

ScalarProduct@p1, Ε4 D = ScalarProduct@p1, Ε4 'D = h4

u t

2 s
;

ScalarProduct@p2, Ε3D = ScalarProduct@p2, Ε3 'D = h3

u t

2 s
;

ScalarProduct@p2, Ε4 D = ScalarProduct@p2, Ε4 'D = - h4

u t

2 s
;
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"Amplitude of Diphoton Production in

Gluon Fusion With Scalar Unparticles Intermediate States" :

"M Hgg ®
US

ΓΓ L=ΕΜ
a Hp1 LH 4 i

LU
dU

8T a ,T b <HΛs,g K1@Μ,Ν,Ρ,Σ D+Λs
'
,g K2@Μ,Ν,Ρ,Σ DLLΕΝ

b Hp2LCs Hs-Μ 2

LdU -2 ΕΑ
* Hk1 LH 4 i

LU
dU

HΛs,Γ F1@Α,Β,Γ ,∆D+Λs
'
,Γ F2@Α,Β,Γ ,∆DLLΕΒ

* Hk2L"

"Where:"

In[11]:= K1@Μ, Ν, Ρ, Σ D = FourVector @p1, ΜD FourVector @p2, ΝD -
s

2
MetricTensor @Μ, ΝD;

In[12]:= K2@Μ, Ν, Ρ, Σ D =

2 Eps@LorentzIndex

FourVector @p1,

@ΜD, LorentzIndex @ΝD, LorentzIndex @ ΡD, LorentzIndex @Σ DD
ΡD FourVector @p2, Σ D;

In[13]:= K1@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D = FourVector @p1, Μ 'D FourVector @p2, Ν 'D -
s

2
MetricTensor @Μ ', Ν 'D;

In[14]:= K2@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D =

2 Eps@LorentzIndex @Μ 'D, LorentzIndex @Ν 'D, LorentzIndex @ Ρ 'D, LorentzIndex @Σ 'DD
FourVector @p1, Ρ 'D @FourVector p2, Σ 'D;

In[15]:= F1AΑ, Β, Γ , ∆E = FourVector @k1, ΑD FourVector @k2, ΒD -
s

2
MetricTensor @Α, ΒD;

In[16]:= F2AΑ, Β, Γ , ∆E =

2 EpsALorentzIndex

FourVector Ak1, Γ

@ΑD, LorentzIndex @ΒD, LorentzIndex A Γ E, LorentzIndex @∆DE
E FourVector @k2, ∆D;

In[17]:= F1AΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'E = FourVector @k1, Α 'D FourVector @k2, Β 'D -
s

2
MetricTensor @Α ', Β 'D;

In[18]:= F2AΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'E =

2 EpsALorentzIndex @Α 'D, LorentzIndex @Β 'D, LorentzIndex A Γ 'E, LorentzIndex @∆ 'DE
FourVector Ak1, Γ 'E @FourVector k2, ∆ 'D;

"Amplitude of Diphoton Production in Gluon

Fusion With Tensorial Unparticles Intermediate States"

"M Hgg ®
UT

ΓΓ L=ΕΜ
a Hp1 L8 Λt,g

LU
dU

H8T a ,T b <KΜ
s

Ν Ρ Σ +@T a ,T b DKΜ
a

Ν Ρ Σ L+
Λt

d

,

U

g
'

D

H8T a ,T b <FΜ
s

Ν Ρ Σ +@T a ,T b D

FΜ Ν Ρ Σ
a L<ΕΝ

b Hp2LCt Hs-Μ 2LdU -2 T Ρ Σ Γ ∆ ΕΑ
* Hk1 L8 Λt

d

,

U

Γ

LU

HKΑ Β Γ ∆
s +FΑ Β Γ ∆

s L<ΕΒ
* Hk2L"

"Where:"

In[19]:= KsAΑ, Β, Γ , ∆E =

II- MetricTensor @Α, ΒD FourVector Ak1, Γ E FourVector @k2, ∆D - Hs � 2L MetricTensor AΓ , ΑE
MetricTensor @∆, ΒD + MetricTensor @∆, ΑD FourVector @k1, ΒD FourVector Ak2, Γ E +

MetricTensor @∆, ΒD FourVector Ak1, Γ E FourVector @k2, ΑDM +

I- MetricTensor @Α, ΒD FourVector @k1, ∆D FourVector Ak2, Γ E - Hs � 2L MetricTensor @∆, ΑD
MetricTensor AΓ , ΒE + MetricTensor AΓ , ΑE FourVector @k1, ΒD FourVector @k2, ∆D +

MetricTensor AΓ , ΒE FourVector @k1, ∆D FourVector @k2, ΑDMM;
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In[20]:= KsAΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'E = II- MetricTensor @Α ', Β 'D FourVector Ak1, Γ 'E FourVector @k2, ∆ 'D -

Hs � 2L MetricTensor AΓ ', Α 'E MetricTensor @∆ ', Β 'D +

MetricTensor

MetricTensor

@∆ ', Α 'D FourVector @k1, Β 'D FourVector Ak2, Γ 'E +

@∆ ', Β 'D FourVector Ak1, Γ 'E FourVector @k2, Α 'DM +

I- MetricTensor @Α ', Β 'D FourVector @k1, ∆ 'D FourVector Ak2, Γ 'E -

Hs � 2L MetricTensor @∆ ', Α 'D MetricTensor AΓ ', Β 'E +

MetricTensor

MetricTensor

AΓ ', Α 'E FourVector @k1, Β 'D FourVector @k2, ∆ 'D +

AΓ ', Β 'E FourVector @k1, ∆ 'D FourVector @k2, Α 'DMM;

In[21]:= FsAΑ, Β, Γ , ∆E = IFourVector Ak1, Γ E FourVector @k2, bD LeviCivita@Α, Β, b, ∆D -

@FourVector k1, aD FourVector @k2, bD MetricTensor AΑ, Γ E LeviCivita@∆, a, b, ΒD -

D FourVector Ak2, Γ E LeviCivita@Α, Β, b, ∆D -@
@

FourVector k1, b

FourVector k1, bD FourVector @k2, aD MetricTensor AΓ , ΒE LeviCivita@∆, a, b, ΑDM;

In[22]:= FsAΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'E =

IFourVector Ak1, Γ 'E FourVector @k2, b 'D LeviCivita@Α ', Β ', b ', ∆ 'D -

FourVector @k1, a 'D FourVector @k2, b 'D MetricTensor AΑ ', Γ 'E
LeviCivita@∆ ', a ', b ', Β 'D - FourVector @k1, b 'D FourVector Ak2, Γ 'E
LeviCivita@Α ', Β ', b ', ∆ 'D - FourVector @k1, b 'D FourVector @k2, a 'D
MetricTensor AΓ ', Β 'E LeviCivita@∆ ', a ', b ', Α 'DM;

"Tensor unparticle propagator in Scale Invariant Field Theory "

In[23]:= TAΡ, Σ , Γ , ∆E = H1 � 2L - MetricTensor AΡ, Γ E +
1

s
HFourVector @k1, ΡD + FourVector @k2, ΡDL

IFourVector Ak1, Γ E + FourVector Ak2, Γ EM

- MetricTensor @Σ , ∆D +
1

s
HFourVector @k1, Σ D + FourVector @k2, Σ DL

HFourVector @k1, ∆D + FourVector @k2, ∆DL +

- MetricTensor @Ρ, ∆D +
1

s
H @FourVector k1, ΡD + FourVector @k2, ΡDL

HFourVector @k1, ∆D + FourVector @k2, ∆DL

- MetricTensor AΣ , Γ E +
1

s
HFourVector @k1, Σ D + FourVector @k2, Σ DL

IFourVector Ak1, Γ E + FourVector Ak2, Γ EM -

H2 � 3L - MetricTensor @Ρ, Σ D +
1

s
HFourVector @k1, ΡD + FourVector @k2, ΡDL

HFourVector @k1, Σ D + FourVector @k2, Σ DL

- MetricTensor AΓ , ∆E +
1

s
IFourVector Ak1, Γ E + FourVector Ak2, Γ EM

HFourVector @k1, ∆D + FourVector @k2, ∆DL ;
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In[24]:= TAΡ ', Σ ', Γ ', ∆ 'E =

H1 � 2L - MetricTensor
s

HAΡ ', Γ 'E +
1

FourVector @k1, Ρ 'D + FourVector @k2, Ρ 'DL

IFourVector Ak1, Γ 'E + FourVector Ak2, Γ 'EM

- MetricTensor
s

H@Σ ', ∆ 'D +
1

FourVector @k1, Σ 'D + FourVector @k2, Σ 'DL

HFourVector @k1, ∆ 'D + FourVector @k2, ∆ 'DL +

- MetricTensor D 1

s
H@Ρ ', ∆ ' + FourVector @k1, Ρ 'D + FourVector @k2, Ρ 'DL

HFourVector @k1, ∆ 'D + FourVector @k2, ∆ 'DL

- MetricTensor E 1

s
HAΣ ', Γ ' + FourVector @k1, Σ 'D + FourVector @k2, Σ 'DL

IFourVector Ak1, Γ 'E + FourVector Ak2, Γ 'EM -

H2 � 3L - MetricTensor @Ρ ', Σ 'D +
1

s
HFourVector @k1, Ρ 'D + FourVector @k2, Ρ 'DL

HFourVector @k1, Σ 'D + FourVector @k2, Σ 'DL

- MetricTensor AΓ ', ∆ 'E +
1

s
IFourVector Ak1, Γ 'E + FourVector Ak2, Γ 'EM

HFourVector @k1, ∆ 'D + FourVector @k2, ∆ 'DL ;

In[25]:= Ks@Μ, Ν, Ρ, Σ D =

- MetricTensor @Μ, ΝD FourVector @p1, ΡD FourVector @p2, Σ D -
s

2
MetricTensor @Ρ, ΜD

MetricTensor

MetricTensor

@Σ , ΝD + MetricTensor @Σ , ΜD FourVector @p1, ΝD FourVector @p2, ΡD +

@Σ , ΝD FourVector @p1, ΡD FourVector @p2, ΜD +

- MetricTensor @Μ, ΝD FourVector @p1, Σ D FourVector @p2, ΡD -
s

2
MetricTensor @Σ , ΜD

MetricTensor

MetricTensor

@Ρ, ΝD + MetricTensor @Ρ, ΜD FourVector @p1, ΝD FourVector @p2, Σ D +

@Ρ, ΝD FourVector @p1, Σ D FourVector @p2, ΜD ;
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In[26]:= Ks@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D = - MetricTensor @Μ ', Ν 'D FourVector @p1, Ρ 'D FourVector @p2, Σ 'D -

s
MetricTensor

2

MetricTensor

MetricTensor

@Ρ ', Μ 'D MetricTensor @Σ ', Ν 'D +

@Σ ', Μ 'D FourVector @p1, Ν 'D FourVector @p2, Ρ 'D +

@Σ ', Ν 'D FourVector @p1, Ρ 'D FourVector @p2, Μ 'D +

- MetricTensor @Μ ', Ν 'D FourVector @p1, Σ 'D FourVector @p2, Ρ 'D -

s
MetricTensor

2

MetricTensor

MetricTensor

@Σ ', Μ 'D MetricTensor @Ρ ', Ν 'D +

@Ρ ', Μ 'D FourVector @p1, Ν 'D FourVector @p2, Σ 'D +

@Ρ ', Ν 'D FourVector @p1, Σ 'D FourVector @p2, Μ 'D ;

In[27]:= Ka@Μ, Ν, Ρ, Σ D =

- MetricTensor @Μ, ΝD FourVector @p1, ΡD FourVector @p2, Σ D -
s

2
MetricTensor @Ρ, ΜD

MetricTensor

MetricTensor

@Σ , ΝD + MetricTensor @Σ , ΜD FourVector @p1, ΝD FourVector @p2, ΡD +

@Σ , ΝD FourVector @p1, ΡD FourVector @p2, ΜD -

- MetricTensor @Μ, ΝD FourVector @p1, Σ D FourVector @p2, ΡD -
s

2
MetricTensor @Σ , ΜD

MetricTensor @Ρ, ΝD + MetricTensor @Ρ, ΜD FourVector @p1, ΝD FourVector @p2, Σ D +

MetricTensor @Ρ, ΝD FourVector @p1, Σ D FourVector @p2, ΜD ;

In[28]:= Ka@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D = - MetricTensor @Μ ', Ν 'D FourVector @p1, Ρ 'D FourVector @p2, Σ 'D -

s
MetricTensor

2

MetricTensor

MetricTensor

@Ρ ', Μ 'D MetricTensor @Σ ', Ν 'D +

@Σ ', Μ 'D FourVector @p1, Ν 'D FourVector @p2, Ρ 'D +

@Σ ', Ν 'D FourVector @p1, Ρ 'D FourVector @p2, Μ 'D -

- MetricTensor @Μ ', Ν 'D FourVector @p1, Σ 'D FourVector @p2, Ρ 'D -

s
MetricTensor

2

MetricTensor

MetricTensor

@Σ ', Μ 'D MetricTensor @Ρ ', Ν 'D +

@Ρ ', Μ 'D FourVector @p1, Ν 'D FourVector @p2, Σ 'D +

@Ρ ', Ν 'D FourVector @p1, Σ 'D FourVector @p2, Μ 'D ;
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In[29]:= Fs@Μ, Ν, Ρ, Σ D = HFourVector @p1, D FourVector @p2, d D LeviCivita@Μ, Ν,

FourVector @p1, cD FourVector

Ρ

@p2, d D MetricTensor @Μ, ΡD LeviCivita@Σ

d

,

,

c

Σ

,

D -

d , ΝD -

D FourVector @p2, D LeviCivita@Μ@
@

FourVector p1, d

FourVector p1, d D FourVector @p2, c

Ρ

D MetricTensor @
,

Ρ

Ν

,

,

Ν

d

D
, Σ D -

LeviCivita@Σ , c, d , ΜDL;

In[30]:= Fs@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D =

HFourVector @p1, Ρ 'D FourVector @p2, d 'D LeviCivita@Μ ', Ν ', d ', Σ 'D -

FourVector @p1, c 'D FourVector @p2, d 'D MetricTensor @Μ ', Ρ 'D
LeviCivita@Σ ', c ', d ', Ν 'D - FourVector @p1, d 'D FourVector @p2, Ρ 'D
LeviCivita@Μ ', Ν ', d ', Σ 'D - FourVector @p1, d 'D FourVector @p2, c 'D
MetricTensor @Ρ ', Ν 'D LeviCivita@Σ ', c ', d ', Μ 'DL;

In[31]:= Fa@Μ, Ν, Ρ, Σ D = HFourVector @p1, D FourVector @p2, d D LeviCivita@Μ, Ν,

@FourVector p1, cD FourVector

Ρ

@p2, d D MetricTensor @Μ, ΡD LeviCivita@Σ

d

,

,

c

Σ

,

D -

d , ΝD +

D FourVector @p2, D LeviCivita@Μ@
@

FourVector p1, d

FourVector p1, d D FourVector @p2, c

Ρ

D MetricTensor @
,

Ρ

Ν

,

,

Ν

d

D
, Σ D +

LeviCivita@Σ , c, d , ΜDL;

In[32]:= Fa@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D =

HFourVector @p1, Ρ 'D FourVector @p2, d 'D LeviCivita@Μ ', Ν ', d ', Σ 'D -

FourVector @p1, c 'D FourVector @p2, d 'D MetricTensor @Μ ', Ρ 'D
LeviCivita@Σ ', c ', d ', Ν 'D + FourVector @p1, d 'D FourVector @p2, Ρ 'D
LeviCivita@Μ ', Ν ', d ', Σ 'D + FourVector @p1, d 'D FourVector @p2, c 'D
MetricTensor @Ρ ', Ν 'D LeviCivita@Σ ', c ', d ', Μ 'DL;

"Calor factors:"

"8T a ,T b <=
N

1

c

∆ a b +d a b c T c ,@T a ,T b D=ifa b c T c "

"� A 2

=â
ab

8T a ,T b <2=â
ab

H 1

Nc

∆ a b L2+â
ab

Hd a b c T c L2=H
N

1

c

L2HNc
2-1L+

Nc
2 - 4

Nc

CF =
2

Nc

CF +
Nc

2 - 4

Nc

CF =

INc
2 - 2M INc

2 - 1M
2 Nc

2
"

"� C 2 =â @T a ,T b D2=â Hi fabc T c L2=Nc CF =
Nc

2 - 1

2
"

ab ab

"Spin-0 Unparticles:"

"1 st case: ggHunpolarised
UL®

S
ΓΓ Hunpolarised L "

In[33]:= ContractBA 2 MetricTensor @Μ, Μ 'D
@Ν, Ν 'D 1

MetricTensor
2 dU

HΛs,g K1@Μ, Ν, Ρ, Σ D + Λs,g ' K2@Μ, Ν, Ρ, Σ DL
LU

HΛs,g K1@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D + Λs,g ' K2@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'DL MetricTensor @Α, Α 'D
MetricTensor @Β, Β 'D 1

LU
2 dU

IΛs,Γ F1AΑ, Β, Γ , ∆E + Λs,Γ ' F2AΑ, Β, Γ , ∆EM

IΛs,Γ F1AΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'E + Λs,Γ ' F2AΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'EMF;
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In[34]:= Simplify @%33D
Out[34]=

1
A 2 s 4 LU

- 4 dU 2 2 M
4

"2nd case: ggH

I 4 H Λs , g
¢ L 2 + Λs , g

U
polrised L®

S
ΓΓ H

M I 4 H Λs , Γ
¢ L 2 + Λs , Γ

unpolarised L "

In[35]:= ContractB
A 2 FourVector @Ε1 , ΜD FourVector @Ε2, ΝD FourVector @Ε1 ', Μ 'D FourVector @Ε2 ', Ν 'D

2

16

d
LU

U

IΛs,g
2 K1@Μ, Ν, Ρ, Σ D K1@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D + Λs,g '2 K2@Μ, Ν, Ρ, Σ D K2@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'DM

MetricTensor @Α, Α 'D MetricTensor @Β, Β 'D 16

LU
2 dU

IΛs,Γ F1AΑ, Β, Γ , ∆E + Λs,Γ ' F2AΑ, Β, Γ , ∆EM
IΛs,Γ F1AΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'E + Λs,Γ ' F2AΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'EMF;

In[36]:= Simplify @%35D
Out[36]= 8 A 2 s 4 LU

- 4 dU I 4 H Λs , Γ
¢ L 2 + Λs , Γ

2 M I 4 H h1 + h2 L 2 H Λs , g
¢ L 2 + H h1 h2 + 1L 2 Λs , g

2 M

"3rd case:ggH U
unpolarised L®

S
ΓΓ Hpolarised L"

In[37]:= ContractBA 2 MetricTensor @Μ, Μ 'D
MetricTensor @Ν, Ν 'D 16

LU
2 dU

HΛs,g K1@Μ, Ν, Ρ, Σ D + Λs,g ' K2@Μ, Ν, Ρ, Σ DL
HΛs,g K1@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D + Λs,g ' K2@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'DL FourVector @Ε3, ΑD
FourVector @Ε4 , ΒD FourVector @Ε3 ', Α 'D FourVector @Ε4 ', Β 'D 16

LU
2 dU

IΛs,Γ
2 F1AΑ, Β, Γ , ∆E F1AΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'E + Λs,Γ '2 F2AΑ, Β, Γ , ∆E F2AΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'EMF;

In[38]:= Simplify @%37D
Out[38]= 8 A 2 s 4 LU

- 4 dU 2 M I 4 H h3 + h4 L 2 H Λs , Γ
¢ L 2 + H h3 h4 + 1L 2 Λs , Γ

2 M

"4 th case: gg

I 4 H Λs , g
¢ L 2 + Λs , g

Hpolarised
UL®

S
ΓΓ Hpolarised L "

In[39]:= ContractB
A 2 FourVector @Ε1 , ΜD FourVector @Ε2, ΝD FourVector @Ε1 ', Μ 'D FourVector @Ε2 ', Ν 'D

2

16

d
LU

U

IΛs,g
2 K1@Μ, Ν, Ρ, Σ D K1@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D + Λs,g '2 K2@Μ, Ν, Ρ, Σ D K2@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'DM

FourVector @Ε3, ΑD FourVector @Ε4 , ΒD FourVector @Ε3 ', Α 'D FourVector @Ε4 ', Β 'D 16

LU
2 dU

IΛs,Γ
2 F1AΑ, Β, Γ , ∆E F1AΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'E + Λs,Γ '2 F2AΑ, Β, Γ , ∆E F2AΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'EMF;

In[40]:= Simplify @%39D
Out[40]= A 2 s 4 LU

- 4 dU I 4 H h1 + h2 L 2 H Λs , g
¢ L 2 + H h1 h2 + 1L 2 Λs , g

2 M I 4 H h3 + h4 L 2 H Λs , Γ
¢ L 2 + H h3 h4 + 1L 2 Λs , Γ

2 M
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"Spin-2 Unparticles:"

H L U
®

T
ΓΓ H L"1 st case: gg unpolrised unpolarised "

In[41]:= PAΓ , ∆, Γ ', ∆ 'E = ContractBMetricTensor @Α, Α 'D MetricTensor @Β, Β 'D Λt,Γ
2

LU
2 dU

IKsAΑ, Β, Γ , ∆E + FsAΑ, Β, Γ , ∆EM IKsAΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'E + FsAΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'EM F;

In[42]:= PT

In[43]:= G

@Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'D = ContractAPAΓ , ∆, Γ ', ∆ 'E TAΡ, Σ , Γ , ∆E TAΡ ', Σ ', Γ ', ∆ 'EE;

@Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'D = ContractBMetricTensor @Μ, Μ 'D

MetricTensor @Ν, Ν 'D Λt,g
2

IA 2 Ks@Μ, Ν, Ρ, Σ D Ks@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D +

C 2 Ka

LU
2 dU

@Μ, Ν, Ρ, Σ D Ka@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'DM +
Λt,g '2

LU
2 dU

IA 2 Fs@Μ, Ν, Ρ, Σ D

Fs@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D + C 2 Fa@Μ, Ν, Ρ, Σ D Fa@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'DM F;

@In[44]:= Contract G @Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'D PT@Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'DD;

In[45]:= Simplify @%44D
Out[45]= 2 I t 4 + u 4 M LU

- 4 dU Λ t , Γ
2 I A 2 Λ t , g

2 + C 2 H Λ t , g
¢ L 2 M

" 2nd case: ggHpolarised L U
®

T
ΓΓ Hunpolarised L"

In[46]:= s = -Ht + uL;

In[47]:= GP@Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'D =

ContractBFourVector

Λt,g
2

LU
2 dU

IA 2 Ks

@Ε1 , ΜD FourVector @Ε2, ΝD FourVector @Ε1 ', Μ 'D FourVector @Ε2 ', Ν 'D

@Μ, Ν, Ρ, Σ D Ks@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D + C 2 Ka@Μ, Ν, Ρ, Σ D

Ka@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'DM +
Λt,g '2

LU
2 dU

IA 2 Fs@Μ, Ν, Ρ, Σ D Fs@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'D +

C 2 Fa@Μ, Ν, Ρ, Σ D Fa@Μ ', Ν ', Ρ ', Σ 'DM F;

@GP@Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'D PT@Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'D D;In[48]:= Contract

In[49]:= Simplify @%48D
Out[49]=

1

8
LU

- 4 dU Λ t , Γ
2

J A 2 J -4 h1 h2 I t 4 + u 4 M + h2
2 I t 2 - u 2 M 2

+ h1
2 J h2

2 I t 2 + u 2 M 2
+ I t 2 - u 2 M 2 N + I t 2 + u 2 M 2 N Λ t , g

2 +

C 2 J -4 h1 h2 I t 4 + u 4 M + h2
2 I t 2 + u 2 M 2

+ h1
2 J h2

2 I t 2 - u 2 M 2
+ I t 2 + u 2 M 2 N + I t 2 - u 2 M 2 N H Λ t , g

¢ L 2 N
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" 3rd cas:ggHunpolarised L U
®

T
ΓΓ H polarised L"

In[50]:= PPAΓ , ∆, Γ ', ∆ 'E =

ContractBFourVector @Ε3, ΑD FourVector @Ε4 , ΒD FourVector @Ε3 ', Α 'D FourVector @Ε4 ', Β 'D
Λt,Γ

2

LU
2 dU

IKsAΑ, Β, Γ , ∆E KsAΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'E + FsAΑ, Β, Γ , ∆E FsAΑ ', Β ', Γ ', ∆ 'EM F;

In[51]:= PPT@Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'D = ContractAPPAΓ , ∆, Γ ', ∆ 'E TAΡ, Σ , Γ , ∆E TAΡ ', Σ ', Γ ', ∆ 'EE;

@ @Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'D PPT@Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'DD;In[52]:= Contract

In[53]:= Simplify @
G

%52D
Out[53]=

1

8
LU

- 4 dU J -4 h3 h4 I t 4 + u 4 M + h4
2 I t 2 - u 2 M 2

+ h3
2 J h4

2 I t 2 + u 2 M 2
+ I t 2 - u 2 M 2 N + I t 2 + u 2 M 2 N

Λ t , Γ
2 I A 2 Λ t , g

2 + C 2 H Λ t , g
¢ L 2 M

L "

@
"4 th cas: gg

In[54]:= Contract GP@Ρ

Hpolrised

, Σ ,

L U
®

T
ΓΓ Hpolarised

Ρ ', Σ 'D PPT@Ρ, Σ , Ρ ', Σ 'DD;

In[55]:= Simplify @%54D
Out[55]=

1

64
LU

- 4 dU Λ t , Γ
2 J A 2 I h2 H h3 - h4 L I t 2 - u 2 M - H h3 h4 - 1L I t 2 + u 2 M +

h1 I h2 H h3 h4 - 1L I t 2 + u 2 M - H h3 - h4 L I t 2 - u 2 M M M 2
Λ t , g

2 +

C 2 I H h3 - h4 L I -I t 2 - u 2 M M + h2 H h3 h4 - 1L I t 2 + u 2 M +

h1 I h2 H h3 - h4 L I t 2 - u 2 M - H h3 h4 - 1L I t 2 + u 2 M M M 2 H Λ t , g
¢ L 2 N



Annex D
Intégrales et Paramétrisation de
Feynman

Il y a plusieurs façons pour évaluer les intégrales des boucles. Dans cet Annex
on va présenter brièvement la parametrization de Feynman et quelques formules
d’intégrales qui interviennent fréquement dans le calcul des boucles. La forme la
plus générale de la parametrization de Feynman est de la forme :

n∏

i=1

1
Aai

i

=
Γ(
∑n

i=1 ai)
∏n

i=1 Γ(ai)

∫ 1

0

∏n
i=1 dxix

ai−1
i

(
∑n

i=1 Aixi)
∑n

i=1
ai
δ(1−

n∑

i=1

xi) . (7.20)

où Ai sont des nombres complexes arbitraire et Γ est la fonction Gamma définie par
l’intégrale :

Γ(z) =
∫ +∞

0
tz−1e−tdt . (7.21)

La fonction Γ(z) a les propriétés importantes suivantes :

Γ(z + 1) = zΓ(z) , (7.22)

Γ(n+ 1) = (n+ 1)! . (7.23)

Une autre fonction connexe ψ(z) qui est la dérivée logarithmique de la fonction
Γ(z) :

ψ(z) =
d

dz
ln Γ(z) , (7.24)

avec les propriétés :

ψ(1) = −γ , (7.25)

ψ(z + 1) = ψ(z) +
1
z
, (7.26)

où γ = 0.5772156649 · · · est la constante d’Euler. La fonction Γ(z) a des pôles pour
z = 0,−1,−2, · · · . Près du pôle z = m, nous avons :

Γ(z) =
(−1)m

m!
1

m+ z
+

(−1)m

m!
ψ(m+ 1) +O(z +m) . (7.27)
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Nous en concluons que lorsque ǫ→ 0 :

Γ
(
ǫ

2

)

=
2
ǫ

+ ψ(1) +O( ǫ) , (7.28)

Γ(−n+ ǫ) =
(−1)n

n!

[2
ǫ

+ ψ(n+ 1) + 1
]

, (7.29)

Γ(1 + ǫ) = 1− γ ǫ+

(

γ2 +
π2

6

)

ǫ2

2!
+ · · · , (7.30)

Grâce à ces résultats, nous pouvons développer nos intégrales en puissances de ǫ et
séparer les parties divergentes et finies.

D’autres fonctions rencontrées pour l’évaluation des intégrales à une boucle sont
les fonction d’Euler B(x, y) définie comme :

∫ 1

0
dxxα(1− x)β = B(α, β) =

Γ(α+ 1)Γ(β + 1)
Γ(α+ β + 2)

(7.31)

Les formules de base utilisées pour l’évaluation des intégrales à une boucle sont les
suivantes :

∫ dDk

(2π)D

1
(k2 −∆2)β

=
i(−1)β

(4π)D/2

Γ(β −D/2)
Γ(β)

(∆2)D/2−β . (7.32)

∫ dDk

(2π)D

k2

(k2 −∆2)β
=

i(−1)β−1

(4π)D/2

D

2
Γ(β −D/2− 1)

Γ(β)
(∆2)D/2−β+1 (7.33)

∫ dDk

(2π)D

kµkν

(k2 −∆2)β
=

i(−1)β−1

(4π)D/2

gµν

2
Γ(β −D/2− 1)

Γ(β)
(∆2)D/2−β+1 (7.34)
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Annex E
Modes de production h→ γγ et
h→ Zγ

Dans cette annexe, nous recueillons les fonctions de boucle utilisées dans le
chapitre 6 de la présente thèse.

Foncions boucles pour la désintégration h→ γγ

Aγγ
0 (x) = −x2

[1
x
− f

(1
x

)]

, (7.35)

Aγγ
1/2(x) = 2x2

[1
x

+
(1
x
− 1

)

f
(1
x

)]

, (7.36)

Aγγ
1 (x) = −x2

[ 2
x2

+
3
x

+ 3
(2
x
− 1

)

f
(1
x

)]

, (7.37)

où
f(x) = arcsin2

√
x . (7.38)

Foncions boucles pour la désintégration h→ Zγ

Γ(h→ Zγ) =
GFαemm

3
h

16
√

2π3

(

1− m2
Z

m2
h

)3

|AW + AF |2 , (7.39)

où les fonctions boucles triangulaires AW et AF son données par :

AW = − cos θW

{[(

1 +
2
τW

)

tan2 θW −
(

5 +
2
τW

)]

I1(τW , λW )

+ 4(3− tan2 θW )I2(τW , λW )
}

(7.40)
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AF =
∑

f

NCf
−2ef (T3f − 2ef sin2 θW )

sin θW cos θW

[I1(τF , λF )− I2(τF , λF )] (7.41)

Ici, ef est la charge du fermion f par unité de e et T3f est la troisième composante
de l’isospin faible. NCf est le nombre de couleurs du fermion f , τ et λ sont définis
par :

τF =
4m2

f

m2
h

, λF =
4m2

f

m2
Z

, τW =
4m2

W

m2
h

, λW =
4m2

W

m2
Z

. (7.42)

Les intégrales Ii sont données par :

I1(x, y) =
xy

2(x− y)
+

x2y2

2(x− y)2
[f(x)− f(y)] +

x2y2

(x− y)2
[g(x)− g(y)] ,(7.43)

I1(x, y) = − xy

2(x− y)
[f(x)− f(y)] , (7.44)

où f(τ) est définie dans l’Eq. (7.38), et g(τ) est définie par :

g(τ) =

{ √
τ − 1 sin−1(1/

√
τ) pour τ ≥ 1,

1
2

√
1− τ

[

ln
(

1+
√

1−τ
1−

√
1−τ

)

− iπ
]

pour τ < 1.
(7.45)

AγZ
0 (x, y) = I1(x, y) , (7.46)

AγZ
1/2(x, y) = 4 [I1(x, y)− I2(x, y)] , (7.47)

AγZ
1 (x, y) = 4

(

3− s2
W

c2
W

)

I2(x, y) +

[(

1 +
2
x

)
s2

W

c2
W

−
(

5 +
2
x

)]

I1(x, y) ,(7.48)

où

I1(x, y) =
xy

2(x− y)
+

x2y2

2(x− y)2

[

f
(1
x

)

− f
(

1
y

)]

+
x2y

(x− y)2

[

g
(1
x

)

− g
(

1
y

)]

,

(7.49)

I2(x, y) = − xy

2(x− y)

[

f
(1
x

)

− f
(

1
y

)]

, (7.50)

avec

g(x) =

√

1
x
− 1 arcsin

√
x . (7.51)
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We calculate the spin-0 and spin-1/2 charged unparticle loop contributions to the Higgs diphoton
decay within an unparticle gauge model and show that they can significantly enhance or suppress
SM predictions for the same. In the SM limits of scalar and fermion conformal dimensions, dUs → 1
and dU f → 3/2 respectively, our results exactly reproduce the contributions of the spin-0 and spin-1/2
particle cases. Furthermore the decoupling from the Higgs boson occurs only for the spin-0 case in the
critical limit dUs → 2. Using the recent ATLAS data which reported an excess of diphoton decay rate of
SM-like Higgs boson around 125 GeV, and taking into account the vacuum stability and perturbativity
conditions, the parameters of the gauge unparticle model are constrained.

© 2013 The Authors. Published by Elsevier B.V. All rights reserved.

With the LHC now colliding hadrons with unprecedented beam
energy, a new era of particle physics is being unearthed. Running
only for about three years the LHC already met the main challenge
it was designed for when both ATLAS and CMS Collaborations an-
nounced the discovery of a new particle of mass 125–126 GeV
[1,2] having properties for now compatible with those of the long-
waited and celebrated standard model (SM) Higgs boson. While
confirmation is awaited exploiting current data for beyond stan-
dard model (BSM) physics is already in progress.

An important window in this regard is the Higgs diphoton de-
cay channel which is considered one of the most important de-
cay modes in SM precision studies as well as probing for new
physics. While a recent update from CMS suggests a suppression
of observed events relative to SM predictions in the Higgs decay
to diphoton [3], the ATLAS experiment reported an excess of the
same [4]. Confirmation of such suppression or excess with larger
integrated luminosity would signal various new physics BSM ef-
fects contributing to the decay mode h → γ γ , and strongly con-
straining the corresponding theoretical models.

Many theoretical frameworks have been developed that could
potentially answer major questions still not fully accounted for by
the SM and which in the first place motivate BSM studies, and
which have thus far not been probed by previous colliders. A can-

✩ This is an open-access article distributed under the terms of the Creative Com-
mons Attribution License, which permits unrestricted use, distribution, and repro-
duction in any medium, provided the original author and source are credited.

* Corresponding author.
E-mail address: yazid.delenda@gmail.com (Y. Delenda).

didate model for new physics at the LHC that was proposed some
time ago is that of gauged unparticles which couple to the SM
through relevant interactions organized in an effective field theory.
This model can enhance or diminish the diphoton rate via weak
interactions giving rise to new interesting signals in the ATLAS and
CMS detectors. More precisely the Higgs diphoton decay h → γ γ
is a loop-induced process meaning that it could potentially be sen-
sitive to the presence of new charged states that couple to the
Higgs boson. As such the phenomenology of charged unparticles
carrying SM gauge quantum numbers at the LHC provides a strong
constraint for unparticle gauge parameters.

The effects of tree-level gauge-singlet spin-0 unparticles on
Higgs decay to diphoton phenomenology have been considered in
Ref. [5] where a sizible deviation from SM predictions was found.
It is thus expected that charged loop effects would also produce
noticeable impact. In this Letter we propose a BSM contribution to
the diphoton Higgs decay width, without affecting the Higgs bo-
son production through gluon fusion gg → h at the LHC, by means
of calculating the loop contributions of the weakly-gauged spin-0
and spin-1/2 color-singlet unparticles that depend on the main pa-
rameters of the gauge unparticle model. We study the conditions
under which these BSM loop contributions can explain the ob-
served excess in h → γ γ at the LHC. To the best of our knowledge
this work forms a first unparticle loop calculation in the literature.
The investigation of spin-1 and spin-2 charged unparticles will be
discussed in an other work.

We note that embedding the unparticles into the weak gauge
group introduces couplings to the Z boson and yields a correction
in h → Zγ decay width and affects electroweak precision tests. In
the present work though we only focus on the effect of spin-0 and

0370-2693/$ – see front matter © 2013 The Authors. Published by Elsevier B.V. All rights reserved.
http://dx.doi.org/10.1016/j.physletb.2013.12.032
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spin-1/2 charged unparticle new physics on the loop-induced pro-
cess h → γ γ which leads to an enhancement or suppression of
the Higgs diphoton width with a suitable choice of the gauged un-
particle parameters. A detailed analysis of precision measurement
constraints and the investigation of the correction to h → Zγ pro-
cess and its correlations with h → γ γ decay rates are left for a
future work.

U

Unparticles, in the original formulation proposed by Georgi [6],
are described by local conformal fields “U” with scale dimen-
sion d , weakly coupled to the SM fields through higher dimen-
sional operators in a low-energy effective field theory. For the
spin-0 unparticle fields Us , the free propagator is [7]:

�Us (p,μs) = A(dUs )

2 sin(πdUs )

i
sΣ0(p)

, (1)

s 2where Σ0(p) ≡ (μs − p2 − iε)2−dUs , p being the momentum, μs is
the infrared cutoff incorporating conformal symmetry breaking
(CSB) in the spin-0 unparticle sector, and A(dUs ) is expressed as:

A(dUs ) = 16π2√π

(2π)2dUs

1
2Γ (dUs + )

Γ (dUs − 1)Γ (2dUs )
, (2)

with 1 < dUs < 2. Spin-1/2 unparticles, U f , with scale dimen-
sion dU f are defined in analogy to the spin-0 case, by taking the
spin-1/2 unparticle propagator to be:

�U f (p,μ f ) = A(dU f − 1/2)

2 cos(πdU f )

i

(/p − μ f )Σ0
f
(p)

, (3)

p/where = γ μpμ , Σ0
f
(p) ≡ (μ2

f − p2 − iε)
3/2−dU f , 3/2 � dU f < 5/2

and μ f is the infrared cutoff incorporating CSB in the spin-1/2
unparticle sector.

The generalization of the Georgi’s unparticle model to a gauge
theory has first been achieved in [7], by making Georgi’s non-
local unparticle action corresponding to the unparticle propagator
gauge-invariant via the introduction of a Wilson line W (x, y) be-
tween the two unparticle fields Ui(x) and Ui(y) as follows:

SUi =
∫

�̃d4x d4 y Ui
†
(x) U

−1
i
(x − y)W (x, y)Ui(y), (4)

�Uwith ˜−
i

1
U(x) the Fourier tr∫ansform of �−

i

1(p) and the Wilson line

is W (x, y) = exp(−igUi T a y
x Aa

μ(w)dwμ), with T a the generators
of the gauge group in the unparticle representation. Here the sub-
script i refers to the scalar and fermion cases.

The Feynman vertices for one and two gauge bosons coupled to
two spin-0 unparticles respectively are [7]:

1gUs Γs
aμ

(p,q) = igUs T a(2p + q)μΣ s(p,q),

ig2
Us

Γs
abμν

(p,q1,q2)

= ig2
Us

[{
T a, T b

1

}
gμνΣ s(p,q1 + q2)

+ T a T b(2p + q2)
ν(2p + 2q2 + q1)

μΣ2
s(p,q2,q1)

2

]+ T b T a(2p + q1)
μ(2p + 2q1 + q2)

νΣ s(p,q1,q2) , (5)

while those for two spin-1/2 unparticles are [8]:

igU f Γ f
aμ

(p,q)

= i
gU f

2
T a[γ μ

(
Σ

f
0 (p + q) + Σ

f
0 (p + q)

)
+ (2/p + q/ − 2μ f )(2p + q)μΣ

f
1 (p + q)

]
,

ig2
U f

Γ f
abμν

(p,q1,q2)

= i
2

g2
U f [

(2/p + q/1 + q/2 − 2μ f )Γs
ab
↔ f

μν
(p,q1,q2)

+ γ μΓ f
abν ]

(p,q2,q1) + γ νΓ f
abμ

(p,q1,q2) , (6)

where the spin-0 and spin-1/2 form factors are:

Σ1
s/ f

(p,q) = Σ
s/ f
0 (p + q) − Σ

s/ f
0 (p)

(p + q)2 − p2
,

Σ2
s/ f

(p,q1,q2) = Σ
s/ f
1 (p,q1 + q2) − Σ1

s/ f
(p,q1)

(p + q1 + q2)2 − (p + q1)2
, (7)

and Γ
abμ
f is given by:

Γ
abμ
f (p,q1,q2) = T a T b(2pν + qν

1

)
Σ

f
1 (p,q2)

+ T b T a(2pν + 2qν
2 + qν

1

)
Σ

f
1 (p + q2,q1). (8)

In Eqs. (5) and (6) gUi denotes the coupling between unparticle
fields Ui and SM gauge bosons. In our case of Uem(1) external
gauge bosons it is sufficient to replace the generators T a → 1 in
the above vertices.

In what follows, and in order to incorporate unparticle loops
into the h → γ γ process without affecting gg → h production or
h → gg decay channel, we consider that unparticle fields Ui are
SU(3)c singlets. We also assume that unparticle loop contributions
do not affect the other production rates of the Higgs boson.

The coupling of the Higgs field H to Us and U f unparticles is
described by:

L = λHUs

Λ
2dUs −2
U

H† H Us
†Us + λ f

Λ
2dU f

−2

U

H† HU f U f , (9)

Uwhere Λ is the cut-off of the theory, which is inserted here for
dimensional reasons because of the unusual mass dimension dUi

of the unparticle fields. λHUi are the unknown dimensionless cou-
plings between the Higgs and the charged spin-0 and spin-1/2
unparticles. Upon EWSB where the Higgs field H develops a VEV,
〈H〉 = v/

√
2 (v = 246 GeV), it contributes a universal mass shift

of order (M2
Ui

)2−dUs = λHUi v2/2Λ
2
U

dUi −2
to the IR cut-off scale

2(μi )
2dUi −2.

The trilinear couplings between the physical Higgs boson h and
the spin-0 and spin-1/2 unparticle fields after the Higgs develops
a VEV are given by the relevant terms:

L ⊃ 2(M2
Us

)2−dUs

v
hUs

†Us +
(M2

U f
)

2−dU f

v
hU f U f . (10)

From the interaction Lagrangian, Eq. (10), we can obtain the fol-
lowing effective Lagrangian for the hγ γ coupling:

L =
∑

i

αemd(rUi )Q 2
Ui

FUi

8π v
hFμν F μν, (11)

where αem is the fine-structure constant, d(rUi ) is the dimension
of the unparticle representation rUi (d(rUi ) = 1 for color-singlet
field), QUi are the electric charges in units of |e|, Fμν denotes the
photon field strength and FUi are the form factors given by:

FUi =
( M2

Ui

)2−dUi

AUi , (12)
2μi

where AUi are unparticle loop functions which will be expressed
presently. Finally, from the Lagrangian (11), which represents the
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Fig. 1. Feynman diagrams describing the decay h → γ γ mediated by charged spin-0
and spin-1/2 unparticle fields.

effective interaction between Higgs and photons, the enhancement
factor with respect to the SM decay width is given by:∣∣
Rγ γ = ∣∣1 + λ

2
HUi

2Λ
dUi

−2
U

v2

2(μi )
2−dUi

Q 2
Ui

d(rUi )AUi

A(τW ) + Nc Q t
2 A(τt)

∣∣∣∣2

,

where Nc = 3 is the number of colors, Q t = +2/3 is the top quark
electric charge in units of |e| and A(τt), A(τW ) are the well-known
spin-1/2 and spin-1 SM loop functions given by:

A f (τ f ) = 2[τ f + (τ f − 1) f (τ f )]
τ f

2
,

AW (τW ) = −[2τ 2
W + 3τW + 3(2τW − 1) f (τW )]

τ 2
W

, (13)

with

f (τ ) =
{

arcsin2 √

−
τ√

1− 1− −
1
4 (ln 1+√1−τ

τ

−1

1

for τ � 1,

− iπ)2 for τ > 1,
(14)

i
2where τi = mh

2/4m . For mh 
 125 GeV, the SM contribution is
ASM = A(τW ) + Nc Q t

2 A(τt) 
 −6.48. We note that in the SM lim-
its, dUs → 1 and dU f → 3/2, the enhancement factor (13) reduces
to that of the usual spin-0 and spin-1/2 new physics particles.

We show in Fig. 1 the unparticle loop Feynman diagrams con-
tributing at leading order to h → γ γ . The structures of non-
standard propagators and the complicated Feynman vertices lead
to the non-applicability of the tensor reduction recipe for the inte-
grals corresponding to the diagrams in Fig. 1. However, by making
a Taylor expansion of Σ0

s/ f
(p +q) for small y = q2 +2p.q and look-

ing at the large p region of the loop integration, we can see that
the integrals of the said diagrams are highly suppressed in the ul-
traviolet regime and largely dominated by the infrared region. In
this asymptotic limit the effective vertices with one and two pho-
tons γUiUi and γ γUiUi , respectively corresponding to diagrams
(a) and (b), behave as, for the spin-0 case:

Γs
μ(ν) ∼ 2(2 − dUs )k

μ(ν)

(μs
2 − k2)ds−1

,

Γs
μν 2(2 − dUs )

[
gμν − 2(1 − dUs )k

μkν

2(μs − k2)

]
, (15)

2
∼ −

(μs − k2)dUs −1

and for the spin-1/2 case:

Γ f
μ(ν) ∼ 2(2 − dU f )γ

μ(ν)

(μ2
f − k2)

dU f
−3/2

,

Γ f
μν ∼ 2

2
− dU f

(
3

)−/kgμν + 2(γ μkν + γ νkμ)

(μ2
f − k2)

dU f
−1/2

. (16)

The usual spin-0 and spin-1/2 vertices are recovered by taking the
limits dUs → 1 and dU f → 3/2 respectively.

It is worth pointing out that the spin-0 unparticle vertices in
Eqs. (15) lead to a non-gauge-invariant total amplitude while those

of spin-1/2 unparticle in Eqs. (16) lead to gauge-invariant ampli-
tudes for each of the graphs (a) and (b) individually. This problem
is familiar in the literature (see e.g. Ref. [9]). In fact, after using
Feynman parameters and shifting loop momentum variable for the
calculation, a gauge-invariance-violating term proportional to gμν

arises. This problem is similar to that encountered in the regu-
larization scheme when carrying out the calculation of the Higgs
decay to diphoton in the Higgs–Goldstone boson scalar theory [9].
Using the argument of Dyson’s prescription [10] for recovering
gauge invariance in the spin-0 case, the total one-loop contribu-
tions of spin-0 and spin-1/2 unparticles to the decay diagrams of
Fig. 1 are respectively given by:

AUs (dUs , τUs ) = −2 sin(πdUs )

A(dU )Γ (dUs )Γ (2 − dUs )s[× αB(3 − dUs ,3)B(3 − dUs ,dUs )]+ βB(4 − dUs ,4)B(4 − dUs ,dUs ) , (17)

with α = 4(2 − dUs ), β = 16(2 − dUs )
2τUs , and

AU f (dU f , τU f )

= 2 cos(πdU f )

A(dU f − 1/2)Γ (dU f − 1/2)Γ (5/2 − dU f )[× γ B(5/2 − dU f ,2)B(5/2 − dU f ,dU f − 1/2)

+ δB(7/2 − dU f ,3)B(7/2 − dU f ,dU f − 1/2) ]+ ηB(9/2 − dU f ,4)B(9/2 − dU f ,dU f − 1/2) , (18)

with

γ = 4(2 − dU f )
2,

δ = 8
{

2(2 − dU f )
2[(5/2 dU f )τU f − 1 + (3/2 − dU f )

] }
,

η = 32(5/2 − dU f )τU f

[ − ]−2(2 − dU f )
2 + (3/2 − dU f ) , (19)

2where τUi = mh
2/4μi and B(a,b) stands for the beta function. In
→ 1 and ds fthe limits d → 3/2 we recover the familiar spin-0

and spin-1/
U
2 SM loop

U
functions for the decay h → γ γ .

We note that, in Refs. [7,11], the sum of one scalar unparti-
cle loop contribution with a fixed number of gauge boson legs is
just equal to (2 − dUs ) times the usual one particle loop contri-
bution. However this result is specific only for Green functions of
gauge bosons where all interaction vertices are pure unparticles in
the sense that they are functions of the propagator Σ0

s/ f
(p + q). In

our case, when computing the Higgs diphoton decay via scalar un-
particle loop, the non-gauge unparticle interaction vertex between
unparticles and Higgs boson, hUsUs , does not arise from the gauge
model of unparticles but it is taken to be standard, and thus this
fact violates the applicability of the said result of Refs. [7,11] in
our case. Furthermore if we apply our approximated vertices given
by Eq. (15) for calculating scalar unparticle contribution to vacuum
polarization we exactly reproduce the result obtained by multiply-
ing (2−dUs ) by the scalar particle contribution, as in (e.g.) Ref. [7].

In Fig. 2 we plot AUs and AU f as a function of scale dimen-
sions dUs and dU f respectively. It is clear from the plots that AUi

depend sensitively on the scale dimensions. For values of the IR
cut-off scale μs � 300 GeV and μ f � 100 GeV, AUi are practically
independent of μi . Contrary to AUs which is strictly positive, AU f

flips sign in the range 1.8 < dU f < 2.08 and gets large positive val-
ues when dU f ∼ 5/2. This behavior makes the phenomenology of
spin-1/2 unparticles much different and more important since the
corresponding contribution can be constructive or destructive with
that of the SM, unlike the spin-0 case which can only be construc-
tive. This change of sign is essentially due to the second vertex in
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Fig. 2. The loop functions (a) AUs and (b) AU f as a function of dUs and dU f re-
spectively for mh = 125 GeV and for different values of μi in the range [100 GeV;
500 GeV]. In plot (b) we have only shown the range 1.5 < dU f < 2.2 for clarity.

Eq. (16) originating from the diagram (b) which has no equivalent
in the SM and which vanishes in the SM limit dU f → 3/2.

The loop function AUs vanishes in the limit dUs → 2 reflecting
the decoupling of the spin-0 unparticle field from the Higgs sector.
This fact can also be seen from the individually vanishing couplings
in Eq. (15) in the said limit. Furthermore this decoupling is natural
because spin-0 unparticles become non-dynamical when dUs → 2.
On the other hand, unlike the spin-0 case, AU f does not vanish
when dU f → 5/2. As a result spin-1/2 unparticle field does not
decouple from the Higgs sector in this critical limit. This lack of
decoupling is explained by the non-trivial spinorial structure of the
couplings in Eqs. (16). Furthermore when dU f approaches 5/2 the
spin-1/2 propagator �U f becomes exceedingly UV-sensitive and
the action in Eq. (4) can no longer be used [12]. This scenario is
familiar from the qq̄ scattering through a gluon with a spin-1/2
colored unparticle vacuum polarization loop [12].

In our analysis we take the energy scale of the unparticle theory
Λ = 1 TeV. We use the data reported by the ATLAS Collaboration
on

U
a Higgs boson mass mh = 125 GeV and the recent excess in

diphoton rate Rγ γ = 1.65±0.24 to constrain the unparticle param-
eters. We consider QUi = 1 for simplicity. The rate Rγ γ is sensitive
to the variation of 3 parameters: the coupling λHUi , the scale di-
mension dUi and the IR cut-off scale μi . The best fit regions in the
plane (dUi , λHUi ) for spin-0 and spin-1/2 cases are shown in Fig. 3
and Fig. 4 respectively. For the case of spin-0 Us , an enhancement
in Rγ γ requires a negative Higgs-unparticle coupling λHUs and is

2suppressed for a large μs since 1/(μs )
2−dUs cannot be larger than

1 in the allowed range 1 < dUs < 2. For a specific value of μs

of order of electroweak scale, a significant enhancement happens
only for very large negative values of λHUs , which conflicts with
naturalness and vacuum stability of the Higgs potential. We may
understand this from the fact that the Higgs-unparticle couplings

2dUs −2
are suppressed as .λHUs /Λ

However, as is well kno
U
wn, stability of the Higgs potential and

perturbativity of the underlying dynamics of the theory can pro-

Fig. 3. Contours for different values of the enhancement factor Rγ γ in the case of
charged spin-0 unparticles as a function of dUs and λHUs for ΛU = 1 TeV, μs =
100 GeV and QUs = 2.

vide a cut-off for the scalar sector parameters. In fact, the corre-
sponding scalar potential due to the negative coupling λHUs has
the following form:

V (H,Us) ⊃ λ

2d
HUs

Λ
Us −2

U

H† HUs
†Us + (

μs
2)2−dUs Us

†Us

+ λUs

U(Λ2 )2dUs −2

∣∣ ∣∣ ∣∣ ∣∣ ∣∣ ∣∣H
2Us

†Us
2 − μ2

H H† H + λH H† ,

(20)

where μH = mh/
√

2 and the Higgs self-quartic coupling λH =
mh

2/2v2 
 0.13 (mh 
 125 GeV). In order to ensure stability in
the Higgs potential due to this negati√ve quartic coupling,√ we re-
quire the usual condition |λHUs | � 2 λHλUs = 0.72 λUs , where
the scalar self-quartic coupling λUs is positive and bounded from
above to preserve the perturbativity of the theory. The large nega-
tive couplings λHUs required by the enhancement in the h → γ γ
would lead to large values of λUs which should be within the
border of perturbation theory, i.e. λUs /4π ∼ O(1), leading to the
constraint −2.5 � λHUs < 0.

One can work around the large negative quartic couplings
problem and fulfill the coupling bound by taking a large charge
QUs of Us since the contribution to the rate Rγ γ grows as

2λHUs Q 2
s
/(μs )

2−dUs . For example, taking Us charge to be 2 instead
of 1 s

U
cales up the value of λUs by a factor of 4. With the coupling

bound −2.5 � λHUs < 0, a significant enhancement requires that
μs be smaller than the electroweak scale.

In Fig. 3 we illustrate a contour plot in the plane (dUs , λHUs )

<for a fixed value of Λ = 1 TeV in the region 1 d f < 1.5 for
different values of Rγ γ

U
. In the plot, we have fixed μs

U
= 100 GeV

and QUs = 2. As can be seen from Fig. 3, for −2.5 � λHUs � −1.1,
an enhancement of a factor of 1.8 is possible in the region 1 �
dUs � 1.31. The measured value Rγ γ = 1.65 is achieved if the
Higgs-unparticle coupling is in the range −2.5 � λHUs � −0.9 for
1 � dUs � 1.36.

For the spin-1/2 case the situation is different since for differ-
ent regions of scale dimension dU f , different spin-1/2 loop effects
arise. An enhancement in Rγ γ requires either a negative or pos-
itive λHU f due to the form of AU f which flips from positive to
negative. Hence for a fixed sign of λHU f the spin-1/2 contribution
can either suppress or enhance the rate depending on the range of
the scale dimension dU f . Here we focus on λHU f < 0. Therefore an
enhancement in Rγ γ gives the allowed ranges 1.5 < dU f < 1.8 and
2.08 < dU f < 2.5 in which AU f is positive. A negative coupling is
consistent with naturalness only for a specific range of dU f corre-
sponding to the large correction to the rate of h → γ γ for which
AU f is significant. This can arise only when dU f is close to the crit-
ical limit 2.5. In such a limit, we avoid dealing with a large charge
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Fig. 4. Contours for different values of the enhancement factor Rγ γ in the case
of charged spin-1/2 unparticles as a function of dU f and λHU f for ΛU = 1 TeV,
μ f = 500 GeV and QU f = 1.

QU f as opposed to the spin-0 case. It is interesting to note that,
unlike the spin-0 case, the rate Rγ γ grows with μ f since the fac-

tor 1/(μ2
f )

2−dU f can be larger than 1 in the range 2 < dU f � 2.5.
In Fig. 4 we illustrate the contour plot of the ratio Rγ γ in

the plane (dU f , λHU f ) in the region 2.3 < dU f � 2.5 for different
values of Rγ γ . Here we have fixed μ f = 500 GeV and QU f = 1.
We see that for −3 � λHU f � −1.35, an enhancement of a fac-
tor of 1.8 is possible for 2.395 � d � 2.5. The measured valuef

Rγ γ = 1.65 is reached if the Higgs-un
U

particle coupling is in the
range −3 � λHU f � −0.8 for 2.38 � dU f � 2.5.

In summary we have studied the Higgs to diphoton decay in-
duced by spin-0 and spin-1/2 charged unparticles. The loop func-
tions we obtained actually reproduce the familiar case of matter
field in the SM limits dUs → 1 and dU f → 3/2. The decoupling
from the Higgs occurs only in the case of spin-0 unparticles in
the critical limit dUs → 2. We have shown that the unparticle loop
contributions have an important impact on Higgs phenomenology
at the LHC and can explain the excess in h → γ γ observed by
ATLAS experiment. In the spin-0 case, an enhancement in Higgs

diphoton decay rate requires a negative coupling λHUs and a large
electrical charge to restore the naturalness and vacuum stability,
while in the spin-1/2 case an enhancement can be obtained by ei-
ther negative or positive coupling to the Higgs boson depending
on the scale dimension dU f due to the flipping of the sign of the
spin-1/2 contributions. In both cases, a significant enhancement of
h → γ γ selects a very special region of the unparticle parameters.
The present data of ATLAS in diphoton decay rate of SM-like Higgs
boson around 125 GeV serve to constrain the unparticle parame-
ter model. The results we have obtained can be generalized to the
gg → h production channel which is a dominant process at the
LHC.
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Résumé

Cette thèse traite deux différents aspects ayant trait à la recherche de la nou-
velle physique dans le canal de désintégration en deux photons. Elle vise à ex-
plorer le modèle des unparticles de Georgi en tant que nouvelle physique par l’é-
tude phénoménologique de la production de diphoton, à la fois dans sa formulation
originale et dans son extension en théorie de jauge. Dans le premier aspect nous
présenterons nos prédictions pour les signaux de production de diphoton par la mé-
diation des unparticles scalaires et tensorielles, singulets du Modèle Standard, dans
les principaux modes de fusion de gluons dans les collisions proton proton auprès du
grand collisionneur de hadrons (LHC) au CERN et la diffusion de photons dans les
collisions e−e+ au futur collisionneur international lineaire (ILC). Un code FeynCalc
a été développé pour générer les amplitudes d’hélicité des processus en questions.
Le second aspect aborde la question des unparticles portant des charges du groupe
de jauge du Modèle Standard et leurs effets sur les modes de production h → γγ
et h → γZ au LHC. La récente découverte du boson de Higgs au LHC ouvre une
nouvelle ère dans la physique des particules. Une tâche très importante est d’étudier
les propriétés de cette particule en détail et analyser touts les écarts possibles par
rapport aux prédictions du Modèle Standard qui pourraient signaler la présence
d’une nouvelle physique. Cela nous a donné une motivation pour l’étude du scé-
nario du modèle de jauge des unparticles, en tant que nouvelle physique, pouvant
conduire à une amélioration ou supression de la largeur de désintégration dans les
modes de production h→ γγ et h→ γZ au LHC, par des contributions en boucles
des unparticles chargés de spin-0 et spin-1/2 qui forment un premier calcul dans la
littérature. Un article décrivant une partie des résultats de cette thèse a été publié
dans le journal Physical.Letter.B, intitulé : "Enhancement of h→ γγ via spin-0 and
spin-1/2 charged unparticle loops".

Mots-clés : LHC, ILC, Unparticles, diphoton, Higgs.
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Abstract

This thesis deals with two different aspects related to the search for new physics
in the decay channel into two photons. It aims to explore the Georgi unparticle model
as new physics by the phenomenological study of the diphoton production, both in
its original formulation and in its extension in gauge theory. In the first aspects we
present present our predictions for the signals for diphoton production mediated by
scalar and tensor unparticles in the main modes of gluon fusion in proton proton
collision with the Large Hadron Collider (LHC) at CERN and photon scattering
collisions in e−e+ at future International Linear Collider (ILC). A FeynCalc code
was developed to generate the amplitudes of helicity process issues. The second
aspect addresses the issue of unparticles carrying the Standard Model gauge group
charges and their effects on the production mode h → γγ. The recent discovery of
the Higgs boson at the LHC opens a new era in particle physics. A very important
task is to study the properties of this particle in detail and analyze wholes possible
deviations from the predictions of the standard model that could signal the presence
of new physics. This provides a motivation for the study of gauge unparticle model
scenario which may lead to an an enhancement or suppression in the decay width in
the production modes h→ γγ and h→ γZ at the LHC, through charged unparticle
loop contributions of spin-0 and spin-1/2, forming a first calculation in the literature.
A paper describing part of the results of this dissertation has been published in the
Journal Physical.Letter.B, entitled : :"Enhancement of h→ γγ via spin-0 and spin-
1/2 charged unparticle loops".

Keywords : LHC, ILC, Unparticles, diphoton, Higgs.
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مــلــخــص

جسيم اضمحلال قناة ʏࢭ جديدة ف؈قياء عن بالبحث متعلق؈ن مختلف؈ن جانب؈ن ɲعاݍݮ כطروحة ɸذه ʏࢭ
كف؈قياء ّلـلاجسيمات ʏجورڊ نموذج استكشاف ɸو כطروحة ɸذه ʏࢭ ɸدفنا إن فوتون؈ن. ʄإڲ الɺيقز
כصلية النموذج ɸذا صيغة ʏࢭ سواءا فوتون؈ن، لإنتاج الفينومينولوجية الدراسة طرʈق عن جديدة
فوتون؈ن لإنتاج الفعالة المقاطع لɴسب توقعاتنا نقدم כول اݍݨانب ʏࢭ عيارʈة. نظرʈة ʄإڲ امتداده ʏࢭ أو
بروتون التصادم ʏࢭ الغلونات لانصɺار الرئʋؠۜܣ النمط ʏࢭ التɴسورʈة و السلمية اللاجسيمات بوساطة
ʏࢭ e+e− تفاعل ʏࢭ الفوتونات لȘشȘت كذا و ،CERN بـ (LHC) الكب؈ف الɺادرونات مصادم ʏࢭ بروتون -
حساب ٭ڈدف بتطوʈرɸا قمنا الۘܣ FeynCalc شيفرة نقدم .(ILC) ʏالمستقبڴ ʏالدوڲ اݍݵطي المصادم
ܧݰنات تحمل الۘܣ اللاجسيمات مسألة يناقش الثاɲي اݍݨانب المعنية. للتفاعلات المستقطبة السعات
לكȘشاف إن .h → γZ و h → γγ לنتاجية כنماط ʄعڴ آثارɸا و العياري للنموذج العيارʈة الزمرة
دراسة جدا المɺم فمن اݍݨسيمات. ف؈قياء ʏࢭ جديدة حقبة ʄعڴ نافذة يفتح LHC ʏࢭ ɸيقز لبوزون כخ؈ف
قد الۘܣ و العياري النموذج توقعات عن ممكن انحراف أي تحليل و بالتفصيل اݍݨسيم ɸذا خصائص
اللاجسيمات نموذج سʋنارʈو دراسة أجل من دافعا ʇعطينا כمر ɸذا إن جديدة. ف؈قياء وجود ʄإڲ تؤشر
h → γZ و h → γγ לنتاج نمطي ʏࢭ לضمحلال عرض ʏࢭ نقصان أو زʈادة ʄإڲ يؤدي قد الذي العياري
ʇشɢل ɸذا و ،1/2 سب؈ن و 0 سب؈ن ذات المܨݰونة اللاجسيمات حلقات مساɸمة ع؄ف وذلك ،LHC ʏࢭ

المجال. ɸذا ʏࢭ نوعھ من حساب أول
اللاجسيمات، ،(ILC) ʏالدوڲ اݍݵطي المصادم ،(LHC) الكب؈ف الɺادرونات مصادم المفاتيح: ɠلمات

ɸيقز فوتون؈ن،




