Le modéle Standard des Interactions
Faibles et Electromagnétiques

1.Modele de Fermi

| 1.1.UNITES ET ORDRES DE GRANDEUR

L Pour tous les calculs théoriques, nous utiliserons
h=c=1

e Ce choix nous permet d’exprimer les grandeurs rencontrées en termes d’une seule unité
Lo d’énergie ou de masse.

Par exemple : E = hy

on a donc, pour le temps :

[T] = [A][E]~* = [E]~*
E=m.c
[E] = [M][c®] = [M]

et pour les longueurs :

2] = (7] = [B]~*

, "/~ On choisit en général une unité d’énergie, qui correspond au paramétre le plus impor-
s o tantdes accélérateurs utilisés pour Ia physique-des particules élémentaires. Le choix
traditionnel est ’électron-volt (eV) et ses multiples (keV, MeV, GeV, TeV).

Pour mémoire, on notera le lien ay systéme MKS :

S

| o | 16V = 1.6 10-19]
1eV/c® =1.78 10~%kg

Lors de calculs de grandeurs Physiques, tels les temps de vie ou les sections efficaces, les
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facteurs de conversion suivants s’avarent utiles :

h=6.58 107%5GeV.s
he =197.5 MeV 10~ m

Il est aussi de tradition de mesurer les sections efficaces en (milli)-barn :

1barn = 1028m?

De facon a nous familiariser avec ces unités, considérons une échelle d’énergie de 1 GeV.
On y associerait une particule de masse 1 GeV/c? (par ex., le proton ou le neutron), un
temps typique de

— h . —25

et une section efficace de :

2
o= —1—(2%[5 ~ 4,107%?m? = 4 mbarn.
e

Un coup d’oeil rapide & la “Particle Data Table” nous montre que les sections efficaces
d’interactions fortes & cette énergie sont de I’ordre de 10 mbarn.

En ce qui concerne les temps de vie, nous voulons maintenant comparer deux particules
de masse semblable :

le f2(1720 MeV) qui se désintégre par interactions fortes, a un temps de vie
de 6.107%4 g

tandis que

le 7(1784 MeV) qui ne se désintégre que par interaction faible a un temps de vie de
3.10718 g,

Ce rapport de plus de 10 ordres de grandeur, pour des particules de masses presque
identiques, justifie largement I'appellation d’interactions faibles. Nous souvenant que le
temps de vie est proportionnel & [M] 2, ott M est I’élément de matrice de transition
entre état final et initial < f}i >, nous voyons que, dans un certain sens, les constantes
de couplages forte et faible doivent, & ’énergie considérée, se trouver dans un rapport
Gtaible/ Gort =2 1075.(Nous préciserons cette notion dans la, suite).




On trouvera dans : T.D. Lee “Particle Physics and Introduction to Field Theory”
une discussion remarquable des ordres de grandeur des processus rencontrés en physique
des hautes énergies (Chapitre 8).
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Halzen et Martin : Quarks and Leptons, John Wiley and Sons 1984,

S. Bilenky : Introduction to the Physics of Electroweak interactions, Pergamon press
1982.




1.2.LAGRANGIEN ET CHAMPS LIBRES
(voir cours 1% licence)

L =%(3“¢~6“¢ ~m2¢?)  champ scalaire réel libre
¢t —m?¢T¢  champ scalaire complexe
P(iP — m)y champ spinoriel

ot on a utilisé : Gy, =@

Quantification du champ scalaire complexe :

8@) = — [ LK [y 4yt ()eite]
BECLREN AV
1 d3k

at(k)e*= 4 b(k)e_ikx]

¢+(33) = (2r)372 NG [
B mw= (B 4 md) 2

olt 'on a introduit les opérateurs de création et de destruction :

a(k) détruit un quantum d’impulsion k, d’énergie w
(partlcule charge e si 'on introduit ’électromagnétisme)

at(k) crée.

b(k) detru1t une antiparticule (charge -e)

b*(k) crée une antiparticule

Propagateur de Feynman :

(01 Th(z)¢™ (4} [0) = iAF(z — y)

d4k —ikx
Arlz) = (2m)4 k2 —em2 + ie
(Ox + m?)Ap(z) = —84(z)

Quantification du champ spinoriel :

d®k
Vo t) = s [ e

bs  détruit une particule d’impulsion k, d’énergie w,

Z b (k)us(k)e —ike —J—d*(k)vs(k)e”“‘“)

(1.1)

(1.3)

(1.4)




de charge e et de spin s
ds  détruit une antiparticule d’impulsion k, d’énergie w
de charge -e et de spin +s

iSay(m — y) = (0] Tebo () (y) [0)

d*k —ika a (1.5)
SFE:(‘”) =fwe g kz(}f.,—:,-?)_'_bze

N.B. : nous utilisons une normalisation différente de celle du cours de 1%7e licence; la
normalisation adoptée ici a pour but de symétriser le traitement des bosons et fermions.
Elle correspond & normer les spineurs de telle sorte que :

Uplp = 2

(Pour les neutrinos en particulier, on peut garder m tout au long du calcul et poser
m = 0 dans le résultat; de facon plus concrete, on peut dans ce cas normer directement
+

Les normalisations (1.2) et (1.4) ont été choisies, en combinaison avec les relations de
commutation des bosons

[a(p),a* ()] = 8%(p — 1) (L.6)
ou d’anticommutation des fermions :

{bs(0), 3 (0)} = 6*(p — 1), (1.7)

de telle sorte que les courants :

 — ¢+ Z(CT; IRy
J" =0t O p Pa):
&pd®p rys (0 + 1)

- (atapei® —P= _ b by eilP=r)e) (1.8)
\/ 2wp /2ty » b
+ termes en (p, — p),)
agissant sur les états & une particule :
%) = ai [0)




donnent
1 kr 4k Gl k)

k' * k) = 1.
( lj 'k> (zﬂ,)gm ( 9)
intégrant sur tous P’espace :
! -0 13 371t 2k° 317
(k'] Jd$|k)=6(k—k)—2?u~—=6(k—~k) (1.10)
k

C’est la normalisation “4 un § de Dirac”. En termes plus concrets, si 'on prend k = &/
dans (1.9) avant d’intégrer sur le volume fini V, on obtient au lieu de (1.10)

([ 021 = v/ (an)? (1.11)

[en d’autres termes, 1/(27)% particules d’impulsion k par unité de volume].
Exercices :
1) vérifier que b crée une antiparticule (signe de Ia charge 7° opposé)

2) effectuer le méme calcul pour le courant fermionique 1y#1p.

1.3.MATRICE DE TRANSITION

Notre but N’est bien évidemment pas de nous confiner aux champs libres, mais de
calculer les taux d’interactions et les temps de vie des particules sous Peffet des forces
électro-faibles.

A cet effet, on considére une approximation “adiabatique” ol les particules “3 grande
distance” n’évoluent que sous l'effet de I"'Hamiltonien libre (cf les champs introduits en
1.2) (remarquons que la séparation entre H. libre et d’interaction est arbitraire; il s’agit
en général de séparer une composante aisément soluble et une composante susceptible
d’étre traitée comme perturbation).

En termes de ces champs initiaux et finals (1) décrits dans une base unique, la transition
entre état final |f) et initial |4) s’écrit :

Spi = (F18 ) (L.12)




. U(t)
S = 1.1
A PT@ ) (118)
et U possede le développement perturbatif :
—3 t 4
U(t) = Te ™ Jow =M1 (1.14)

ol T est I'opérateur d’ordonnancement dans le temps, et H; la densité hamiltonienne
d’interaction, exprimée en fonction des champs asymptotiques ¢;,.

1.4. EXEMPLE : DESINTEGRATION DU MUON

A titre d’exemple, nous traitons de fagon phénoménologique la désintégration du u.
Comme 1'électron, le muon est un fermion, et, étant dénué d’interactions fortes, un
lepton. Sa masse est de 105.7 MeV/c? (rappel : ¢ = 1!)

Il se désintegre en un électron, et la répartition d’énergie de celui-ci indique la présence
d’au moins deux particules neutres. L’expérience a établi qu'il s’agissait de 2 fermions
neutres distincts, v, et v, :

e+, 47 (1.15)

Pinteraction parait locale; on tentera donc d’écrire un Lagrangien d’interaction n’impli-
quant que les quatre fermions, sans intermédiaire.

Nous écrirons en toute généralité si nous excluons les dérivées :

4G .. -
—Lips = E?ﬁeai%ﬁb@aﬂbucﬁj + h.c. (1.16)

ol1 le facteur 47% est introduit pour des raisons historiques; les o;; (i = 1,. .. 5) représentent

les familles de matrices : 1; V53 Opvs Yus Yu¥s. L'invariance sous le groupe de Lorentz
propre dicte que seuls les coefficients Ci1, C1y, Ca1, Cag, Csa, Cug, Cas, Csa et Csg sotent
non nuls. En outre, les coefficients C;; avec ¢ # 7 allient scalaires et pseudoscalaires ou
vecteurs ef pseudovecteurs, et traduisent donc la violation de la parité [nous savons qu’il
faut en tenir compte dans les interactions faibles, voir le dilerane 8 — 7 et Vexpérience
de Wu - Co cours de 1%7¢ lic.]

Dans le cas présent (pas de dérivées), Hins = —Lins-




Evaluant (1.14) entre les états :

lﬂ’) = b;; ’ M’O)

et

(e’/uﬁel = (Olqu velgs,ve Dy Wy

(1.17)

et nous imitant au 1¢" ordre en G, nous observons immédiatement :

— que le dénominateur de (1.13) se réduit & P'identité

— que seuls persistent au numérateur les termes oll un opérateur b(b+,d+)r du
développement de 7 selon (1.4) agit sur 'opérateur correspondant dans (1.17), en

accord avec (1.7).

Nous trouvons done :

Sf’i "_"'fd4x<0’bQ2,edf13,Veb94,Vy

(1- -‘%w (202 P ()5 (2)Cig )b, 1O)

direiletastes~q)z

4G, - _
= 00y [ (@) (@), (a0l

(1.18)

(2m)* 8%(g2 + g3 + 94 — q1)Tetivy, Ty, 0%, Cij

=)
V2 (27)8 V21 20223 2wy

Graphiquement, il est commode de représenter le pro-
cessus en termes du diagramme ci-contre: ol le v, se
propageant a l’envers dans le temps représente 1’évolution
conventionnelle du 7, (cette notation permet de n’utiliser
qu'un type de ligne pour particule et antiparticule, et
de suivre facilement le cheminement des nombres quan-
tiques, par ex. le nombre électronique). Notons qu'il est
en fait possible d’écrire directement le résultat (1.18) 3
partir de régles simples associant les spineurs @,7 aux
lignes sortantes et u,v aux lignes entrantes, le point cen-
tral étant représentatif de I'interaction. Au vu de {1.18),
il est commode d’introduire I'opérateur de transition T
Afin de rendre TY; invariant de Lorentz (ce qui simplifie
singulierement son évalua- tion, puisque I’on peut alors
choisir un référentiel arbitraire), nous écrirons, pour un
nombre quelconque de particules initiales ou finales :

t




om0 -Fa)
0= 00 O e e By 19

1.5. TAUX DE DESINTEGRATION ET SECTION EFFICACE

Le taux de désintégration se calcule & partir (1.19) de la fagon standard.

Si l'on revient & un volume et un temps fini V, T, et que I'on réexprime (27)*6* dans
(1.18), on obtient, en prenant formellement le carré de S #; pour exprimer la probabilité
de transition : (pour f # 1)

2= (2m)46%(qq + g3 + g2 — Q’l)VTl

_ y .
(23 TT(2ws) [T2ws)  ° | (1.20)

S

La particule initiale étant normée & '(%g‘, pour obtenir la probabilité de transition par

unité de temps, et par particule, nous divisons par (;%'g Nous sommons enfin sur les -
densités d’état final : d3¢yd®g3d®qy dans cette normalisation, pour obtenir:

L st as+a—q) .. 2 d°qy .
dl(u — ev,7,) = (2m)* 23w1 | T 1;[[(2#)32(%] (1.21)

ouf=234

L’expression se généralise aisément (un facteur statistique s’introduit en cas de particules
identiques dans I’état final).

De méme, la section efficace d’une réaction, traduisant la probabilité de la transition
1+2 —a+b+--- s'écrit, en tenant compte des vitesses v; et v, qui déterminent le
flux incident :

-2&)12&02"01 - 1)2| (27‘(‘)32(.0f

f

Remarquons toutefois que (1.22) n'est strictement correcte que dans le cas ol 7y || &2
(ou si 'une des deux vitesses s’annule). Cest le cas usuellement rencontré: systéme “du
laboratoire” avec cible au repos, ou systéme du “centre de masse”. Dans le cas général,
il faut substituer & |v; — v,| l'expression

. 1
j“wlwz

\/ (9192)? — m§m3 (1.23)

avec laquelle elle coincide dans les cas particuliers envisagés, et qui garantit I'invariance
de la section efficace totale sous les transformations de Lorentz.




Dans (1.21) comme dans (1.22), nous avons supposé implicitement le spin des particules
initiales et finales connu (il est contenu dans les indices i et f). Si le spin final n’est pas
observé, il y a lieu de sommer sur tous les états possibles. Si les particules initiales ne
sont pas polarisées, on prendra la moyenne sur les différentes configurations.

1.6.MODELE DE FERMI ET DIFFUSION v, — e

Nous ne poursuivrons pas ici le calcul de la désintégration du p, en raison du caractére
quelqt_le peu technique de l'intégration sur I'espace des phases final [dans le cas partic-
ulier w'y“lzzlﬁzb wfy“l:zji'z/), on trouvera le détail du calcul, par exemple dans : Landau

. 2
et Lifschiz, théorie quantique relativiste, tome 2, p.243; Je résultat, I = %%‘5—5 conduit
& une mesure directe de G; en outre la distribution énergétique des électrons permet
d’éliminer d’autres formes de couplage).

, ¥ rd * L3 . L — —
Nous nous intéressons maintenant au cas de la diffusion de neutrinos, v e™ — U v,.
Considérant 'amplitude (1™ (p2)ve(g2)v,(gi)e(p1)), nous sommes amenés, comme
précédemment, & évaluer 1’élément de matrice :

4G _ _
Ty = Euuaiuupuueajuecij - (1.24)

Pour déterminer expérimentalement les coefficients Cij, il faudrait envisager toutes les
combinaisons de o; eto; autorisées par l'invariance de Lorentz. On trouvera les détails
de cette évaluation, par exemple dans C. Quigg, p.90.

SiI'on suppose, comme dans le cas de 'électromagnétisme, que le couplage est vectoriel,
on est tenté de réduire les o4 & {y,}. Toutefois, on se souvient de ’hypothése que seuls
existent les neutrinos polarisés & gauche. Dans ce cas, on 2, utilisant 'opérateur de
projection

1 -
275u,, = u, (1.25)

pour tout neutrino.

Libre & nous de ne tenir compte de ce facteur que lors de la somme sur les spins, ou
de l'inclure explicitement dans l'interaction (nous verrons plus loin, lors de 'étude des
modeles unifiés, que ce dernier choix est seul correct).

Nous élevons donc (1.24) au carré, et sommons sur les spins dans I’état final. Nous
prenons la moyenne sur le spin de ’électron dans I’état initial; une telle moyenne ne se
justifie toutefois pas pour le faisceau de neutrinos, que ’on suppose entiérement polarisé
& gauche. [Nous nous limitons encore & $hy*15254) 9y, 1504 avec des coefficients C
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pris égaux & 1.]

1 16G o
X=: Z IThf? = X{* Xo0p (1.26)

spms

X7P=>"%

spins

Byl @k (7 27 RS (1.27)

Vi
et Xy est Pexpression similaire ol € remplace p.

Nous savons que, pour une particule de masse m et d’impulsion p

> uink = (4 m)t (1.28)
sping
Il en résulte :
& 1~
X7 =Tr ~° (152 + 1y )y* 275@
1- 1-
X3P =Tr " ~2(f +me =", (1.29)

En commutant les opérateurs (1 — v5)/2, on voit que les contributions proportionnelles
aux masses s’annulent,

o 1+
X7 =Tr 275’}'0252’)/'0#1
= 2(¢7P5 — q1P20°° + ¢{ph) — 2ie*7VPgy D2,
X2crp = 2(9'2,01710 — @2P19p0 + Q20P1p) - 27;5&0,69'12&1’3'18

(1.30)

X; et X, sont donc chacun la somme d'un terme symétrique et d’un terme anti-
symétrique. Dans I’évaluation de X, les termes croisés s’éliminent lorsque ’on tient
compte de la conservation de l'impulsion, concrétisée dans ’expression de la section
efficace par 8*(p1 + g1 — pa — ¢2); utilisant Pidentité :

Eapope’ 7P = —2(6h65 — 8564 (1.31)
nous obtenons

X =16G2(ma1 pe@2+1ip2 @1g2) +2(p1q1 Page — 1z G1g2)}

_ (1.32)
= 64G”(p101)(p202)
Il vient done, pour la section efficace ((1.22) et (1.23))
- 1 d? d?
do = (2m)*6*(p1+ q1 —p2 — @) 92 P2 x (1.33)

4p1q1] (2732w, (27)%2w,,

Il est utile de donner 'expression de certains invariants en fonction des variables dans

11




le systéme du labo. Soient

E, I'énergie du v, incident

, . ) (1.34)
E =yE I'énergie du p sortant
On a donc, pour un élecfron - cible ou repos :
P1q1 = meE
o T
Dage = Mel — _—"'2_""' (1.35)

pip2 =mE' =m.. By
P1g2 = Me(E +me — E')

.. mais il est toutefois plus comamode de calculer dans le centre de masse; on a :

H+h=p+E=0 (1.36)
1.36
Wy = \/15%'*‘7”;3 wy, = | P

L’intégration sur g nous ramene & 8(p9 + ¢ ~ p3 — ¢9) X ne dépendant pas de Pangle
azimutal o, nous réduisons d3p; & [f|%d[f].d cos 8* ot 6* est I'angle entre le faisceau
initial et le muon sortant dans le centre de masse. Il vient done :

1 X 6(‘4);/“ + we — Wy, — w}.s)

- 12 — &
= d|pald cos @ 37
= i 20y %0, | 2] “d|p2]d cos (1.37)

On effectue I'intégration sur |f2|; comme -g,%;il- = %;1—2]15’2|, il vient :
N o]

1 X P2
o= —
2 16101(}1 Wy + Wy,

|d cos 6* (1.38)

Il s’avére utile de réexprimer l'intégration sur cos8* dans le systéeme du centre de
masse en termes des variables observées dans le systéme de labo; dans la limite oil
les masses sont négligeables devant E, on a, dans le labo :

P19z
o ~1—y (1.39)
et, dans le CM
Pigs _ [B]P2l(1 — cos6) (1.40)
Piq1 2|12
d’ots :
(1—cos@*)=2(1—y) (1.41)

et, dans cette limite, y varie de 0 & 1.
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Nous avons donc finalement, en négligeant les masses

do 1 X
dy 21 dm.E

(1.42)

Dans le cas de Vp+e — [+ e, X ne dépend pas de y; 'intégration est donc triviale, et
Pon trouve :

o= %szeE (1.43)

1.7.FORME V-A DU COURANT ET HELICITE

Parmi tous les opérateurs autorisés en (1.16), les couplages vectoriels et axiaux occupent
une place privilégiée, car ils maintiennent Phélicité des particules.

Adoptons la notation :

(A-w)/2=L (1+%)/2=R (1.44)
pour les opérateurs de projection sur ’hélicité gauche (resp. droite) des fefmions.
On se souviendra que LR=RL =0;R® =R, L>=[, L+ R=1.

On les représente graphiquement en utilisant une fleche double pour le spin, aligné sur
la direction de propagation pour R, 4 I'opposé de celle-ci pour L.

On vérifie qu'un terme de masse sur ) correspond 2 une “interaction” qui renverse
" I’hélicité :
mapyp = m((Yr )R + (YR)WL] | (1.45)
De méme, 1otV implique un renversement de chiralité.
Seuls les couplages vectoriels et axiovectoriels 44, Y y*y5t) maintiennent
Phélicité :
(1) = (e )v™ (v )0 + (BRI (15 )9 (1.46)

Il en résulte, pour le courant chargé, que I'hypothése d’un neutrino & deux composantes
¥, = L1, impose que seul le lepton chargé gauche participe & 'interaction.

Il est alors facile de rendre compte (exercice 1) de la violation de la parité dans les
désintégrations du C'o% et du v (dans ce dernier cas, se placer dans le systéme de @ au
repos, spin selon Z; considérer la situation ot les neutrinos s'échappent dans la direction
Z, & P'opposé de I'électron, c’est-a-dire le maximum possible d’ériergie pour I’électron).
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On est ainsi amené 3 introduire un courant chargé faible, j;'~ = aﬁg’y”L@bw pour chaque
lepton. Noter que le choix de v* ou ¥#vs est ici sans conséquence, 'opérateur I identi-
fiant, & une constante multiplicative prés, ces deux types de courants.

SiFon considére des particules d’impulsion élevée par rapport & leur masse, il est utile de
considérer un développement de perturbations en termes de particules d’hélicité définie,
interagissant par 'intermédiaire du terme de masse. '

Par exemple, un 7~ (de spin 0) se désintegre en £ et Ty

< -
L’antineutrino (& l’opposé du v) est polarisé & droite; le lepton & gauche en vertu du

couplage évoqué gy, L1,,; il en résulte que la désintégration est impossible & 'ordre 0
en m.

Vv o } |

v

A Pordre suivant,

~
-

A
.
”

I'interaction est possible, mais avec un élément de matrice proportionnel & la masse. Il
en résulte que, contrairement & 'attente basée sur I’espace des phases,

[(m — ep) - .
—_— o~ 4
R o) = 1210 (1.47)

Exercice

Calculer ce rapport en supposant un';Lagrangien de la forme :

Ez‘ﬁt = O-j}?adrju lept (1'48)

jﬁpt = &K’Y”L'{bw : (149)

On utilisera, en vertu de I’invariance de Lorentz :
(Ol5haarl 7 (9)) = V2 frp* (1.50)

ou fr est une constante.
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Enfin, dans le cas du courant neutre, par exemple dans la diffusion Vu€, On Pourra en
général ajouter un terme au modsale de Fermi initial :

Ling = C-&VM'YML@DVMTE&Y# (L + BR), (1.51)

Exercice

Calculer les sections efficaces v,e et T,e en fonction du Lagrangien (1.51).

1.8.ORDRES SUPERIEURS - REGLES DE FEYNMAN

Il est instructif de considérer I’évaluation des ordres supérieurs du calcul des pertur-
bations. Par exemple, on traitera & titre d’exercice 'ordre G? de la diffusion vye. On
vérifiera aisément que le calcul de 'amplitude se raméne & I'évaluation de tous les dia-
grammes distincts tracés selon les régles suivantes :

fermion entrant u(p)
antifermion entrant 7(p)
fermion sortant u(p)
antifermion sortant v(p)
propagation d’un fermion 5%%
propagation d'un photon (—1) 7%
(jauge de Feynman)
\ Hint = ei,b“'mﬂ/)A” —iey,
o E T Hiy = GUf0alshuatt  ~iGoufus
d i :

a chaque sommet (vertex) : conservation de la 4-impulsion.

On intégre sur toutes les impulsions & non fixées :

(2m)4

une boucle fermée de fermions donne lieu & un signe relatif (—), tout comme la permu-
tation des lignes fermioniques identiques :

(pour une démonstration générale, voir p.ex., V. Berestetski, E. Lifchitz, L. Pitayevski,
Théorie Quantique Relativiste, Ed. Mir. - Tome 4 du Cours de Landau et Lifchitz).
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On constate que pour v,e, les deux graphes

W
W 2 e °
M %

comportent une intégrale quadratiquement divergente, se comportant, pour
k > toutes les variables du probléme, comme

d*k
2
G p‘"

on ne peut y donner un sens que par lintroduction d’une procédure de troncation
appropriée. Par exemple, en bornant I'intégration & |k| = A, on obtient un terme du
type G2A2,

Il est possible, en principe, de rendre un sens au calcul, en modifiant, & ’ordre G2 le
Lagrangien. Dans le cas présent, il faudrait prétendre sétre trompé sur la forme initiale
de ce Lagrangien, et remplacer par exemple G YOy PO;9 par

(G- kG*ANPO POz

ce qui permettrait en fixant x d’éliminer les divergences & 'ordre considéré [des modi-
fications similaives des termes cinétiques m2¢e, Py sont aussi nécessaires].

-Un tel programme peut &tre mené & bien dans le cas de Pélectrodynamique - oit les
corrections d’ordre supérieur sont absorbées dans la définition de champs et de la con-
stante de couplage renormalisés. A part les masses, seule la charge électrique doit &tre
ajustée a sa valeur expérimentale. Dans le cas présent toutefois, ce programme est voué
a D'échec. Il est facile de voir en effet que chaque ordre du calcul des perturbations
ameéne de nouveaux termes divergents (par exemple, des graphes d’ordre 3 et 4 en G?
sont divergents et induisent des termes & 6 et 8 fermions). De proche en proche, on
devrait ainsi introduire un nombre infini de termes dans le Lagrangien, et ajuster un
nombre infini de constantes, ce qui enléve tout caractére prédictif 3 la théorie.

Clest pourquoi bien que les calculs au premier ordre du modele de Fermi aient donné
jusqu’a la fin des années 70 une description satisfaisante de Pexpérience, il a fallu trés
t6t, pour des raisons de consistance de la théorie, chercher une formulation différente.
Sur le modéle de I'électrodynamique quantique, c’est trés naturellement que 'on s’est
tourné vers des théories de jauge.
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2.Théorie de jauge des interactions électromagnétiques et faibles
2.1. TRANSFORMATIONS DE JAUGE DE 1ERE ET DE 2EME ESPECE-RAPPELS~

Il est bien connu que 'extension aux transformations locales des propriétés
d’invariance globale du Lagrangien des fermions libres conduit, de fagon élégante, &
Pintroduction des forces électromagnétiques. Nous rappelons briévement -
Pargument.
Soit le Lagrangien d’un électron libre :
L= i — madyp

Il est clairement invariant sous la transformation :

P — e a=Cte (2.1)
Par le théoréme de Noether, on exploite d’ailleurs cette invariance pour établir la con-

servation du courant “électrique” ¥y*y (alors que I’électromagnétisme n’est pas encore
introduit !)

Si Pon impose maintenant P'invariance locale, pour o = «(z).(e est une constante intro-
~ duite arbitrairement)

1) — eiex(@)yy (2.2)
on voit que le terme dérivé est d’abord modifié :
WP = il Py’ + iy edt ol (2.3)
On rétablit 'invariance en introduisant le champ A*, en écrivant :
£ = (8 + ieAu)y"p — miby (2.4)
et en exigeant que A* se transforme seI@n :

Al = AP _ gig (2.5)

Enfin, on vérifie que le terme
FHY = grAY — §Y A# (2.6)
est manifestement invariant sous les transformations définies par (2.2) et (2.5).
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On peut donc ajouter sans briser I'invariance de jauge un terme cinétique (sans ce
dernier, le champ A* pourrait &tre éliminé, conduisant 3 un modele de Fermi).

1
L=—2F"F, 2.7)

ou le facteur —1/4 est choisi en accord avec les normalisations habituelles,

Il faut en outre remarquer que le choiz de e dans (2.2) et (2.4) est arbitraire;pour un autre
fermion, on est en principe en droit de considérer une constante (charge) différente.
Linvariance de jauge sous le groupe “Abélien” (2.2) ne fize en rien lo valeur de la
charge électrigue. En d’autres termes, rien n'explique pourquoi e, s et proton ont des
charges égales en valeur absolue.

2.2.GROUPES DE SYMETRIE NON ABELIENS

Nous voulons étendre la construction ci-dessus au cas des interactions faibles. Nous
avons vu déja qu'il fallait introduire le courant chargé :

) 7 . 1-—
it = ben— L, (2.8)

Il faut donc faire intervenir des transformations qui impliquent & la fois e et v.. Si nous
omettons temporairement les termes de masse, le Lagrangien cinétique s’écrit :

L = epifer, + erifer + vridvr ' (2.9)

oll, pour simplifier la notation, nous avons remplacé 1), par e, et ¥, par v. Les indices
L et R représentent comme précédemment les projecteurs (1 = ~5)/2.

Le Lagrangien (2.9) étant invariant sous les rotations entre v; et ey, il est normal

d’introduire la notation ¥y,
Vg Wy _
U, = - 2.10
g (6L) (‘1’2) (210)

on parle souvent de “superspineur”, chacune des composantes de v étant en effet un
spineur de Dirac (ou de Weyl).

Formellement,
L =TLip¥; +EgiPer (2.11)

ol P'opérateur i@ agit diagonalement sur les 2 composantes de ¥; on pourrait plus
correctement écrire i@ ® 1, olt 1 est la matrice identité & 2 dimensions, ou encore de
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facon complétement explicite, sauf pour les indices de Dirac

D briPbredi
ik

Nous considérons maintenant des transformations globales paramétrisées & ’aide d’une
matrice a :

11{’ = G = 9y, -5%@ z 0 (2.12)
On garde Pinvariance si :
V=Gt =0G"1 GtG=1 (2.13)
Ce qui se traduit encore, pour la matrice o par :
at =« (2.14)

(il suffit de vérifier le premier ordre)

Les transformations (2.13) incluent encore la possibilité d’une phase globale, commune
a ¥y et ¥y comme celle que nous avons étudiée en (2.2). Nous souhaitons traiter
cette possibilité séparément et demandons donc que le déterminant de G soit égal 4 1
(transformation unimodulaire).

On vérifie aisément que :

detG=1—Tra=0 ' (2.15)
Dans le cas présent (3 se comporte pour (2.12) comme un spineur a 2 composantes),
on est ainsi passé du groupe U(2) des transformations unitaires dans un espace & deux
* dimensions complexes (2.13) au groupe des transformations “spéciales” : unitaires uni-
modulaires SU{2).

L’essentiel des considérations ci-dessous reste vrai si ¥ compte N composantes (groupe
SU(N)).

Selon (2.15), on décompose la matrice o selon une base des matrices hermitiennes de
trace nulle. Une telle base est donnée par les matrices de Pauli :

0 1 0 —i 1 0
T — — frasand
Tlio) PTG o) BT o
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7".
a=3y aq;—zz- (2.16)
o1 le choix de 7;/2 plutdt que 75 résulte d’un choix conventionnel de normalisation:
Trrird = 26% (2.17)
Nous verrons plus loin (le lecteur le sait déja, pour le cas similaire de ’algebre de Dirac)
. que le groupe SU(2) (ou S U(N)) posséde d’autres représentations que la représentation
de définition considérée en (2.16).
1] est donc commode de généraliser cette relation en termes de générateurs

“génériques” T* {qui seront représentés dans chaque cas particulier par une matrice de
dimension appropriée),

a=Y ol (2.18)
On peut alors dériver les propriétés de commutation de ces T*.
Considérons par exemple le produit :
GaGpGy'Gg" = Gy (2.19)

oll Go et Gg étant deux éléments du groupe, G., doit nécessairement appartenir au
groupe.

En développant (2.19) au second ordre en o, 8, avec des développements du type (2.18),
on trouve :

— B {T°T9) = iy T (2.20)
Les T* forment une base de la représentation, on peut donc écrire :
[T*T] = i f 7, T* (2.21)

ott les coefficients f sont manifestement antisymétriques dans leurs deux premiers in-
dices.

Si l'on adopte en outre une normalisation de type :

Te TOT? = ——§9 (2.22)
Kg

pour la représentation R considérée, on peut extraire les fijk de (2.21) :
fije = —K1 Tr T [T375) (2.23)

et de 'invariance cyclique de la trace résulte Pantisymétrie compléte des fijk
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Notons que si la structure des fijk est une caractéristique de la “géométrie” du groupe,
comme le montre (2.20), leur normalisation dépend manifestement de celle des T pour
chaque représentation [c’est le produit o;T* qui posséde un sens géométrique]. Il est
commode de choisir Kg dans (2.22) pour assurer que les fijk apparaissant dans (2.21)
soient identiques pour toutes les représentations.

Dans le cas de SU(2), le choix (2.16) conduit bien sfir & identifier les coefficients de
structure fi;x au tenseur complétement antisymétrique €5k

Notons toutefois que le choix fréquent de la base (non hermitienne) 7% = (71 + i) /v/2,
73 (base du type de Cartan) ne satisfait pas & (2.22).

Avant d’appliquer ces notions élémentaires, il est encore utile d’introduire la.
représentation adjointe du groupe.

On peut en effet, & partir de la représentation de définition construire des tenseurs,
c’est-a-dire des objets qui se transforment comme les produits :

Tz’jk

imn

<> IR (EhT(omyt eyt (2.24)

En général, ces tenseurs conduisent & des représentations réductibles, c’est-a-dire que
I’on peut construire des combinaisons linéaires des T Iimn, qui se transforment entre
elles sous toutes les opérations du groupe.

A titre d’exemple, si ¥ et ¥ se transforment sous (2.12), il est facile de vérifier que, dans
le cas de SU(N)

(xT):¥’est invariant (2.25)
En outre, les N2 — 1 objets
Vo =x1T,¥ (2.26)
se transforment, pour « infinitésimal, comme :
Vo = (XTTl) = X* T U + ia’xF [T.To}¥

o (2.27)
= Va + aab?'fabc%

On a donc construit une nouvelle représentation du groupe, dont les générateurs sont
(T%)ay = fzay (2.28)

c’est la représentation adjointe. On vérifie, 3 I’aide de 'identité de Jacobi (triviale pour
les représentations matricielles) :

[[A) B]:O} + [[B: C]:A] + [[C’ A]a B]=0 (2'29)

que ces générateurs satisfont bien aux relations de commutation (2.21).
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Il est évident, par sa définition méme, que la représentation adjointe et sa conjuguée
hermitienne sont équivalentes pour les transformations du groupe.

La, construction (2.26) peut en outre se faire & partir de toute représentation de SU (N).

Enfin, le “produit scalaire” >0 Va W, olt V, et W, sont construits selon (2.26) est
invariant sous le groupe.

2.3. TRANSFORMATION NON ABELIENNE LOCALE

Nous considérons maintenant (2.12) avec o = a(z). Selon 'exemple de la sec-
tion 2.1, Pinvariance du Lagrangien n’est maintenue qu’au prix de Vintroduction d’une
dérivée covariante D, qui y remplacera. a, :

D, =8, +igW, : (2.30)
ot W, est, cette fois, une matrice 2 x 2, agissant sur le superspineur ¥,

On trouve :

WS OWHat + 0,66 231

3

ou, particularisant & o infinitésimal,

G=1 +z‘gai%

Wk = WE 4 igol [-';1 W’*] - %aﬂoﬁ' (232)
On peut décomposer W* 4 son tour en termes des générateurs 7T} (ici 7;/2) :
WH = "Wrir /2 (2.33)
11 suffit alors de multiplier (2.33) par 7; et de prendre la trace pour obtenir :
W"L; = Wf - gazeﬂkWI”; - 3%ay (2.34)

- [ )

On voit donc que I’on a introduit 3 champs vectoriels (dits “champs de jauge”) W}
(N? — 1 champs dans le cas de SU(N)).

Leur loi de transformation comporte 2 termes. Le terme 0%, que nous attendions
depuis notre expérience avec I’électromagnétisme, et un terme en o.
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En particulier, on constate que la transformation de W est non triviale, méme pour
0" = 0. Dans ce cas, en effet,

oFa =0

o 2.35
W!‘;f,’ = W;’L + igaz(Tz)jkWig ( )

avec (T%)x = ifjir ou Lon reconnait la représentation adjointe de SU(N) et ce, bien
que 'on n’ait dii introduire W que pour garantir I'invariance sous les transformations
locales.

En effet, Uy*D, ¥ introduit un terme :

i

Wf%“%w | (2.36)

et ’I”y“%i\ll se transformant selon la représentation adjointe, il doit en étre de méme de
wE.

La présence du terme (2.35) dans la loi de transformation a des conséquences impor-
tantes pour la construction de modéles.

En effet, supposons que nous introduisions un nouveau doublet de fermions, y se trans-
formant sous (2.12), mais avec une constante de couplage g (comme c'était possible

dans le cas de ’électromagnétisme).

Si le méme boson de jauge W# doit rétablir I'invariance locale, on doit avoir g = §; en
effet la valeur de g apparait explicitement dans (2.35).

1l en résulte que, pour des particules se transformant sous un groupe non abélien, les
rapports des charges sont fizés.

Par exemple, la charge faible g qui apparait dans la dérivée covariante est la méme
qu’elle soit appliquée & ’électron, au muon, au W# lui-méme.

Enfin, il nous reste & préciser le terme décrivant ’énergie cinétique. Dans le cas du
photon, on connait la réponse :

: 1
Lein = “ZF“VFMV (237)
F,u,y —_ 8“‘14.;/ - 81114.#, (2‘38)

Cette forme se généralise ici, mais I'expression
i = OuWy — 8, Wy (2.39)

n’est pas elle-méme covariante sous les transformations de jauge. On vérifiera que la
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généralisation
Fpy = 0,W3 — 8, W — ge™*WiWg (2.40)

conduit au Lagrangien invariant souhaité.

2.4.LE MODELE DE GLASHOW-WEINBERG-SALAM

Si I'espoir ultime est d’unifier en un seul groupe non abélien toutes les interactions
et particules connues de fagon & n’avoir plus qu’une charge fondamentale, les ambitions
du “modele standard” que nous décrivons ci-dessous s’avérent bien plus réduites. On
vérifie directement que le groupe SU(2)r évoqué dans les sections précédentes ne peut
suffire 3 unifier interactions faibles et électromagnétisme. En particulier, le photon ne
peut y étre inclu. En effet, W§, qui serait le seul candidat possible pour A#, n’est pas
couplé & eg, et interagit également avec vy, et e L.

Plutét que de rechercher une “grande unification” [dont on trouverait un exemple dans
P'emploi du groupe SU(5)] les auteurs ci-dessus ont recherché une solution minimaliste,
se contentant de jauger un groupe U(1) supplémentaire : si le boson associé & cet IJ (1)
est noté a*, le Lagrangien des fermions devient :

g'yr
L= éRZ"Yp, (3“ + i—z——a”) ER
, (2.41)
= . 1 . T L -g yL I
+ Wiy, | O +zg§W -f-zTa, Ty

Les constantes g'yr et g'yr sont introduites, et restent temporairement arbitraires
(comme le sont les charges d'un groupe abélien). On verra que yg # yr.

11 faut noter qu'il reste une autre symétrie globale U(1) - celle qui correspond au nombre
leptonique - que I'on n’a délibérément pas transformée en symeétrie locale (elle conduirait

& un champ vectoriel sans masse a'* couplé averg'yr = ¢"yR).

Nous verrons plus loin comment une combinaison linéaire de g* et W4 produira le
photon, fixant par la méme occasion les parametres yy, et yg.

Pour I'instant, les 4 champs vectoriels correspondant 3 Ia symétrie SU(2), @ U (1) sont
sans masse, et la symétrie “de jauge” est exacte; c'est d’ailleurs elle qui garantit la
renormalisabilité de la théorie. ‘

Nous allons maintenant voir comment ’on peut introduire une masse pour

électron, et briser (3 I'aide d’autres termes de masse) I'invariance de jauge. Le fait que
les termes de brisure se comportent comme des masses garantit qu’ils soient négligeables
a haute énergie, et n’affectent pas la convergence des intégrales : ¢’est la raison fonda-
mentale du succes de ’approche des interactions faibles par une brisure spontanée de
la symétrie de jauge.
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Pour introduire un terme rappelant

. meger, + h.c. (2.42)
sans briser I'invariance sous SU(2), nous définissons le doublet de champs
scalaires :
ot
¢ = ( d)O) (2.43)

qui nous permet d’écrire un couplage de Yukawa :
Ly = —AEr®TVL + hec. (2.44)

La partie cinétique du Lagrangien de ® s'écrit & 1’aide de la dérivée covariante :

o f
Leing = | (Bu + igWé‘% + ig—gia“) ®|? (2.45)

ou Yy est une charge appropriée.
L'invariance sous U(1) et (2.44) imposent simplement
~YrR~Yp+yL =0 (2.46)
Enfin, le potentiel quartique
V(¢) = u*@+® + A(0*3)? (2.47)
est le plus général que l’on puisse écrire, en respectant invariance sous SU 2y U( 1),
et la renormalisabilité [des termes en (®1®)3 conduiraient & une constante de couplage

de dimension 1/m?, avec tous les problémes de renormalisation déja rencontrés dans le
cas du modele de Fermi].

2.5.BRISURE SPONTANEE DE SYMETRIE

Pour simplifier la visualisation du probléme, nous allons remplacer temporairement
(2.47) par une expression similaire ne dépendant que d’un seul champ complexe ¢;

V($) = u’¢T ¢+ (g7 ¢)? (2.48)
possede alors une invariance sous la seule transformation |
b ¢ = peio
c’est-a-dire les rotations dans le plan complexe.
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Si nous cherchons des solutions des équations de mouvement telles que ¢(z) = C*, nous
sommes ramenés a la minimisation de (2.48).

On a nécessairement A > 0 sans quoi V n’est pas “borné vers le bas”. Pour pr=0le
minimum se situe en
¢ _ 950. + 3 (ﬁb —0

V2

Toutefois, si nous choisissons (arbitrairement) u? < 0, le potentiel prend la forme il-
lustrée ci-contre.

Le minimum se trouve & une valeur finie de |¢|, que nous désignons par
18] = v/v2 (2.49)

Un développement en série des perturbations autour de lorigine n’est clairement plus
valable, en raison de Pinstabilité de ce point. On choisira donc de développer ¢ autour
d’un point arbitrairement choisi sur la circonférence (2.49).

Par exemple, posant @, = v + ,; Py = p, noUs écrirons :

6= J5+ 2= (o tipn) (2.50)

Plagant notre systéme de coordonnées au nouveau minimum, nous voyons que la dérivée
seconde selon ¢, est positive (masse positive de ce champ), tandis que la dérivée selon
la direction tangente au cercle est nulle. Nous trouvons donc une particule massijve,
et une particule de masse nulle. La présence de cette dernitre est générale en cas de
brisure spontanée de symétrie (théoreme de Goldstone). On a choisi arbitrairement une
solution asymétrique parmi toutes celles qui sont dégénérées en raison de la symétrie
du Lagrangien initial. Cette dégénérescence se traduit naturellement par des dérivées
nulles, et donc des particules sans masse.
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Revenant au cas plus général d’un doublet de champs scalaires, nous laissons au lecteur
de vérifier quune situation identique se développe. L’invariance du potentiel sous les 3
rotations de SU(2) conduit & une particule massive et trois particules de masse nulle (3
bosons de Goldstone). La masse s’exprime simplement en fonction de A et v, la position
du minimum.

Exercice

Calculer explicitement la masse du champ 7 et vérifier que les champs X se trouvent
sans masse (ce sont les bosons de Goldstone), pour le doublet :

44
p=-L [ xtme (2.51)
v+ n+ixs

et le potentiel (2.44) avec p? < 0.

2.6.EFFETS DE LA BRISURE DE SYMETRIE

On peut toujours, aprés brisure de symétrie, ramener & 3 la forme (2.51). Le couplage
aux fermions donne alors les termes de masse souhaités, par exemple, de (2.42) on tire,
au niveau “classique” (c’est-a-dire, si 'on ne considére que le terme v dans (2.51)) :

v
Lyuk — —)\e-—\/—geReL + he (2.52)
d’ot l'on déduit :
2
A = mevf (2.53)

ce qui fixe encore le couplage des électrons au champ scalaire, en particulier pour le
champ massif 7 :

Loy — .—%.éRneL + he (2.54)

Des expressions similaires donnent la masse des divers leptons.

Le couplage entre bosons de Jauge et scalaires a des effets plus dramatiques. Nous
limitant encore au niveau “classique”, nous tirons de (2.45) les termes quadratiques
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dans les champs de jauge (c’est-a-dire les contributions & leur masse):

2

r () [ 9WE + gygat (W - iWE) 0 (2.55)
masse W 2 g(W{_L + ’[,W;) —gWéu +g;y¢a’p‘ U/‘\/Q‘ .
so0it encore
Vg2 g
Linasse w = 2 W+ |~ W +‘~g-a“.y¢|2 (2.56)

Les champs W; et W, étant réels, ce terme correspond & la moitié de leur masse; donc :

My, , = (2'23)2 (2.57)

On peut aussi choisir la représentation complexe :
WEk = (WE 5 iWk)/v2 (2.58)

auquel cas le terme de masse s’écrit :

(%ﬂ) 2 WHW, (2.59)

D’autre part, on s’apercoit que seule une combinaison linéaire de W et a# intervient
dans (2.56). La combinaison orthogonale, qui correspond donc & un boson sans masse,
sera naturellement identifiée au photon A¥, tandis que nous désignerons par Z* le 'boson
lourd.

A ce stade, nous choisissons y4 = 1 (ce qui revient & une redeﬁmtlon éventuelle de ¢').
Posant la transformation orthogonale

Z¥ = W¥ cosOw — a* sin Oy

(2.60)
A# = WE sin O + o cos Oy
On voit qu'il faut identifier :
g'/9 = tgbw (2.61)
pour lire (2.56) sous la forme :
gl % 1 "
Lmasse w = —4_5 W]_ Wlp. + Wz W2,u, + 52 Oy Z ZM (2‘62)
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et on a donec les relations ;

gqu
My =22
T2 (2.63)

Mz = My / cos 6w

A ce stade, g,¢'/g = tgf,y1, yr sont encore des parametres libres du modéle. L’iden-
tification de A* au photon va nous permettre d’en fixer 3.

Considérons la dérivée covariante agissant sur les fermions (2.41); on a, réexprimant
W et a* en termes de A* & Paide de (2.60) :

_ -1 . L

— énAegr(g’ cos GWy?R) (2.64)

YL

1
— oy Avy(=gsinfw + 5

5 g’ cos fw)

Exprimant d’abord l'absence de couplage direct entre A* et v, on tire de (2.61) et
(2.64) :

yr=-1 (2.65)

Les interactions électromagnétiques conservant la parité, les couplages de er et ep
doivent étre identiques, d’ot :

yr=yr—1=-2 (2.66)

Enfin, le couplage doit s’identifier au couplage habituel du photon : (le| est la charge
du positron)

Legn = “"e'lEeA?be = +|e|'§3e;A"/)e (2'67)

done :

gsinfw = +|e (2.68)

- 2 .
Les seuls parametres restant a fixer (j—w = %7) sont donc sin @y et Myy.

On peut d’ores et déja écrire les couplages entre leptons et bosons de jauge. Explicitant
les dérivées covariantes, on trouve en effet :

Lint jauge = — %(EL'YMGLW; + hc)

9 ok
2cosl9WVY VL4
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g

- m(LeéL’Y#eL + ReéR’}"ueR)ZM (269)
+ leleyeA,

Le = —1 + 2sin? Oy

Re = +2sin® 6y (2.70)

ce qui s’exprime encore dans les régles de Feynman :

koo (=) (el
"V\’\/‘v\, Wy (‘@“}g%%ﬁ

0 Me/" (~D5aoray (Le7" 352 + Reyt 52)

. 1—
Ve (—?’) 2 cog Ow gh 2FY5

2.7.ELIMINATION DES BOSONS DE GGLDSTONE

Avant d’appliquer le modéle ci-dessus au calcul de sections efficaces, ou d’évaluer la
masse des bosons intermédiaires W et Z, il nous faut encore considérer les bosons de
Goldstone x apparaissant dans (2.51). En principe, les effets de telles particules sans
masse devraient étre sentis & frés basses énergies (forces & longue portée). On peut
toutefois montrer que, en raison de l'invariance de jauge, de tels effets disparaissent. La
fagon la plus simple consiste & mettre (2.50) sous la.forme :

2 {0
P = %% (m) (2.71)

On voit alors qu'une transformation de jauge :
P = e~ ilP/2g (2.72)

suffit & éliminer les degrés de liberté ¢ correspondant aux scalaires de Goldstone.
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Cette transformation affecte bien évidemment les champs de jauge, & travers (2.34).
Le nombre de degrés de liberté est en fait conservé : on passe de 3 champs de jauge
sans masse (2 polarisations transverses) & 3 champs vectoriels massifs (3 degrés de
polarisation), en perdant 3 scalaires réels.

La transformation (2.71) s’avére toutefois dangereuse pour la renormalisabilité de la
théorie. Il faut noter en effet qu'elle n’est pas linéaire, et implique des puisssances arbi-

traires de ¢ (on réexprime v = 2Myy/g), mélangeant ainsi les ordres du développement
en g.

2.8 PROPAGATEUR DU CHAMP VECTORIEL MASSIF

A titre d’exemple, nous traiterons le cas du boson Z#. Aprés élimination des bosons de
Goldstone, la partie cinétique du Lagrangien se réduit & :

Lz= 307"~ 2" + M2, (2.73)

Nous calculons le propagateur
iDPP(z) = (0| TZ*(2)Z*(0) |0)
comme fonction de Green de I’équation d’onde du Z.

On extrait les équations de Lagrange :

oL 8 oL

- =0 (2.74)
9z
8zv  Ozk 5%
qui nous donnent :
%0ng"” — )2, + MZZ* =0 2.75)
A

On recherche la fonction de Green comme réponse & une source ponctuelle & Uorigine. La
source est ici vue comme un vecteur-unité orienté dans la direction p, dont on s’intéresse
3 la composante . Il vient :

[MZgH? + ghP8%8y — 88, DP° (z) = 6*(x)g"” (2.76)
On prend la transformée de Fourier :

d*k

D (z) = Wa

kz DP (k) (2.77)
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pour obtenir :

[MZgHe — g k? + EPEP) D = gH? (2.78)
Cherchant D?° sous la forme générale :
DPe = gP° A+ kPk°B (2.79)
on trouve facilement
-1 kPk°
DFF = s | g7 — .80
e () (250
2.9.DESINTEGRATION DU W EN LEPTONS
Ve
1l suffit d’évaluer le graphe. On se place dans e référentiel M
de repos du W. Le vecteur de polarisation e* peut alors €
&tre choisi arbitrairement selon 'axe z.
e
L’élément de matrice est :
g —_y 1— ¥s
M= Wk (Q)’Y”*—Q‘*UB(P) (2.81)
Sommant sur les spins, et négligeant la masse de 1'électron, on obtient :
s g 1—-7
> MP= —2—T'r¢?5¢—"2"—¢
e (2.82)
g°1
=455 (ep)(eq) — (e€)(pg) + (eg)(ep)]

(la partie en ys ne peut contribuer, car il n’y a que 3 vecteurs linéairement indépendants).
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On choisit sans perdre de généralité : (m, =~ 0}

e* = (0,001}
pH = (p;O,psin.a,pcos @) (2.83)
g* = (p; 0, —psina, —pcos )
p=Mw/2
et
g2
SOIMP = —2—M5V(1 — cos® @) (2.84)
spin
e,v
la largeur est donnée par :
Y484 (ph, — pht — ght 2 43,13

2wy (2m)32w, (2m) 32wy,

d3q sert & réduire §* en §(M — 2p), d®p se réduit & p?dpded cos @, U'intégration sur de
donne 27, et celle sur |p| suit :

1
f dpb(M ~ 2p) = 5 (2.86)
ce qui nous rameéne & une intégrale évidente sur coso :

2
(W —ev)= %%MW (2.87)

Exercice
Effectuer le méme caléul pour Z — v.7; Si les neutrinos de toutes les familles de

leptons sont de masse négligeable, on en tire une limite expérimentale sur le nombre de
familles ! ‘
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2.10.LIMITE DE BASSE ENERGIE

Revenant aux processus de basse énergie, on formule la _®
désintégration du u dans le modéle unifié. Il y correspond
le graphe :

ol selon le paragraphe (2.8), le propagateur du W doit s’écrire :

(g™ — kY
_.Lz__,_g;—ﬁl (2.88)

L’interaction effective s’écrit done, pour k — 0,

2
. _g_ Y TH _gﬂv—pl—’}% — yl_fYS
A= (\/5) (—4)*(3) _Mgve'y 5 Veluy o p (2.89)
Comparant avec le modele de Fermi,
4G (1 - L l-n
A= (_z)"ﬁ (efy“ 2751/) (V’m 3 5#’) (2.90)
on tire :
2 8Gp
J\_f@ = 7@5 (2.91)
avec
g>”= e/ sin By (2.92)

La relation (2.91) est particulidrement importante, car elle relie la masse du boson W
a la valeur de la constante de Fermi Gp. De (2.91) et (2.92) on voit qu’il ne manque
plus, au début des années 70 que la valeur de sin fw pour prédire la masse du boson
intermédiaire W. Une détermination 3 basse énergie de sin Oy est possible, par exemple
dans la diffusion de neutrinos par courant neutre. Se basant sur les régles de Feynman
données supra, on vérifiera aisément que, par exemple :

o(vue = vue) L2+ R2/3

= : 2.93
o(Pue — Due) R2+L2/3 (2:93)

ne dépend que de sin Ow .
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Clest ainsi que I'on a pu, dés ce moment, faire des prévisions précises de Myy. Au-
jourd’hui, les relations entre diffusion 3 basse énergie et masse des bosons intermédiaires
fournissent des tests sensibles des corrections radiatives d’ordre plus élevé.

Remarques

Nous avons négligé le role du boson scalaire massif dans (2.89) et (2.93); ceci se justifie
dans la mesure ol son couplage est d’ordre 1"—*’;‘/—2 = gﬂﬁ”}f;

L’interaction effective (2.89) est dangereuse au point de vue de

la renormalisabilité, on a en effet une interaction de type —Jﬂ;g

pour k£ — o0; ce qui nous raméne aux difficultés rencontrées

dans le modele de Fermi (considérer par exemple le graphe _—»>—
ci-contre qui semble nécessiter un contre-terme).

Cette difficulté n’est en fait qu’apparente et due & P'élimination des bosons de Goldstone
(2.72). Si, & Vinstar de I’électromagnétisme, on fixe d’abord la jauge par l'introduction
de termes 72 (8*W,)? dans £ (au prix de complications techniques dont Pintroduction
de pseudo particules, les “ghost” de Faddeev-Popov), le propagateur s’écrit :

(a—1)kHk¥
g* - mio—k

PR -

ce qui restaure un comportement acceptable pour £k — oo. La différence entre ce
propagateur et (2.88) résulte du maintien du propagateur du scalaire de Goldstone. En
particulier dans la jauge de Landau (o — 0), ce propagateur en 1/k? compense le pble
apparent & k2 = 0.

Exercice

Ecrire 'équivalent de (2.89)en jauge de Landau.
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