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Résumé

L’apparition d’un boson de Higgs chargé est l’une des caractéristiques les plus intri-
gantes des Modèles à Deux Doublets de Higgs (2HDMs). Par conséquent, sa découverte
serait une évidence non ambiguë pour une nouvelle physique au-delà du Modèle Standard
(MS) et l’étude de ses propriétés sera essentielle pour révéler quel 2HDM correspond à la
réalité.

Suite à la découverte d’un boson de Higgs au LHC compatible avec les prédictions du
MS, les 2HDMs sont soumis à des contraintes expérimentales drastiques. Il est particuliè-
rement important d’évaluer dans ce contexte toutes les possibilités d’autres états de Higgs
qui pourraient avoir échappés à la détection au LHC Run 1 et 2. Le 2HDM constituent,
entre autres, un cadre théorique simple et attrayant pour de telles considérations.

Presque toutes les recherches expérimentales au LHC se concentrent sur les désinté-
grations fermioniques du boson de Higgs chargé. Néanmoins, les canaux de désintégration
bosoniques, en particulier la désintégration en un boson W et un boson de Higgs neutre
léger, dominent souvent dans plusieurs régions de l’espace des paramètres du 2HDM qui
sont encore permises par les contraintes théoriques et expérimentales. Nous proposons par
conséquent de nouvelles recherches au LHC impliquant des bosons de Higgs chargés via
leurs canaux de désintégration bosoniques dans le 2HDM type-I et type-X. Nous montrons
en outre que les signatures provenant du boson de Higgs chargé, qui se désintègre en un
boson W et un boson de Higgs neutre léger, pourraient fournir une avenue expérimentale
prometteuse pour la découverte d’un boson de Higgs chargé au LHC.

Mots Clés : Boson de Higgs, Modèle Standard, LHC, Boson de Higgs Chargé, Modèle
à Deux Doublets de Higgs, Nouvelle Physique au-delà du Modèle Standard.
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Abstract

The appearance of a charged Higgs boson is one of the most most intriguing features of
Two Higgs Doublet Models (2HDMs). Therefore, its discovery would be an unambiguous
evidence for new physics beyond the Standard Model (SM) and study of its properties
will be essential to reveal which 2HDM corresponds to reality.

Following the discovery of a Higgs boson at the LHC compatible with the predictions
of the SM, 2HDMs are subjected to drastic experimental constraints. It is particularly
important in this context to assess all possibilities of other Higgs states that may have
escaped detection at the LHC Run 1 and 2. Among others, 2HDM provides a simple and
attractive theoretical framework for such considerations.

Almost all experimental searches at the LHC focus on the fermionic decays of the
charged Higgs boson. However, bosonic decay channels, especially the decay into a W
boson and a light neutral Higgs boson, often dominate in several regions of 2HDM para-
meter space that are still allowed by theoretical and experimental constraints. Therefore,
we propose new searches at the LHC involving charged Higgs bosons via their bosonic
decay channels in 2HDM type-I and type-X. We furthermore show that signatures arising
from charged Higgs boson decaying into a W boson and a light neutral Higgs boson could
provide a promising experimental avenue for discovering a charged Higgs boson at the
LHC.

Keywords : Higgs boson, Standard Model, LHC, Charged Higgs boson, Two-Higgs
Doublet Model, New Physics Beyond Standard Model.
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Introduction

La chose la plus incompréhensible de l’Univers, c’est qu’il soit compréhensible.

A. Einstein

L’observation spectaculaire du boson de Higgs au Grand collisionneur de hadrons
(LHC) en 2012 [1, 2] a été un moment clé dans l’histoire de la physique des particules,
car elle a permis de compléter le Modèle Standard (MS) en fournissant une confirmation
du mécanisme de brisure de la symétrie électrofaible longtemps recherché. L’existence du
boson de Higgs étant maintenant confirmée, l’attention s’est portée sur l’étude de ses
propriétés afin de déterminer s’il s’agit du boson de Higgs du MS ou d’un boson de Higgs
parmi d’autres Higgs. Le boson de Higgs, prédit pour la première fois en 1964, était le
dernier ingrédient manqué du MS. Cette particule est responsable de donner de la masse
aux fermions (quarks et leptons) et aux bosons de jauge (W et Z). Avant la découverte
du boson de Higgs, cette propriété cruciale de la matière était un mystère de la physique
des particules.

Jusqu’à présent, aucune nouvelle observation en dehors du cadre du MS n’est venu
révolutionner l’image de la physique des particules. Le MS, dans son état actuel, prédit
de manière si précise l’immense de données expérimentales accessibles actuellement. Il est
donc indéniable que le MS constitue une description adéquate des particules élémentaires
et leurs interactions.

Bien que le MS a remporté un succès éclatant dans les expériences, il existe néanmoins
de nombreuses raisons pour lesquelles il ne constitue qu’une approximation simplifiée à
basse énergie d’une réalité plus riche et plus symétrique, qui ne se manifestera qu’à des
énergies plus élevées. En fait, il existe un grand nombre de phénomènes fondamentaux
que le MS n’explique pas de manière adéquate :

• L’asymétrie matière-antimatière : Le MS est inadéquate pour expliquer pourquoi il
y a plus de matière que d’antimatière dans l’univers. Si la symétrie dite CP n’était
pas violée, il serait autant de matière que d’antimatière. Une violation suffisante de
CP est requise pour expliquer cette asymétrie.

• La hiérarchie des masses de fermions : Dans le MS, la masse du quark top est
extrêmement grande par rapport à celle du quark bottom malgré que ces deux
masses proviennent du même doublet de Higgs.

• Matière noire et énergie sombre : Le MS ne fournit pas d’explication à l’existence de
la matière noire et de l’énergie sombre, qui constituent la majeure partie de l’énergie
et de la matière totales de l’univers.

• La masse des neutrinos : Dans le MS, les neutrinos sont des particules ayant une
masse nulle. Cependant, les expériences ont montré que les neutrinos ont une masse
faible mais non nulle.
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2 Introduction

• L’unification des forces : Le MS décrit trois des quatre forces fondamentales (élec-
tromagnétique, forte et faible), mais il n’inclut pas la gravité.

• Et d’autres à explorer.
Il y a de nombreuses tentatives qui cherchent à élucider ces énigmes, chacune d’entre
elles proposant des idées différentes. Certaines de ces théories sont plus attrayantes que
d’autres, mais elles ont toutes un point commun : elles contiennent le MS comme théorie
effective à basse énergie.

Les modèles avec un secteur de Higgs étendu attirent une attention particulière du fait
qu’ils prédisent des bosons de Higgs supplémentaires. Une classe de modèles bien motivés,
simples, compatibles avec la découverte du boson de Higgs, est donnée par l’extension du
secteur de Higgs du MS par un doublet de Higgs supplémentaire, appelé Modèle à Deux
Doublets de Higgs (2HDM). L’extension supersymétrique minimale du MS (MSSM) est
une classe de théories au-delà du MS dont le secteur de Higgs est constitué de deux
doublets de Higgs. Cette possibilité est compréhensible puisque ces scénarios à secteur
de Higgs étendu possèdent une limite de découplage et ramènent le MS après intégration
des états plus lourds. Typiquement, ces extensions prédisent dans leur spectre un boson
de Higgs chargé. Sa découverte révolutionnerait la physique des particules. En effet, l’un
des principaux objectifs des futurs Run du LHC, outre l’amélioration de la précision des
mesures existantes des propriétés du boson de Higgs découvert, est de poursuivre les
recherches directes de nouveaux états de Higgs au-delà du MS.

Nous nous concentrons dans cette thèse sur le 2HDM. Ce dernier a été proposé pour
la première fois par T.D. Lee [3] comme un moyen de fournir une source supplémentaire
de violation de CP, contribuant ainsi à expliquer l’asymétrie matière-antimatière observée
dans l’Univers. Ces dernières années, le 2HDM a été utilisé comme un modèle benchmark
pour faciliter l’identification d’éventuelles déviations par rapport au MS. Le 2HDM four-
nit un spectre de particules de Higgs plus riche, à savoir trois scalaires neutres et une
paire chargée. Ce modèle doit posséder un boson de Higgs de type MS. Sur le plan phéno-
ménologique, le 2HDM constitue une extension très utile et largement étudiée du secteur
de Higgs du MS. Il offre une multitude de signatures pour les recherches de Higgs au-delà
du MS aussi bien auprès du LHC que de futurs collisionneurs. Ces recherches deviennent
excitantes lorsqu’elles concernent particulièrement le boson de Higgs chargé, comme nous
le verrons dans cette étude.

Cette thèse vise à étudié la phénoménologie du 2HDM dans des régions de son espace
des paramètres qui peuvent nous offrir de nouvelles méthodes de détection de l’état du bo-
son de Higgs chargé émergeant dans cette construction au-delà du MS, en complément de
ce qui est déjà établi dans la littérature. En effet, comme la vaste majorité des recherches
expérimentales au LHC se concentrent sur les désintégrations fermioniques du boson de
Higgs chargé, nous mettons l’accent sur les canaux de désintégration bosoniques, en par-
ticulier la désintégration en un boson W et un boson de Higgs neutre, et soulignons qu’ils
dominent souvent sur les canaux fermioniques. Nous proposons de nouvelles recherches
au LHC impliquant des bosons de Higgs chargés légers via leurs canaux de désintégration
bosoniques, qui peuvent servir de nouveaux canaux de découverte pour les états légers du
boson de Higgs chargé au LHC. Nous étudions en outre la possibilité de prédire la nou-
velle mesure CDF de la masse du boson W ainsi que son impact sur la phénoménologie
du boson de Higgs chargé.

La présente thèse est organisée comme suit : dans le premier chapitre, nous com-
mençons par un rappelle du développement historique du MS. Nous montrons ensuite
comment le mécanisme de Higgs permet aux fermions et aux bosons de jauge d’acquérir
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une masse. Après avoir analysé les différents modes de production et de désintégration du
boson de Higgs, nous abordons l’observation de ce boson avec une masse d’environ 125
GeV par les deux collaborations ATLAS et CMS.

Dans le deuxième chapitre, nous passons en revue le 2HDM le plus général, qui consiste
à ajouter un deuxième doublet de Higgs, en plus de celui du MS. Nous étudions particu-
lièrement la phénoménologie du boson de Higgs chargé au LHC et montrons les différentes
limites expérimentales auxquelles cette particule est soumise.

Dans le troisième chapitre, nous exposons nos premiers résultats qui porte sur le po-
tentiel de découverte d’un boson de Higgs chargé dans ses canaux de désintégration boso-
niques. Nous étudions d’abord les modes de production pp→ H±h/A et pp→ H+H− au
LHC avec

√
s = 14 TeV dans le 2HDM type-I et type-X. En considérant les désintégra-

tions bosoniques H± → W±h/A, nous examinons les signatures 2W± + 4b, 2W± + 2τ2b,
W± + 4b, W± + 2τ2b, W± + 4τ et W± + 4γ comme possibles modes de découverte. Nous
proposons, en outre, un ensemble de Benchmark Points (BPs) et présentons une analyse
au niveau du détecteur des signatures W± + 4b et W± + 4γ au LHC dans l’optique de
faciliter l’investigation expérimentale.

Dans le quatrième chapitre, nous examinons, dans le 2HDM type-I et type-X, la pro-
duction du boson de Higgs chargé dans les processus pp → H±W∓ et pp → H±bj.
Comme résultat, nous suggérons des états finaux tels que bb, ττ et γγ associés à WW
ou Wbj comme une sonde expérimentale encourageante qui compléterait le programme
de recherche d’un boson de Higgs chargé au LHC. Dans le même cadre théorique, nous
discutons, dans le cinquième chapitre, la possibilité de prédire la nouvelle mesure CDF de
la masse du boson W ainsi que ses implications phénoménologiques sur le 2HDM.

Pour fournir des détails supplémentaires sur notre étude, nous incluons cinq annexes.
Dans l’Annexe A, nous présentons les matrices de Pauli, Dirac et Gell-Mann. Dans les An-
nexes B et C, nous donnons le processus de renormalisation des paramètres électrofaibles
ainsi que les self-énergies des bosons vecteurs, respectivement. L’Annexe D présente la re-
construction d’événements. L’Annexe E fournit des figures complémentaires pour l’étude
du Chapitre 5.

Cette thèse est basée sur les publications suivantes :

• A. Arhrib, R. Benbrik, M. Krab, B. Manaut, S. Moretti, Y. Wang and Q. S. Yan,
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• Z. Li, A. Arhrib, R. Benbrik, M. Krab, B. Manaut, S. Moretti, Y. Wang and
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at the LHC,” (en cours de préparation).

• Y. Wang, A. Arhrib, R. Benbrik, M. Krab, B. Manaut, S. Moretti and Q. S. Yan,
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• M. Krab, M. Ouchemhou, A. Arhrib, R. Benbrik, B. Manaut and Q. S. Yan, “Single
charged Higgs boson production at the LHC,” Phys. Lett. B 839 (2023), 137705.

• H. Abouabid, A. Arhrib, R. Benbrik, M. Krab and M. Ouchemhou, “Is the new CDF
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Chapitre 1

Modèle Standard et la physique de
Higgs au LHC

1.1 Introduction

Le MS est le résultat de recherche de plusieurs années. Il décrit d’une manière élé-
gante les particules élémentaires et leurs interactions. Toutes les particules prédites par
un tel modèle sont validées expérimentalement. Même le boson de Higgs, qui a été le seul
ingrédient manqué depuis son introduction pour remédier au problème de la masse tout
en préservant la renormalisabilité de la théorie, a été finalement mis en évidence au LHC
en juillet 2012.

Tout a été commencé par l’électrodynamique quantique (QED) [4]. QED est une théo-
rie quantique du champ relativiste de l’interaction électromagnétique (interaction des
électrons avec le champ électromagnétique). Cette dernière est véhiculée par un boson de
jauge appelé le photon, γ, qui est une particule, de spin 1, sans masse. La QED est peut
être la théorie de physique la plus précise jamais conçue. Elle a une précision extraordi-
naire. Le moment magnétique de l’électron en fournit un exemple spectaculaire (accord
significatif de 12 chiffres entre la mesure et la prédiction).
QED est une théorie renormalisable. En raison de petitesse de la constante de couplage
α = 1/137.035999139(31), le calcul perturbatif fonctionne naturellement.

Étant donné le succès remarquable de la QED. En 1954, Yang et Mills [5] stipulèrent
que cette théorie pourrait être généralisée à une théorie de jauge 1 non-abélienne (basée
sur un groupe de symétrie non-abélien, e.g. SU(2) ou plus général SU(N)). Ce formalisme
des théories est un élément fondamental pour le développement du MS.

La première tentative d’unification des interactions électromagnétique et faible (inter-
action électrofaible) a été proposée en 1961 par S. Glashow [6]. Cette tentative donne lieu
à ce qu’on appelle maintenant la théorie électrofaible. Le problème ici c’était la masse
des fermions et des bosons. La théorie fonctionne belle et bien si les particules (fermions
et bosons) n’ont pas de masse, ce qui est cependant incompatible avec l’observation !
Autrement dit, l’ajout explicite d’un terme de masse viole la symétrie de jauge et par
conséquent la renormalisabilité de la théorie.

En 1964, P. W. Higgs [7, 8, 9], F. Englert et R. Brout [10] ainsi G. S. Guralnik, C.
R. Hagen et T. W. B. Kibble [11] proposèrent un nouveau mécanisme, dit communément
mécanisme de Brout-Englert-Higgs ou tout simplemet mécanisme de Higgs, qui permet

1. La théorie de l’interaction électromagnétique (QED) est une théorie de jauge abélienne invariante
sous le groupe de symétrie U(1).

4
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aux fermions et aux bosons de jauge d’acquérir une masse, tout en préservant aussi bien
l’invariance de jauge que la renormalisabilté de la théorie. Gardant dans l’esprit ces idées
construites, S. Weinberg [12], en 1967, et plus tard A. Salam [13], en 1968, proposèrent
un modèle basé sur le groupe de jauge SU(2)L ⊗ U(1)Y (spontanément brisé en U(1)em)
comme un modèle décrivant l’interaction électrofaible des leptons. Outre le photon, ce
modèle, dit modèle de Glashow-Salam-Weinberg, nécessite l’apparition de trois autres
bosons de jauge, massifs, que l’on appelle W+, W− et Z (observés en 1983 au CERN).
L’extension du modèle au secteur des quarks a été étudiée par S. Glashow, J. Iliopoulos
et L. Maiani [14] en 1970. Le quatrième type de quark fut introduit pour expliquer le
courant neutre faible 2.
La renormalisabilité de la théorie, sans et avec la masse des champs de Yang-Mills, a été
prouvée par G. ’t Hooft [15, 16] en 1971. Une nouvelle procédure de régularisation et de
renormalisation a été présentée par G. ’t Hooft en collaboration avec M. Veltman [17] en
1972.

La théorie de l’interaction forte, la chromodynamique quantique (QCD), est une théo-
rie de jauge non-abélienne fondée sur le groupe de symétrie de couleur SU(3)c. Elle décrit
l’interaction des quarks (triplets sous SU(3)c avec une charge supplémentaire de couleur)
avec les gluons (bosons de jauge non massifs). QCD est une théorie renormalisable.

Le MS est une théorie de jauge invariante sous le groupe de symétrie GMS = SU(3)c⊗
SU(2)L ⊗ U(1)Y . Il décrit les trois interactions forte, électromagnétique et faible 3. La
validation remarquable d’une telle théorie, en particulier le modèle de Glashow-Salam-
Weinberg, est venue avec la découverte des bosons vecteurs W± et Z au CERN en 1983.
Sans oublier, bien évidemment, la découverte spectaculaire du boson de Higgs en juillet
2012 au LHC. Les collaborations ATLAS [1] et CMS [2] ont en effet revendiquées l’ob-
servation d’une nouvelle particule avec une masse d’environ 125 GeV au LHC compatible
avec les propriétés du boson de Higgs du MS. D’autre confirmations dans ces dernières
décennies (à savoir, découverte du quark top en 1995 au Tevatron par les deux collabo-
rations CDF [18] et D0 [19],...) montrent clairement que les prédictions du MS sont en
accord parfaites avec les données expérimentales. En dépit de succès fantastiques du MS,
un grand nombre de questions restent encore sans réponses. Ce qui signifie qu’il n’est pas
une théorie ultime décrivant les particules élémentaires et leurs interactions. Une nouvelle
physique au-delà du MS doit prendre le relais.

1.2 Structure du Modèle Standard

1.2.1 Contenu en particules

Comme nous l’avons mentionné dans l’introduction, le MS de la physique des parti-
cules est une théorie basée sur le groupe GMS = SU(3)c ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y . Ce modèle
est capable de décrire les trois interactions : l’interaction forte (à travers SU(3)c) et
l’interaction électrofaible unifiant les interactions électromagnétique et faible (à travers

2. Les courants neutres changeant la saveur sont naturellement supprimés dans les processus qui
nécessite l’échange d’un boson Z. Ce mécanisme est connus sous le nom de mécanisme de Glashow-
Iliopoulos-Maiani (GIM).

3. L’interaction gravitationnelle est généralement négligée dans le MS. C’est une interaction véhiculée
par une particule non massive de spin 2, appelée graviton (pas encore observée jusqu’à aujourd’hui). Elle
est plus faible en comparaison avec d’autres interactions et a d’effet négligeable lors des réactions au sein
des accélérateurs des particules.
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SU(2)L ⊗ U(1)Y ).
Dans le MS, les particules élémentaires sont divisées en deux groupes : fermions de

spin demi-entier, qui sont les éléments fondamentaux formant la matière, et les bosons de
spin entier, qui sont les particules médiatrices des interactions précédemment évoquées.
La Figure 1.1 représente le contenu en particules du MS.

Figure 1.1 – Contenu en particules du MS.

Bosons

Les bosons de jauge vectoriels (voir la quatrième colonne de la Figure 1.1) sont des
particules, de spin 1, médiatrices d’une interaction fondamentale spécifique qui s’exerce
entre fermions.

Les gluons (g) sont des particules médiatrices de l’interaction forte. Cette interaction
est décrite par la QCD qui est basée sur le groupe de symétrie SU(3)c. Une telle inter-
action est responsable de la stabilité des noyaux. Les bosons W± et Z sont les particules
médiatrices de l’interaction électrofaible. Cette force est responsable des désintégrations
β radioactives. Les photons γ sont les intermédiaires de l’interaction électromagnétique.
Cette interaction est responsable de la stabilité des atomes. Les photons sont les consti-
tuants élémentaires de la lumière.

Les différentes interactions, leurs particules médiatrices, leur intensité relative et leur
portée sont résumées dans le Tableau 1.1.

Le boson de Higgs, H, est une particule scalaire de spin 0. C’est le boson responsable
de la masse des particules élémentaires.

Interaction Médiateur Intensité relative (10−18 m) Portée (m)
Forte gluons g 25 10−15

Électromagnétique photons γ 1 ∞
Faible W±, Z 0.8 10−18

Gravitationnelle gravitons ? 10−41 ∞

Table 1.1 – Les quatre interactions fondamentales et leurs caractéristiques.
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Fermions

Les fermions sont séparés en deux catégories : les leptons et les quarks. Les quarks
sont sensibles aux interactions forte, électromagnétique et faible alors que les leptons 4
sont sensible uniquement aux interactions électromagnétique et faible. Ils sont rangés en
trois générations, chacune d’entre elles correspondant à une colonne dans la Figure 1.1.

Les quarks (up et down) et les leptons (électrons) de la première génération sont les
blocs de construction de toute la matière qui nous entoure. Les quarks et les leptons
de la deuxième et la troisième génération sont relativement lourds et instables, et ils ne
constituent donc pas la matière ordinaire. Ils peuvent être trouvés dans des phénomènes
extraterrestre comme les rayons cosmiques ou peuvent être créés dans des accélérateurs
de particules.

À chacun des fermions (quark/lepton) est associé un fermion d’antimatière (anti-
quark/lepton) de même masse et de charge électrique opposée.

1.2.2 Lagrangien du Modèle Standard

Le MS décrit les particules élémentaires et leurs interactions à travers un Lagrangien
L, qui peut être décomposé en différents secteurs :

LMS = Lf + LYM + LHiggs + LYukawa. (1.1)

Comme le MS est une théorie invariante sous GMS, le Lagrangien (1.1) doit être invariant
sous chaque transformation de GMS.

Secteur fermionique

Lf est le Lagrangien de Dirac qui décrit les fermions et leurs interactions avec les bosons
de jauge. En général, une particule de spin 1/2 avec une masse m peut être représentée
par le spineur de Dirac à quatre composantes ψ, qui peut être décomposé en deux spineurs
de Weyl ψL et ψR :

ψ =

(
ψL
ψR

)
, (1.2)

avec ψL = PLψ et ψR = PRψ. PL = (1 − γ5)/2 et PR = (1 + γ5)/2, où γ5 est la matrice
de Dirac (voir Annexe A), sont les opérateurs de projection.

Le Lagrangien de Dirac s’écrit :

L = iψ̄γµ∂µψ −mψ̄ψ, (1.3)

avec ψ̄ = ψ†γ0 et γµ (µ = 0, 1, 2, 3) sont les matrices de Dirac (voir Annexe A).
Si on demande au spineur de Dirac de se transformer sous la symétrie globale U(1)

de sorte que ψ → eiαQψ, où α est une constante et Q est un générateur de U(1), alors
le Lagrangien L est invariant. Cependant, ce n’est plus le cas pour une transformation
locale ψ → eiα(x)Qψ, où α(x) est une fonction arbitraire de coordonnées d’espace-temps :

L U(1)−−→ L′ = iψ̄γµ∂µψ −mψ̄ψ + ψ̄γµ(∂µα(x))Qψ 6= L. (1.4)

4. Les neutrinos sont sensible uniquement à l’interaction faible.
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Pour restaurer l’invariance de jauge, on doit remplacer la dérivée partielle ∂µ par la
dérivée covariante Dµ de sorte qu’elle subit la même transformation que ψ, i.e. Dµψ →
eiα(x)Dµψ :

Dµ = ∂µ − ieAµ, (1.5)

avec Aµ est un champ de jauge introduit et transformé sous une transformation locale
U(1) :

Aµ
U(1)−−→ Aµ −

1

e
∂µα(x), (1.6)

où e sera interprété comme la force de couplage de l’interaction véhiculée par le champ
Aµ.

Pour rendre le champ de jauge Aµ physique, il est nécessaire d’introduire un terme
cinétique. Le seul terme cinétique invariant de jauge et renormalisable s’écrit :

LG = −1

4
FµνF

µν , (1.7)

où Fµν = ∂µAν−∂νAµ est le tenseur du champ Aµ. Il est intéressant de noter que le terme
de masse pour le champ Aµ briserait l’invariance de jauge. Le champ de jauge doit être
sans masse afin d’assurer l’invariance sous la transformation locale U(1).

Le Lagrangien (1.3) peut maintenant être s’écrit sous une version localement inva-
riante :

L = iψ̄γµDµψ −mψ̄ψ −
1

4
FµνF

µν

= iψ̄γµ∂µψ −mψ̄ψ + eψ̄γµAµψ −
1

4
FµνF

µν . (1.8)

Ce Lagrangien contient un terme cinétique pour le fermion ψ et le champ de jauge Aµ.
En outre, un terme supplémentaire d’interaction entre le fermion et le champ de jauge est
apparu. En fait, l’exigence de l’invariance de jauge locale a mené de manière unique à un
modèle avec interaction. Ce processus peut être généralisé pour produire de manière simi-
laire les autres interactions de la nature. C’est un concept fondamental dans la structure
du MS.

Le fait d’imposer l’invariance de jauge locale sous la transformation GMS introduit le
champ de jauge Bµ associé au groupe d’hypercharge U(1)Y , les trois champs de jauge
W a
µ (a = 1, 2, 3) associés à la symétrie d’isospin SU(2)L et les huit champs de jauge GA

µ

(A = 1, ..., 8) associés à la symétrie de couleur SU(3)c.
En effet, sous la symétrie GMS, le spineur de Dirac se transforme comme suit :

ψ
GMS−−→ ei(α(x)Y/2+βa(x)τa+δA(x)TA)ψ, (1.9)

où τa = σa/2 sont les générateurs du groupe SU(2)L tels que
[
σa/2, σb/2

]
= iεabcσc/2

avec σa sont les matrices de Pauli (voir Annexe A). TA = λA/2 sont les générateurs de
SU(3)c tels que

[
λA/2, λB/2

]
= ifABCλC/2 avec λA sont les matrices de Gell-Mann (voir

Annexe A). εabc et fABC sont appelées les constantes de structure associées aux groupes
SU(2)L et SU(3)c, respectivement. Le générateur de U(1)Y , Y , est appelé hypercharge
faible. Il est déterminé à partir de la relation de Gell-Mann Nishijima :

Q = I3 +
Y

2
, (1.10)
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où Q est la charge électrique et I3 est la troisième composante d’isospin faible. Dans le
Tableau 1.2, nous présentons les nombres quantiques des différents fermions du MS.

Fermion I3 Y G

uL +1/2 1/3 +2/3

dL −1/2 1/3 −1/3

uR 0 4/3 +2/3

dR 0 −2/3 −1/3

νeL +1/2 −1 0

eL −1/2 −1 −1

eR 0 −2 −1

Table 1.2 – Nombres quantiques de différents fermions du MS.

En utilisant la transformation (1.9), tout comme le cas U(1), on peut définir la dérivée
covariante associée à la transformation (1.9) :

Dµ = ∂µ − ig′
Y

2
Bµ − igτaW a

µ − igsTAGA
µ , (1.11)

avec Bµ, W a
µ et GA

µ sont des champs de jauge qui se transforment comme :

Bµ
GMS−−→ Bµ −

1

g′
∂µα(x), (1.12)

W a
µ

GMS−−→ W a
µ −

1

g
∂µβ

a(x) + εabcβb(x)Wcµ, (1.13)

GA
µ

GMS−−→ GA
µ −

1

gs
∂µδ

A(x) + fABCδB(x)GCµ, (1.14)

où g′, g et gs sont les constantes de couplage associées aux symétries U(1)Y , SU(2)L et
SU(3)c, respectivement. Les troisièmes termes apparaissant dans les transformations des
champs de jauge W a

µ et GA
µ sont dus à la nature non-abélienne des groupes SU(2)L et

SU(3)c. Ils sont nécessaires pour assurer l’invariance de jauge locale.
Il est important de noter que la définition exacte de la dérivée covariante dépend

étroitement des nombres quantiques du spineur de Dirac considéré. La définition dans
l’équation (1.11) est valable pour un spineur de quark gauche. Les dérivées covariantes
pour les autres particules du MS sont données dans l’équation (1.21).

Dans le MS, les composantes gauche ψL et droite ψR ne se transforme pas de la même
manière sous le groupe de symétrie GMS. Alors, même si le terme cinétique est invariant
sous GMS, ce n’est plus le cas pour le terme de masse. Les fermions de chiralité gauche
(quarks QL =

(
uL dL

)T et leptons LL =
(
νL eL

)T ) se transforment comme des doublets
de SU(2)L tandis que les fermions de chiralité droite (quarks uR, dR et leptons 5 eR) se
transforment comme des singlets. En effet, on peut explicitement réécrire le Lagrangien
(1.3) en termes de spineurs de Weyl :

L = (ψ̄L + ψ̄R)iγµ∂µ(ψL + ψR)−m(ψ̄L + ψ̄R)(ψL + ψR),

= iψ̄Lγ
µ∂µψL + iψ̄Rγ

µ∂µψR −m(ψ̄LψR + ψ̄RψL). (1.15)

5. L’observation de neutrinos de chiralité gauche lors des désintégrations β, implique l’absence de
neutrinos de chiralité droite dans cette théorie.
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Comme l’invariance de jauge locale sous GMS est impérativement demandée, le terme de
masse des fermions ne peut pas apparaître dans le Lagrangien. Cependant, d’après l’en-
semble d’observations expérimentales, les fermions sont massifs, on a besoin d’introduire
un mécanisme générateur de masse, appelé mécanisme de Higgs (voir Section 1.3.2), afin
de récupérer les masses des fermions et donc confirmer les observations expérimentales.

La partie fermionique du Lagrangien du MS s’écrit :

Lf =
3∑
i=1

(
L̄L,iγ

µDµLL,i + ēR,iγ
µDµeR,i

+ Q̄L,iγ
µDµQL,i + ūR,iγ

µDµuR,i + d̄R,iγ
µDµdR,i

)
, (1.16)

avec i indiquant les trois générations de fermions. Les dérivées covariantes sont définies
comme suit :

DµLL,i = (∂µ − igW a
µ τa − ig′

Y

2
Bµ)LL,i, (1.17)

DµeR,i = (∂µ − ig′
Y

2
Bµ)eR,i, (1.18)

DµQL,i = (∂µ − igsGA
µTA − igW a

µ τa − ig′
Y

2
Bµ)QL,i, (1.19)

DµuR,i = (∂µ − igsGA
µTA − ig′

Y

2
Bµ)uR,i, (1.20)

DµdR,i = (∂µ − igsGA
µTA − ig′

Y

2
Bµ)dR,i, (1.21)

avecBµ,W a
µ (a = 1, 2, 3) etGA

µ (A = 1, ..., 8) sont les champs de jauge associés aux groupes
de symétrie U(1)Y , SU(2)L et SU(3)c, respectivement. g′, g et gs sont respectivement leurs
constantes de couplage.

Secteur bosonique

Le deuxième terme de l’équation (1.1) correspond à la partie cinétique des bosons de
jauge (ou de Yang-Mills) du Lagrangien du MS. Comme dans le cas de la symétrie U(1),
le terme de Yang-Mills du Lagrangien du MS peut s’écrire :

LYM = −1

4
BµνB

µν − 1

4
W a
µνW

aµν − 1

4
GA
µνG

Aµν , (1.22)

avec les tenseurs des champs de jauge sont définis comme suit :

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ, (1.23)
W a
µν = ∂µW

a
ν − ∂νW a

µ − gεabcW b
µW

c
ν , (1.24)

GA
µν = ∂µG

A
ν − ∂νGA

µ − gfabcGB
µG

C
ν . (1.25)

Rappelons que les troisième termes dans W a
µν et GA

µν proviennent de la nature non-
abélienne de SU(2)L et SU(3)c.

Secteur de Higgs

Nous avons vu que les termes de masse pour les fermions et les bosons de jauge brisent
l’invariance de jauge locale. Comme expérimentalement les fermions et les bosons de jauge
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W± et Z sont massifs, le MS doit introduire un nouveau mécanisme, tout en préservant
l’invariance de jauge et la renormalisabilité 6 de la théorie, pour générer la masse à ces
particules a priori sans masse. En effet, si on veut générer la masse de W± et Z, on
doit briser la symétrie SU(2)L ⊗ U(1)Y mais préserver la symétrie U(1)em associée à
l’interaction électromagnétique et donc au photon γ. On introduit un doublet de champ
scalaire complexe de SU(2)L avec hypercharge Y = 1 :

Φ =

(
φ+

φ0

)
, (1.26)

avec φ+ et φ0 sont les composantes chargée et neutre du champ scalaire, respectivement.
La partie de Higgs du Lagrangien du MS peut s’écrire :

LHiggs = (DµΦ)†(DµΦ)− V (Φ†Φ), (1.27)

avec

DµΦ = (∂µ − igW a
µ τ

a − ig′Bµ

2
)Φ, (1.28)

V (Φ†Φ) = µ2Φ†Φ + λ(Φ†Φ)2. (1.29)

Le potentiel de Higgs V est choisi pour être le plus général, renormalisable et invariant
sous la symétrie SU(2)L ⊗ U(1)Y .

Secteur de Yukawa

Tout comme pour les bosons de jauge, le terme de masse pour les fermions, mψ̄ψ,
n’est pas invariant sous la symétrie SU(2)L. Cependant, les fermions peuvent acquérir
leurs masses via un mécanisme, invariant de jauge, basé sur le doublet de Higgs φ. Ce
mécanisme est décrit par le Lagrangien de Yukawa

LYukawa =
3∑

i,j=1

−y`ijL̄L,iΦeR,j − ydijQ̄L,iΦdR,j − yuijQ̄L,iΦ̃uR,j + h.c., (1.30)

avec i, j indiquant les trois générations de fermions, yij sont les matrices 3×3 des couplages
de Yukawa et Φ̃ = iσ2Φ∗ est le complexe conjugué du doublet de Higgs, avec σ2 est la
deuxième matrice de Pauli (voir Annexe A). Après la brisure spontanée de symétrie, des
termes de masse et des interactions entre les fermions et le champ scalaire sont apparus
(voir Section 1.3.2).

1.3 Boson de Higgs dans le Modèle Standard
Nous entamons la brique la plus importante à la construction du MS, le boson de

Higgs. Ce dernier est la véritable clef de voûte du MS ou d’après S. Glashow son pot de
chambre !

Dans cette section, nous mettons l’accent sur l’essence du mécanisme de Higgs, qui
explique l’origine de la masse des particules élémentaires. Nous discutons aussi l’impact
des différentes contraintes théoriques sur la masse du boson de Higgs.

6. La renormalisation des paramètres électrofaibles ainsi que les self-énergies des bosons vecteurs sont
données dans les Annexes B et C, respectivement.
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1.3.1 Brisure spontanée de symétrie

Considérons la symétrie de jauge abélienne U(1). On part du Lagrangien classique
de Yang-Mills, qui contient un champ vecteur Aµ et un champ scalaire complexe φ =
(φ1 + iφ2)/

√
2 :

L = −1

4
FµνF

µν + (Dµφ)∗(Dµφ)− V (φ∗φ), (1.31)

avec Dµ = ∂µ − ieAµ et avec une forme particulière du potentiel V (φ∗φ),

V (φ∗φ) = µ2φ∗φ+ λ(φ∗φ)2, (1.32)

dans lequel λ doit être positive pour que le potentiel scalaire soit borné par le bas et
ainsi assurer l’existence d’un minimum. Le potentiel dans l’équation (1.32), et donc le
Lagrangien, est invariant sous la symétrie de réflexion φ → −φ. De plus, le terme de
masse du champ Aµ n’apparaît pas dans cette théorie, la symétrie de jauge locale U(1)
est respectée. Cependant, une telle théorie peut décrire une physique avec un champ de
jauge massif.

L’état fondamental du système dépend du signe de paramètre µ2. Si µ2 est positive, il
y a un minimum unique à φ∗φ = 0. La théorie décrite par le Lagrangien dans l’équation
(1.31) prédit un boson vecteur sans masse (e.g. photon en QED). Pour µ2 < 0, le potentiel
développe une dégénérescence de minima satisfaisant l’équation suivante :

φ∗φ = −−µ
2

2λ
. (1.33)

Il n’y a pas en fait un seul état fondamental mais plutôt une infinité. Cela implique
que quelque chose de complètement différent a lieu dans ce cas, qui peut être révélé en
faisant un choix particulier parmi les nombreux qui satisfont l’équation (1.33). De plus,
pour interpréter correctement la théorie, on doit développer le potentiel au voisinage du
minimum choisi. Une telle transformation du potentiel cache ou spontanément brise la
symétrie de jauge originale et donne lieu à de nouvelles caractéristiques intéressantes. En
effet, pour être plus précis, on choisis le minimum suivant :

φ0 =

(
−µ

2

2λ

)1/2

≡ v√
2
, (1.34)

où v est appelé la valeur moyenne dans le vide (vev) du champ φ, et on paramètre le
champ φ autour de ce minimum :

φ =
eiξ√

2
(v + η), (1.35)

où les champs η et ξ correspondent à des excitations autour de φ0.
En réécrivant le Lagrangien (1.31) en termes de η et ξ, on obtient :

L = −1

4
FµνF

µν +
1

2
(ev)2AµA

µ +
1

2
∂µξ∂

µξ

+
1

2
∂µη∂

µη − µ2η2 + termes d’interaction. (1.36)

On voit clairement que ce Lagrangien décrit la dynamique d’un boson de jauge massif
Aµ avec MA = ev. Par ailleurs, en plus des termes d’interaction, on voit que les deux
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champs η et ξ ont des termes cinétiques. Cependant, uniquement le champ η acquiert une
masse Mη =

√
−2µ2 tandis que le champ ξ demeure sans masse. Ce type de champ ξ est

appelé boson de Goldstone. L’apparition d’une telle particule sans masse est prédite par
le théorème de Goldstone [20] qui stipule que la brisure spontanée de symétrie génère un
nombre de bosons de Goldstone égale au nombre de générateurs brisant la symétrie de
l’état du vide.

Bien que le boson de Goldstone n’ait jamais été observé par aucune expérience, il est
possible de l’éliminer 7 en imposant l’invariance de jauge U(1), i.e. φ→ 1/

√
2(v+η). Cette

transformation est connu sous le nom de jauge unitaire.
Il est intéressant de noter que le nombre de degrés de liberté avant et après la brisure

spontanée de symétrie est conservé.

1.3.2 Mécanisme de Higgs dans le Modèle Standard

En fait, quand il s’agit de la symétrie du MS on fait référence à GMS = SU(3)c ⊗
SU(2)L ⊗ U(1)Y . Souvent, le secteur électrofaible de la théorie est aussi référé au MS.
Le mécanisme de Higgs est implémenté dans le MS en introduisant un doublet de champ
scalaire complexe de SU(2) d’hypercharge Y = 1,

Φ =

(
φ+

φ0

)
, (1.37)

avec le Lagrangien du Higgs est donné par l’équation (1.27).
La symétrie de jauge du MS, SU(2)L⊗U(1)Y , est spontanément brisée en une symétrie

résiduelle U(1)em lorsqu’un vev particulier pour Φ est choisi, e.g. :

〈Φ〉0 =
1√
2

(
0

v

)
, (1.38)

avec v = (−µ2/λ)1/2 (µ2 < 0, λ > 0). Par analogie avec le cas abélien, on peut aussi
développer le champ Φ autour de ce minimum,

Φ =
1√
2
e
i
v
ξaτa

(
0

v +H

)
SU(2)−−−→ 1√

2

(
0

v +H

)
, (1.39)

avec ξa (a = 1, 2, 3) sont les bosons de Goldstone qui peuvent être éliminés par rota-
tion, comme indiqué dans l’équation (1.39), en appliquant l’invariance de jauge SU(2) du
Lagrangien (jauge unitaire). H est un champ scalaire neutre appelé boson de Higgs.

Après la brisure spontanée de symétrie, le terme cinétique dans l’équation (1.27) donne
lieu aux termes de masse associés aux bosons de jauge W± et Z. En développant unique-
ment la partie du terme cinétique contenant les champ de jauge et en substituant Φ par
Φ0, on trouve :

(DµΦ)†DµΦ → 1

8

(
0 v

)
(gW a

µσ
a + g′Bµ)(gW bµσb + g′Bµ)

(
0

v

)

=
v2

8
(gW 1

µ − igW 2
µ)(gW 1µ + igW 2µ)

+
v2

8
(g′Bµ − gW 3

µ)(g′Bµ − gW 3µ). (1.40)

7. On peut dire que le boson de Goldstone ξ a été "mangé" par le boson de jauge A et devenu sa
composante longitudinale.
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Notons que nous avons omis les termes impliquant le champ scalaire H, qui seront discutés
plus tard. En combinant linéairement les deux composantesW 1

µ etW 2
µ , les champs de jauge

W± peuvent être définis par :

W±
µ =

W 1
µ ∓ iW 2

µ√
2

. (1.41)

On peut facilement identifier dans l’équation (1.40) les termes de masse pour W± :

MW =
1

2
gv. (1.42)

La valeur moyenne dans le vide v est fixée en terme de la masse du boson W ou de la
constante de Fermi Gµ déterminée à partir de la désintégration du muon :

v = (
√

2Gµ)−1/2 ' 246 GeV. (1.43)

Pour les termes de masse associés aux champs neutres, les deux composantes W 3
µ et

Bµ, dans l’équation (1.40), peuvent être substituées par des nouveaux champs physiques
Zµ et Aµ à l’aide d’une matrice de rotation diagonale, i.e. :(

W 3
µ

Bµ

)
=

(
cos θW sin θW

− sin θW cos θW

)(
Zµ

Aµ

)
, (1.44)

avec θW est l’angle de Weinberg donné par :

tan θW =
g′

g
, (1.45)

où
cos θW =

g√
g2 + g′2

et sin θW =
g′√

g2 + g′2
. (1.46)

Le deuxième terme dans l’équation (1.40) devient alors :

v2

8

(
Zµ Aµ

)(g2 + g′2 0

0 0

)(
Zµ

Aµ

)
=
v2

8
(g2 + g′2)ZµZ

µ + 0.AµA
µ. (1.47)

La physique derrière cette équation demeure claire. On voit un boson de jauge, neutre, Z
massif avec une masse

MZ =
1

2

√
g2 + g′2v, (1.48)

et un autre boson neutre sans masse correspond au champ du photon A, qui n’est que le
boson de jauge associé à la symétrie résiduelle U(1)em. C’est donc grâce à ce mécanisme
de Higgs que les bosons de jauge W± et Z acquièrent une masse alors que le photon γ
demeure sans masse, comme il se doit. Il est intéressant, à nouveau, de remarquer que le
nombre de degrés de liberté est conservé. Dans ce cas, on peut dire que les trois bosons
de Goldstone ξa (a = 1, 2, 3) ont été absorbés par les bosons vecteurs massifs W± et Z et
devenus leurs composantes longitudinales.

En fait, les masses de W± et Z sont reliées par la relation suivante :

MW = MZ cos θW . (1.49)
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Cette relation mène à la définition du paramètre phénoménologique ρ,

ρ =
M2

W

M2
Z cos2 θW

, (1.50)

qui quantifie le rapport du courant neutre et courant chargé des interactions électrofaibles.
Dans le MS, ρ = 1 ce qui en bon accord avec la mesure expérimentale ρ = 1.00038 ±
0.00020 [21]. Cette mesure expérimentale constitue une contrainte puissante à laquelle
doit satisfaire d’éventuelles extensions du secteur de Higgs.

Revenons aux termes impliquant le champ de Higgs H. Après brisure spontanée de
symétrie, outre le terme cinétique de H, le potentiel scalaire dans l’équation (1.29) de-
vient :

V (Φ†Φ) =
µ2

2
(v +H)2 +

λ

4
(v +H)4. (1.51)

Le Lagrangien contenant le champ de Higgs est donné par :

L =
1

2
(∂µH)(∂µH)− V (Φ†Φ)

=
1

2
(∂µH)(∂µH)− λv2H2 − λvH3 − λ

4
H4. (1.52)

À partir de ce Lagrangien, on peut lire la masse du boson de Higgs

M2
H = 2λv2 = −2µ2 (1.53)

ainsi que les règles de Feynman pour les auto-couplages cubique et quartique de Higgs

gHHH = (3!)iλv = 3i
M2

H

v
, gHHHH = (4!)i

λ

4
= 3i

M2
H

v2
. (1.54)

La masse des fermions est générée à travers le Lagrangien de Yukawa, qui décrit l’in-
teraction des fermions avec le champ scalaire Φ. Ce Lagrangien invariant sous la symétrie
SU(2)L ⊗ U(1)Y est donné par l’équation (1.30). Après la brisure spontanée de la symé-
trie électrofaible, dans la jauge unitaire, on peut adopter la paramétrisation suivante des
champs Φ et Φ̃ :

Φ =
1√
2

(
0

v +H

)
, Φ̃ =

1√
2

(
v +H

0

)
. (1.55)

Le Lagrangien dans l’équation (1.30) devient :

LYukawa =
3∑

i,j=1

− y
`
ij√
2

(v +H)ēL,ieR,j −
ydij√

2
(v +H)d̄L,idR,j

− yuij√
2

(v +H)ūL,iuR,j + h.c.. (1.56)

La matrice de masse est de la forme Mf
i,j = yfijv/2. Pour passer à la base physique et

obtenir des états propres de masse, on doit diagonaliser la matrice de masseMf
i,j à l’aide

des transformations unitaires telles que :

(V `
L)†M`V `

R =M′`, (1.57)
(V u

L )†MuV u
R =M′u, (1.58)

(V d
L )†MdV d

R =M′d, (1.59)



16 Chapitre 1. Modèle Standard et la physique de Higgs au LHC

où V f
L,R sont des matrices unitaires et

M′` =

me 0 0

0 mµ 0

0 0 mτ

 =
v√
2

ye 0 0

0 yµ 0

0 0 yτ

, (1.60)

M′u =

mu 0 0

0 mc 0

0 0 mt

 =
v√
2

yd 0 0

0 yc 0

0 0 yt

, (1.61)

M′d =

md 0 0

0 ms 0

0 0 mb

 =
v√
2

yd 0 0

0 ys 0

0 0 yb

. (1.62)

Dans la base propre de masse, le Lagrangien de Yukawa se réécrit alors,

LYukawa =
3∑
i=1

− y`i√
2

(v +H)ē′L,ie
′
R,j −

ydi√
2

(v +H)d̄′L,id
′
R,j

− yui√
2

(v +H)ū′L,iu
′
R,j + h.c., (1.63)

avec e′i, u′i et d′i sont les états propres de masse des leptons chargés, des quarks up et des
quarks down, respectivement.

Maintenant, il reste qu’à déduire à partir de l’équation (1.63) les masses des fermions
ainsi que leurs couplages avec le boson de Higgs :

mf =
yf√

2
v, ghff̄ =

yf√
2

=
mf

v
. (1.64)

Étant donné que yf sont des paramètres libres, les masses des fermions ne sont pas fixées
par la théorie mais plutôt par les données expérimentales.

1.4 Contraintes théoriques sur la masse du boson de
Higgs

Dans la théorie, on n’avait pas connaissance des valeurs de µ et λ. Par conséquent,
la masse du boson de Higgs était inconnue dans le MS. Autrement dit, on suppose géné-
ralement que le MS n’est qu’une théorie à basse énergie d’une théorie plus symétrique,
plus fondamentale, dont l’échelle d’énergie Λ constitue un autre paramètre inconnue. Il
est donc important d’établir des limites théoriques [22, 23, 24, 25, 26, 27, 28, 29, 30, 31]
pour contraindre MH et Λ.

Dans cette section, nous nous concentrons sur les contraintes d’unitarité, de trivialité
et de la stabilité du vide.

1.4.1 Unitarité

Il est bien connu que la matrice S de tous les processus doit être unitaire. En fait, c’est
l’un des arguments principales d’abandonner la théorie de Fermi pour les interactions
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faibles qui viole l’unitarité à l’échelle de Fermi ΛF. Dans le MS, l’unitarité pourrait être
violée dans les processus impliquant l’interaction des composantes longitudinales des bo-
sons vecteurs VLVL → VLVL (où VL = WL ou ZL) si le champ de Higgs est n’est pas inclus
[32, 33]. L’introduction du boson de Higgs est nécessaire pour ne pas violer l’unitarité de
la théorie à haute énergie. Par conséquent, cette condition peut être utilisé pour définir
une limite sur MH .

Figure 1.2 – Diagrammes de Feynman pour la diffusion des bosons W±. (V désigne γ
et Z.)

Prenons comme exemple le processus de diffusionWLWL → WLWL. Outre l’interaction
quartique, il y a aussi d’autres interactions impliquant les diagrammes d’échange de γ,
Z et H dans le canal s et le canal t (voir Figure 1.2). L’amplitude de diffusion pour les
bosons chargésW±, dans la limite des hautes énergies s,M2

H �MW ,MZ , est donnée par 8
[31] :

A(W+
LW

−
L → W+

LW
−
L ) ' A(w+w− → w+w−)

= −
[

2
M2

H

v2
+

(
M2

H

v2

)2
1

s−M2
H

+

(
M2

H

v2

)2
1

t−M2
H

]
,(1.65)

où w± sont les bosons de Goldstone associés aux composantes longitudinales des bosons
de jauge W±. s et t sont les variables de Mandelstam.

L’amplitude de diffusion A peut être décomposée en ondes partielles al de moment
angulaire orbital l :

A = 16π
∞∑
l=0

(2l + 1)Pl(cos θ)al, (1.66)

où Pl(cos θ) sont les polynômes de Legendre. Pour les ondes partielles avec J = 0, on
obtient [31] :

a0 = − M2
H

16πv2

[
2 +

M2
H

s−M2
H

− M2
H

s
log

(
1 +

s

M2
H

)]
. (1.67)

Dans la limite des hautes énergies s�M2
H , a0 se réduit à :

a0

s�M2
H−−−−→ −M2

H

8πv2
. (1.68)

Le fait d’imposer la condition d’unitarité |<(a0)| < 1/2 mène à la limite supérieure sur la
masse du boson de Higgs [32, 33] :

MH . 870 GeV. (1.69)

8. Dans la limite des hautes énergies, s � MW , l’amplitude de diffusion pour les bosons W± est
dominée par les composantes longitudinales de W± qui peut être exprimée en termes de l’amplitude de
diffusion pour les bosons de Goldstone correspondants. C’est le théorème d’équivalence de Goldstone [34].
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Cette limite devient plus forte si l’on considère d’autres amplitudes de diffusion pour les
bosons de jauge longitudinaux [35, 36] :

MH . 710 GeV. (1.70)

Si on considère la limite s�M2
H , a0 devient dans ce cas :

a0

s�M2
H−−−−→ − s

32πv2
. (1.71)

La condition d’unitarité |<(a0)| < 1/2 demande
√
s . 1.8 TeV ou plus précisément√

s . 1.2 TeV au cas où d’autres processus de diffusion sont considérés. Cela signifie que
toute nouvelle physique doit apparaître à des énergies de l’ordre de 1 à 2 TeV afin de
restaurer l’unitarité dans les amplitudes de diffusion des bosons vecteurs longitudinaux.

1.4.2 Trivialité et la stabilité du vide

En fait, en raison des corrections quantiques, les paramètres du MS tels que les cou-
plages et les masses ne sont pas des paramètres fixes mais plutôt dépendent de l’énergie
considéré. Dans le secteur de Higgs, le couplage quartique λ est considéré positive afin
d’assurer la stabilité du vide. Cependant, ce paramètre varie en fonction de l’énergie et
pourrait être négative dans certaines échelles de haute énergie. Cette dépendance en éner-
gie de tel paramètre est contrôlée par l’équation de groupe de renormalisation (RGE).
Dans le MS, λ reçoit une contribution à l’arbre due à l’auto-couplage quartique du Higgs
ainsi que d’autres contributions à l’ordre d’une boucle qui se font par l’intermédiaire du
boson de Higgs lui-même, des fermions lourds et des bosons de jauge massifs (voir Figure
1.3).

Figure 1.3 – Diagrammes à l’ordre d’une boucle contribuant à l’auto-couplage du Higgs.

La dépendance en énergie Q du couplage quartique du Higgs λ est décrit par l’équation
de groupe de renormalisation [31] :

d

dQ
λ(Q) =

3

4π2
λ2(Q). (1.72)

La solution de cette équation, prenant l’échelle électrofaible comme une énergie de réfé-
rence, i.e. Q0 = v, est donnée par :

λ(Q2) = λ(v2)

[
1− 3

4π2
λ(v2) log

Q2

v2

]−1

. (1.73)

Il y a deux cas à considérer. Si Q2 � v2, le couplage quartique devient extrêmement
petit et même disparaît. Dans ce cas, il est dit que la théorie est triviale. Si Q2 � v2, le
couplage croît et peut devenir infini. Cette échelle d’énergie, dans laquelle λ(Q2) devient



1.4. Contraintes théoriques sur la masse du boson de Higgs 19

infini, correspond au pole de Landau, qui est donné en fonction de la masse du boson de
Higgs :

ΛL = v exp

(
2π2

3λ

)
= v exp

(
4πv2

3M2
H

)
. (1.74)

Le fait d’exiger que λ soit fini mène à la coupure d’énergie pour laquelle la théorie est
valide, ΛC ≤ ΛL. Cette condition impose une limite supérieure sur la masse du boson de
Higgs :

M2
H <

8π2v2

3 log
Λ2
C

v2

. (1.75)

À des échelles d’énergies très élevées, par exemple pour une échelle de grande unification
ΛC ∼ 1016 GeV, la masse du boson de Higgs ne devrait pas dépasser 200 GeV. En revanche,
pour ΛC ∼ 103 GeV, la masse du boson de Higgs peut atteindre l’ordre de 1 TeV.

Inversement, quand λ est petit, une contrainte supplémentaire pourrait être imposée
sur MH afin d’assurer la stabilité du vide de la théorie. Pour avoir un potentiel borné par
le bas et donc garder l’auto-couplage du Higgs pour une échelle d’énergie donnée positive,
λ(Q2) > 0, la masse du boson de Higgs doit satisfaire la condition suivante [31] :

M2
H >

v2

8π

[
−12

m4
t

v4
+

3

16

(
2g4 + (g2 + g′2)2

)]
log

Λ2
C

v2
. (1.76)

Notons que les limites sont obtenues par un calcul à l’ordre d’une boucle. Une évalua-
tion plus précise comprenant les résultats à l’ordre de deux boucles est représentée dans
la Figure 1.4.

Figure 1.4 – Contraintes théoriques sur la masse du boson de Higgs MH en fonction de
l’échelle de la nouvelle physique Λ. La borne supérieure montre la contrainte de trivialité,
tandis que la borne inférieure illustre celle obtenue par la stabilité du vide. La région
permise se situe entre les deux bornes [30, 31].
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1.5 Découverte du boson de Higgs

La recherche du boson de Higgs fut un objet principal de nombreuses recherches auprès
des collisionneurs de particules (LEP, Tevatron et LHC). Entre autres, les résultats de
recherche directe auprès du LEP permettent d’obtenir une limite inférieure sur la masse
du boson de Higgs MH > 114 GeV avec un niveau de confiance de 95% [37]. De plus,
les mesures de précision des observables électrofaibles permettent d’estimer la masse du
boson de Higgs d’être autour de 100 ± 30 GeV [38]. Cette estimation est toutefois basée
sur l’hypothèse qu’aucune physique au-delà du MS n’entre en jeu à ces niveaux d’énergie.
Après l’arrêt du LEP, en 2000, les expériences CDF et D0 au Tevatron prennent le relais.
Leurs analyses combinées excluent, à un niveau de confiance de 95%, les deux régions :
100 < MH < 103 GeV et 147 < MH < 180 GeV [39]. De plus, elles ont observées un
excès significatif d’événements dans la gamme de masse 115 < MH < 140 GeV. Hélas, le
Tevatron a été arrêté en septembre 2011, avant qu’il ne puisse réaliser tout son potentiel
pour les recherches du boson de Higgs.

En 2010, le LHC a accumulé une quantité de données en fournissant des limites d’ex-
clusion pour le boson de Higgs. En 2011, les expériences ATLAS et CMS avaient chacune
accumulée ∼ 5 fb−1 des données à une énergie de centre de masse de 7 TeV, et en 2012 elles
ont accumulées 20 fb−1 des données mais cette fois-ci à 8 TeV. Les analyses de ces don-
nées ont permis CMS d’exclure les régions 110 < MH < 122.5 GeV et 127 < MH < 600
GeV [2]. Au fur et à mesure, ATLAS a exclut les régions 110 < MH < 122.6 GeV et
129.7 < MH < 558 GeV [1].

Dans cette section, nous examinons brièvement les différents modes de production
et de désintégration du boson de Higgs au LHC. Nous discutons ensuite la découverte
spectaculaire du boson de Higgs par les deux expériences ATLAS et CMS au LHC, qui
est un moment historique dans la science.

1.5.1 Production du boson de Higgs au LHC

Au LHC, le boson de Higgs peut être produit par différents mécanismes. Entre autres,
les quatre processus de production principaux, illustrés à la Figure 1.5, sont :

• Fusion de gluons (ggF) [40] : gg → H (voir Figure 1.5 (a)). C’est le mode de
production le plus dominant au LHC (voir Figure 1.6). Il s’agit d’un processus
induit par une boucle du quark top virtuelle qui interagit fortement avec le boson
de Higgs. Il convient de souligner que la section efficace de production associée au
tel processus a été calculée avec une précision allant jusqu’à trois boucles en QCD
(N3LO) [41, 42, 43]. Il est à noter que la première observation du boson de Higgs
au LHC a été réalisée grâce à ce mode de production.

• Fusion de bosons vecteurs (VBF) [44, 45, 46, 47] : pp→ V ∗V ∗ → qqH (voir Figure
1.5 (b)). La production de Higgs ici se fera principalement via la fusion des bosons
de jauge W± ou Z. Ce processus de production est théoriquement intéressant car
il donne l’accès aux couplages du Higgs avec WW et ZZ. La section efficace de
production est également assez importante et est presque plus petite d’environ un
ordre de magnitude que celle de la fusion de gluons (voir Figure 1.6). La section
efficace VBF a été calculée à l’ordre de deux boucles (NNLO) [48, 49].

• Production associée avec un boson vecteur W± ou Z (VH ou Higgs-strahlung) [50] :
pp → V ∗ → V H (voir Figure 1.5 (c)). Dans ce processus, le boson de Higgs est
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irradié à partir d’un W± ou Z hors de sa couche de masse produit par l’annihilation
de quarks. Tout comme pour VBF, ce mode de production donne aussi un accès aux
couplages du Higgs avec WW et ZZ. Les sections efficaces de production de VH
sont connues jusqu’à deux boucles en QCD et une boucle en électrofaible (NNLO
QCD + NLO EW) [51, 52, 53, 54].

• Production associée avec une paire de quarks top et anti-top (ttH) [55] : pp→ tt̄H
(voir Figure 1.5 (d)). Dans ce processus, le boson de Higgs est irradié à partir d’une
paire de quarks top et anti-top. Ce mode de production n’a été typiquement pas
utilisé pour la découverte du boson de Higgs mais certainement il a une physique très
intéressante car il offre une possibilité unique de mesurer directement (au niveau de
l’arbre) le couplage du boson Higgs au quark top. La section efficace de production
est connu à l’ordre d’une boucle en QCD (NLO QCD) [56]. Notons, toutefois, que le
taux de production associée avec une paire de quarks bottom et anti-bottom (bbH)
est relativement faible en raison du couplage du boson de Higgs au quark bottom,
qui est supprimé par la masse du quark bottom.

Une discussion détaillée des modes de production mentionnés ci-dessus, incluant les ex-
pressions explicites des sections efficaces correspondantes, est présentée dans la Référence
[31].

g

g

H

(a) Fusion de gluons (ggH)

V ∗

V ∗q′

q

H

(b) Fusion de bosons vecteurs
(VBF)

V ∗

q′

q

H

V

(c) Production associée avec un bo-
son vecteur (VH)

g

g

t̄

H

t

(d) Production associée avec des
quarks top (ttH)

Figure 1.5 – Diagrammes de Feynman représentant les quatre principaux modes de
production du boson de Higgs au LHC.

À titre d’exemple, les valeurs de la section efficace des modes de production principaux
pour une énergie de centre de masse de 13 et 14 TeV et pour une masse MH = 125 GeV
sont résumées dans le Tableau 1.3.
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ggH (pb) VBF (pb) WH (pb) ZH (pb) ttH (pb) bbH (pb)√
s = 13 TeV 48.58 3.782 1.373 0.8839 0.5071 0.4880√
s = 14 TeV 54.67 4.278 1.513 0.9861 0.6137 0.5529

Table 1.3 – Valeurs théoriques de la section efficace des modes de production principaux
au LHC avec une masse MH = 125 GeV. Les valeurs sont données pour une énergie de
centre de masse de 13 et 14 TeV [57]. L’ordre de calcul des sections efficaces est indiqué
dans la Figure 1.6.
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Figure 1.6 – Sections efficaces de production du boson de Higgs du MS à
√
s = 13 et 14

TeV en fonction de sa masse (à gauche et au milieu) et sections efficaces de production
du boson de Higgs en fonction d’énergie de centre de masse (à droite) [57].

1.5.2 Désintégration du boson de Higgs

Une fois le boson de Higgs est produit, et en raison de sa durée vie très courte, qui rend
son observation directe hors portée, il se désintègre très rapidement aux particules légères
du MS (fermions et bosons de jauge). Ce sont ces particules du MS que les expériences
ATLAS et CMS doivent identifier afin de caractériser le boson de Higgs et par conséquent
revendiquer son observation.

Dans le MS, les largeurs de désintégration dépendent des couplages du boson Higgs
aux particules du MS ainsi que leurs masses. Les principaux états finaux dans lesquels le
boson de Higgs se désintègre peuvent être répartis en trois catégories : fermions (sensible au
couplage de Yukawa), bosons vecteurs (sensible au couplage de jauge) et photons, gluons
ou mélange photon-Z (induit par des boucles). Du point de vue phénoménologique, les
largeurs de désintégration partielles ΓH→X (X = WW,ZZ, γγ, ...) sont moins importantes,
mais ce qui compte sont les rapports de branchement (BRs),

BR(H → X) =
ΓH→X
Γtot
H

, (1.77)

avec Γtot
H est la largeur totale, puisqu’ils déterminent la proportion d’un canal de désin-

tégration du boson de Higgs entre d’autres canaux de désintégrations. Dans ce qui suit,
nous discutons brièvement les modes de désintégration possibles du boson de Higgs dans
le MS. Une discussion détaillée ainsi que les expressions explicites au premier ordre ainsi
qu’aux ordres supérieurs se trouvent dans la Référence [31].
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Figure 1.7 – Diagrammes de Feynman représentant les différents modes de désintégration
du boson de Higgs.

• Désintégrations fermioniques : H → ff̄ (voir Figure 1.7 (a)). En vertu que les dés-
intégrations du boson de Higgs en fermions sont proportionnelles à leurs masses, le
boson Higgs se désintégrera préférentiellement vers les fermions les plus massifs per-
mis par la cinématique. Les désintégrations fermioniques sont prédites donc d’avoir
des largeurs partielles faibles, à l’exception de la largeur de désintégration en une
paire de quark top qui n’apparaît qu’au-dessus du seuil MH = 2mt ' 350 GeV. En
effet, pour les fermions légers, la largeur de désintégration partielle, au niveau de
l’arbre, est donnée par :

Γ(H → ff̄) =
GFN

f
c

4
√

2π
MHm

2
f

(
1−

4m2
f

M2
H

)3/2

, (1.78)

où N f
c (N q

c = 3 pour les quarks et N `
c = 1 pour les leptons) est le facteur de

couleur et GF est la constante de Fermi. À partir de l’équation ci-dessus, on peut
voir que les largeurs partielles croissent avec les masses des fermions, et, en dessous
de MH = 2mt, elles sont par ordre d’importance suivant : bb̄, τ+τ−, cc̄, µ+µ−, ss̄,
dd̄, uū et e+e− (voir Figure 1.8). Cependant, au LHC, le bruit de fond QCD rend les
états finaux avec quarks difficiles à identifier. Uniquement, l’état final bb̄ peut être
identifié à travers un algorithme connu sous le nom de b-tagging, avec un rapport
de branchement atteignant plus de 80% pour des masses faibles du boson de Higgs
(voir Figure 1.8). Quant aux leptons, seul l’état final τ+τ− est intéressant, µ+µ− et
e+e− sont très rares.

• Désintégrations bosoniques : H → V V (voir Figure 1.7 (b)). En vertu de sa masse,
le boson de Higgs peut se désintégrer vers un état final à deux bosons de jauge,
qui ne peuvent toutefois pas être sur leur couche de masse. En effet, on peut voir
dans la Figure 1.8 qu’autour de seuils MH ' 160 GeV le mode H → WW prend
beaucoup d’importance avec tous les autres rapports de branchement diminuent
rapidement, puis autour de MH ' 180 GeV le mode H → ZZ devient dorénavant
pertinent. Au-dessous de seuils WW et ZZ, ces modes de désintégration prennent
la forme H → WW ∗ ou ZZ∗ avec le boson hors couche de masse se désintégrant
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immédiatement et deviennent moins importants aux faibles masses du boson de
Higgs, en particulier les masses inférieures à environ 130 GeV (voir Figure 1.8).
Notons que H → ZZ∗ → 4` (` = e, µ) est appelé le canal doré en raison de sa
signature claire et la petitesse de son bruit de fond associé.

• Désintégrations induites par des boucles : H → γγ, γZ, gg. En l’absence d’inter-
actions directes, les couplages Hγγ et HγZ sont induits par l’intermédiaire d’une
boucle de fermion et d’une boucle deW , tandis que le couplage Hgg n’est médié que
par une boucle de quarks top voire de quarks bottom. Les diagrammes de Feynman
correspondants sont représentés à la Figure 1.7 (c) et (d). Encore une fois, au LHC,
le bruit de fond QCD rend l’état final gg, dont la signature est simplement deux
jets, difficile à identifier. Par contre, l’état final γγ est propre, même si son rapport
de branchement est très faible (voir Figure 1.8). Le mode de désintégration γZ est
induit aussi à travers les mêmes boucles que le mode γγ, mais il est moins sensible
expérimentalement à cause de la désintégration de Z. Bien qu’elles soient très rares,
les désintégrations de Higgs induites par des boucles sont très importantes. Notons
bien, toutefois, que le boson de Higgs a été observé pour la première fois dans le
canal H → γγ.
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Figure 1.8 – Rapports de branchement des modes de désintégration du boson de Higgs
en fonction de sa masse [57].

À ce stade, il convient de noter que même si la masse du boson de Higgs change ses
couplages aux fermions et aux bosons de jauge ne changent pas. Cependant sa phénomé-
nologie change en conséquence due à la modification radicale de l’espace de phase associés
aux différents modes de désintégration. Pour MH = 125 GeV, les valeurs du rapport de
branchement des modes de désintégration les plus utilisés par les collaborations ATLAS
et CMS pour le boson de Higgs sont résumées dans le Tableau 1.4.

WW ZZ γγ τ+τ− bb̄ Γtot
H (GeV)

BR 0.2137 0.02619 0.00227 0.06272 0.5824 0.004088

Table 1.4 – Rapports de branchement pour un boson de Higgs avec MH = 125 GeV [57].



1.5. Découverte du boson de Higgs 25

1.5.3 Découverte du boson de Higgs au LHC

Le 4 juillet 2012, les deux collaborations ATLAS [1] et CMS [2] ont officiellement
annoncées l’observation d’une nouvelle particule au LHC avec des propriétés compatibles
avec le boson de Higgs du MS et une masse d’environ 125 GeV. La découverte a été réalisée
principalement grâce aux analyses de deux canaux de désintégration dorés du boson de
Higgs, H → γγ (voir Figure 1.9) et H → ZZ∗ → 4` (voir Figure 1.10), où l’un ou les deux
bosons Z peuvent être hors de leur couche de masse et ` peut être soit un électron, soit un
muon. De nouvelles mesures ou de mises à jour en utilisant les échantillons complets de
données collectées en 2011 et 2012, communément appelées LHC Run 1, ont été publiées
par les deux collaborations expérimentales [58, 59].

Figure 1.9 – Distribution de la masse invariante diphoton obtenue par ATLAS (à gauche)
[60] et par CMS (à droite) [58]. Le pic à 125 GeV est le signal du boson de Higgs. Les
lignes rouges représentent l’ajustement du signal plus bruit de fond. Les deux graphiques
sont générés à partir de l’analyse complète des données du Run 1.

Figure 1.10 – Distribution de la masse invariante des quatre leptons obtenue par ATLAS
(à gauche) [60] et par CMS (à droite) [61]. Le pic autour de 125 GeV est le signal du boson
de Higgs. Les deux graphiques sont générés à partir de l’analyse complète des données du
Run 1.
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Mesure de la masse

En 2015, les collaborations ATLAS et CMS ont combinés leurs données du LHC Run 1
afin de déterminer la masse du boson de Higgs observé en utilisant uniquement les modes
de désintégration H → γγ et H → ZZ → 4` [62]. La masse combinée du boson de Higgs
est :

MH = 125.09± 0.21(stat.)± 0.11(syst.) GeV. (1.79)
Les résultats des mesures de masse du boson de Higgs à partir des analyses individuelles
et de leur combinaison dans les modes séparés H → γγ et H → ZZ → 4` de ATLAS
et de CMS sont illustrés à la Figure 1.11. Des mesures récentes de la masse du boson de
Higgs à partir des analyses individuelles et combinées de ATLAS en utilisant les données
de 36.1 fb−1 du Run 2 à

√
s = 13 TeV enregistrées par le détecteur ATLAS en 2015 et

2016 [63] sont représentées à la Figure 1.12. La masse combinée en utilisant les données
du LHC Run 1 plus Run 2 est MH = 124.97± 0.24 GeV.

 [GeV]Hm
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9

Total Stat. Syst.CMS and ATLAS
 Run 1LHC 						Total      Stat.    Syst.

l+4γγ CMS+ATLAS  0.11) GeV± 0.21 ± 0.24 ( ±125.09 

l 4CMS+ATLAS  0.15) GeV± 0.37 ± 0.40 ( ±125.15 

γγ CMS+ATLAS  0.14) GeV± 0.25 ± 0.29 ( ±125.07 

l4→ZZ→H CMS  0.17) GeV± 0.42 ± 0.45 ( ±125.59 

l4→ZZ→H ATLAS  0.04) GeV± 0.52 ± 0.52 ( ±124.51 

γγ→H CMS  0.15) GeV± 0.31 ± 0.34 ( ±124.70 

γγ→H ATLAS  0.27) GeV± 0.43 ± 0.51 ( ±126.02 

Figure 1.11 – Détermination de la masse du boson de Higgs à partir des analyses in-
dividuelles de ATLAS et de CMS, et de l’analyse combinée en utilisant les données du
LHC Run 1. La ligne verticale rouge et la bande grise correspondent à la valeur centrale
et l’incertitude totale de la mesure combinée, respectivement [62].
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 CombinedRun 2  0.18) GeV± 0.27 ( ±124.86 
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-1 = 13 TeV, 36.1 fbs: Run 2, -1 = 7-8 TeV, 25 fbs: Run 1

Figure 1.12 – Mesures de la masse du boson de Higgs à partir des analyses individuelles
et combinées de ATLAS en utilisant les données du LHC Run 1 plus Run 2. La ligne
verticale rouge et la bande grise correspondent à la valeur centrale et l’incertitude totale
de la mesure combinée, respectivement [63].
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Mesure de l’intensité du signal

L’intensité du signal est la mesure des déviations possibles par rapport à la prédiction
du MS. Il est définie par le signal du Higgs mesuré sur celui prédit par le MS :

µfi =
σiBRf

(σi)MS(BRf )MS

, (1.80)

où i et f sont respectivement les modes de production et de désintégration discutés dans
les Sections 1.5.1 et 1.5.2. L’intensité du signal dans l’équation (1.80) est en fait le produit
de l’intensité du signal pour un processus de production spécifique i, µi = σi/(σi)MS, et
celle pour un mode de désintégration spécifique f , µf = BRf/(BRf )MS. Pour que leurs
mesures soient cohérentes avec les attentes du MS, l’intensité du signal devrait être autour
de 1 dans les incertitudes expérimentales.

µi ATLAS CMS ATLAS+CMS µf ATLAS CMS ATLAS+CMS

µggH 1.26+0.23
−0.20 0.84+0.18

−0.16 1.03+0.16
−0.14 µγγ 1.14+0.27

−0.25 1.11+0.25
−0.23 1.14+0.19

−0.18

µVBF 1.21+0.33
−0.30 1.14+0.37

−0.34 1.18+0.25
−0.23 µZZ 1.52+0.40

−0.34 1.04+0.32
−0.26 1.29+0.26

−0.23

µWH 1.25+0.56
−0.52 0.46+0.57

−0.53 0.89+0.40
−0.38 µWW 1.22+0.23

−0.34 0.90+0.23
−0.21 1.09+0.18

−0.16

µZH 0.30+0.51
−0.45 1.35+0.58

−0.54 0.79+0.38
−0.36 µττ 1.41+0.40

−0.36 0.88+0.30
−0.28 1.11+0.24

−0.22

µttH 1.9+0.8
−0.7 2.9+1.0

−0.9 2.3+0.7
−0.6 µbb̄ 0.62+0.37

−0.37 0.81+0.45
−0.43 0.70+0.29

−0.27

Table 1.5 – Intensités du signal mesurées µ et leurs incertitudes totales pour chaque mode
de production et de désintégration du bosons de Higgs [64]. Les résultats sont obtenus
à partir des analyses individuelles et combinées de ATLAS et de CMS en utilisant les
données du Run 1.

Les résultats de mesures de l’intensité du signal pour chaque mode de production et
de désintégration correspondants aux données combinées de

√
s = 7 plus 8 TeV sont

listés dans le Tableau 1.5. La mesure combinée de l’intensité du signal la mieux ajustée
µ en utilisant les ensembles de données de ATLAS et de CMS est µ = 1.09+0.11

−0.07 [64]. Des
mesures récentes de l’intensité du signal basée sur les données collectées par ATLAS avec
une luminosité intégrée allant jusqu’à 79.8 fb−1 à

√
s = 13 TeV [65] et CMS avec une

luminosité intégrée de 35.9 fb−1 à
√
s = 13 TeV [66] sont µ = 1.17+0.10

−0.10 et µ = 1.13+0.09
−0.08,

respectivement. De plus, une combinaison des résultats obtenus en utilisant les données
enregistrées par CMS à

√
s = 13 TeV en 2016, 2017 et 2018 correspondant à une luminosité

intégrée allant jusqu’à 137 fb−1 avec MH = 125.09 GeV permet d’obtenir l’intensité du
signal µ = 1.02+0.07

−0.06 [67]. La nouvelle combinaison de toutes les données du Run 2 donne
µ = 1.002 ± 0, 057 [68], ce qui est en très bon accord avec la prédiction du MS. Les
intensités du signal, correspondantes à chaque mode de production et de désintégration
du boson de Higgs, mesurées par CMS [68], sont représentées à la Figure 1.13. Il est
évident que la mesure des intensités de signal est compatibles avec les attentes du MS.

Spin et parité

Afin de s’assurer que la nouvelle particule découverte corresponde absolument à un
boson scalaire de spin 0 compatible avec les prédictions du MS, il est nécessaire de mesurer
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Figure 1.13 – Intensités du signal pour chaque mode production et de désintégration
du boson de Higgs mesurées par CMS à

√
s = 13 TeV et avec une luminosité intégrée

de 138 fb−1 [68]. La ligne noire épaisse (fine) indique l’intervalle de confiance à 1σ (2σ).
Les bandes rouge et bleue représentent les incertitudes systématique et statistique à 1σ,
respectivement. La ligne verticale tiretée à l’unité représente les valeurs de µi et µf dans
le MS.

son spin et sa parité. En fait, il est connu depuis longtemps qu’une particule massive de
spin 1 ne peut pas se désintégrer directement en deux photons, le théorème de Landau-
Yang [69, 70]. Du fait de l’observation de la désintégration de la particule découverte en
paire de photons, l’hypothèse du spin 1 est fortement défavorisée et par conséquent la
particule peut avoir soit un spin 0, soit un spin 2. Expérimentalement, les collaborations
ATLAS et CMS [71, 72] ont exclues l’hypothèse du spin 2 ainsi que l’hypothèse du spin
0 avec une parité négative (particule pseudoscalaire). L’hypothèse du spin 0 avec une
parité positive (JP = 0+) a été testée par les deux collaborations en utilisant les modes
de désintégration H → ZZ∗ → 4`, H → WW → 2`2ν` (où ` peut être soit un électron,
soit un muon) et H → γγ avec une luminosité intégrée de 25 fb−1 des données collectées
par ATLAS et une luminosité allant jusqu’à 19.7 fb−1 des données collectées par CMS.
Les données sont compatibles avec JP = 0+ pour le boson de Higgs. Il s’agit bien donc
du boson de Higgs du MS !

1.6 Conclusion
Le sujet central de ce chapitre est la physique du boson de Higgs au LHC. Nous avons

commencé par une description générale du MS en donnant les briques nécessaires à la
construction d’une telle théorie. Nous avons ensuite montré comment le mécanisme de
Higgs permet aux fermions et aux bosons de jauge d’acquérir une masse. Enfin, nous
avons examiné les modes de production principaux du boson de Higgs au LHC ainsi
que ses modes de désintégration possibles. Nous avons discuté également l’observation du
boson de Higgs avec une masse autour de 125 GeV par les deux collaborations ATLAS et
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CMS.
En dépit de ces merveilleuses réalisations, quelques lacunes à savoir la violation de CP,

la matière noire et l’énergie sombre, gravité quantique, la masse des neutrinos et d’autres,
viennent ternir l’image du MS, rendant évident le fait que cette description doit encore
être étendue.



Chapitre 2

Au-delà du Modèle Standard : Modèle
à Deux Doublets de Higgs

2.1 Introduction et motivations

Suite à la découverte d’une nouvelle particule au LHC dont les propriétés sont com-
patible avec celles prédites par le Modèle Standard (MS), les modèles avec un secteur de
Higgs étendu sont soumis à des contraintes expérimentales drastiques. Il est particulière-
ment important d’évaluer dans ce contexte toutes les possibilités d’autres états de Higgs
qui pourraient avoir échappé à la détection au Run 1 et 2 du LHC. Le 2HDM consti-
tue entre autres un cadre théorique simple et attrayant pour de telles considérations. Le
2HDM est conçu en ajoutant simplement un doublet de champ scalaire supplémentaire
au contenu du secteur de Higgs du MS tout en préservant les symétries du Lagrangien.
Il a été proposé pour la première fois par T.D. Lee [3] comme un moyen de fournir une
source supplémentaire de violation de CP, contribuant ainsi à expliquer l’asymétrie ma-
tière anti-matière observée dans l’Univers. Ces dernières années, le 2HDM a été utilisé
comme un modèle benchmark pour faciliter l’identification d’éventuelles déviations par
rapport au MS.

Du point de vue théorique, il existe de nombreuses motivations pour le 2HDM. La
motivation la plus connue est la supersymétrie [73], qui apporte des réponses à de nom-
breux problèmes du MS tels que le problème de la hiérarchie et possède des candidats
sérieux de la matière noire. En effet, toutes les théories supersymétriques ont besoin d’au
moins deux doublets de Higgs afin de donner une masse à tous les fermions et à leurs
partenaires supersymétriques, et d’annuler les anomalies. Plus généralement, autant de
modèles au-delà du MS contiennent un secteur scalaire avec deux doublets de Higgs, le
2HDM est souvent présent comme une sous-structure de ces théories plus génériques. Une
autre motivation pour le 2HDM est que le MS est incapable de générer une asymétrie
baryonique suffisante de l’Univers. En raison de la flexibilité de leur spectre de masse
scalaire et à la présence des sources supplémentaires de violation de CP, le 2HDM est ca-
pable de le faire. La baryogenèse dans le 2HDM a été largement étudiée dans la littérature
[74, 75, 76, 77, 78, 79, 80, 81]. De nouvelles possibilités excitantes de violation explicite ou
spontanée de CP constituent l’une des caractéristiques attrayantes de 2HDM. Du point de
vue expérimentale, contrairement au MS, avec d’autres états de Higgs et divers modes de
désintégration ou rapports de branchement, les défis expérimentaux seront très différents
de ceux du MS.

Dans ce chapitre, nous donnons d’abord une description générale du 2HDM, en par-
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ticulier sa version minimale conservant CP. C’est la version fréquemment utilisée par les
collaborations ATLAS et CMS pour réaliser des études phénoménologiques impliquant
la production et la désintégration des bosons de Higgs additionnels. Des descriptions
complètes de différentes versions du 2HDM peuvent être trouvées dans les Références
[82, 83, 84, 85, 86]. Nous discutons ensuite les différentes contraintes théoriques imposées
à l’espace des paramètre du 2HDM. Finalement, nous étudions la phénoménologie du
boson de Higgs chargé au LHC.

2.2 Description générale du modèle

Au-delà du MS, le 2HDM fournit l’une des extensions les plus simples et les plus
directes d’un secteur de Higgs étendu. Il consiste à ajouter un doublet de Higgs supplé-
mentaire avec les mêmes nombres quantiques que celui du MS. Le MS Supersymétrique
Minimal (MSSM) contient ainsi deux doublets de Higgs. Le secteur de Higgs du MSSM
est extrêmement bien étudié dans la Référence [87].

Il est bien connu que la présence d’un doublet unique dans le MS joue un rôle double,
en générant la masse des bosons de jauge et des fermions (ces derniers via l’introduction
des couplages de Yukawa). Cette dynamique produit deux contraintes fortes. La première
contrainte est liée au secteur bosonique : ρ = M2

W±/(M
2
Z cos2 θW ) ≈ 1, ce qui est en bon

accord avec l’expérience. La seconde contrainte est liée au secteur fermionique et garantit
l’absence de courants neutres changeant la saveur (FCNC). Donc, toute extension du MS
doit obligatoirement satisfaire ces deux contraintes.

En effet, le paramètre ρ est une preuve essentielle de la structure scalaire. Dans un
modèle avec n multiplets de champs scalaires φi, un isospin faible Ii, une hypercharge
faible Yi, et une valeur moyenne dans le vide des composantes neutres vi, le paramètre
phénoménologique ρ est donné par, au niveau de l’arbre [86] :

ρ =

n∑
i=1

[
Ii (Ii + 1)− 1

4
Y 2
i

]
vi

n∑
i=1

1

2
Y 2
i vi

. (2.1)

Selon l’équation (2.1), un doublet SU(2) avec une hypercharge Y = ±1 donne ρ = 1.
Mais un nombre arbitraire de doublets avec Y = ±1 donne automatiquement ρ = 1.
Néanmoins, la somme des carrés des valeurs moyennes dans le vide de ces doublets scalaires
est aussi sérieusement limitée par les masses bien connues des bosons de jauge W et Z.
Le 2HDM fournit un cadre théorique immensément populaire conservant cette symétrie.
De plus, la contribution, du 2HDM, à l’ordre d’une boucle au paramètre ρ est contrôlée
tant que certaines relations de masse de Higgs sont respectées. Dans le secteur de Yukawa,
par railleurs, si les deux doublets de Higgs se couplent à tous les fermions, ils peuvent
engendrer des courants neutres changeant la saveur au niveau de l’arbre. Pour éviter ces
derniers, qui sont incompatible avec l’expérience, la solution la plus élégante est dictée par
le théorème de Glashow-Weinberg [88] : les courants neutres changeant la saveur peuvent
être évités au niveau de l’arbre si on impose une symétrie discrète Z2 telle que chaque
type de fermion ne se couple qu’à l’un des doublets de Higgs. Par conséquent, il existe
quatre types possibles de 2HDM : type-I, dans lequel un seul doublet de Higgs se couple
aux fermions ; type-II, dans lequel un doublet de Higgs se couple aux quarks up et l’autre
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doublet de Higgs se couple aux quarks down et aux leptons chargés ; type-X (ou lepton-
specific), dans lequel un doublet se couple à tous les quarks et l’autre doublet se couple
aux leptons chargés ; et type-Y (ou flipped), dans lequel un doublet se couple aux quarks
down et l’autre se couple aux quarks up et aux leptons chargés.

Dans cette section, nous examinons la structure théorique du 2HDM. Nous discutons
le potentiel scalaire du 2HDM ainsi que les couplages de Higgs.

2.2.1 Potentiel de Higgs

Soit Φ1 et Φ2 dénotent deux doublets de champs scalaires complexes SU(2)L d’hyper-
charge Y1,2 = 1 tels que :

Φa =

(
φ+
a

φ0
a

)
, a = 1, 2, (2.2)

avec φ+ et φ0 sont des champs complexes.
Le potentiel scalaire invariant de jauge le plus général est :

V (Φ1,Φ2) = m2
11Φ†1Φ1 +m2

22Φ†2Φ2 −
[
m2

12Φ†1Φ2 + h.c.
]

+
λ1

2

(
Φ†1Φ1

)2

+
λ2

2

(
Φ†2Φ2

)2

+ λ3

(
Φ†1Φ1

)(
Φ†2Φ2

)
+ λ4

(
Φ†1Φ2

)(
Φ†2Φ1

)
+

{
λ5

2

(
Φ†1Φ2

)2

+
[
λ6

(
Φ†1Φ1

)
+ λ7

(
Φ†2Φ2

)](
Φ†1Φ2

)
+ h.c.

}
. (2.3)

En général, les paramètres m2
12, λ6 et λ7 peuvent être complexes. Dans de nombreuses

discussions, les termes proportionnels à λ6 et λ7 sont absents (si des hypothèses supplé-
mentaires sont imposées). Ceci peut être réalisé en imposant une symétrie discrète Z2,
Φ1 → Φ1 et Φ2 → −Φ2, sur le modèle afin d’assurer l’absence de FCNC. Une telle symé-
trie exigerait aussi m2

12 = 0, à moins que nous permettions une violation douce de cette
symétrie discrète par des termes de dimension deux. En outre, pour éviter une violation
explicite 1 de CP dans le secteur de Higgs, les paramètres m2

12 et λi (i = 1, ..., 5) sont
supposés être réels.

Tout comme dans le MS, les champs scalaires (Φ1 et Φ2) développent des valeurs
moyennes dans le vide non nulles. Nous supposons que les paramètres du potentiel scalaire
sont choisis de telle sorte que son minimum respecte la symétrie de jauge U(1)em. Les
valeurs moyennes dans le vide des champs scalaires sont de la forme suivante :

〈Φ1〉0 =
1√
2

(
0

v1

)
, 〈Φ2〉0 =

1√
2

(
0

v2

)
. (2.4)

Il est intéressant de noter que le 2HDM offre aussi une possibilité de violation spontanée
de CP dans le cas où il existe une phase relative entre les valeurs moyennes dans le vide
des deux doublets. Nous supposons ici que v1 et v2 sont réels et positives afin d’éviter une
telle violation. Dans cette version conservant CP, les paramètres de masse carrée m2

11 et
m2

22 peuvent être substitués en minimisant le potentiel scalaire :

m2
11 = m2

12tβ −
1

2
v2(λ1c

2
β + λ345s

2
β), (2.5)

m2
22 = m2

12t
−1
β −

1

2
v2(λ2s

2
β + λ345c

2
β), (2.6)

1. Pour avoir une violation explicite de CP, l’un au moins des paramètres m2
12, λ6 et λ7 doit être

complexe.
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où nous avons défini :

λ345 ≡ λ3 + λ4 + λ5, tβ ≡ tan β ≡ v2

v1

, sβ ≡ sin β, cβ ≡ cos β, (2.7)

où, par convention, on choisit 0 ≤ β ≤ π/2, et

v2 ≡ v2
1 + v2

2 =
4M2

W

g2
= (246 GeV)2. (2.8)

Par analogie avec le MS, on développe les champs Φ1 et Φ2 autour de v1 et v2, respec-
tivement,

Φa =

(
φ+
a

(va + ρa + iηa)/
√

2

)
, a = 1, 2. (2.9)

Parmi les huit degrés de liberté scalaires d’origine, trois bosons de Goldstone (G± et G)
sont absorbés ("mangés") par les bosons de jauge W± et Z après la brisure spontanée
de symétrie, comme dans le cas du MS. Les cinq particules de Higgs physiques restantes
sont : deux états neutres CP-even (h et H, avec Mh < MH), un état neutre CP-odd (A)
et une paire de Higgs chargée (H±). Dans la base des états propres de masse, on définit :(

G±

H±

)
=

(
cβ sβ

−sβ cβ

)(
φ±1
φ±2

)
, (2.10)(

G

A

)
=

(
cβ sβ

−sβ cβ

)(
η1

η2

)
, (2.11)

avec les masses résultantes pour les états CP-odd et Higgs chargé sont :

M2
A =

m2
12

sβcβ
− λ5v

2, (2.12)

M2
H± = M2

A +
1

2
v2(λ5 − λ4). (2.13)

En définissant les états neutres CP-even H et h :

H = ρ1cα + ρ2sα, (2.14)
h = −ρ1sα + ρ2cα, (2.15)

les masses et l’angle de mélange α sont trouvés à partir du processus de diagonalisation
suivant : (

M2
H 0

0 M2
h

)
=

(
cα sα

−sα cα

)(
M2

11 M2
12

M2
12 M2

22

)(
cα −sα
sα cα

)

=

(
M2

11c
2
α + 2M2

12cαsα +M2
22s

2
α M2

12(c2
α − s2

α) + (M2
22 −M2

11)sαcα

M2
12(c2

α − s2
α) + (M2

22 −M2
11)sαcα M2

11s
2
α − 2M2

12cαsα +M2
22c

2
α

)
.(2.16)

Les éléments diagonaux de la matrice de masse carré CP-even sont donnés par :

M2
H,h =

1

2

[
M2

11 +M2
22 ±

√
(M2

11 −M2
22)

2
+ 4 (M2

12)
2

]
. (2.17)
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L’angle de mélange α est évalué en mettant à zéro les éléments hors diagonale de la
matrice de masse carrée CP-even (équation (2.16)). L’angle de mélange α est fixé par :

s2α =
2M2

12√
(M2

11 −M2
22)2 + 4(M2

12)2
, (2.18)

c2α =
M2

11 −M2
22√

(M2
11 −M2

11)2 + 4(M2
12)2

. (2.19)

Il est souvent commode de prendre −π/2 ≤ α ≤ π/2.

La base de Higgs et la base physique

En fait, le potentiel de Higgs du 2HDM peut être exprimé dans différent bases avec
des significations physiques différentes. La base utilisée dans l’équation (2.3) est connu
sous le nom de base-Z2 (ou base générale). Deux autres bases possibles sont la base de
Higgs et la base physique.

Dans la base de Higgs, les deux doublets de Higgs H1 et H2 sont définis de sorte que
seul le premier doublet H1 acquiert une valeur moyenne dans le vide non nulle :(

H1

H2

)
=

(
cβ sβ

−sβ cβ

)(
Φ1

Φ2

)
, 〈H1〉0 =

v√
2
, 〈H2〉0 = 0. (2.20)

À partir de cette définition, v1 et v2 sont exprimés en fonction de l’angle β :

v1 = v cos β, v2 = v sin β, tan β =
v2

v1

. (2.21)

Dans le 2HDM conservant CP, la base de Higgs a une propriété de diagonaliser les
secteurs chargés et pseudoscalaires. Cela implique que les doublets H1 et H2 prennent la
forme :

H1 =

(
G±

(v + h1 + iG)/
√

2

)
, H2 =

(
H±

(h2 + iA)/
√

2

)
, (2.22)

avec G± et G sont les bosons de Goldstone absorbés par les bosons de jaugeW± et Z, H±
sont les bosons de Higgs chargés de masse MH± et A est le boson de Higgs pseudoscalaire
de masse MA. h1 et h2 sont les scalaires neutres qui ne sont pas des états propres de
masse. L’expression du potentiel scalaire ainsi que les termes de masse dans la base de
Higgs peuvent être trouvées dans la Référence [89].

Comme la base de Higgs nous permet de traiter les bosons de Higgs chargé et pseu-
doscalaire physiques, les deux états scalaires h1 et h2 ne sont pas des états propres de
masse et donc pas des champs physiques. Pour obtenir les états propres de masse h et H,
il faut effectuer une autre rotation d’angle α. En effet,

H = h1cβ−α − h2sβ−α, (2.23)
h = h1sβ−α + h2cβ−α, (2.24)

avec cβ−α ≡ cos(β − α) et sβ−α ≡ sin(β − α). Cette nouvelle base est appelée base phy-
sique puisqu’elle nous permet de travailler avec les cinq Higgs physiques h, H, A et H±.
Cette paramétrisation est extrêmement puissante pour des études phénoménologiques, car
elle nous donne la liberté d’entrer les masses de Higgs d’intérêt particulier.
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2.2.2 Couplages de Higgs

Par analogie avec le MS, les couplages des bosons de Higgs aux bosons de jauge sont
obtenus du terme cinétique de Higgs du 2HDM :

Lcin.
Higgs = (DµΦ1)†(DµΦ1) + (DµΦ2)†(DµΦ2), Dµ = ∂µ − igW a

µ τ
a − ig′Bµ

2
. (2.25)

En développant cette partie cinétique du Lagrangien et en effectuant les transformations
appropriées définies ci-dessus afin d’obtenir les champs physiques, on peut identifier les
couplages entre un Higgs et deux bosons de jauge et entre un boson de jauge et deux
bosons de Higgs, ainsi que les couplages entre deux bosons de jauge et deux bosons de
Higgs. Considérons d’abord les couplages entre un boson de Higgs et deux bosons de
jauge. Comme dans le MS, les couplages Higgs-γγ, Higgs-γZ et Higgs-gg n’apparaissent
pas au niveau de l’arbre. L’invariance sous CP interdit les couplages du boson de Higgs
CP-odd aux bosons de jauge AWW et AZZ. Les couplages des bosons de Higgs CP-
even aux bosons de jauge hV V et HV V (V = W± ou Z) sont les plus pertinents pour
la physique de Higgs au LHC. Si l’on désigne le boson de Higgs du MS par HMS, ces
couplages normalisés par rapport au couplage du MS HMSV V , sont donnés par la formule
suivante :

ghV V = sin(β − α), gHV V = cos(β − α). (2.26)

Les couplages ghV V et gHV V sont complémentaires et la somme de leurs carrés est juste
le carré du couplage du boson de Higgs du MS gHMSV V , i.e.

g2
hV V + g2

HV V = g2
HMSV V

. (2.27)

Comme prévu, si h est un boson de Higgs de type MS, donc ghV V ' 1, tandis que si H
est un boson de Higgs de type MS, donc gHV V ' 1. Par conséquent, chaque scénario peut
expliquer le signal du boson de Higgs observé à 125 GeV au LHC.

Pour les couplages entre deux bosons de Higgs et un boson de jauge, l’invariance CP
implique que les deux bosons de Higgs doivent avoir une parité opposée et, par conséquent,
il n’y a pas de couplages Zhh, ZHh, ZHH et ZAA. Il faut aussi mentionner qu’il n’y a
pas de couplages W∓H±γ et W∓H±Z dans le 2HDM. Seuls les couplages AZh et AZH
sont autorisés dans le secteur neutre, tandis que, dans le secteur chargé, les trois couplages
H±W∓h, H±W∓H et H±W∓A sont présents. Notons que les couplages des bosons de
Higgs CP-even h et H aux états AZ et H±W∓ sont aussi complémentaires, i.e.

g2
AZh + g2

AZH = g2
HMSZZ

, (2.28)
g2
H±W∓h + g2

H±W∓H = g2
H±W∓A = g2

HMSWW . (2.29)

Cette complémentarité est nécessaire afin de satisfaire la contrainte d’unitarité dans
les processus de diffusion AZ → AZ et H+W− → H+W− [82]. Afin d’éviter la vio-
lation d’unitarité dans AZ → W+W−, les forces de couplage ZAh et ZAH doivent
avoir exactement le rapport correct. De même, l’unitarité pour le processus de diffusion
H+W− → W+W− détermine les couplages H±W∓h et H±W∓H. Ainsi, les contraintes
d’unitarité fixent de façon unique les couplages de h et H à AZ et à H±W∓ comme suit
[82] :

gAZh =
g

2 cos θW
cos(β − α), gH±W∓h =

g

2
cos(β − α) (2.30)

gAZH =
g

2 cos θW
sin(β − α), gH±W∓H =

g

2
sin(β − α). (2.31)
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Un résumé des couplages possibles à l’arbre et à l’ordre des boucles entre un boson de
Higgs et deux bosons de jauge ainsi qu’entre deux bosons de Higgs et un boson de jauge
se trouve dans la Référence [87].

Passons maintenant au secteur de Yukawa et considérons les couplages des bosons
de Higgs aux fermions. Par analogie avec l’équation (1.30), les interactions de Yukawa
prennent la forme générale :

LYukawa =
2∑
i=1

3∑
j,k=1

−y`(i)jk L̄L,jΦieR,k − yd(i)
jk Q̄L,jΦidR,k − yu(i)

jk Q̄L,jΦ̃iuR,k + h.c., (2.32)

avec i = 1, 2 indique les deux doublets de Higgs et j, k = 1, 2, 3 indiquant les trois
générations de fermions. yjk sont les matrices 3×3 des couplages de Yukawa et Φ̃i = iσ2Φ∗i
est le complexe conjugué du doublet de Higgs. En fait, si tous les termes de l’équation
(2.32) sont présents, autrement dit, si les deux doublets de Higgs se couplent à tous les
fermions, des courants neutres changeant la saveur au niveau de l’arbre seraient présents,
ce qui est en contradiction avec l’expérience. Pour éviter les FCNC au niveau de l’arbre,
la symétrie discrète Z2 est étendue au Lagrangien de Yukawa, telle que les deux doublets
de Higgs se transforment comme (Φ1 → Φ1, Φ2 → −Φ2) et les champs de fermions se
transforment comme (fL → fL, fR → ±fR). Il y a donc quatre choix possibles de ces
transformations par rapport à Z2, que nous montrons dans le Tableau 2.1 [90]. Si un type
de fermion – disons par exemple les leptons chargés – se transforme comme (eL → eL,
eR → +eR) donc le seul terme dans le Lagrangien de Yukawa respectant la symétrie Z2

est −y`(1)
jk L̄L,jΦ1eR,k. On dit que les leptons chargés se couplent uniquement au doublet

Φ1. Par contre, s’ils se transforment comme (eL → eL, eR → −eR), donc le seul terme
de Yukawa survivant est −y`(2)

jk L̄L,jΦ2eR,k. Ici les leptons chargés ne se couplent qu’à Φ2.
Dans ces deux cas, une seule des deux matrices de Yukawa y`(i)jk apparaît maintenant dans
le Lagrangien pour chaque type de fermions. Comme dans le MS, cette matrice peut donc
être entièrement diagonalisée et les FCNC sont supprimés.

Φ1 Φ2 uR dR `R QL, LL

type-I + − − − − +

type-II + − − + + +

type-X + − − − + +

type-Y + − − + − +

Table 2.1 – Les quatre affectations de charge Z2 possibles qui interdisent les FCNC au
niveau de l’arbre dans le 2HDM.

Autrement dit, il n’existe que quatre façons différentes de coupler les trois générations
de fermions aux deux doublets Higgs. Chacune d’entre elle porte un nom spécifique –
type-I, type-II, type-X et type-Y (voir Tableau 2.1). Dans le 2HDM type-I, tous les quarks
et les leptons chargés acquièrent leurs masses par leurs couplages à Φ2. Dans le 2HDM
type-II, les masses des quarks up sont générées par le vev de Φ2, tandis que celles des
quarks down et des leptons chargés sont générées par celui de Φ1. Notons que le secteur de
Higgs du MSSM est un 2HDM spécial dont l’interaction de Yukawa est de type-II. Dans
le type-X, tous les quarks obtiennent leurs masses via leurs interactions avec Φ2, tandis
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que les masses des leptons chargés sont obtenues de Φ1. Le type de Yukawa restant est
appelé 2HDM type-Y. Dans ce cas, les quarks up et les leptons chargés acquièrent leurs
masses via leurs interactions avec Φ2, alors que les quarks down acquièrent leurs masses
via l’interaction avec Φ1.

Après la brisure spontanée de la symétrie électrofaible, les interactions de Yukawa sont
exprimées en termes d’états propres de masse des bosons de Higgs comme suit [90] :

LYukawa = −
∑
f=u,d,l

(mf

v
κhf f̄fh+

mf

v
κHf f̄fH − i

mf

v
κAf f̄γ5fA

)
−
(√

2Vud
v

ū
(
muκ

A
uPL +mdκ

A
d PR

)
dH+ +

√
2m`κ

A
`

v
ν̄L`RH

+ + h.c.

)
,(2.33)

où κSf (S = h,H,A) sont les couplages de Higgs aux fermions normalisés aux couplages du
Higgs du MS, qui sont donnés dans le Tableau 2.2. Les couplages du boson de Higgs chargé
aux fermions suivent ceux du Higgs CP-odd A. PL/R sont les opérateurs de projection et
Vud désigne un élément de la matrice de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM).

κhu κhd κhl κHu κHd κHl κAu κAd κAl

type-I cα/sβ cα/sβ cα/sβ sα/sβ sα/sβ sα/sβ cβ/sβ −cβ/sβ −cβ/sβ
type-II cα/sβ −sα/cβ −sα/cβ sα/sβ cα/cβ cα/cβ cβ/sβ sβ/cβ sβ/cβ

type-X cα/sβ cα/sβ −sα/cβ sα/sβ sα/sβ cα/cβ cβ/sβ −cβ/sβ sβ/cβ

type-Y cα/sβ −sα/cβ cα/sβ sα/sβ cα/cβ sα/sβ cβ/sβ sβ/cβ −cβ/sβ

Table 2.2 – Couplages de Higgs neutres h, H et A aux fermions normalisés aux couplages
du Higgs du MS dans les quatre types du 2HDM. Les couplages du boson de Higgs chargé
aux fermions suivent ceux du Higgs CP-odd A.

Dans le cas d’un boson de Higgs chargé, le couplage au canal tb̄ est donné par :

gH+tb̄ =

√
2Vtb
v

(
mtκ

A
uPL +mbκ

A
d PR

)
, (2.34)

où κAu,d sont donnés dans le Tableau 2.2. Dans le 2HDM type-I (type-X), les deux compo-
santes gauche et droite de gH+tb̄ sont proportionnelles à 1/ tan β. Si tan β � 1, le couplage
au canal tb̄ (à tous les fermions dans type-I) est supprimé, ce qui rend le Higgs chargé
fermiophobique (quark-phobique dans type-X). Dans ce cas, les couplages de Yukawa sup-
priment les modes de production et de désintégration impliquant les quarks (et leptons
dans le type-I), permettant ainsi à d’autres modes alternatifs de dominer largement la
phénoménologie du boson Higgs chargé (voir Chapitre 3 pour plus de détails).

Avant de clôturer cette section, nous présentons les couplages entre les bosons de Higgs



38 Chapitre 2. Au-delà du Modèle Standard : Modèle à Deux Doublets de Higgs

dans le 2HDM. Dans la base générale, on a les couplages suivants [84] :

ghAA = −v [λT sβ−α − λUcβ−α] , (2.35)
gHAA = −v [λT cβ−α − λUsβ−α] , (2.36)

gHhh = 3v

[
λcβ−α

(
−2

3
+ s2

β−α

)
− λ̂sβ−α

(
1− 3c2

β−α
)

+ (2λA − λT ) cβ−α

(
1

3
− s2

β−α

)
− λUc2

β−αsβ−α

]
, (2.37)

ghH+H− = −v [(λT + λF ) sβ−α − λUcβ−α] , (2.38)

où

λT =
1

4
s2

2β(λ1 + λ2) + λ345(s4
β + c4

β)− 2λ5, (2.39)

λU =
1

2
s2β(s2

βλ1 − c2
βλ2 − c2βλ345), (2.40)

λ = λ1c
4
β + λ3s

4
β +

1

2
λ345s

2
2β, (2.41)

λ̂ =
1

2
s2β

[
λ1c

2
β − λ2s

2
β − λ345c2β

]
, (2.42)

λA = c2β(λ1c
2
β − λ2s

2
β) + λ345s

2
2β − λ5, (2.43)

λF = λ5 − λ4. (2.44)

Notons que nous avons présenté ci-dessus que les couplages qui sont pertinents pour la
discussion suivante. Une liste complète des couplages cubiques et quartiques peut être
trouvée dans la Référence [84].

2.2.3 Couplages de Higgs dans la limite d’alignement

Dans l’approche de la limite dite d’alignement [84, 91, 92, 93, 94, 95, 96, 97], l’un des
états neutres CP-even (h ou H) est approximativement aligné dans l’espace des champs
avec la direction du vev v. Ceci motive l’introduction de la base de Higgs, dans laquelle
seul le doublet H1 acquiert un vev non nul (voir équation 2.20). Dans ce cas, le couplage
du boson de Higgs du MS aux bosons de jauge V V (V = W± ou Z) est récupéré par
l’un des états de Higgs physiques h (ghV V → 1) ou H (gHV V → 1). Bien sûr, pour être
cohérent avec les mesures du LHC, h ou H doit donc être identifié avec l’état du MS
observé à 125 GeV.
La limite d’alignement est plus accessible dans la limite de découplage [84], où h est l’état
de Higgs de type MS avec une masse fixée à 125 GeV et les autres états de Higgs H,
A et H± sont très lourds. Cependant, la limite d’alignement du 2HDM peut aussi se
produire lorsque les autres états de Higgs sont légers, i.e. un alignement sans découplage.
Dans ce scénario, l’un ou plusieurs des bosons de Higgs non MS peuvent être légers. La
phénoménologie du 2HDM dans des régions de son espace de paramètres proches de la
limite d’alignement sans découplage fait partie des objectifs visés par cette thèse.

En fait, la phénoménologie du 2HDM dépend précisément des différents couplages
des bosons de Higgs aux bosons de jauge, aux bosons de Higgs et aux fermions. Dans la
limite d’alignement où cos(β − α) → 0, ghV V = gHMSV V et gHV V → 0. Dans ce cas, h
est identifié au Higgs du MS de masse 125 GeV. De plus, les couplages AZh et H±W∓h
disparaissent, tandis que les couplages AZH et H±W∓H sont maximisés. Par contre, si H
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est exactement le boson de Higgs du MS, sin(β − α)→ 0 et gHV V = gHMSV V . Dans ce cas,
les couplages AZH et H±W∓H disparaissent, tandis que les couplages AZh et H±W∓h
sont maximisés. Cela motive la recherche d’un boson de Higgs chargé dans ses canaux de
désintégration bosoniques H± → W±H et H± → W±h, car ils sont proportionnels aux
couplages H±W∓H et H±W∓h, respectivement. Ce qui montre qu’au moins l’un de ces
canaux de désintégration est maximisés dans la limite d’alignement. Le canal H± → W±A
est proportionnel au vertex H±W∓A qui est un couplage indépendant des paramètres α
et β. S’ils sont cinématiquement permis, les canaux de désintégration bosoniques pourrait
fournir une avenue expérimentale prometteuse pour la recherche d’un boson de Higgs
chargé au LHC (voir la discussion des chapitres suivants). La recherche de H± dans
H± → W±h et H± → W±A est l’objet principal de cette thèse.

Dans la limite d’alignement, les couplages du boson de Higgs de type MS aux fermions
devraient converger vers leurs valeurs du MS. Pour mieux comprendre le comportement
de ces couplages dans une telle limite, les identités suivantes sont particulièrement utiles :

cosα

sin β
= sin(β − α) + cot β cos(β − α), (2.45)

− sinα

cos β
= sin(β − α)− tan β cos(β − α), (2.46)

sinα

sin β
= cos(β − α)− cot β sin(β − α), (2.47)

cosα

cos β
= cos(β − α) + tan β sin(β − α). (2.48)

Si h est le boson de Higgs du MS, cos(β − α) → 0, les couplages de h aux fermions
se réduisent à leurs valeurs du MS. Cependant, si tan β � 1 ou cot β � 1, la li-
mite d’alignement est réalisée dans les couplages de Yukawa aux fermions uniquement
si |cos(β − α)| tan β � 1 ou |cos(β − α)| cot β � 1, respectivement. La même observation
est aussi valable en remplaçant cos(β − α) par sin(β − α) dans le cas où H est le Higgs
de type MS.

2.3 Contraintes théoriques

L’espace des paramètres du 2HDM est limité par des contraintes théoriques et ex-
périmentales (voir Section 2.4.3). Dans le 2HDM, on a essentiellement trois exigences
théoriques (énumérés ci-dessous) : la stabilité du vide, l’unitarité de la matrice S et la
perturbativité des calculs.

• La stabilité du vide exige que le potentiel du 2HDM soit borné par le bas, c’est-à-
dire qu’il n’existe aucune direction dans l’espace du champ selon laquelle le potentiel
tend vers moins l’infini. Cette exigence est satisfaite par le potentiel scalaire du
MS à travers la condition de trivialité λ > 0, où λ est le couplage quartique du
potentiel scalaire du MS (voir Chapitre 1). Dans le 2HDM, en particulier le cas où
λ6 = λ7 = 0, la condition nécessaire et suffisante pour que le vide soit borné par
le bas est que la partie quartique du potentiel soit strictement positive pour toute
valeur arbitraire des champs [86]. Cette condition peut être traduite en contraintes
sur les λi (i = 1, ..., 5) [86, 98] :

λ1 > 0, λ2 > 0, λ3 > −
√
λ1λ2, λ3 + λ4− | λ5 |> −

√
λ1λ2. (2.49)
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• La contrainte d’unitarité exige que toutes les amplitudes de diffusion scalaire-scalaire,
scalaire-vecteur et vecteur-vecteur doivent être unitaires à haute énergie. Afin de
respecter l’unitarité, il est nécessaire que les valeurs propres de la matrice S soient
inférieures à 8π [99, 100, 101] :

|a±|, |b±|, |c±|, |f±|, |e1,2|, |f1|, |p1| < 8π, (2.50)

où

a± =
3

2
(λ1 + λ2)±

√
9

4
(λ1 − λ2)2 + (2λ3 + λ4)2, (2.51)

b± =
1

2
(λ1 + λ2)± 1

2

√
(λ1 − λ2)2 + 4λ2

4, (2.52)

c± =
1

2
(λ1 + λ2)± 1

2

√
(λ1 − λ2)2 + 4λ2

5, (2.53)

e1 = λ3 + 2λ4 − 3λ5, (2.54)
e2 = λ3 − λ5, (2.55)
f+ = λ3 + 2λ4 + 3λ5, (2.56)
f− = λ3 + λ5, (2.57)
f1 = λ3 + λ4, (2.58)
p1 = λ3 − λ5. (2.59)

• La perturbativité impose aux couplages quartiques du potentiel de Higgs de satis-
faire la condition de perturbativité suivante [102] :

|λi| < 4π, i = 1, ..., 5. (2.60)

Ces trois contraintes ci-dessus sont vérifiées à l’aide du programme 2HDMC-1.8.0 [103].
Cet outil est un code C++ permettant d’étudier la phénoménologie du 2HDM conservant
CP. 2HDMC fournit des méthodes permettant de vérifier les contraintes théoriques du mo-
dèle, de calculer la contribution du 2HDM aux paramètres obliques S, T , U (voir Section
2.4.3) ainsi que de fournir des interfaces aux codes existants afin de vérifier la cohérence
avec les limites expérimentales. En outre, les largeurs de désintégration des bosons de
Higgs peuvent être calculées à l’aide de 2HDMC. Une description plus détaillée de 2HDMC
peut être trouvée dans la Référence [103].

2.4 Phénoménologie du boson de Higgs chargé
Une des caractéristiques les plus importantes et les plus attirantes de tous les modèles

à deux doublets de Higgs est l’existence d’un scalaire chargé H±. Par conséquent, l’étude
des propriétés de H± sera essentielle pour comprendre quel 2HDM, s’il en existe un, est
réalisé dans la nature. Sa découverte révolutionnerait la physique des particules.

Le premier article à inclure le mot "Higgs chargé" dans son titre est celui de Tomozawa
[104], dans lequel le scalaire chargé dans un modèle de type vectoriel a été étudié. Dans
le cadre du 2HDM, la phénoménologie des scalaires chargés a été discutée en détail pour
la première fois par Donoghue et Li [105]. Par la suite, le boson de Higgs chargé a suscité
un vif intérêt.

Dans cette section, nous examinons brièvement les différents modes de production et
de désintégration du boson de Higgs chargé au LHC. Nous discutons aussi les différentes
contraintes expérimentales imposées cette à particule de Higgs chargé.
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2.4.1 Production du boson de Higgs chargé au LHC

Au LHC, un boson de Higgs chargé peut être produit à travers plusieurs processus.
En particulier, un boson de Higgs chargé léger (MH± ≤ mt−mb) peut être copieusement
produit à partir du processus pp→ tt̄ via la désintégration du quark top t→ bH+ (ou le
mode anti-top équivalent, i.e. t̄ → b̄H−). Quand il est cinématiquement permis, le canal
pp→ tt̄→ bb̄H−W+ + c.c. fournit le plus grand taux de production pour des bosons de
Higgs chargés légers. C’est en effet le canal utilisé par les deux collaborations ATLAS et
CMS pour la recherche d’un boson de Higgs chargé léger. Cependant, d’autres mécanismes
de production peuvent être adoptés pour la recherche d’un boson Higgs chargé. C’est ce
que cette thèse vise à exposer. Au LHC, les modes de production possibles d’un boson de
Higgs chargé sont listés ci-dessus.

• Production typique : gb → tH− + c.c. et gg → tb̄H−, ce dernier contient la
production de tt̄ et le mode de désintégration, combinés de manière appropriée
[106, 107, 108, 109, 110, 111, 112, 113, 114].

• Production associée avec un boson de jauge W± : gg → W±H∓ et bb̄ → W±H∓

[115, 116, 117].

• Production à travers la diffusion de W±b : qb→ q′H+b [118, 119].

• Production résonante via cs̄, cb̄→ H+ [120, 121, 122].

• Production associée avec un boson de Higgs neutre : qq̄′ → H±φ, où φ désigne l’un
des trois bosons de Higgs neutres, φ = h,H ou A [123] (voir aussi les Références [124,
125, 126, 127, 128]).

• Production en paire : gg → H+H− et qq̄ → H+H− [129, 130, 131, 132].

(Voir aussi les Références [133, 134, 135, 136] pour une révision de tous les modes de
production hadroniques disponibles pour H± dans le 2HDM.)

Parmi les modes de production ci-dessus, nous nous intéressons en particulier aux
modes alternatifs pp→ H+H−, pp→ H±h/A, pp→ H±W∓ et pp→ H±bj, afin d’évaluer
dans quelle mesure ils pourraient compléter les recherches expérimentales pp → tt̄ →
bb̄H−W+ + c.c..

2.4.2 Désintégrations du boson de Higgs chargé

Une fois produit, un boson de Higgs chargé peut se désintégrer en une paire fermion-
antifermion [134],

H+ → cs̄, (2.61)
H+ → cb̄, (2.62)
H+ → τ+ντ , (2.63)
H+ → tb̄, (2.64)

aux bosons de jauge (processus générés à l’ordre d’une boucle [137, 138, 139, 140, 141,
142]),

H+ → W+γ, (2.65)
H+ → W+Z, (2.66)
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ou en un boson de Higgs neutre et un boson de jauge :

H+ → W+h, (2.67)
H+ → W+H, (2.68)
H+ → W+A. (2.69)

et leurs conjugués de charge. Les expressions explicites des largeurs de désintégration peut
être trouvées dans la Référence [103].

Dans le 2HDM, avant l’ouverture du canal tb̄, un boson de Higgs chargé se désintègre
principalement en τντ suivi de cs̄, cb̄ étant supprimé par le facteur de CKM. Cependant,
il a été démontré qu’en présence d’un boson de Higgs léger h ou A, les désintégrations
bosoniques des bosons de Higgs chargés H± → W±h et H± → W±A entreraient en
compétition avec les désintégrations τντ et cs̄, et pourraient même être dominants dans
certains cas [143, 144, 145, 146, 147, 148, 149, 150]. Une fois le canal tb̄ est ouvert, τντ
et cs̄ seront supprimés, de telle manière que tb̄ sera en compétition avec les canaux de
désintégration bosoniques tels que H± → W±h et H± → W±A. Le canal H± → W±h est,
en effet, régi par le couplage H±W∓h, qui est proportionnel à cos(β − α) et est maximisé
dans la limite d’alignement (voir Section 2.2.2). Le couplage H±W∓A est indépendant
de sin(β − α) et donc toujours grand. Le mode de désintégration H± → W±H est sup-
primé, dans le scenario considéré dans cette thèse (H ≡ HMS), par le facteur sin2(β − α).
Néanmoins, dans l’autre scénario (h ≡ HMS), H± → W±H peut être intéressant.

2.4.3 Limites expérimentales

Paramètres obliques

Une approche commune pour contraindre la physique au-delà du MS est le formalisme
des paramètres obliques. En effet, si l’échelle de masse de la nouvelle physique est élevée,
au-delà de l’échelle de production directe, et qu’elle ne contribue que par des boucles
virtuelles aux observables de précision électrofaibles, les effets dominants au-delà du MS
peuvent être paramétrés par trois paramètres de self-énergie des bosons de jauge appelés
paramètres obliques. Ces paramètres sont paramétrés de manière appropriée par un en-
semble de trois 2 quantités mesurables, appelées paramètres S, T , U [152, 153, 154, 155],
qui sont définis de telle sorte qu’ils sont tous égaux à zéro à un point de référence dans
le MS (i.e., une valeur particulière choisie pour les masses mesurées du boson de Higgs et
du quark top). Avec cette définition, les paramètres S, T , U significativement non nuls
représentent une indication non ambiguë d’une nouvelle physique au delà du MS.

Brièvement, le paramètre S est très sensible à la présence de nouveaux fermions lourds
au-delà du MS. Le paramètre T mesure la violation de la symétrie custodiale, qui est une
symétrie résiduelle de la théorie de Higgs. Par conséquent, il sera sensible aux particules
de Higgs supplémentaires présentes dans le modèle. Enfin, le paramètre U n’est sensible
qu’aux changements de la largeur du boson W± et est donc généralement moins contrai-
gnant que les deux autres paramètres obliques. Il est très faible dans la plupart des modèles
de nouvelle physique et est donc souvent mis à zéro.

Les contraintes sur les paramètres S, T , U peuvent être dérivées de l’ajustement élec-
trofaible global en calculant la différence entre les corrections obliques déterminées à partir
des données expérimentales et les corrections obtenues à partir d’un point de référence

2. D’autres paramètres (V , W , X) peuvent être introduits si l’échelle de la nouvelle physique n’est
pas beaucoup plus grande que l’échelle faible [151].
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dans le MS (avec des valeurs de référence fixées de MH et mt). Les résultats de l’étude
[156], choisissant MH,ref = 125 GeV et mt,ref = 172.5 GeV, sont :

S = 0.04± 0.11, T = 0.09± 0.14, U = −0.02± 0.11, (2.70)

avec des coefficients de corrélation de +0, 92 entre S et T , −0, 68 (−0, 87) entre S et U
(T et U). En fixant U = 0, on obtient S|U=0 = 0, 04± 0, 08 et T |U=0 = 0, 08± 0, 07, avec
un coefficient de corrélation de +0, 92 [156]. Les contraintes sur S et T pour U = 0 sont
montrées dans la Figure 2.1.

Figure 2.1 – Contraintes sur les paramètres obliques S et T , avec le paramètre U fixé à
zéro, en utilisant toutes les observables (bleu). Les contraintes individuelles sont montrées
à partir de l’asymétrie et des mesures directes de sin2

θeff
(jaune), des largeurs partielle et

totale de Z (vert) et de la masse et de la largeur de W (rouge) [156].

Concrètement, afin de vérifier la contrainte des paramètres obliques dans le 2HDM,
il faut calculer d’abord les valeurs théoriques des paramètres S, T , U dans le cadre du
modèle. Puis, il suffit de vérifier que les valeurs théoriques des paramètres obliques se
situent dans la région expérimentalement permise (voir Figure 2.1), c’est-à-dire que les
valeurs théoriques de S et T (U = 0) vérifient le test du χ2

ST suivant :

χ2
ST =

1

σ2
S(1− ρ2

ST )
(S−Ŝ)2+

1

σ2
T (1− ρ2

ST )
(T−T̂ )2− 2ρST

σSσT (1− ρ2
ST )

(S−Ŝ)(T−T̂ ), (2.71)

avec Ŝ et T̂ sont les valeurs mesurées de S et T , σS et σT sont les incertitudes à 1σ et
ρST est le coefficient de corrélation entre S et T .

Les valeurs théoriques des paramètres S, T et U dans le cadre du 2HDM sont calculées
en utilisant 2HDMC. Le test des paramètres obliques est aisément effectué par un propre
programme C++ en utilisant l’équation (2.71).

Contraintes de saveurs

Comme nous venons de le voir, des indices de l’existence de nouvelles particules
peuvent être identifiés indirectement via des processus impliquant des boucles virtuelles
de particules. En particulier, cela peut se produire dans certains processus de physique du
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saveur, qui pourraient être affectées parH± en plus de la contribution deW±. Les données
sur ces processus fournissent des contraintes sur le couplage (représenté par tan β) et la
masse du boson de Higgs chargé, MH± . Comme les rapports de branchement de tels pro-
cessus sont mesurés expérimentalement avec une grande précision, le calcul théorique des
rapports de branchement et leur comparaison aux données expérimentales est une autre
manière indirecte de contraindre une théorie au-delà du MS, en particulier un 2HDM. Les
processus les plus pertinents qui peuvent contribuer à contraindre un 2HDM sont décrits
ci-dessous.

• Désintégration B → Xsγ : Dans le MS, le méson B peut se désintégrer en un photon
et un hadron contenant un quark s via l’échange d’un boson W− et d’un quark
top. Dans le 2HDM, le boson de Higgs chargé H− peut également contribuer à ce
processus de désintégration, modifiant ainsi son rapport de branchement. Notons que
cette modification dépend des couplages des bosons de Higgs chargés aux fermions,
et donc du type de 2HDM considéré. En particulier, le couplage H+tb̄ (voir équation
(2.34)) sera renforcé dans les type-II et type-Y par rapport aux type-I et type-X.

• Désintégration Bs → µ+µ− : Dans le MS, les bosons W± et Z contribuent au
processus de désintégration Bs → µ+µ−. Dans le 2HDM, les deux bosons de Higgs
chargés H± et les bosons neutres h et H peuvent contribuer au tel processus.

En fait, il existe d’autres observables relativement moins contraignantes qui contiennent
la contribution du boson de Higgs chargé, comme par exemple la désintégration B → τν.
Notons que l’observable BR(B → Xsγ) impose une contrainte puissante sur tan β etMH±

[156, 157]. Cette contrainte empêche l’apparition d’un boson de Higgs léger dans le 2HDM
type-II et même type-Y. Par contre, dans les type-I et type-X, un boson de Higgs chargé
léger est encore survécu par une telle contrainte. Comme le but de cette thèse est d’étudier
la phénoménologie d’un boson de Higgs chargé léger, nous nous concentrons uniquement
sur le 2HDM type-I et type-X.

Les valeurs expérimentales pour les trois processus mentionnés ci-dessus sont présen-
tées dans le Tableau 2.3. Les valeurs théoriques des observables de la physique des saveurs
dans le 2HDM sont calculées en utilisant le programme SuperIso v4.1 [158]. Afin de
vérifier la validité du 2HDM, nous devons vérifier que les valeurs numériques obtenues par
SuperIso dans le cadre du 2HDM sont cohérentes avec les mesures expérimentales, avec
une incertitude de 2σ. Cette vérification est faite à l’aide d’un propre programme Python
conçu pour l’analyse des données afin d’avoir un espace de paramètres viable.

Observable Résultat expérimental Référence

BR(B → Xsγ) (3.32± 0.15)× 10−4 [159]

BR(Bs → µ+µ−) (3.0± 0.6± 0.25)× 10−9 [160]

BR(Bd → µ+µ−) (1.5± 1.1± 0.15)× 10−10 [160]

BR(B → τν) (1.06± 0.19)× 10−4 [159]

Table 2.3 – Résultats expérimentaux pour un certain nombre d’observables de la physique
des saveurs.
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Contraintes directes issues des recherches du boson de Higgs chargé

La recherche d’un boson de Higgs chargé a été effectuée au Tevatron via la production
et la désintégration du quark top, i.e. pp→ tt̄→ bb̄H−W+, suivies soit de désintégration
en τντ , soit en cs̄. Les recherches négatives ont été utilisées pour établir une limite sur
BR(t→ bH+)×BR(H+ → τν) [161, 162]. En parallèle des recherches menées au Tevatron,
les bosons de Higgs chargés ont également été recherchés au LEP en utilisant e+e− →
γ∗, Z∗ → H+H− suivis deH± → τντ ,H± → cs ouH± → W±A [163]. Si le boson de Higgs
chargé se désintègre de façon dominante en τντ ou cs̄, LEP2 établit une limite inférieure
sur MH± de l’ordre de 80 GeV, tandis que dans le cas où les désintégrations du boson de
Higgs chargé sont dominées parW±A, via un état de Higgs CP-odd léger (MA ≈ 12 GeV),
la limite inférieure sur la masse du boson de Higgs chargé est d’environ 72 GeV [163]. Au
LHC, les bosons de Higgs chargés ont été recherché, par les deux collaborations ATLAS et
CMS, soit à travers la désintégration du quark top, dans le cas où t→ bH+ est ouverte, soit
à travers les mécanismes de production pp→ tH− ou pp→ tb̄H−. Pour un boson de Higgs
chargé léger, les expériences ATLAS et CMS ont déjà établi une limite d’exclusion sur le
produit des rapport de branchement, BR(t → bH+) × BR(H+ → τ+ν) dans la gamme
de masse comprise entre 80 et 160 GeV [164, 165, 166, 167]. D’autres canaux, tels que
H+ → cs̄, ont également été recherchés par ATLAS et CMS. En supposant que BR(H+ →
cs̄) = 100%, on peut établir une limite sur BR(t → bH+) dans l’intervalle entre 1.68%
à 0.25% pour une masse du boson de Higgs chargé entre 90 et 160 GeV [168, 169, 170].
Dans le cas d’un boson de Higgs chargé lourd, ATLAS et CMS fournissent une limite sur
la section efficace multipliée par BR(H± → τντ ) ou BR(H+ → tb) [164, 165, 171].

Au LHC, les recherches d’un boson de Higgs chargé se sont principalement orientées
vers ses modes de désintégration fermioniques 3. Une exception pertinente est la recherche
d’un boson de Higgs chargé léger se désintégrant en un boson W± et un boson de Higgs
neutre A, avec le boson A se désintégrant en une paire de muons (µ+µ−) [172, 173]. Dans
cette recherche, il est supposé que H± est produit via la production et la désintégration
du quark top, i.e. pp → tt̄, t → H+b. Des limites supérieures à un niveau de confiance
de 95% sont obtenues par CMS sur le rapport de branchement combiné pour la chaîne
de désintégration, t→ bH+ → bW+A→ bW+µ+µ−, de 1.9× 10−6 à 8.6× 10−6, selon les
masses des bosonsH± et A (voir Figure 2.2 (à gauche)) [172]. Il s’agit des premières limites
pour ces modes de désintégration des bosonsH± et A. De plus, d’autres limites supérieures
à un niveau de confiance de 95% sont obtenues par ATLAS sur BR(t→ bH+ → bW+A→
bW+µ+µ−) [173]. Les limites observées (attendues) varient de 0.9 (1.6)×10−6 à 6.9 (9.9)×
10−6, en fonction des masses de H± et A (voir Figure 2.2 (à droite)). Les résultats de
cette recherche sont aussi utilisés pour fixer les premières limites inférieures sur tan β,
dans le 2HDM type-I, dans le plan (MH± , MA) [173]. La recherche d’un boson de Higgs
chargé léger se désintégrant en un boson W± et un boson de Higgs neutre A est, en
effet, la première tentative expérimentale utilisant les signatures provenant des modes de
désintégration bosoniques visés dans cette thèse.

Les limites à un niveau de confiance de 95% de toutes les recherches expérimentales
mentionnées ci-dessus sont incluses dans les versions récentes du code HiggsBounds [174].
Outre le boson de Higgs chargé, les limites expérimentales issues des recherches des bosons
de Higgs neutres non MS sont incorporées dans HiggsBounds. Ce dernier est un outil
permettant de tester des modèles avec des secteurs de Higgs arbitraires (e.g., 2HDM),

3. Même les modes de production utilisés sont généralement concentrés sur les processus du (anti)quark
top.
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contenant à la fois des bosons de Higgs neutres et chargés, face aux limites d’exclusion
publiées par les recherches de Higgs au LEP, au Tevatron et au LHC. HiggsBounds utilise
la sortie de 2HDMC et vérifie la cohérence avec les limites expérimentales existantes. Le
résultat, donné comme une valeur de retour booléenne, spécifie si un point 2HDM est
exclu à 95% de niveau de confiance.

Figure 2.2 – À gauche : Limites supérieures attendues et observées obtenues par CMS à
un niveau de confiance de 95% sur Bsig = BR(t→ bH+)× BR(H+ → W+A)× BR(A→
µ+µ−), avec une hypothèse de MH+ = MA + 85 GeV (panneau supérieur) ou MH+ = 160
GeV (panneau inférieur). Les bandes vertes et jaunes correspondent aux incertitudes à 1
et 2σ, respectivement, autour de la limite attendue [172]. À droite : Limites supérieures
attendues et observées obtenues par ATLAS sur Bsig en utilisant l’ajustement signal +
bruit de fond. Les limites sont indiquées pour différentes masses de H± [173].

Contraintes indirectes issues des mesures du boson de Higgs à 125 GeV

Un autre type de contrainte indirecte sur le boson de Higgs chargé provient des mesures
de la masse et du taux de signal du boson de Higgs découvert par les expériences ATLAS et
CMS en 2012. Ici, les propriétés de l’un des bosons de Higgs CP-even (h ou H) deviennent
similaires à celles du MS dans la limite d’alignement (voir Section 2.2.3).

La combinaison des données de ATLAS et de CMS du Run 1 a permis de déterminer
que la masse du boson de Higgs est MHMS

= 125.09± 0.21(stat.)± 0.11(syst.) GeV, ainsi
de confirmer que les taux de signal de la particule découverte sont cohérentes avec les
attentes du MS (voir Chapitre 1).

Les intensités de signal mesurées à partir de la combinaison du Run 1 de ATLAS et
de CMS ainsi les résultats du Run 2 sont incorporés dans le code HiggsSignals [175].
Ce dernier permet de tester les prédictions du secteur de Higgs d’un modèle arbitraire
par rapport à la masse et aux taux mesurés du boson de Higgs observé. Le test est basé
sur l’évaluation d’une mesure de χ2 pour fournir une réponse quantitative à la question
statistique de savoir dans quelle mesure les données du Higgs (intensités de signal me-
surées et masses) sont compatibles avec les prédictions du modèle. Dans notre analyse,
nous déterminons la valeur minimale du χ2 dans l’espace des paramètres balayé, χ2

min, et
considérons comme permis l’espace des paramètres qui présente une valeur de χ2 com-
prise dans l’intervalle ∆χ2 ≡ χ2 − χ2

min ≤ 5.99 (ce qui correspond à 95% de niveau de
confiance).
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2.5 Conclusion
Nous avons passé en revue l’une des extensions les plus simple et attrayante du MS

contenant un état de Higgs chargé H±, le 2HDM. Nous avons vu que la présence d’un
doublet de Higgs supplémentaire peut mener à une phénoménologie très riche, en particu-
lier quand il s’agit d’un boson Higgs chargé. Nous avons discuté brièvement les différents
modes de production et de désintégration du boson de Higgs chargé au LHC. Nous avons
aussi présenté les canaux de recherche utilisés par les expérimentateurs pour rechercher
sur cet état de Higgs chargé aux collisionneurs des particules (comme LEP, Tevatron et
LHC) et les limites provenant de ces recherches négatives. En plus de ces limites, d’autres
contraintes indirectes ont un impact considérable sur la phénoménologie du boson de
Higgs chargé. De tels contraintes interdit l’apparition d’un boson Higgs chargé léger dans
certain type de Yukawa.



Chapitre 3

Nouveaux modes de découverte d’un
boson de Higgs chargé léger au LHC

3.1 Introduction

Après la découverte d’un boson de Higgs à 125 GeV au LHC Run 1 [1, 2], plusieurs
études de ses propriétés ont été réalisées. La situation actuelle est que les taux de signal
mesurés du boson de Higgs dans tous les canaux de production et de désintégration sont
en accord avec les prédictions du MS au niveau de ∼ 2σ [176, 177]. Cependant, bien
que les données actuelles du LHC sur le boson de Higgs soient cohérentes avec le MS,
il est encore possible que l’état de Higgs observé pourrait faire partie d’un modèle avec
un secteur de Higgs étendu, comprenant par exemple un doublet, un singlet et/ou un
triplet supplémentaire. Une telle possibilité est compréhensible puisque la plupart de ces
scénarios à secteur de Higgs étendu possèdent une limite de découplage et ramènent le
MS après l’intégration des états plus lourds. Typiquement, la plupart des représentations
de Higgs supérieures avec un doublet supplémentaire prédisent un ou plusieurs bosons de
Higgs chargés. Leur découverte constituerait un pistolet fumant pour la nouvelle physique.
En effet, l’un des principaux objectifs des futurs Run du LHC, outre l’amélioration de
la précision des mesures existantes des propriétés du boson de Higgs découvert, est de
poursuivre les recherches directes de nouveaux états de Higgs dans le but de découvrir les
signes d’une nouvelle physique.

Au LHC, deux méthodes conventionnelles ont été adoptées pour la recherche d’un
boson de Higgs chargé. Les collaborations ATLAS et CMS ciblent essentiellement les
canaux de désintégration fermioniques dans leurs programmes de recherche de H±. En
effet, lorsque MH± < mt −mb, un boson de Higgs chargé est recherché dans le canal de
production et de désintégration du (anti)quark top, i.e. pp→ tt̄→ bb̄H−W+ + c.c., avec
H± se désintégrant en une paire de fermions (τντ ou cs). Dans le cas où la masse de H±
dépasse la différence de masse entre le top et le bottom, i.e. MH± > mt −mb, le canal de
production dominant est prédit comme étant celui associé à t et b (pp→ tb̄H−+c.c.), avec
H− → t̄b ou H− → τ−ν̄τ . Néanmoins, les canaux de désintégration bosoniques pourrait
devenir dominants proche de la limite d’alignement, dans laquelle le couplage du boson de
Higgs chargé à un bosonW et à un boson de Higgs non MS est maximal. Dans cette étude,
nous proposons de nouvelles recherches au LHC impliquant des bosons de Higgs chargés
légers via leurs canaux de production électrofaibles comme pp→ H±h/A et pp→ H±H∓

suivis de H± → W±h/A, avec h/A se désintègrent en une paire de quarks bottom, de
leptons tau ou même dans certain scénario en une paire de photons.

48
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En se concentrant sur le 2HDM, l’objectif de ce chapitre est de réexaminer les modes
de production du boson de Higgs chargé pp→ H±h et pp→ H+H− dans le contexte du
prochain Run 3 du LHC, afin d’évaluer dans quelle mesure ils pourraient compléter les
recherches de H± via pp→ tt̄→ bb̄W+H− + c.c.. Nous montrons que les taux de produc-
tion des canaux alternatifs susmentionnés peuvent être largement supérieurs à ceux de
production associée au quark top. Plus précisément, nous montrons que les désintégrations
bosoniques du boson de Higgs chargé léger, H± → W±h/A, pourraient être dominantes et
mène à des signatures expérimentales alternatives aux celles émergeant de la production
et de la désintégration du quark (anti)top. (Nous considérons particulièrement les désin-
tégrations h/A→ bb̄, τ+τ− et γγ.) Par conséquent, ces modes peuvent servir de nouveaux
canaux de découverte pour les états légers de H± au LHC. Nous soulignons en outre que,
tout comme le canal pp→ tt̄, les canaux pp→ H±h/A et pp→ H+H− sont indépendants
du modèle car ils sont principalement médiés par l’échange des bosons de jauge dans le
canal s sans implication des paramètres du 2HDM 1. Dans le même cadre, en particulier
le 2HDM type-I, quand l’état h devient fermiophobique, nous étudions en outre la possi-
bilité de désintégration d’un boson de Higgs chargé léger en un h fermiophobique et un
W . Dans ce cas, les désintégrations de h en fermions du MS sont fortement supprimées, ce
qui peut à son tour donner lieu à un très grand BR(h→ γγ) qui mène à une production
très propre de quatre photons. Nous nous concentrons particulièrement sur l’analyse du
signal pp→ H±h→ W±hh→ `ν` + 4γ (` = e, µ) et examinons sa faisabilité au LHC.

Ce chapitre est organisé comme suit. Dans la Section 3.2, nous présentons l’espace des
paramètres adopté dans cette étude. Dans les Sections 3.3 et 3.4, nous analysons les états
finaux à quatre fermions et à quatre photons au LHC. Nous donnons nos conclusions dans
la Section 3.5.

3.2 Espace des paramètres

Il existe certaines restrictions théoriques et limites expérimentales sur le potentiel
scalaire qui doivent être imposées afin d’obtenir une réalisation viable du 2HDM. Notons
que la cohérence du modèle avec les contraintes théoriques et expérimentales ont déjà
limitée son espace des paramètres. Dans notre analyse, nous supposons que la particule
de Higgs du MS découverte au LHC en 2012 est l’état H du 2HDM, avec MH = 125 GeV,
de sorte que Mh serait plus petit en comparaison. Nous effectuons ensuite un balayage
systématique de l’espace des paramètres du 2HDM en utilisant 2HDMC-1.8.0, comme
indiqué dans le Tableau 3.1.

Durant le processus de balayage, chaque point était soumis aux conditions théoriques,
telles que l’unitarité, la perturbativité et la stabilité du vide. En outre, un certain nombre
de contraintes expérimentales ont été testées. Les valeurs des paramètres obliques S, T et
U , calculées avec 2HDMC, ont été comparées aux valeurs d’ajustement [178], S = 0.05±0.11,
T = 0.09 ± 0.13, U = 0.01 ± 0.11. Les limites d’exclusion, à un niveau de confiance de
95%, issues des recherches des bosons de Higgs supplémentaires aux collisionneurs (LEP,
Tevatron et LHC) ont été imposées en utilisant le programme HiggsBounds-5.9.0. La
compatibilité avec les mesures des propriétés du boson de Higgs du MS a été vérifiée en
utilisant HiggsSignals-2.6.0. Chaque point du balayage était également soumis aux
contraintes de la physique des saveurs en utilisant les résultats expérimentaux des obser-

1. En fait, même le canal pp→ H±h est effectivement indépendant du modèle en raison des propriétés
du boson de Higgs du MS découvert au LHC, comme nous le verrons plus tard.
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Paramètre Balayage-1 Balayage-2
Mh [10, 120] [10, 120]

MH 125 125

MA [10, 120] [10, 500]

MH± [80, 170] [80, 170]

sin(β − α) [−0.3, −0.05] [−1, 1]

tan β [2, 60] [2, 25]

m2
12 [0, m2

H sin β cos β] [0, m2
A sin β cos β]

λ6 = λ7 0 0

Table 3.1 – Balayages des paramètres du 2HDM adoptés (toutes les masses sont en GeV).

vables BR(B → Xsγ), BR(Bs → µ+µ−) et BR(B → τν) (voir Section 2.4.3). Notons que
les valeurs théoriques de ces observables ont été calculées en utilisant SuperIso v4.1.

Comme nous supposons que MH = 125 GeV, alors les contraintes S, T et U imposent
que le spectre du bosons de Higgs soit plutôt léger. Le boson de Higgs chargé est pris dans
un intervalle de masse compris entre 80 et 170 GeV tandis que le CP-odd est supposé être
dans un intervalle entre 10 et 120 GeV. Ayant supposé que H est la particule de Higgs
connue, la prise en compte de toutes les données du LHC obligera les couplages de H aux
particules du MS à être plutôt MS. En conséquence, le couplage de l’état H aux bosons de
jaugeW+W− (et ZZ), qui est proportionnel à cos(β − α), serait du MS si cos(β − α) ≈ 1.
Cette fonction trigonométrique est la même qui entre dans le couplage H±W∓h, qui est
alors essentiellement indépendant des paramètres α et β du 2HDM, comme déjà remarqué
(tout comme H±W∓A).

3.3 Recherche d’un boson de Higgs chargé dans l’état
final à quatre fermions au LHC

Dans cette section, nous étudions les états finaux à quatre fermions comme sonde pour
la recherche d’un boson de Higgs chargé au LHC. Il convient de noter que tous les résultats
présentés dans cette section sont basés sur le balayage-1 de l’espace des paramètres adoptés
(voir Tableau 3.1).

3.3.1 Production et désintégration de Higgs au LHC

Nous illustrons d’abord les rapports de branchement de h, A, H± et t aux différents
états finaux d’intérêts. Dans les panneaux supérieurs de la Figure 3.1, nous présentons
les rapports de branchement BR(h/A → bb̄) (à gauche) et BR(h/A → τ+τ−) (à droite).
Il est clair que BR(h/A→ bb̄) pourrait atteindre des valeurs supérieures à 80% alors que
BR(h/A → τ+τ−) peut dépasser 7%. Cependant, ce dernier 2 est beaucoup plus propre
que le premier dans l’environnement du LHC. Dans le panneau inférieur à gauche de la
Figure 3.1, en outre, nous démontrons que les désintégrations bosoniques du boson de
Higgs chargé, BR(H± → W±h/A), pourraient devenir les plus dominantes, voire même
atteindre 100% dans certains cas. Finalement, nous illustrons dans le panneau inférieur à

2. Un autre avantage de la désintégration τ+τ− est que son taux est indépendant des masses de Higgs.
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droite la quantité BR(t → bH+). Il est clair que ce mode de désintégration est n’est pas
extrêmement supprimé par rapport à celui du MS, t→ bW+. C’est pour cette raison qu’il
est typiquement utilisé dans les processus du quark top, en particulier les productions en
paire et célibataire du (anti)top, i.e. pp→ tt̄ et pp→ tj.

Figure 3.1 – Rapports de branchement BR(h/A → bb̄) (en haut à gauche), BR(h/A →
τ+τ− (en haut à droite), BR(H± → W±h/A) (en bas à gauche) et BR(t→ bH+) (en bas
à droite) en fonction des masses de Higgs pertinentes.

Nous nous intéressons aux bosons de Higgs chargés légers, qui pourraient être issus
soit de la désintégration du (anti)top soit de la production électrofaible de Higgs, i.e.
gg, qq̄ → tb̄H− + c.c., qq̄ → H+H−, et qq̄′ → H+h/A + c.c. 3. Nous calculons les sections
efficaces au premier ordre (LO) uniquement (i.e., à l’arbre), bien que des corrections à
l’ordre suivant de LO (NLO) en QCD existent pour tous les processus : voir les Références
[180, 181, 182] pour le processus du (anti)quark top, tandis que celles pour la production
électrofaible de Higgs peuvent être prises en compte à travers l’utilisation des fonctions
de distribution de partons (PDF) au NLO. Le premier (30%) est un peu plus important

3. Dans notre approche, nous privilégions l’utilisation de la description 2 → 3 du premier canal,
c’est-à-dire dans le schéma à quatre saveurs (4FS), car elle est la plus adaptée pour modéliser la région
dite de transition MH± ≈ mt [112, 179]. Cependant, comme il est d’usage dans de nombreuses analyses
expérimentales, nous présenterons également des résultats pour le processus pp → tt̄ suivi de t → bH+

(et c.c.), dans lequel le quark (anti)top est traité en Narrow Width Approximation (NWA), à nouveau,
dans l’approximation au premier ordre.
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que le dernier (20%) pour un état de H± léger, donc ces différents effets relatifs de QCD
doivent être pris en compte lors de la comparaison des deux types de processus, mais leur
inclusion ne changera pas nos conclusions.

Figure 3.2 – Section efficace de gg, qq̄ → tb̄H− + c.c. (noir), gg, qq̄ → tt̄×BR(t→ bH+)
+ c.c. (orange), qq̄ → H+H− (rouge) et qq̄′ → H± h/A (vert/bleu) à

√
s = 14 TeV, en

fonction de MH± pour tan β = 3 (à gauche) et 30 (à droite). Toutes les sections efficaces
sont calculées en utilisant le code MadGraph@aMC_NLO-2.7.3 [183, 184] au LO. Notons
que nous avons utilisé l’ensemble de PDF MSTW2008 [185] avec une échelle de factorisa-
tion/renormalisation fixée à

√
ŝ, c’est-à-dire l’énergie du centre de masse au niveau des

partons.

Nous examinons maintenant les taux de production du boson de Higgs chargé léger au
LHC avec

√
s = 14 TeV à partir des processus ci-dessus. Ceci est fait pour le 2HDM type-I

dans la Figure 3.2, sur l’intervalle 160 GeV .MH± . 350 GeV 4, pour les valeurs suivantes
des autres paramètres du 2HDM : Mh = 94 GeV, MA = 105 GeV, sin(β − α) = −0.09
et m2

12 = 294 GeV2. Ici, à gauche (à droite) fait référence à tan β = 3 (30). Commençons
par les taux de σ(qq̄, gg → tt̄)× BR(t → bH+) + c.c., qui n’apparaissent clairement que
pour MH± ≤ mt −mb et coïncident avec ceux de σ(qq̄, gg → tb̄H− + c.c.) dans la limite
MH± � mt. Ce dernier s’étend bien sûr au-delà d’une telle région de transition, bien
que l’absence de toute contribution résonante dans cette région de masse (lourde) reflète
une baisse significative de la section efficace. Il est clair que, comme il est montré dans
la littérature et dans les graphiques de la Figure 3.2, le processus pp → tb̄H− + c.c.
est important pour la phénoménologie du boson de Higgs chargé au LHC. Cependant,
il est intéressant de noter que le BR(t → bH+) ne peut être réellement significatif que
dans une région de l’espace des paramètres avec petit tan β en raison du renforcement
du couplage H+tb dans cette configuration du modèle. Comme on peut le voir sur la
Figure 3.2 (panneau à gauche), le 2HDM type-I prédit un scénario où, pour MH± � mt,
σ(qq̄, gg → tt̄) × BR(t → bH+) + c.c. (et σ(qq̄, gg → tb̄H− + c.c.)) pourrait atteindre
des valeurs autour de 30 pb et, en fait, même pour de très grandes masses de Higgs
chargés, les taux du canal pp → tb̄H− + c.c. restent supérieurs à ceux de pp → H±h,
pp → H±A ainsi que pp → H+H−. Cependant, comme le montre la Figure 3.2 à droite,
lorsque le paramètre tan β est grand, les canaux liés au (anti)quark top sont supprimés par

4. Ceci est fait à but illustratif, cependant, car la valeur maximale autorisée pour MH± dans les
configurations type-I et -X du 2HDM est en fait de 197 GeV puisque, pour des valeurs plus élevées, on
ne pourrait plus satisfaire aux contraintes S, T et U .
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les couplages de Yukawa, de sorte que les canaux de production électrofaibles de Higgs
peuvent largement dominer la phénoménologie de H±, quelle que soit la valeur de sa
masse. De manière assez intéressante, on peut alors exploiter les canaux de désintégration
H± → W±h/A. Enfin, comme les bosons de Higgs neutres qui y émergent sont plutôt
légers, on note également qu’ils se désintègrent finalement de manière dominante en une
paire de fermions, soit des quarks bottom, soit des leptons tau (voir Figure 3.1).

En gardant ces observations à l’esprit, nous présentons dans le Tableau 3.2 les états
finaux typiques (colonne à gauche) et les modèles de production et de désintégration
correspondants (colonne à droite) pour la production en paire du top et la désintégration,
les processus de production du boson de Higgs chargé associée avec top plus bottom et
électrofaible. Notons que les deux premiers canaux ont toujours deux bosons W dans les
états finaux, tout comme le canal de production électrofaible du boson de Higgs chargé
(pp→ H+H−). En revanche, les canaux de production pp→ H±h/A ne mènent qu’à un
seul W dans les états finaux. Nous nous concentrerons ci-dessous sur trois types d’états
finaux, les états finaux à 4b (incluant 2W +4b etW +4b), les états finaux à 2b2τ (incluant
2W + 2b2τ et W + 2b2τ) et l’état final à 4τ (incluant seulement W + 4τ).

Production double du top et chaîne de désintégration

σhi2t (2W + 2b+ 2f) 2 σtt̄ × BR(t→ bH+)× BR(t̄→ b̄W−)× BR(H± → W±hi) ×
BR(hi → ff̄)

Production associée avec top plus bottom et chaîne de désintégration

σhit (2W + 2b+ 2f) σ(pp→ tb̄H−)× BR(t→ bW+)× BR(H± → W±hi) ×
BR(hi → ff̄)

Production électrofaible et chaîne de désintégration

σhihj(2W + 2f + 2f ′) 1
1+δff ′

σ(H+H−)× BR(H± → W±hi)× BR(H± → W±hj) ×
(BR(hi → ff̄)× BR(hj → f ′f̄ ′) + BR(hj → ff̄)× BR(hi → f ′f̄ ′))

σhihj(W + 2f + 2f ′) 1
1+δff ′

σ(H±hi)× BR(H± → W±hj) ×
(BR(hi → ff̄)× BR(hj → f ′f̄ ′) + BR(hj → ff̄)× BR(hi → f ′f̄ ′))

Table 3.2 – Les processus de production des bosons de Higgs chargés sont présentés ici,
où les principales chaînes de désintégration qui peuvent mener aux états finaux donnés
sont également fournies. Ici, nous définissons i, j = 1, 2 et nous avons h1 = h et h2 = A.
Le symbole f(f ′) désigne les fermions, tels que b ou τ .

Dans la Figure 3.3, toujours pour le 2HDM type-I et les intervalles de paramètres
indiqués dans le Tableau 3.1 (balayage-1), nous montrons les magnitudes relatives des taux
de production et de désintégration des états finaux 4b provenant de pp→ H±h→ W±hh
et des deux processus du (anti)quark top. À gauche (à droite), les sections efficaces du
processus électrofaible σhh(W + 4b) sont comparées à celles du processus σ2t(2W + 4b)
(σt(2W + 4b)). Les points rouges illustrés dans ces deux graphiques montrent les cas où
le processus pp→ H+H− produisant σhh(2W + 4b) peut également être plus grand que les
processus du (anti)quark top.
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Figure 3.3 – Les valeurs de σ(pp → H±h) × BR(H± → W±h) × BR(h → bb̄)2 sont
comparées à celles de 2 σtt̄ × BR(t → bH+) × BR(t̄ → b̄W−) × BR(H± → W±h) ×
BR(h → bb̄) (à gauche) et σ(pp → tb̄H−) × BR(t → bW+) × BR(H± → W±h) ×
BR(h→ bb̄) (à droite). Les points rouges identifient les valeurs de σ(H+H−)×BR(H± →
W±h)2 ×BR(h→ bb̄)2 qui dépasse également ceux des deux derniers processus du quark
top, respectivement. La barre de couleur indique la masse du boson de Higgs chargé. Les
résultats sont pour le 2HDM type-I.

Figure 3.4 – Les valeurs de σ(pp → H±A) × BR(H± → W±A) × BR(A → bb̄)2 sont
comparées à celles de 2 σtt̄ × BR(t → bH+) × BR(t̄ → b̄W−) × BR(H± → W±A) ×
BR(A → bb̄) (à gauche) et σ(pp → tb̄H−) × BR(t → bW+) × BR(H± → W±A) ×
BR(A→ bb̄) (à droite). Les points rouges identifient les valeurs de σ(H+H−)×BR(H± →
W±A)2×BR(A→ bb̄)2 qui dépasse également ceux des deux derniers processus du quark
top, respectivement. La barre de couleur indique la masse du boson de Higgs chargé. Les
résultats sont pour le 2HDM type-I.

Dans la Figure 3.4, similaire à la Figure 3.3, nous montrons les résultats correspondants
à la production d’états finaux 4b à partir de pp→ H±A→ W±AA. Il est donc clair que
la combinaison de la production électrofaible des courants chargés et neutres peut fournir
un canal de découverte alternatif, significatif, pour les états H± au LHC dans le 2HDM
type-I. Cette conclusion peut en fait être étendue au cas des signatures σhh(2W + 2b2τ)
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et σhh(W + 2b2τ) par rapport aux signatures σ2t(2W + 2b2τ) ou σt(2W + 2b2τ), aussi,
comme le montrent les Figures 3.5 et 3.6. Ces deux dernières figures indiquent également
des taux de σ(pp→ H±h)×BR(H± → W±h)×BR(h→ τ+τ−)2 (Figure 3.5) et σ(pp→
H±A)×BR(H± → W±A)×BR(A→ τ+τ−)2 (Figure 3.6) pour le 2HDM type-X, montrant
que, pour cette structure de Yukawa, la signatureW +4τ est celle qui est intéressante, car
ici BR(h/A → bb̄) est très petit comparé à BR(h/A → τ+τ−). Inversement, la signature
W +4τ est peu pertinente dans le 2HDM type-I. Quant au cas 2W +4τ , il n’est accessible
dans aucun des deux scénarios. Bien évidemment, pour tous les points de l’espace des
paramètres considérés, dans le 2HDM type-I et type-X, les canaux de désintégration du
boson de Higgs chargé sont dominés par H± → W±h/A avec un rapport de branchement
qui pourrait atteindre 100%.

Figure 3.5 – Les valeurs de σ(pp→ H±h)×BR(H± → W±h)×BR(h→ bb̄)×BR(h→
τ+τ−) sont comparées à celles de 2 σtt̄ × BR(t → bH+) × BR(t̄ → b̄W−) × BR(H± →
W±h) × BR(h → τ+τ−) (à gauche) et σ(pp → tb̄H−) × BR(t → bW+) × BR(H± →
W±h) × BR(h→ τ+τ−) (à droite). Les points rouges identifient les valeurs de σ(H+H−)×
BR(H± → W±h)2 ×BR(h→ bb̄)×BR(h→ τ+τ−) qui dépasse également ceux des deux
derniers processus du quark top, respectivement. La barre de couleur indique la masse du
boson de Higgs chargé. Les résultats sont pour le 2HDM type-I à l’exception des points
noirs, qui se réfèrent aux valeurs de σ(pp→ H±h)×BR(H± → W±h)×BR(h→ τ+τ−)2

dans le 2HDM type-X.

Finalement, il faut souligner que, lorsqu’un état final est spécifié, la signature électro-
faible doit s’additionner à tous les processus qui peuvent produire un état final spécifique.
Par exemple, lorsque W + 4b est considéré, la section efficace des processus électrofaibles
doit être additionnée à celles des états intermédiairesW±+hh,W±+hA (ouW±+Ah) et
W± +AA, provenant à leur tour des processus pp→ H±h/A. Évidemment, la possibilité
de s’appuyer sur différents sous-canaux menant tous au même état final est une caracté-
ristique bienvenue lorsque nous comparons les nouveaux modes de découverte aux ceux
établis. Cependant, il convient de noter que dans la "chaîne de désintégration mixte",
c’est-à-dire lorsqu’un état intermédiaire de type W± + hA (ou W± +Ah) est produit, du
point de vue de l’analyse de sélection, il ne serait pas possible d’appliquer une contrainte
de masse égale aux systèmes fermioniques composés de deux paires bb̄ ou de paires bb̄
et τ+τ−, nous nous attendons donc à ce que l’efficacité expérimentale dans ce cas soit
inférieure à celle obtenue lorsque deux bosons de Higgs neutres identiques émergent des
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étapes de production et de désintégration des processus électrofaibles. C’est pourquoi nous
nous sommes abstenus de présenter l’équivalent des Figures 3.3, 3.4, 3.5, et 3.6 pour la
chaîne de désintégration mixte.

Figure 3.6 – Les valeurs de σ(pp→ H±A)×BR(H± → W±A)×BR(A→ bb̄)×BR(A→
τ+τ−) sont comparées à celles de 2 σtt̄ × BR(t → bH+) × BR(t̄ → b̄W−) × BR(H± →
W±A) × BR(A → τ+τ−) (à gauche) et σ(pp → tb̄H−) × BR(t → bW+) × BR(H± →
W±A) × BR(A → τ+τ−) (à droite). Les points rouges identifient les valeurs de
σ(H+H−) × BR(H± → W±A)2 × BR(A → bb̄) × BR(A → τ+τ−) qui dépasse égale-
ment ceux des deux derniers processus du quark top, respectivement. La barre de couleur
indique la masse du boson de Higgs chargé. Les résultats sont pour le 2HDM type-I à
l’exception des points noirs, qui se réfèrent aux valeurs de σ(pp → H±A) × BR(H± →
W±A)× BR(A→ τ+τ−)2 dans le 2HDM type-X.

3.3.2 Benchmark points

Afin d’examiner les caractéristiques principales de l’espace des paramètres proposé
et d’encourager les expérimentateurs à rechercher de nouveaux canaux de découverte
au LHC (et/ou futurs collisionneurs), nous proposons huit benchmark points pour les
scénarios type-I et type-X du 2HDM. Ces BPs sont présentés dans les Tableaux 3.4 et 3.5,
respectivement. Les BPs satisfaisant les deux conditions MH± +mb > mt et MH± +mb <
mt sont choisies.

Avant de dresser la liste de nos BPs, nous montrons d’abord les fractions de l’espace des
paramètres (balayage-1) qui survivent aux contraintes théoriques et expérimentales. Cette
information est donnée dans le Tableau 3.3 pour les deux types du 2HDM. Dans le type-I,
seulement 0.53% des points générés dans notre analyse peuvent survivre après que toutes
les contraintes aient été imposées. En revanche, dans le 2HDM type-X, seulement 0, 0055%
des points survivent. On constate que les fractions de points qui survivent aux contraintes
théoriques pour ces deux scénarios sont presque égales, ce qui est compréhensible puisqu’ils
partagent le même potentiel de Higgs. Comparé au 2HDM type-I, dans le type-X, moins de
points passent les contraintes HiggsBounds imposant des limites provenant de recherches
nulles de bosons de Higgs supplémentaires (au-delà de celui de type MS) réalisées aux
LEP, Tevatron et LHC. De même, pour le scénario type-X, encore une fois, moins de
points que dans le type-I passent les contraintes issues des données du boson de Higgs de
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type MS recueillies par les expériences du LHC et incluses dans HiggsSignals. La raison
peut être attribuée au fait que, lorsque les couplages aux quarks sont supprimés et que
ceux aux leptons sont renforcés, il est crucial de prédire le taux de production correct
pour gg → H et les fractions de désintégration correctes pour H → bb̄ et H → γγ et, à
la lumière des couplages présentés dans le Tableau 2.2, cela est plus facile à réaliser dans
le type-I que dans le type-X.

Permis par les contraintes
théoriques

Permis par
HiggsBounds

Permis par
HiggsSignals

Permis par toutes les
contraintes

type-I 5.36 % 17.96 % 55.36 % 0.53 %

type-X 5.34 % 1.37 % 7.50 % 0.0055 %

Table 3.3 – Pourcentages des points permis dans l’espace des paramètres (balayage-1)
après avoir imposé des contraintes théoriques et expérimentales. Notez que les contraintes
des observables de précision électrofaibles et de saveur sont essentiellement toujours sa-
tisfaites dans les deux types du 2HDM. Ici, nous avons utilisé un ensemble de données
contenant 5× 106 points d’échantillonnage.

Pour les BPs donnés dans les Tableaux 3.4 et 3.5, il est observé que les différences de
masse entre les deux bosons de Higgs neutres les plus légers (h et A) ne sont pas autorisés
à être trop grands, ce qui est également dû aux contraintes de précision électrofaible. Il
convient en outre de souligner que ces BPs ont des bosons de Higgs neutres relativement
légers, qui peuvent également être recherchés dans les futurs collisionneurs de leptons, tels
que les "usines de Higgs" du collisionneur électron-positon circulaire (CEPC), du future
collisionneur circulaire e+e− (FCC-ee) et du collisionneur linéaire international (ILC), où
les modes de recherche impliqueraient des états finaux à quatre fermions, comme 4b, 2b2τ
et 4τ , tandis qu’au LHC, de telles signatures pourraient être contaminés par l’énorme bruit
de fond QCD 5. Enfin, notez que, pour tous nos BPs, pour calculer les taux de production
et de désintégration, nous avons pris MH = 125 GeV, mt = 172.5 GeV, mb = 4.75 GeV et
mτ = 1.77684 GeV.

Benchmark points pour le 2HDM type-I

Dans le Tableau 3.4, nous présentons huit BPs pour le scénario 2HDM type-I. Ici,
BP1,2,3,4 et 5 satisfont la conditionMH±+mb < mt tandis que le reste des points satisfait
la conditionMH±+mb > mt. Pour chaque BP dans le tableau, nous fournissons les sections
efficaces des signaturesW+4b etW+2b2τ provenant à la fois des processus électrofaibles et
des processus du quark top (anti-top), afin d’évaluer les rendements relatifs par rapport
aux estimations numériques alternatives. Discutons maintenant les caractéristiques de
chaque BP. Il y a deux observations à faire concernant le BP1.

1. Le taux de production total de 2W + 4b via les processus du (anti)quark top est
d’environ 5 fb 6, tandis que le taux de production total de 2W + 4b provenant de

5. Dans ce sens, les possibilités de déclenchement (par exemple, en exploitant les désintégrations
W± → l±νl, avec l = e, µ) dans nos signatures au LHC offertes par la présence d’un ou deux W±

sont cruciales pour établir les signatures correspondantes, impliquant de telles combinaisons de quatre
fermions.

6. Nous nous référons ici aux taux de production de qq̄, gg → tb̄H− + c.c. car, pour rappeler au
lecteur, le cas qq̄, gg → tt̄ → tb̄H− n’est fourni qu’à des fins de référence, ce canal étant celui qui est
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la production en paire des bosons de Higgs chargés est d’environ 23.1 fb. De plus,
le taux de production de W + 4b provenant des canaux de production électrofaibles
peut atteindre 174 fb, ce qui est 7 fois plus important que l’état final 2W + 4b
provenant des canaux de production en paire de H±.

2. Pour le taux de production total de W + 2b2τ , les processus du (anti)quark top ne
peuvent donner que 0.46 fb, alors que la production en paire des bosons de Higgs
chargés donne 2.13 fb. De plus, le taux de production de W + 2b2τ via les processus
électrofaibles peut atteindre 16 fb.

Ces deux observations s’appliquent également aux BP2,3 et 5. Pour BP4,6 et 8, les bosons
de Higgs chargés sont si lourds qu’un (anti)quark top ne peut pas se désintégrer en un
boson de Higgs chargé plus un (anti)quark b. Par conséquent, les taux σ2t(2W + 4b)
correspondants disparaissent pour cette raison cinématique, tandis que σt(2W + 4b) est
généralement plutôt faible, en dessous de l’ordre de fb. Pour BP4, le taux de production de
2W + 4b via les processus du (anti)quark top donne une section efficace de 3.88 fb, tandis
que celui de la production en paire des bosons de Higgs chargés donne 20.24 fb et celui de
W + 4b donne 169.35 fb. Pour l’état final 2W + 2b2τ , le taux de production des processus
du (anti)quark top atteint 0.36 fb, tandis que celui de production en paire des bosons de
Higgs chargés peut atteindre 1.87 fb. Enfin, la signature W + 2b2τ provenant des canaux
de production électrofaibles donne 15.63 fb. (Ces caractéristiques sont similaires à celles
de BP6, 7 et 8.) De telles observations sont illustrées dans la Figure 3.7.

Figure 3.7 – Sections efficaces des états finaux 2W +4b, W +4b, 2W +2b2τ et W +2b2τ
pour les BPs sélectionnés.

Benchmark points pour le 2HDM type-X

Dans le Tableau 3.5, huit BPs pour le 2HDM type-X sont présentés. Dans ce scénario,
les bosons de Higgs neutres légers se désintègrent principalement en leptons tau en raison
de la structure et de la taille des couplages de Yukawa, comme indiqué dans le Tableau
2.2. Ici, pour les nouveaux canaux de découverte proposés, nous ne présentons que les
résultats pour les états finaux W + 4τ , puisque (comme précédemment mentionné) c’est
la seule signature disponible. En particulier, il convient de noter que le seul canal viable,

typiquement utilisé dans les analyses expérimentales pour le cas MH± < mt.
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Paramètres BP1 BP2 BP3 BP4 BP5 BP6 BP7 BP8

Mh (GeV) 91.00 96.84 103.34 99.61 95.57 94.00 94.00 94.00

MH (GeV) 125.00 125.00 125.00 125.00 125.00 125.00 125.00 125.00

MA (GeV) 102.04 112.35 93.80 88.98 94.41 105.00 105.00 105.00

MH± (GeV) 167.02 166.34 161.02 169.46 167.02 176.00 186.00 196.00

sin(β − α) −0.18 −0.11 −0.19 −0.06 −0.09 −0.09 −0.09 −0.09

tan β 40.87 58.17 54.79 39.10 32.44 30.00 30.00 30.00

m2
12 (GeV2) 204.22 161.85 196.73 252.94 277.81 294.00 294.00 294.00

σh2t(2W + 4b) 2.30 1.65 2.06 − 2.42 − − −
σht (2W + 4b) 3.85 2.35 2.26 0.85 3.84 5.03 4.68 3.52

σA2t(2W + 4b) 0.70 0.25 4.63 − 2.47 − − −
σAt (2W + 4b) 1.17 0.36 5.07 3.03 3.92 0.83 0.44 1.08

σhh(2W + 4b) 13.58 15.99 2.29 0.97 5.38 14.08 13.27 7.35

σhA(2W + 4b) 4.13 2.44 5.14 3.46 5.50 2.32 1.25 2.24

σAA(2W + 4b) 1.26 0.37 11.55 12.35 5.62 0.38 0.12 0.68

σAh (2W + 4b) 4.13 2.44 5.14 3.46 5.50 2.32 1.25 2.24

σhh(W + 4b) 75.88 77.61 26.47 17.68 46.00 73.25 68.00 48.81

σhA(W + 4b) 23.07 11.86 59.44 63.04 47.00 12.07 6.42 14.90

σAA(W + 4b) 17.48 6.12 64.39 69.22 43.51 9.16 4.91 11.45

σAh (W + 4b) 57.51 40.06 28.68 19.41 42.59 55.59 52.02 37.51

σh2t(2W + 2b2τ) 0.21 0.15 0.19 − 0.22 − − −
σht (2W + 2b2τ) 0.35 0.22 0.21 0.08 0.35 0.46 0.43 0.32

σA2t(2W + 2b2τ) 0.07 0.02 0.43 − 0.23 − − −
σAt (2W + 2b2τ) 0.11 0.03 0.47 0.28 0.37 0.08 0.04 0.10

σhh(2W + 2b2τ) 1.24 1.48 0.21 0.09 0.50 1.29 1.22 0.67

σhA(2W + 2b2τ) 0.38 0.23 0.48 0.32 0.51 0.21 0.11 0.21

σAA(2W + 2b2τ) 0.12 0.04 1.08 1.14 0.52 0.04 0.01 0.07

σAh (2W + 2b2τ) 0.39 0.24 0.48 0.32 0.51 0.22 0.12 0.21

σhh(W + 2b2τ) 6.93 7.17 2.47 1.64 4.24 6.73 6.24 4.48

σhA(W + 2b2τ) 2.18 1.14 5.54 5.81 4.38 1.15 0.61 1.42

σAA(W + 2b2τ) 1.66 0.59 6.00 6.38 4.06 0.87 0.47 1.09

σAh (W + 2b2τ) 5.25 3.70 2.68 1.80 3.92 5.10 4.78 3.44

Table 3.4 – Les spectres de masse et les angles de mélange dans le 2HDM type-I, ainsi que
les sections efficaces (en fb) provenant de différents canaux de production, sont présentés.
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dans ce type, est la production associée d’un boson de Higgs chargé avec un boson Higgs
neutre, h ou A, i.e. pp→ H±h/A, qui mènerait à un état final W± + 4τ .

Paramètres BP1 BP2 BP3 BP4 BP5 BP6 BP7 BP8
Mh (GeV) 83.66 83.23 100.04 115.35 95.12 84.84 103.41 86.87

MH (GeV) 125.00 125.00 125.00 125.00 125.00 125.00 125.00 125.00

MA (GeV) 113.60 109.52 93.55 79.30 101.38 108.83 90.46 112.97

MH± (GeV) 166.22 169.14 166.18 158.67 169.99 176.64 186.78 195.68

sin(β − α) −0.10 −0.13 −0.17 −0.10 −0.13 −0.12 −0.13 −0.12

tan β 18.57 14.41 10.51 17.42 13.90 15.37 15.36 14.53

m2
12 (GeV2) 367.17 408.42 801.13 728.57 645.95 437.53 631.00 456.00

σh2t(2W + 2b2τ) 2.42 − 2.54 0.18 − − − −
σht (2W + 2b2τ) 3.61 11.33 3.68 0.19 1.77 13.23 1.84 19.07

σA2t(2W + 2b2τ) 0.08 − 4.74 6.43 − − − −
σAt (2W + 2b2τ) 0.11 0.29 6.88 6.72 0.99 0.30 13.35 0.97

σhh(W + 4τ) 17.29 48.02 4.48 0.19 6.29 66.34 7.55 80.44

σhA(W + 4τ) 0.54 1.25 8.36 6.72 3.51 1.48 54.84 4.07

σAA(W + 4τ) 0.38 0.93 9.33 10.68 3.31 1.14 64.36 3.14

σAh (W + 4τ) 12.12 35.62 5.00 0.29 5.94 50.98 8.86 62.04

Table 3.5 – Les spectres de masse et les angles de mélange dans le 2HDM type-X,
ainsi que les sections efficaces (en fb) provenant de différents canaux de production, sont
présentés.

Figure 3.8 – Sections efficaces des états finaux 2W + 2b2τ et W + 4τ pour les BPs
sélectionnés.

Pour BP1,3 et 4, la condition MH± + mb < mt est satisfaite. Pour BP2,5,6,7 et 8,
la condition MH± + mb > mt est satisfaite (de sorte que la production des bosons de
Higgs chargés via la désintégration du (anti)quark top est interdite). Pour BP1, le taux
de production total de 2W + 2b2τ provenant des canaux du (anti)quark top est 3.72 fb et
celui de W + 4τ provenant de la production électrofaible de Higgs est 30.33 fb, environ



3.3. Recherche de H± dans l’état final à quatre fermions au LHC 61

6 fois plus grand. De même pour BP3 et BP4. Pour BP2, le taux de production total
de 2W + 2b2τ provenant des canaux du (anti)quark top est 11.62 fb et celui de W + 4τ
provenant des canaux de production électrofaibles est 85.82 fb. Ces observations sont
illustrées dans la Figure 3.8. Par conséquent, la signature W + 4τ provenant du modèle
électrofaible susmentionné est toujours plus importante que celle 2W + 2b2τ provenant
de la dynamique du processus de (anti)quark top.

3.3.3 Signal et bruit de fond

Dans cette section, nous présentons une analyse Monte Carlo (MC) des événements
du signal et du bruit de fond au niveau du détecteur. Nous nous concentrons uniquement
sur le signal pp → H±h → W±hh → `±ν` + 4b dans le 2HDM type-I. Le bruit de fond
principal est le processus de production en paire des quarks top (tt̄). D’autres bruits de
fond réductibles comprennent Wbbbb, Wjjjj, Ztb.

Dans une grande partie de l’espace de paramètres permis, en gardant à l’esprit les
résultats discutés ci-dessus, nous proposons un nouvel ensemble de BPs présenté dans
le Tableau 3.6, qui bénéficie de sections efficaces relativement élevées. Comme on peut
le voir dans ce tableau, le boson de Higgs chargé est relativement léger avec une masse
variant de 85.50 à 115.66 GeV. De plus, dans cet ensemble de BPs, la masse du boson de
Higgs neutre h est toujours plus petite que la masse de H±. Le boson W± provenant de
la désintégration H± → W±(∗)h pourrait être hors de sa couche de masse car la différence
de masse entre H± et h est toujours inférieure à la masse de W±, i.e. MH± −Mh < MW .
Par conséquent, le lepton chargé qui en résulte pourrait être mou dans tous les BPs.
Comme mentionné ci-dessus, nous nous concentrons sur la production des bosons de
Higgs chargés en association avec un boson de Higgs neutre, i.e. pp → H±h, dont la
section efficace pourrait atteindre le niveau de pb. Dans cette optique, notre signal est
donné par pp→ H±h→ W±(∗)h→ `±ν+4b et les principaux bruits de fond associés sont
tt̄, Wbbbb, Wbbjj, Wjjjj, Ztb, où certains jets normaux seront mal identifiés comme un
jet de quark b.

BP Mh MH MA MH± sin (β − α) tan β m2
12 σ(W + 4b) (fb)

1 65.11 125.00 112.07 88.51 -0.061 51.14 82.33 807.69

2 69.88 125.00 108.31 85.50 -0.059 41.90 113.63 675.55

3 69.12 125.00 106.14 90.62 -0.092 40.63 115.73 664.89

4 64.39 125.00 107.74 107.61 -0.059 45.03 90.47 521.93

5 65.20 125.00 104.30 106.02 -0.064 57.64 73.50 525.88

6 68.65 125.00 114.53 115.66 -0.098 48.67 96.16 397.13

Table 3.6 – Les paramètres du 2HDM ainsi que les sections efficaces du signal au niveau
des partons, à une énergie de centre de masse de

√
s = 14 TeV, sont présentés pour chaque

BP. Toutes les masses sont en GeV.

Génération d’événements

Ici, nous décrivons brièvement le processus de génération d’événements du signal et
du bruit de fond.
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• Nous utilisons MadGraph5_aMC@NLO-2.8.2 pour calculer les sections efficaces et gé-
nérer à la fois les événements du signal et du bruit de fond au niveau des partons.
À ce niveau, nous adoptons deux types de coupures (cuts) cinématiques en pseudo-
rapidité (η), en impulsion transverse (PT ) et en énergie transverse (ET ) manquante
(MET) :

PC1 : |η(`, j)| < 2.5, pT(j, `) > 10 GeV, R(``/jj) > 0.4, MET > 5 GeV,

PC2 : |η(`, j)| < 2.5, pT(j, `) > 20 GeV, R(``/jj) > 0.5, MET > 5 GeV,

où j se réfère ici au parton et ` peut être soit un électron, soit un muon. Dans ce qui
suit, nous comparerons les résultats pour deux cas. Après avoir généré les signaux
au LO, nous réajustons les sections efficaces du signal aux valeurs indiquées dans le
Tableau 3.6.

• Après avoir généré les événements du signal et du bruit de fond au niveau des
partons, nous les transmettons à Pythia8 [186] pour simuler les radiations dans
les états initial et final, la gerbe partonique (parton shower) et l’hadronisation et
désintégrations des saveurs lourdes.

• Nous utilisons Delphes-3.4.2 [187] pour simuler les effets du détecteur. Pour re-
grouper les particules finales en jets dans chaque événement, nous adoptons l’al-
gorithme de jet anti-kt [188] avec un paramètre de jet ∆R = 0.5 dans FastJet
[189] 7. L’efficacité de mauvaise identification pour un jet de quark b, qui se réfère
à la probabilité qu’un jet léger soit mal identifié comme un jet de b, est d’environ
0.2%.

Dans le Tableau 3.7, nous listons les sections efficaces des signaux et des bruits de
fond après les coupures de génération au niveau des partons. Les signaux sont d’environ
20 à 30 fb pour le cas PC1, tandis qu’ils sont de 3 à 8 fb pour le cas PC2.

BP1 BP2 BP3 BP4 BP5 BP6 tt̄ Wbbbb Wjjbb Wjjjj Ztb

PC1 32.59 20.93 26.22 31.94 31.38 26.40 85625 9.45 13474 789960 0.143

PC2 5.39 2.71 4.34 8.31 8.00 7.89 54975 1.48 2940 127545 9.3×10−2

Table 3.7 – Les sections efficaces (en fb) du signal et des bruits de fond après les coupures
au niveau des partons.

Notons que, dans la suite, nous présenterons les taux d’événements correspondant à
une énergie de centre de masse de 14 TeV, ainsi qu’une luminosité intégrée de 300 fb−1.

Pré-sélection

Afin de réduire les bruits de fond, nous devons appliquer la technique de b-tagging
(identification ou étiquetage des jets issus de quarks b), et regrouper les évènements selon
les états finaux en trois catégories :
• 4b0j : quatre jets de b exclusifs, sans jets normaux.

• 3b1j : trois jets de b exclusifs, un jet normal.

7. Les résultats obtenus avec les algorithmes kt [190] ou Cambridge-Aachen [191, 192] sont très simi-
laires.
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• 2b2j : deux jets de b exclusifs, deux jets normaux.

BP1 BP2 BP3 BP4 BP5 BP6

PC1 4b0j 1.39 0.86 1.16 1.78 1.74 1.67

PC1 3b1j 5.18 3.03 4.20 6.34 6.18 5.72

PC1 2b2j 8.28 4.71 6.64 10.22 9.83 9.03

PC2 4b0j 0.15 0.08 0.13 0.31 0.31 0.34

PC2 3b1j 0.47 0.21 0.38 1.01 0.95 0.99

PC2 2b2j 0.57 0.26 0.47 1.28 1.21 1.26

Table 3.8 – Section efficace (en fb) du signal après la pré-sélection.

Après la pré-sélection, les sections efficaces des signaux et des bruits de fond des ca-
tégories ci-dessus sont listées dans les Tableaux 3.8 et 3.9, respectivement. Les sections
efficaces après la pré-sélection ne sont pas proportionnelles aux sections efficaces théo-
riques, car les efficacités de détection des leptons dépendent de leur impulsion transverse,
dont les distributions sont différentes pour différents BPs. Lorsque la différence de masse
entre H± et h est faible, le lepton sera mou (ainsi que le jet de b lorsque Mh est faible) et
par conséquent il sera difficile à être mesuré par le détecteur. Les sections efficaces dans
PC1 sont beaucoup plus importantes que dans PC2, ce qui est dû au fait que plus de
leptons et de jets de b survivront dans les coupures lâches.

tt̄ Wbbbb Wjjbb Wjjjj Ztb

PC1 4b0j 572.94 0.42 36.69 108.34 0.022

PC1 3b1j 5226.43 1.51 354.22 699.25 0.054

PC1 2b2j 29583.0 2.67 2316.04 6480.41 0.073

PC2 4b0j 98.96 8.6×10−2 4.54 6.96 9.53×10−3

PC2 3b1j 1658.4 2.61×10−1 56.92 89.81 2.56×10−2

PC2 2b2j 14704.8 3.34×10−1 522.13 939.82 3.02×10−2

Table 3.9 – Section efficace (en fb) des bruits de fond après la pré-sélection.

Afin d’améliorer davantage le rapport signal/bruit, il est important de reconstruire le
boson de Higgs neutre léger, le boson de Higgs chargé et le boson W dans les événements
simulés en se basant sur les caractéristiques du signal, en plus de reconstruire également
le quark top selon le bruit de fond principal tt̄(→ `νjjbb) (voir Annexe D).

Signifiance

Après les coupures cinématiques, les signifiances sont résumées dans le Tableau 3.10.
Pour PC1, la plupart des BPs ont une grande signifiance pour être détectés au LHC pour
les trois catégories. Pour PC2, la plupart des signifiances sont supérieures à 3 lorsque les
états finaux sont 4b0j. Notons que nous pouvons obtenir une signifiance suffisamment
grande en combinant les trois catégories. Pour ces BPs, la signifiance dépend principale-
ment de la section efficace du signal et de la masse du boson de Higgs chargé, car une
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masse plus grande du boson de Higgs chargé donnera des leptons et des jets de b plus
durs, ce qui augmentera les efficacités de mesure de ces particules.

pT (b, j, `) = 10 GeV pT (b, j, `) = 20 GeV

2b2j 3b1j 4b0j 2b2j 3b1j 4b0j

BP1 6.16 10.97 18.77 0.69 2.31 3.7

BP2 3.9 7.11 14.71 0.31 1.14 2.08

BP3 5.0 9.25 17.29 0.53 1.92 3.38

BP4 3.79 7.17 7.9 0.86 1.34 5.23

BP5 3.84 7.15 9.49 0.84 2.72 5.14

BP6 3.05 6.04 9.21 0.83 2.71 4.97

Table 3.10 – Les signifiances pour les BPs lorsque pT (b, j, `) = 10 et 20 GeV.

Afin d’avoir une vision panoramique du modèle, nous prenons l’état final 4b0j comme
exemple et effectuons une analyse de tous l’espace des paramètres adoptés lorsque

√
s = 14

TeV et L = 300 fb−1. Les signifiances prédites dans le plan (Mh, MH±) pour le cas 4b0j
sont présentées dans la Figure 3.9. Les événements ont été générés avec les coupures PC1
et PC2. La Figure 3.9 montre qu’il y a des signaux clairs à quatre jets de particules dans
la région où Mh est comprise entre 40 et 80 GeV et MH± est dans l’intervalle entre 80 et
130 GeV pour les coupures PC1 et PC2. La signifiance maximale pourrait atteindre 8.0
pour PC1 et 5.4 pour PC2.
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Figure 3.9 – Les signifiances prédites dans le plan (Mh, MH±) lorsque les états finaux
sont 4b0j pour PC1 (à gauche) et PC2 (à droite), avec

√
s = 14 TeV et L = 300 fb−1.

Dans la Figure 3.10, similaire à la Figure 3.9, nous présentons les signifiances prédites
dans le plan (sin(β − α), tan β). Le boson de Higgs chargé pourrait être accessible lorsque
sin(β − α) est dans l’intervalle entre −0, 18 et −0, 04, et tan β est dans l’intervalle entre
5 et 40. Pour PC1 et PC2, les signifiances maximales sont presque les mêmes, la légère
différence provient des incertitudes statistiques lors de la génération des événements du
signal.

Comme résultat principal de cette étude, qui a pour but d’analyser le signal `±ν` + 4b
au LHC lorsque la luminosité est de 300 fb−1, nous trouvons que notre signal peut être
recherché dans le cas 4b0j lorsque pT (j, `) = 20 GeV et dans tous les cas lorsque pT (j, `) =
10 GeV.
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Figure 3.10 – Les signifiances prédites dans le plan (sin(β − α), tan β) lorsque les états
finaux sont 4b0j pour PC1 (à gauche) et PC2 (à droite), avec

√
s = 14 TeV et L = 300

fb−1.

3.4 Recherche du boson de Higgs chargé dans l’état
final à quatre photons au LHC

Dans la présente analyse, tout comme l’analyse précédente, nous supposons que le
boson de Higgs CP-even H est le boson de Higgs de type MS observé, dont les propriétés
sont consistantes avec les mesures du LHC. Dans ce cas, h est plus léger que 125 GeV alors
que A, cette fois-ci, pourrait être soit plus léger soit plus lourd que h, comme indiqué dans
le Tableau 3.1 (balayage-2). Nous nous concentrons sur la possibilité d’un H± léger, dans
le 2HDM type-I, se désintégrant en un h fermiophobique et un bosonW . Nous considérons
le cas où H± est produit via le processus pp → W±(∗) → H±(→ W±h)h menant à un
signal W± + 4γ très propre.

3.4.1 Le h fermiophobique dans le 2HDM type-I

Dans le MS, la désintégration de h en une paire de photons (h→ γγ) est un processus
à l’ordre d’une boucle dominé par la contribution de W , qui est partiellement annulée par
une contribution secondaire des quarks top. Dans le 2HDM, on a en plus une contribution
additionnelle de H±. Dans le type-I, on a les couplages suivants pour l’état de Higgs
CP-even h : hW+W− ∝ sin(β − α), hqq̄ ∝ cosα/ sin β tandis que le vertex hH+H− est
donné par les paramètres du potentiel scalaire (voir Section 2.2.2).

Dans notre scénario avec H étant le boson de Higgs de type MS, la contribution de
W± à la désintégration h → γγ est supprimée par le facteur sin(β − α) ≈ 0. Pour la
contribution fermionique, le couplage est proportionnel à

cosα = sin β sin(β − α) + cos β cos(β − α). (3.1)

Pour des valeurs négatives de sin(β − α) et positives de cos(β − α), il est clair que cosα
s’annulera pour un choix particulier de tan β. Lorsque ce scenario se produit, étant donné
ses couplages aux fermions sont proportionnels à cosα, h devient fermiophobique [193].
Par conséquent, h → ff̄ et h → gg (via la contribution du quark top) disparaissent,
alors que h → γγ domine, en particulier avant l’ouverture du canal de désintégration
h → V V ∗ (ou h → V ∗V ∗), qui est supprimé par l’espace de phase. En outre, le canal
h→ Z∗A lorsque MA < Mh est censés entrer en compétition avec h→ γγ dans la limite
fermiophobique. Si h→ Z∗A est n’est pas ouvert, le BR(h→ γγ) peut atteindre 100%.
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Dans le panneau gauche de la Figure 3.11, nous montrons les rapports de branchement
BR(h→ bb̄) et BR(h→ γγ) en fonction de cosα/ sin β. Pour cosα/ sin β = 0, il est clair
que le canal h → γγ domine avec un rapport de branchement qui peut atteindre des
valeurs environ 80%. Dans le panneau droit, nous illustrons le BR(h → γγ) en fonction
de Mh, où la corrélation avec cosα/ sin β est indiquée par la barre de couleur. Nous
constatons sur le graphique qu’avant l’ouverture du canal h → WW ∗, le BR(h → γγ)
pourrait atteindre jusqu’à 80% pour de petites valeurs de cosα/ sin β.

Figure 3.11 – À gauche : Rapports de branchement des désintégrations h→ bb̄ (rouge)
et h → γγ (vert). À droite : BR(h → γγ) en fonction de Mh, avec la barre de couleur
indiquant |cosα/ sin β|.

3.4.2 pp→ H±h et son état final W± + 4γ

Comme indiqué précédemment, nous mettons l’accent sur un boson de Higgs chargé
léger produit en association avec un boson de Higgs neutre h. Nous calculons la section
efficace de production au LO, avec

√
s = 14 TeV, en utilisant MadGraph@aMC_NLO-2.7.3. Il

convient de noter que les corrections NNLO-QCD augmentent la section efficace au niveau
de l’arbre d’un facteur d’environ 1.35 [145]. Dans notre étude, nous ne présenterons que
les résultats au niveau de l’arbre.

Figure 3.12 – À gauche : Section efficace de pp → H±h à
√
s = 14 TeV en fonction

de Mh, avec la barre de couleur indiquant MH± . À droite : Rapport de branchement
BR(H± → W±h) dans le plan (Mh,MH±).
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Dans la Figure 3.12 (à gauche), nous illustrons les valeurs de σ(pp→ H±h) en fonction
deMh, avec la barre de couleur indiquantMH± , pour les points de l’espace des paramètres
survivant à toutes les contraintes théorique et expérimentale. Il est clairement visible que
la section efficace de production pourrait atteindre le niveau de pb pour un h relativement
léger et un H± léger. Les résultats peuvent, en effet, être interprétés par les deux facteurs
suivants : le couplage H±W∓h, qui est proportionnel à cos(β − α) et est maximisé dans
notre scénario (H ≡ HMS) ; l’espace de phase offert en raison d’un h et/ou H± légers.
Cette section efficace peut être comparable, voire dépasser, la production d’un boson de
Higgs chargé léger via la désintégration du quark top, i.e. pp→ tt̄→ t̄bH+, surtout pour
de grandes valeurs de tan β, où le couplage de H± aux fermions est supprimé dans le
2HDM type-I (voir Section 3.3).

Passons maintenant à la désintégration d’un boson de Higgs chargé en unW± et un h,
i.e. H± → W±h. Similaire à la production de H±h, la désintégration H± → W±h est régie
par le même couplage (cos(β − α)) et est également maximisée dans notre scénario. La
Figure 3.12 (à droite) montre clairement que le rapport de branchement BR(H± → W±h)
peut atteindre 100% pour un h très léger. Notons que BR(H± → W±A) n’est pertinent
que lorsqueMA . 100 GeV 8. Le rapport de branchement BR(H± → W±H) est supprimé
dans notre scénario par le facteur sin2(β − α).

En combinant toutes ces observations, la grande section efficace de production de
H±h, la désintégration H± → W±h dominante et la possibilité d’un h fermiophobique se
désintégrant principalement en une paire de photons, on peut immédiatement anticiper
une section efficace significative pour l’état finalW±+4γ. Cette anticipation est confirmée
par la Figure 3.13, où l’on constate que la section efficace totale pour notre signal, σ(pp→
H±h→ W±hh→ W±+ 4γ), peut dépasser 100 fb pour un h léger. De plus, ce signal (où
W± → `±ν, avec ` = e, µ) est caractérisé par une faible contamination de bruit de fond
expérimental, le distinguant nettement des signaux abordés dans la Section 3.3. Ainsi, il
pourrait offrir une grande signifiance.

Figure 3.13 – Section efficace du signal σ(W±+ 4γ) en fonction de Mh, avec la barre de
couleur montrant la masse de H±.

8. En fait, il y a une corrélation entre les rapports de branchement de H± et la masse de A. Nous
en discuterons plus en détail dans le chapitre suivant, où nous considérons un espace de paramètres plus
général que celui adopté ici.
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3.4.3 Benchmark points

Pour étudier la possibilité d’observer la signature W±+ 4γ → `±ν + 4γ au LHC, nous
proposons 14 BPs présentés dans le Tableau 3.11. Il y a trois commentaires à faire sur ces
14 BPs.

• La masse du boson de Higgs chargé peut varier de 91.49 à 168.69 GeV. Le boson de
Higgs CP-even h est toujours plus léger que 125 GeV et plus léger que l’état H±. Le
boson W± provenant de la désintégration du boson de Higgs chargé H± → W

±(∗)h
pourrait être soit sur sa couche de masse, soit hors de sa couche de masse. S’il
est hors de sa couche de masse, le lepton chargé qui en émerge pourrait être mou,
comme dans BP4-BP10.

• Le paramètre sin(β − α) est contraint par les données du boson de Higgs de type
MS issues du LHC via les mesures de H → W±W±(∗) et ZZ∗, car les rapports
de branchement de ces modes de désintégration sont proportionnels à cos2(β − α).
Les données actuelles du LHC sur le boson de Higgs exigent essentiellement que∣∣sin2(β − α) = 1− cos2(β − α)

∣∣ < 0.10, ce qui conduit à un intervalle |sin(β − α)| <
0.3.

• Pour ces BPs, le processus principal de production d’un boson de Higgs chargé est
pp→ H±h, dont la section efficace est calculé à

√
s = 13 et 14 TeV.

BP Mh MA MH± sin(β − α) tan β m2
12 σ13(W + 4γ) (fb) σ14(W + 4γ) (fb)

1 25.57 72.39 111.08 −0.074 13.58 11.97 101.40 112.55

2 35.12 111.24 151.44 −0.076 13.32 16.66 167.75 186.20

3 45.34 162.07 128.00 −0.136 7.57 80.96 10.76 11.93

4 53.59 126.09 91.49 −0.127 8.00 51.16 27.05 29.88

5 63.13 85.59 104.99 −0.055 18.10 190.24 179.31 198.61

6 65.43 111.43 142.15 −0.087 11.52 325.36 174.49 194.30

7 67.82 79.83 114.09 −0.111 8.94 326.32 177.72 197.23

8 69.64 195.73 97.43 −0.111 8.86 357.10 196.04 217.18

9 73.18 108.69 97.34 −0.122 8.06 594.64 193.56 214.57

10 84.18 115.26 148.09 −0.067 14.82 473.88 61.92 68.98

11 68.96 200.84 155.40 −0.112 8.64 531.46 62.02 69.14

12 71.99 91.30 160.10 −0.104 9.74 472.22 58.99 65.80

13 74.08 102.49 163.95 −0.092 10.56 503.74 55.58 62.04

14 81.53 225.76 168.69 −0.101 9.75 501.29 51.85 57.91

Table 3.11 – Les paramètres du 2HDM et les sections efficaces au niveau des partons,
avec

√
s = 13 et 14 TeV, pour chaque BP sont présentés. Toutes les masses sont en GeV

(MH = 125 GeV).

Ainsi, étant donné que notre signal est donné par pp → H±h → W±hh → `±ν + 4γ,
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les processus de bruit de fond dominants sont W± + 4j0γ, W± + 3j1γ, W± + 2j2γ et
W± + 1j3γ, où il y a une certaine probabilité qu’un jet soit confondu avec un photon.

3.4.4 Analyse Monte Carlo

Dans cette section, nous présentons une analyse MC au niveau du détecteur, incluant
à la fois des événements de signal et de bruit fond.

Génération d’événements

Nous décrirons brièvement le processus de génération d’événements MC. Pour ce faire,
nous utilisons MadGraph5_aMC@NLO-2.8.2 afin de générer des événements au niveau des
partons pour les processus du signal et du bruit de fond. Nous adoptons les coupures
cinématiques suivantes afin d’améliorer l’efficacité de la génération d’événements MC :

|η(l, j, γ)| < 2.5, pT (j, γ, `) > 10 GeV, ∆R(`, j, γ) > 0.5, MET > 5 GeV. (3.2)

Les événements du signal sont générés au LO, les sections efficaces pour chaque BP au
LHC avec

√
s = 13 (14) TeV sont indiquées dans les deux dernières colonnes du Tableau

3.11. Les bruits de fond sont traités au LO. Il est important de souligner que, une fois les
coupures de sélection appliquées, le signal sera essentiellement libre de bruit de fond pour
tous les BPs.

Les événements sont ensuite transmis à Pythia8 pour simuler les radiations dans les
états initial et final, la gerbe partonique et l’hadronisation. Finalement, nous utilisons
Delphes-3.4.2 pour simuler les effets du détecteur. Pour chaque événement, nous re-
groupons les particules finales en jets et nous adoptons l’algorithme de jet anti-kt avec le
paramètre de jet ∆R = 0.5 dans FastJet. Conformément à l’analyse ATLAS présentée
dans la Référence [194], nous prendrons comme taux de photons falsifiés la valeur 0.001,
qui décrit la probabilité qu’un jet soit mal identifié comme un photon.

Notons que, dans ce qui suit, nous présenterons des taux d’événements correspondant
à une énergie au LHC de 13 et 14 TeV, et à une luminosité intégrée de 300 fb−1.

Signifiance

Étant donné que les bosons W± à l’état final peuvent être soit sur leur couche de
masse soit hors de leur couche de masse, selon le BP, nous adoptons ici deux ensembles
de coupures pour examiner comment les efficacités peuvent varier. Le premier ensemble
de coupures est

pγT > 10 GeV, p`T > 20 GeV , (3.3)

et le deuxième ensemble de coupures est

pγT > 20 GeV, p`T > 10 GeV. (3.4)

Pour déterminer les efficacités fiduciaires 9 de chaque point de l’espace des paramètres,
nous utilisons la relation suivante :

ε = σ(cuts)× εdet/σ(no cuts), (3.5)

9. Au niveau des partons, les efficacités sont déterminées par ε = σ(cuts)/σ(no cuts) [195].
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Figure 3.14 – Efficacité fiduciaire ε pour la détection du signal via la signature `ν` + 4γ
au niveau du détecteur pour les deux ensembles de coupures donnés dans les équations
(3.3) (à gauche) et (3.4) (à droite).

où εdet est l’efficacité au niveau du détecteur définie par (voir Annexe D)

εdet = 10−3 nj × ε` × ε4−njγ , (3.6)

avec nj désigne le nombre de jets et 4− nj désigne le nombre de photons. Les efficacités
fiduciaires sont présentées dans la Figure 3.14 pour les deux ensembles de coupures, qui
montrent une forte dépendance des masses des bosons de Higgs chargé et neutre. Évi-
demment, dans la région des paramètres où le W± est sur sa couche de masse et où h
n’est pas trop léger, une plus grande efficacité peut être obtenue. En revanche, dans la
région de l’espace des paramètres avec un h très léger (disons Mh autour de 25 GeV), la
perte du signal est causée par des photons mous tandis que, dans la région de l’espace
des paramètres avec MH± −Mh petit, la perte du signal est causée par des leptons mous.
Lorsque nous comparons nos deux ensembles de coupures, nous pouvons voir que le pre-
mier a une meilleure efficacité d’acceptation que le second pour couvrir une plus grande
région de l’espace des paramètres.

Avant de passer au calcul des signifiances de notre signal pour les BPs introduites,
nous présentons le Tableau 3.12 dans le but de confirmer l’affirmation faite dans la Réfé-
rence [195], à savoir qu’aucun des bruits de fond n’est réellement observable pour toute
luminosité réaliste du LHC et du LHC à haute luminosité (HL-LHC). (Les résultats sont
présentés ici pour 13 TeV, mais la conclusion est la même pour 14 TeV). Nous présentons
également les sections efficaces prédites pour les signaux émergeant des BPs après avoir
pris en compte les coupures et l’efficacité d’acceptation du détecteur dans les Tableaux
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3.13 et 3.14, où nous avons considéré
√
s = 13 et 14 TeV, respectivement. Comme les flux

de quark ne peuvent pas être considérablement augmentés lorsque l’énergie de collision
passe de 13 à 14 TeV, nous constatons que les sections efficaces des processus de signal ne
peuvent augmenter que de 5 à 10% entre les deux énergies de centre de masse.

Processus Section efficace (fb) Après la sélection
W± + 4j0γ 145890 0
W± + 3j1γ 1730 0
W± + 2j2γ 10.2 2.55× 10−4

W± + 1j3γ 0.0282 1.52× 10−4

W± + 0j4γ 1.69× 10−5 5.71× 10−6

Table 3.12 – Les sections efficaces des processus de bruits de fond avec
√
s = 13 TeV

sont données, après avoir pris en compte les coupures et les effets du détecteur.

Section efficace (fb) MG Après la sélection Estimation
BP1 2.09 0.42 0.49
BP2 7.43 1.89 1.87
BP3 0.57 0.15 0.15
BP4 1.17 0.29 0.30
BP5 9.49 2.57 2.55
BP6 12.48 3.65 3.60
BP7 10.42 2.90 2.90
BP8 8.09 2.18 2.16
BP9 7.31 1.98 1.95
BP10 4.72 1.47 1.47
BP11 4.65 1.39 1.38
BP12 4.59 1.39 1.39
BP13 4.36 1.34 1.33
BP14 4.23 1.34 1.35

Table 3.13 – Les sections efficaces de nos processus de signal avec
√
s = 13 TeV sont

données, après avoir pris en compte les coupures et les effets du détecteur (nous montrons
également les résultats de notre estimation analytique).

Une remarque s’impose à ce stade, concernant le nombre d’événements utilisés dans
notre analyse MC pour les processus de signal et de bruit de fond. Étant donné que la
section efficace du signal et celles des bruits de fond dominants W + 2j2γ, W + 1j3γ et
W + 4γ sont de l’ordre de 1 ∼ à 10 fb, 10.2 fb, 0.028 fb et 1.7× 10−5 fb, respectivement,
nous pensons que le nombre de points MC générés, 106 ou plus, est suffisant pour éviter
les grandes fluctuations statistiques. De plus, bien qu’il soit clair que les sections efficaces
des processus de bruit de fond W + 4j et W + 3jγ sont extrêmement grandes, après avoir
pris en compte le taux de photons faux pour un jet (10−3) (et en utilisant W + 2j2γ
comme processus de référence), il est raisonnable d’estimer que la contribution de ces
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Section efficace (fb) MG Après la selection Estimation
BP1 2.27 0.44 0.52
BP2 8.02 2.00 1.99
BP3 0.62 0.15 0.16
BP4 1.27 0.31 0.32
BP5 10.19 2.68 2.68
BP6 13.46 3.86 3.81
BP7 11.26 3.10 3.07
BP8 8.76 2.30 2.29
BP9 7.87 2.09 2.05
BP10 5.16 1.59 1.58
BP11 5.03 1.48 1.47
BP12 4.93 1.47 1.46
BP13 4.76 1.44 1.43
BP14 4.61 1.43 1.44

Table 3.14 – Les sections efficaces de nos processus de signal avec
√
s = 43 TeV sont

données, après avoir pris en compte les coupures et les effets du détecteur (nous montrons
également les résultats de notre estimation analytique).

deux processus ne dépasserait pas 10−5 à 10−6 fb, qui sont donc présentés comme des
zéros dans le Tableau 3.12.

Pour calculer les signifiances, en raison du petit nombre d’événements de bruit de fond,
nous pouvons négliger ces derniers en toute sécurité. Par conséquent, les signifiances pré-
dites peuvent être calculées en utilisant la relation NS/

√
NS +NB ∼

√
NS. Les résultats

correspondants sont présentés dans le Tableau 3.15. Nous trouvons que les signifiances
prédites sont supérieures à 5 pour tous les 14 BPs, dans notre scénario 2HDM type-I,
lorsque la luminosité est supposée être de 300 fb−1, à la fois à

√
s = 13 et 14 TeV.

BP 1 2 3 4 5 6 7 8 9 10 11 12 13 14
σ13TeV 12.1 23.7 6.7 9.4 27.4 32.6 29.2 25.2 23.9 20.8 20.2 20.3 19.9 19.9
σ14TeV 12.5 24.4 7.0 9.8 28.4 33.9 30.3 26.2 24.8 21.8 21.1 21.0 20.8 20.8

Table 3.15 – Les signifiances pour les 14 BPs au LHC sont présentées, où la luminosité
est supposée être de 300 fb−1 à la fois à

√
s = 13 et 14 TeV.

Les signifiances prédites pour les deux énergies de centre de masse et une luminosité
de 300 fb−1 dans le plan (Mh,MH±) sont présentées dans la Figure 3.15, qui sont obtenues
à partir de la convolution décrite des sections efficaces de production avec les efficacités de
coupure et d’acceptation au niveau du détecteur. Pour obtenir les résultats donnés ici, pour
chaque point sur le plan (Mh,MH±), nous permettons à tan β et sin(β − α) de varier et
prenons la signifiance maximale. Dans une telle figure, il convient de souligner que, lorsque
Mh < 62, 5 GeV, le mode de désintégration H → hh est ouvert. Par conséquent, moins
de points dans l’espace des paramètres sont autorisés par les données du boson de Higgs
collectées au LHC, de sorte que les signifiances prédites diminuent lorsque Mh atteint
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Figure 3.15 – Signifiances prédites dans le plan (Mh,MH±) pour les deux ensembles de
coupures donnés dans les équations (3.3) (à gauche) et (3.4) (à droite), lorsque

√
s = 13

TeV (en haut) et
√
s = 14 TeV (en bas) ainsi que L = 300 fb−1.

la valeur de 62.5 GeV. Une autre caractéristique remarquable est que les signifiances
prédites sont supérieures à 5 pour presque tous les points du plan (Mh,MH±). En fait,
seuls quelques points de la grille ont une signifiance inférieure à 2. Ainsi, tout l’espace des
paramètres intéressant de notre 2HDM type-I peut être soit exclu, soit découvert par la
totalité des données accumulées au Run 3 et/ou seulement 1/10 au HL-LHC.

Les signifiances prédites dans le plan (sin(β − α), tan β) sont illustrées dans la Figure
3.15 pour

√
s = 13 (en haut) et 14 TeV (en bas). Cette figure montre clairement qu’un

certain ajustement fin de sin(β − α) et/ou tan β est nécessaire pour obtenir de grandes
signifiances. Cependant, pour tout tan β > 5, il existe toujours un choix de sin(β − α)
qui permet de faire une déclaration définitive aux deux phases du LHC considérées sur la
partie de l’espace des paramètres du 2HDM type-I que nous avons échantillonnée.

3.5 Conclusion
Plus précisément, les équipes expérimentales du LHC recherchent actuellement des

états de H± dans des réalisations du 2HDM en supposant qu’ils sont produits en associa-
tion avec des (anti)quarks top. L’avantage d’exploiter de tels processus de production est
double. D’une part, les quarks (anti)top sont produits (en paire) via des interactions QCD,
qui ne dépendent donc pas des paramètres au-delà du MS. D’autre part, étant induits par
la QCD, les sections efficaces correspondantes au LHC sont plutôt grandes. Cependant,
lorsqu’il s’agit de l’interaction du (anti)quark top avec les bosons de Higgs chargés, via un
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Figure 3.16 – Signifiances prédites dans le plan (sin(β − α), tan β) pour les deux en-
sembles de coupures donnés dans les équations (3.3) (à gauche) et (3.4) (à droite), lorsque√
s = 13 TeV (en haut) et

√
s = 14 TeV (en bas) ainsi que L = 300 fb−1.

vertex H+tb̄, une dépendance des paramètres au-delà du MS devient manifeste. Cela peut
être attribué aux différentes façons dont les deux doublets de Higgs de cette construction
au-delà du MS peuvent donner une masse aux fermions, quarks et leptons élémentaires,
via des couplages de Yukawa. Il y a généralement quatre choix possibles pour le faire,
appelés types. Ici, nous nous sommes intéressés à deux d’entre eux, connus sous le nom
de type-I et type-X. Dans ces deux réalisations du 2HDM, les taux de production et de
désintégration de H± associés aux processus impliquant des (anti)quarks top peuvent être
dépassés par ceux dans lesquels les bosons de Higgs chargés sont produits via des interac-
tions électrofaibles qui ne dépendent que de la jauge (i.e., qu’elles ne dépendent pas des
paramètres du 2HDM), lorsque les états de H± sont recherchés via leurs désintégrations
H± → W±h/A et que le boson de Higgs du MS découvert au LHC est identifié à l’état
CP-even lourd du 2HDM, H, de sorte que l’état CP-even léger, h, et l’état CP-odd, A,
sont plus légers en comparaison.

Dans ce travail, nous avons étudié la production des bosons de Higgs chargés via les
processus pp → H±φ (φ = h,A) et pp → H+H− au LHC avec

√
s = 14 TeV dans le

2HDM type-I et type-X, après avoir pris en compte toutes les contraintes théoriques et
expérimentales actuelles. En utilisant ces mécanismes de production et en permettant
les désintégrations H± → W±h/A dans toutes les combinaisons possibles, nous avons
examiné dans un premier temps les états finaux à quatre fermions, 2W±+4b, 2W±+2τ2b,
W±+4b,W±+2τ2b etW±+4τ , comme des nouveaux canaux de découverte. Nous avons
ainsi comparé leur rendement à celui des canaux impliquant des (anti)quarks top et montré
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que les premiers peuvent être plus importants que les seconds pour une large gamme de
valeurs de MH± , lorsque tan β est grand. Cependant, la région la plus intéressante de
l’espace des paramètres du 2HDM dans les deux types étudiés ici est celle où MH± . mt,
car elle donne des taux d’événements potentiellement détectables pour la plupart des
états finaux mentionnés ci-dessus. Ainsi, afin de permettre aux collaborations ATLAS
et CMS de confirmer ou d’infirmer cette possibilité, nous avons proposé une variété de
BPs dans le 2HDM type-I et type-X qui se prêtent à une investigation expérimentale.
Nous avons présenté une analyse MC de la signature W± + 4b dans le but de faciliter
l’investigation expérimentale. Nous avons trouvé que le signal pp → H±h → W±(∗)h →
`±ν+4b pourrait recherché dans le cas 4b0j lorsque pT (j, `) > 20 GeV et dans tous les cas
lorsque pT (j, `) > 10 GeV. Une étude MC de l’état final W± + 2b2τ a été reporté à des
travaux futurs. Dans un deuxième temps, nous avons en outre étudié la signatureW±+4γ
provenant de la production associée du boson de Higgs chargé avec un état de Higgs neutre
léger dans le 2HDM type-I (i.e., pp→ H±h→ W±hh→ W±+4γ). Dans ce scénario, pour
α ≈ 0 (ou ∼ π/2) (et certains choix particuliers des autres paramètres), h pourrait être
fermiophobique, se désintégrant entièrement ou principalement en deux photons, tandis
que H± pourrait se désintégrer principalement en W±h. Dans ces conditions, nous avons
démontré que ce mode de production et de désintégration pourrait mener à un état final à
quatre photons, avec un taux d’événement plutôt significatif. Nous avons ensuite examiné
la faisabilité d’une telle signature au LHC avec une énergie de collision de 13 et 14 TeV
ainsi qu’une luminosité intégrée de 300 fb−1, où le boson W± associé à 4γ se désintègre
de manière leptonique en électrons et muons. Notre étude est une analyse au niveau
du détecteur qui utilise une génération d’événements MC, incluant la gerbe partonique,
l’hadronisation et les désintégrations de saveurs lourdes. Nous avons montré que même en
présence d’un bruit de fond généré par des photons réels et faux (provenant de jets), le
signal est essentiellement libre de bruit de fond, de sorte que les signifiances ne dépendent
que des sections efficaces du signal et des luminosités intégrées du collisionneur. Nous
avons également fourni des estimations fiables de l’efficacité du détecteur qui peuvent
faciliter l’estimation de la signifiance du signal dans l’espace des paramètres pertinents du
2HDM type-I, ce que nous considérons comme utile pour les groupes de travail actuels du
LHC. Enfin, pour des analyses expérimentales plus approfondies, nous avons également
publié 14 BPs, où le boson W± peut être soit sur sa couche de masse, soit hors de sa
couche de masse, selon la différence de masse MH± −Mh.



Chapitre 4

Production du boson de Higgs chargé
via pp→ H±W∓ et pp→ H±bj au LHC

4.1 Introduction

Outre la confirmation des prédictions du MS, la découverte du boson de Higgs, au
LHC, à 125 GeV a marqué le début d’une nouvelle ère de la physique au-delà du MS.
Dans de nombreuses extensions du MS, le secteur de Higgs prédit l’existence de bosons
de Higgs supplémentaires en plus de celui du MS, où la particule de Higgs chargée suscite
une attention particulière, comme dans le 2HDM. En fait, la majorité des recherches ex-
périmentales sur cette particule chargée se concentrent sur les canaux de désintégration
fermioniques. En l’absence de tout excès d’événement observable, des limites supérieures
sont établies sur les rapports de branchement pertinents. Pour un boson de Higgs chargé
lourd, les principales causes sont l’énorme bruit de fond et la section efficace de produc-
tion (pp → H±tb) relativement faible. Pour un boson de Higgs chargé léger, le canal de
recherche H± → τ±ντ présente un rapport de branchement plutôt faible. Il est donc dans
notre meilleur intérêt de prendre en compte d’autres désintégrations de H± afin d’étendre
sa portée dans les expériences de collisionneurs. Récemment, des initiatives ont été prises
pour améliorer la sensibilité des collisionneurs à la recherche d’un boson de Higgs chargé
en explorant ses modes de désintégration bosoniques.

Dans le Chapitre 3, nous avons étudié en détail les perspectives de découverte d’un
boson de Higgs chargé dans le contexte du 2HDM, en explorant les modes de production
pp → H±h et pp → H+H−. Nous avons démontré que ces modes de production suivis
des désintégrations bosoniques H± → W±h/A pourraient être les canaux de découverte
les plus prometteur pour H± et h ou A.

Le but de ce chapitre est d’étudier la production célibataire d’un boson de Higgs chargé
en association avec un boson W , ainsi qu’avec un quark bottom et un jet léger au LHC,
i.e. pp→ H±W∓ et pp→ H±bj, dans le 2HDM type-I et type-X. Ces modèles prédisent
encore un boson de Higgs chargé léger avec des taux de production et de désintégration
significatifs. Dans cette étude, nous effectuons un balayage général de l’espace des para-
mètres 1 et examinons les différentes signatures possibles au LHC résultant des canaux de
production susmentionnés suivis de désintégrations bosoniques H± → W±h/A.

De nombreuses études sont consacrées au processus de production pp→ H±W∓ dans
la littérature. Le calcul de la section efficace au LO peut être trouvé dans les Références

1. Nous adoptons le même scénario que dans le Chapitre 3, où la particule observée au LHC en 2012
est supposée être H avec une masse de 125 GeV.
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[115, 117, 196, 197, 198]. Des corrections radiatives au-delà de LO ont été calculées dans
les Références [199, 200, 201, 202]. Des études phénoménologiques peuvent être trouvées
dans les Références [116, 133, 145, 203, 204, 205, 206]. La perspective expérimentale de
voir la synthèse W±H∓ au LHC avec la désintégration subséquente H− → t̄b [116] et
H− → τ−v̄τ [204, 205] a également été étudiée. Le processus de production pp → H±bj
a été, en outre, étudié pour la première fois dans le cadre du MSSM [118]. Dans cette
étude, les deux canaux de désintégration H± → τ±ντ et H± → tb sont considérés, selon
la masse de H±. Dans le 2HDM, le taux de production de pp → H±bj et sa sensibilité
à tan β ont été discutés dans la Référence [119]. Dans le même cadre, une analyse au
niveau des partons (en supposant une production célibataire du top avec la désintégration
subséquente t → H+b) peut être trouvée dans la Référence [133]. De plus, une analyse
incluant la gerbe partonique et des effets du détecteur est réalisée dans la Référence [207].

Ce chapitre est organisé comme suit. Dans la Section 4.2, nous présentons notre espace
des paramètres adopté. Dans la Section 4.3, nous examinons les processus de production
d’intérêt. Nos signatures au LHC sont discutées dans la Section 4.4 et les BPs sélectionnés
sont présentés dans la Section 4.5. Nous exposons nos conclusions dans la Section 4.6,

4.2 Espace des paramètres
Nous procédons à une analyse exhaustive de l’espace des paramètres du 2HDM (type-

I et type-X) en utilisant le code 2HDMC-1.8.0, en considérant le scénario inversé où le
boson de Higgs observé au LHC avec une masse de 125 GeV est attribué à l’état H. Cette
étude est réalisée pour le balayage des paramètres indiqué dans le Tableau 4.1. Nous avons
pris soin de vérifier que chaque point satisfait les contraintes expérimentales et théoriques
imposées.

Paramètre Balayage
Mh [15, 700]

MH 125.09

MA [15, 700]

MH± [80, 700]

sin(β − α) [−0.5, 0.5]

tan β [2, 25]

m2
12 [0, m2

h sin β cos β]

λ6 = λ7 0

Table 4.1 – Paramètres du 2HDM et leurs gammes de balayage (toutes les masses sont
en GeV).

Du point de vue théorique, nous avons assuré que les conditions d’unitarité, de per-
turbativité et de stabilité du vide étaient respectées. Du côté expérimental, nous avons
utilisé les résultats de l’ajustement suivant pour les paramètres S et T (avec U = 0) [21] :

S = 0.05± 0.08, T = 0.09± 0.07, ρST = 0.92, (4.1)

où ρST est le coefficient de corrélation entre S et T . Notons que nous avons utilisé le
code 2HDMC-1.8.0 pour vérifier les contraintes théoriques susmentionnées, ainsi que pour
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calculer les paramètres obliques S et T . De plus, nous avons utilisé HiggsBounds-5.10.2
pour s’assurer que les états de Higgs autres que H satisfont les contraintes du LEP, du
Tevatron et du LHC. Nous avons également explicitement vérifié que chaque point balayé
est compatible avec la mesure de la largeur de désintégration du boson Z au LEP, ΓZ =
2.4952 ± 0.0023 GeV [208]. Plus précisément, la largeur partielle Γ(Z → hA), lorsqu’elle
est cinématiquement possible, a été choisie pour satisfaire l’incertitude expérimentale à 2σ
de la mesure. HiggsSignals-2.6.2 a été utilisé pour s’assurer la cohérence de la masse
et des taux de signal de H avec les données du LHC sur l’état observé à 125 GeV. Les
observables pertinentes de la physique des saveurs ont été calculées en utilisant le code
SuperIso v4.1.

Afin de respecter les contraintes ci-dessus, en particulier celles des paramètres obliques,
MH , MA et MH± doivent être proches les uns des autres. Une telle exigence est sensible
au paramètre T qui corrèle fortement ces masses. Dans ce scénario (H ≡ HMS), MH± et
MA ne peuvent pas être très grands. Dans le 2HDM type-I, nous trouvons queMH± . 643
GeV et MA . 659 GeV, tandis que dans le type-X MH± . 637 GeV et MA . 634 GeV.
Nous devons noter que ces limites supérieures ne sont pas absolues. Ces limites pourraient
être dépassées par d’autres points permis.

Dans la Figure 4.1, nous montrons les rapports de branchement BR(H± → W±h) (à
gauche) et BR(H± → W±A) (à droite) dans le plan (MA, MH±). Comme déjà montré
dans le Chapitre 3, il est clair que ces désintégrations sont dominantes. Le canal de
désintégration H± → W±h domine avec un rapport de branchement atteignant 100%,
surtout lorsque MA ∼ MH± . Le canal H± → W±A ne domine qu’aux faibles masses de
A et H± (MA . 100 GeV et MH± . 180 GeV). Ainsi, nous trouvons que MA est un
facteur crucial dans la recherche H± dans les désintégrations W±A et W±h. Le canal
H± → W±A ne domine qu’à faible MA, en particulier lorsque MA . 100 GeV. Une fois
ce seuil franchi, la désintégrationW±h devient la plus dominante car elle bénéficie de plus
d’espace de phase 2. Les résultats du 2HDM type-X sont assez similaires à ceux du type-I
avec moins de points passant les contraintes discutées ci-dessus.

Figure 4.1 – BR(H± → W±h) (à gauche) et BR(H± → W±A) (à droite) dans le plan
(MH± , MA).

2. Si l’on suppose que h est l’état observé à 125 GeV au LHC, avec Mh = 125.09 GeV et MH variant
de 126 à 700 GeV, le canal H± →W±A domine jusqu’à ce que MA ∼ 125 GeV. Au-delà de ce seuil, une
forte compétition se produit entre les désintégrations tb et W±H.
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4.3 Production du boson de Higgs chargé au LHC

4.3.1 Production de H±W∓

L’un des canaux de production les plus importants d’un boson de Higgs chargé, qui
mérite une attention particulière, est sa production associée avec un boson W . Les dia-
grammes de Feynman pour ce canal sont modélisés en quatre sous-processus distincts,
comme illustré dans la Figure 4.2, chacun contribuant à la section efficace de production
de H±W∓. La contribution bb̄ provient de deux sous-processus, le canal non résonant
(Figure 4.2 (a)) et résonant (Figure 4.2 (b)), tandis que les deux autres contributions
sont données par les canaux non résonant et résonant initiés par gg, qui sont représentés
respectivement dans les Figures 4.2 (c) et (d).

b

b̄

W−

H+

t

(a) bb̄ initié (non résonnant)

hi, A

b̄

b H±

W∓

(b) bb̄ initié (résonnant)
g H±

g W∓

(c) gg initié (non résonnant)

hi, A

g H±

g W∓

(d) gg initié (résonnant)

Figure 4.2 – Diagrammes de Feynman contribuant à la production de H±W∓ au LHC.

Au niveau de l’arbre, la contribution dominante à la production de H±W∓ est celle de
bb̄, tandis que la contribution gg domine à l’ordre d’une boucle. Les sections efficaces de
ces contributions 3 sont calculées au LO en utilisant le code MadGraph@aMC_NLO-2.7.3,
en considérant

√
s = 14 TeV et en utilisant l’ensemble de PDF MMHT2014 [209]. Il

convient de noter que la correction NLO approximative (aNLO) améliore la section effi-
cace σ(bb̄→ H±W∓) d’environ 23% au maximum, tandis qu’une amélioration d’environ
38% peut être obtenue, dans une certaine gamme de masses du boson de Higgs chargé,
si la correction aNNLO est considérée [202]. Cependant, le processus pp → H±W∓ est
évalué uniquement au LO. Nous pensons que l’inclusion de corrections d’ordre supérieur
ne changerait pas notre présentation et nos conclusions car ces corrections sont positives
dans la gamme de masses de H± considérée (voir Figure 4.3). Il n’y aurait qu’une amé-
lioration des taux de section efficace prédits en fonction de la masse du boson de Higgs
chargé (voir, par exemple, Tableau 4.2).

3. Nous négligeons le canal résonant bb̄ (Figure 4.2 (b)) car les couplages de Yukawa sont faibles dans
les deux types du 2HDM. La contribution résonante gg n’est pertinente que lorsque Mh > MH± + MW

ou MA > MH± +MW . Bien que les contraintes des paramètres obliques favorisent la dégénérescence de
masse, en particulier pour les grandes masses de H±, une seule des conditions susmentionnées peut être
satisfaite. Et comme nous nous concentrons sur les désintégrations H± → W±h/A, le canal résonnant
gg (Figure 4.2 (d)) n’est plus pertinent dans notre scénario. Ce canal, gg → A → H±W∓, entre en
compétition avec le canal gg → A→ Zh près de la limite d’alignement.
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Figure 4.3 – Section efficace de pp→ bb̄→ H±W∓, à
√
s = 14 TeV, en fonction de MH±

pour tan β = 1 (à gauche) et en fonction de tan β pour MH± = 200 GeV (à droite).

Paramètre BP1 BP2 BP3 BP4

Mh (GeV) 125.09 125.09 94.95 95.26

MH (GeV) 135.07 144.62 125.09 125.09

MA (GeV) 200.95 219.65 167.86 182.56

MH± (GeV) 226.20 259.66 200.47 215.42

sin(β − α) 0.994 0.985 0.175 0.199

tan β 3.97 2.77 3.15 2.90

m2
12 (GeV2) 4322.16 6675.80 2116.11 2198.06

σhLO(bb̄→ H±W∓) 19.16 27.52 40.11 40.44

σhaNLO(bb̄→ H±W∓) 23.20 33.67 47.91 48.75

σhaNNLO(bb̄→ H±W∓) 26.38 38.13 54.38 55.34

Table 4.2 – Points sélectionnés pour le 2HDM type-I (les sections efficaces sont en fb).

Les points dans la Figure 4.4 illustrent la section efficace de production σ(pp →
H±W∓) en fonction de MH± , avec la barre de couleur indiquant tan β. Il est évident
que ces sections efficaces atteignent leur maximum à de faibles valeurs de tan β. Cela s’ex-
plique par le couplage H±tb, qui est proportionnel à 1/ tan β. La section efficace est, en
effet, prédite comme étant indépendante du scénario considéré (h ≡ HMS ou H ≡ HMS).
La seule différence réside dans les contraintes théoriques et expérimentales sur chaque
scénario. Nous ne considérons ici que le scénario où H ≡ HMS. Dans le 2HDM type-I, la
section efficace σ(pp→ H±W∓) peut atteindre 148 fb. Dans le type-X, le comportement
est presque identique à celui du type-I. (Les restrictions du LHC sur la physique du bo-
son de Higgs constituent la principale différence.) Par exemple, une telle section efficace
atteint sa valeur maximale (28 fb) à environ MH± ∼ 154 GeV. De plus, il y a une baisse
remarquable à MH± 'MA ∼ 350 GeV, expliquée par la limite d’exclusion de la recherche
du canal A→ Zh au LHC. Une telle contrainte exclut de manière significative les valeurs
faibles à intermédiaires de tan β près de cette région de masse. Il est intéressant de noter
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que nous avons combiné les canaux initiés par bb̄ et gg pour évaluer la section efficace de
production de H±W∓.

Figure 4.4 – Section efficace du processus pp→ H±W∓, à
√
s = 14 TeV, en fonction de

MH± , avec tan β est indiqué par la barre de couleur. Les graphiques à gauche (à droite)
présentent les résultats pour le 2HDM type-I (type-X).

4.3.2 Production de H±bj

En plus de la production de H±W∓ discutée précédemment, la production d’un boson
de Higgs chargé en association avec un quark bottom et un jet au LHC, i.e. pp→ H±bj,
est également intéressante pour des petites valeurs de tan β dans les deux types du 2HDM
considérés. Les diagrammes de Feynman pour ce processus de production sont illustrés
dans la Figure 4.5. Il y a deux sous-processus principaux, le canal initié par b (qb→ q′H±b)
et le canal initié par b̄ (qb̄ → q′H±b̄). La Figure 4.5 (a) montre l’échange du top dans le
canal s tandis que la Figure 4.5 (c) illustre cet échange dans le canal u. Les Figures 4.5
(b) et (d) représentent les diagrammes de Feynman dans le canal t avec les contributions
des bosons de Higgs neutres.
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Figure 4.5 – Diagrammes de Feynman contribuant à la production de H±bj au LHC.
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Figure 4.6 – Section efficace du processus pp → H±bj, à
√
s = 14 TeV, en fonction de

MH± , avec tan β est indiqué par la barre de couleur. Les graphiques à gauche (à droite)
présentent les résultats pour le 2HDM type-I (type-X).

Dans la Figure 4.6, nous présentons la section efficace du processus pp → H±bj en
fonction de MH± . Le graphique montre clairement que cette section efficace augmente
pour de petites valeurs de tan β et deMH± , en particulier lorsque le quark top est produit
sur sa couche de masse (MH± < mt −mb). Dans cette région de masse, la contribution
du quark top dans le canal s domine la section efficace (Figure 4.5 (a)), atteignant des
valeurs allant jusqu’à 2, 9 pb dans le 2HDM type-I. Cependant, d’autres diagrammes
(Figure 4.5 (b)) contribuent également de manière significative dans la région où le quark
top est hors de sa couche de masse (MH± > mt − mb), notamment ceux impliquant
les couplages H±W∓h et H±W∓A. De plus, la Figure 4.6 montre que la section efficace
diminue rapidement lorsqueMH± > mt−mb en raison de l’annulation entre le diagramme
du top et ceux impliquant les couplages H±W∓h/A. Dans le type-X, les résultats sont
presque similaires aux ceux du type-I, avec une section efficace atteignant environ 204 fb
de sa valeur maximale possible à une masse MH± d’environ 99 GeV.

4.4 Signatures au LHC
Dans de larges parties de l’espace des paramètres permis (en particulier dans le type-

I du 2HDM), la désintégration du boson de Higgs chargé en un boson W et un boson
de Higgs neutre (h ou A) est significativement dominante et est favorisée par la limite
d’alignement. Pour les désintégrations des bosons de Higgs neutres, nous considérons
principalement les canaux bb, ττ et γγ. Dans cette optique, nous nous concentrons sur les
signatures suivantes :

σS(pp→ xWW ) = σ(pp→ H±W∓ → W±SW∓ → xW±W∓), (4.2)
σS(pp→ xWbj) = σ(pp→ H±bj → W±Sbj → xW±bj), (4.3)

où S peut être soit h ou A, et x représente bb, ττ ou γγ. Dans ce cas, nous nous attendons
à un ou deux bosons W accompagnés d’une paire de quarks bottom, de leptons tau ou de
photons comme signatures d’un boson de Higgs chargé.

Comme nous l’avons mentionné précédemment, nous choisissonsMH = 125, 09 GeV et
explorons les autres paramètres du 2HDM tels qu’illustrés dans le Tableau 4.1. Nous exa-
minons d’abord les signatures impliquant la désintégration H± → W±h. Nous présentons
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dans la Figure 4.7 la section efficace du signal σh(pp→ xWW ) en fonction des masses de A
et H±. Les panneaux supérieurs de la figure montrent les états finaux bbWW et ττWW
dans le 2HDM type-I. Les sections efficaces totales n’atteignent leur maximum qu’aux
faibles masses de A et H±, en particulier au-dessus du seuil H± → W±A. On constate
que la section efficace de la signature bbWW (en haut à gauche) pourrait atteindre des
valeurs supérieures à 100 fb, tandis que la signature ττWW (en haut à droite) atteint
10 fb. Les panneaux inférieurs de la figure présentent les résultats du 2HDM type-X. On
peut voir que nos états finaux sont intéressants dans certaines régions intermédiaires et
également grandes de MA et MH± . Ceci est dû à la dominance du canal H± → τντ à
faible MH± . Comme prévu, la section efficace de ττWW est la plus importante dans ce
type de Yukawa, atteignant des valeurs supérieures à 20 fb. En revanche, le taux de l’état
final bbWW est faible par rapport à la prédiction du type-I.

Figure 4.7 – σh(pp→ bbWW ) (panneaux à gauche) et σh(pp→ ττWW ) (panneaux
à droite) en focntion de MH± , avec la barre de couleur indiquant MA. Les panneaux
supérieurs (inférieurs) présentent les résultats pour le 2HDM type-I (type-X).

Dans la Figure 4.8, nous présentons les signatures provenant du processus de pro-
duction pp → H±bj. Les panneaux supérieurs montrent les sections efficaces totales
σh(pp → bbWbj) (en haut à gauche) et σh(pp → ττWbj) (en haut à droite) en fonction
deMH± dans le cadre du 2HDM type-I. Il est clair que la section efficace σh(pp→ bbWbj)
pourrait atteindre des valeurs supérieurs à 1 pb pour de faibles masses de H± et A. Le
signal ττWbj est également important dans cette région de masse avec une section efficace
totale d’environ 131 fb. Cependant, ces sections efficaces diminuent rapidement une fois
que le quark top devient hors de sa couche de masse (MH± > mt−mb). Les panneaux in-
férieurs montrent les résultats du 2HDM type-X. Les sections efficaces dominent toujours
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aux faibles masses de Higgs, en particulier celle de ττWbj, comme prévu.

Figure 4.8 – σh(pp→ bbWbj) (panneaux à gauche) et σh(pp→ ττWbj) (panneaux à
droite) en fonction de MH± , avec la barre de couleur indiquant MA. Les panneaux supé-
rieurs (inférieurs) présentent les résultats pour le 2HDM type-I (type-X).

Figure 4.9 – σh(pp→ γγWW ) (à gauche) et σh(pp→ γγWbj) (à droite) en fonction de
MH± . La barre de couleur indique le paramètre MA.

Avant d’étudier les signatures impliquant la désintégration H± → W±A, nous sou-
lignons que la désintégration h → γγ attire une attention dans le scénario considéré
(H ≡ HMS). Ce mode de désintégration est le plus propre expérimentalement et, dans
certains cas, domine (en particulier dans la limite fermiophobique dans le cadre du 2HDM
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type-I) avant l’ouverture du mode h→ WW ∗. À cet égard, la Figure 4.9 montre les sec-
tions efficaces σh(pp → γγWW ) et σh(pp → γγWbj) dans le type-I. La première peut
atteindre des valeurs allant jusqu’à 19 fb, tandis que la seconde atteint environ 333 fb.
Les signatures γγWW et γγWbj fournissent une avenue propre. Notons que les sections
efficaces correspondantes à ces états finaux sont négligeables dans le type-X.

Nous nous tournons maintenant vers la région située en dessous du seuil de désintégra-
tion H± → W±A. Dans la Figure 4.10, similaires aux Figures 4.7 et 4.8 (panneaux supé-
rieurs), nous présentons les taux de production de mêmes états finaux, à l’exception près
du canal H± → W±A qui implique les désintégrations de A (au lieu de h). Dans le type-I,
les sections efficaces σA(pp→ bbWW ) et σA(pp→ ττWW ) atteignent leur maximum à
MA ∼ 51 GeV. Les sections efficaces σA(pp→ bbWbj) et σA(pp→ ττWbj) présentent
des taux significatifs, atteignant respectivement environ 2180 fb et 181 fb à MA ∼ 53
GeV. Dans le type-X, les meilleurs taux de production de ττWW et ττWbj ne peuvent
donner que 0.1 fb. Les taux de production de γγWW et γγWbj sont négligeables dans ce
scénario.

Figure 4.10 – σA(pp→ bbWW ) (en haut à gauche), σA(pp→ ττWW ) (en haut à droite),
σA(pp→ bbWbj) (en bas à gauche) et σA(pp→ ττWbj) (en bas à droite) en fonction de
MH± , avec la barre de couleur indiquant MA.

Enfin, il convient de souligner que les deux signatures provenant des désintégrations
H± → W±h et H± → W±A sont toutes deux intéressantes. Dans le type-I, ces canaux
de désintégration dominent en fonction de la masse de A, qui peut être considérée comme
un facteur crucial. Dans le type-X, seules les signatures provenant de la désintégration
H± → W±h peuvent offrir la meilleure portée, car la désintégration τντ de H± domine
pour de petites valeurs de MH± et MA. Au-delà de cette région, le canal H± → W±h
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domine dans le reste de la gamme de masse permise, de manière presque analogue au
type-I.

4.5 Benchmark Points
Dans le but de faciliter la recherche des signatures provenant des processus pp →

H±W∓ et pp → H±bj, nous proposons, dans les Tableaux 4.3 et 4.4, six BPs pour
le 2HDM type-I et type-X, respectivement. Pour chaque point, nous fournissons tous
l’ensemble des paramètres du 2HDM, les rapports de branchement, ainsi que les sections
efficaces totales des états finaux xWW et xWbj (où x représente bb, ττ ou γγ). Ces
BPs ont été choisis de manière à respecter les contraintes théoriques et expérimentales
énoncées précédemment.

Paramètre BP1 BP2 BP3 BP4 BP5 BP6
Mh (GeV) 64.68 68.22 69.29 112.45 115.42 71.68
MH (GeV) 125.09 125.09 125.09 125.09 125.09 125.09
MA (GeV) 130.84 147.98 132.88 53.72 51.90 135.54
MH± (GeV) 126.68 139.15 163.20 101.36 119.45 115.38
sin(β − α) 0.127 0.140 −0.062 0.175 0.134 −0.144

tan β 3.46 3.35 3.13 4.02 3.80 6.94
m2

12 (GeV2) 1053.71 511.93 850.14 2757.59 2782.55 177.81
BR(H± → XY ) en %

BR(H± → W±h) 94.72 95.95 99.54 − − 94.11
BR(H± → W±A) − − 0.03 90.00 97.52 −

BR(h→ XY ) en %
BR(h→ bb̄) 85.76 85.49 85.39 5.38 1.08 9.71
BR(h→ ττ) 7.37 7.41 7.43 0.51 0.10 0.85
BR(h→ γγ) < 0.01 < 0.01 0.02 < 0.01 < 0.01 51.14

BR(A→ XY ) en %
BR(A→ bb̄) 30.88 16.29 36.79 82.60 82.94 13.45
BR(A→ ττ) 3.07 1.66 3.67 6.87 6.85 1.35
BR(A→ γγ) 0.02 0.02 0.03 0.01 0.01 0.01

σ en fb
σh(pp→ bbWW ) 118.15 115.14 115.07 − − 3.65
σh(pp→ ττWW ) 10.16 9.99 10.01 − − 0.32
σh(pp→ γγWW ) < 0.01 < 0.01 0.03 − − 19.24
σA(pp→ bbWW ) − − 0.02 100.57 103.02 −
σA(pp→ ττWW ) − − < 0.01 8.37 8.51 −
σA(pp→ γγWW ) − − < 0.01 0.01 0.01 −
σh(pp→ bbWbj) 1524.43 838.06 22.80 − − 63.37
σh(pp→ ττWbj) 131.05 72.70 1.98 − − 5.55
σh(pp→ γγWbj) 0.01 0.01 0.01 − − 333.74
σA(pp→ bbWbj) − − < 0.01 2179.63 1618.58 −
σA(pp→ ττWbj) − − < 0.01 181.28 133.67 −
σA(pp→ γγWbj) − − < 0.01 0.22 0.15 −

Table 4.3 – Paramètres du 2HDM type-I, rapports de branchement et sections efficaces
totales correspondants aux BPs sélectionnés.
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Dans le Tableau 4.3, nous présentons les six BPs sélectionnés pour le 2HDM type-I.
Dans cet ensemble de points, la masse du boson de Higgs chargé satisfait à la condition
MH± < mt−mb. Pour BP1,2 et 3, h est plus léger que A et donc le canal de désintégration
H± → W±h est dominant, avec des rapports de branchement atteignant jusqu’à 99%. La
section efficace σh(pp → bbWW ) peut atteindre des valeurs supérieures à 115 fb, tandis
que σh(pp → bbWbj) atteint 1.5 pb, en particulier pour BP1. Une observation similaire
s’applique à BP4 et 5. Pour ces BPs, la désintégration H± → W±A est la plus dominante,
avec des valeurs dépassant le niveau de pb, en particulier pour la production totale de
l’état final bbWbj. Sans oublier le scénario où la désintégration de h en une paire de
photons domine, nous présentons les paramètres et quantités pertinents correspondant à
ce cas dans BP6.

Paramètre BP1 BP2 BP3 BP4 BP5 BP6
Mh (GeV) 62.84 64.20 64.66 63.37 66.57 64.32
MH (GeV) 125.09 125.09 125.09 125.09 125.09 125.09
MA (GeV) 136.51 163.01 158.98 151.78 163.69 148.30
MH± (GeV) 156.59 169.29 196.97 150.48 154.02 151.52
sin(β − α) −0.011 −0.021 −0.023 0.003 −0.008 −0.017

tan β 7.35 7.22 6.69 8.76 6.95 9.69
m2

12 (GeV2) 346.61 388.33 107.71 388.48 609.71 282.56
BR(H± → XY ) en %

BR(H± → W±h) 82.26 92.29 95.47 57.99 70.22 53.51
BR(H± → W±A) < 0.01 − 0.01 − − −

BR(h→ XY ) en %
BR(h→ bb̄) 0.33 0.30 0.41 0.21 0.44 0.09
BR(h→ ττ) 99.26 99.32 99.20 99.42 99.17 99.55
BR(h→ γγ) < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01

BR(A→ XY ) en %
BR(A→ bb̄) 0.32 0.11 0.29 0.15 0.16 0.11
BR(A→ ττ) 94.78 31.66 59.44 89.46 37.97 93.91
BR(A→ γγ) < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01

σ en fb
σh(pp→ bbWW ) 0.07 0.07 0.10 0.02 0.09 0.01
σh(pp→ ττWW ) 20.70 21.98 24.14 10.86 19.85 8.13
σh(pp→ γγWW ) < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01
σA(pp→ bbWW ) < 0.01 − < 0.01 − − −
σA(pp→ ττWW ) < 0.01 − < 0.01 − − −
σA(pp→ γγWW ) < 0.01 − < 0.01 − − −
σh(pp→ bbWbj) 0.05 0.01 0.01 0.06 0.12 0.02
σh(pp→ ττWbj) 15.90 2.77 1.54 27.21 27.76 17.40
σh(pp→ γγWbj) < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01 < 0.01
σA(pp→ bbWbj) < 0.01 − < 0.01 − − −
σA(pp→ ττWbj) < 0.01 − < 0.01 − − −
σA(pp→ γγWbj) < 0.01 − < 0.01 − − −

Table 4.4 – Paramètres du 2HDM type-X, rapports de branchement et sections efficaces
totales correspondants aux BPs sélectionnés.

Dans le Tableau 4.4, nous présentons un autre ensemble de BPs sélectionnés pour le
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2HDM type-X. Ici, les masses des bosons H± et A varient respectivement de 150 à 196
GeV et de 136 à 163 GeV. Pour ces BPs, le boson de Higgs neutre h est léger (en moyenne
64 GeV). Dans ce cas, les signatures importantes ne proviennent que de la désintégration
de H± en un W± et un h, tandis que les signatures provenant de H± → W±A sont
négligeables. Seuls les états finaux contenant des leptons tau ont des taux considérables
dans cette réalisation du 2HDM. Par exemple, la section efficace totale σh(pp→ ττWbj)
peut atteindre 27.76 fb pour BP5.

4.6 Conclusion
Dans ce chapitre, basé sur le 2HDM, nous avons étudié la production d’un boson de

Higgs chargé via les processus pp→ H±W∓ et pp→ H±bj au LHC, en supposant le scé-
nario inversé, i.e. H est exactement la résonance observée à 125 GeV au LHC. Nous avons
d’abord présenté les prédictions théoriques pour les sections efficaces de production de
pp→ H±W∓ et pp→ H±bj à

√
14 TeV. Nous avons démontré que lorsque tan β est petit

et que la condition MH± < mt−mb est satisfaite, les modes de production susmentionnés
auraient des sections efficaces importantes. Ensuite, nous avons considéré les canaux de
désintégration H± → W±h/A et souligné les signatures possibles qui proviennent de la
production et de la désintégration du boson de Higgs chargé dans les deux configura-
tions type-I et type-X du 2HDM. Nous nous sommes particulièrement concentrés sur les
désintégrations bb̄, ττ et γγ pour les états de Higgs neutres (h et A) résultant des dés-
intégrations bosoniques du boson de Higgs chargé. Nous avons étudié les états finaux bb,
ττ et γγ associés à WW ou Wbj comme modes de recherche complémentaires de H± au
LHC. Nous avons proposé un ensemble de BPs qui pourraient faciliter les investigations
expérimentales des signatures suggérées.

Avant de conclure, il est intéressant de souligner que les signaux bbWW et bbWbj
peuvent être contaminés par l’énorme bruit de fond QCD, en particulier celui du processus
pp→ tt̄, ce qui mène à une faible signifiance. Néanmoins, nos signatures ττWW et ττWbj
peuvent offrir une meilleure sensibilité, car elles permettent de supprimer le bruit de fond
tt̄, surtout si l’on exige au moins une désintégration leptonique des leptons tau. Nous
suggérons également les signatures γγWW et γγWbj comme des signatures propres pour
faciliter la recherche d’un boson de Higgs chargé dans les processus étudiés.



Chapitre 5

Impact de la nouvelle mesure CDF de
MW sur le 2HDM

5.1 Introduction

Les observables de précision électrofaibles (EWPOs), telles que la masse du boson W ,
l’angle de mélange effectif sin2 θeff et la largeur de désintégration du boson Z, peuvent
être utilisées pour tester la validité du MS et pour révéler la présence d’une nouvelle
physique. Après une décennie de travail, en utilisant l’ensemble de données collectées à
une luminosité de 8.8 fb−1 et à une énergie de centre de masse de 1,96 TeV au Tevatron,
la collaboration CDF a récemment découvert que le boson W a une masse [210, 211]

MCDF
W = 80.4435± 0.0094 GeV. (5.1)

La précision avec laquelle cette mesure a été effectuée, 0.01%, dépasse toutes les mesures
précédentes combinées. De plus, la nouvelle valeur est en accord avec de nombreuses
mesures précédentes de la masse du bosonW , mais il existe également quelques désaccords
[21]. Par conséquent, de futures mesures seront nécessaires pour mieux éclaircir le résultat.
La mesure ci-dessus devrait être comparée à la prédiction du MS [21, 212],

MMS
W = 80.357± 0.006 GeV. (5.2)

Notons que la valeur ci-dessus est basée sur des corrections radiatives complexes du MS
qui relient étroitement la masse du boson W aux mesures des masses du quark top et du
boson de Higgs. Il est clair queMCDF

W présente une déviation par rapport àMMS
W avec une

signifiance de 7σ.
Dans le passé, pendant l’ère du LEP, il était bien connu que l’ajustement global du

MS aux données du LEP et du SLC a été utilisé pour prédire l’existence d’un quark top
lourd et d’un boson de Higgs relativement léger bien avant leur découverte au Tevatron
et au LHC, respectivement. Bien que la mesure CDF doit être confirmée prochainement,
il est très probable que la différence entre la valeur expérimentale et la valeur attendue
du MS soit due à non découplage d’une nouvelle particule ou à une nouvelle interaction.
Si c’est le cas, il y a une chance que ces nouveaux phénomènes se manifestent dans les
expériences futures.

De plus, il est bien connu que l’écart entre MCDF
W et la prédiction du MS peut être

paramétré en termes des paramètres obliques, S, T et U [152, 153], qui sont une com-
binaison des self-énergies des bosons de jauge. Toutes les nouvelles particules, si elles ne

89
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sont pas très lourdes et interagissent avec le photon, les bosons W et Z, contribueront à
S, T et U et pourront donc réduire la tension entre MCDF

W et MMS
W .

Dans le présent chapitre, nous discutons les implications de la nouvelle mesure CDF
sur le 2HDM. Récemment, plusieurs études ont abordé des questions similaires dans le
2HDM [213, 214, 215, 216, 217, 218, 219, 220, 221, 222, 223, 224, 225, 226], l’extension
triplet [227, 228, 229, 230] et d’autres extensions du MS [231, 232, 233, 234, 235, 236, 237,
238, 239, 240, 241, 242, 243, 244, 245, 246, 247, 248, 249, 250, 251, 252, 253, 254, 255, 256].
Dans cette étude, comme dans les Chapitres 3 et 4, nous identifions le Higgs du MS observé
avec H dont les propriétés sont cohérentes avec les mesures du LHC et supposons que le
second Higgs CP-even est plus léger que 125 GeV.

Ce chapitre est organisé comme suit. Dans la Section 5.2, nous donnons le formalisme
S, T , U pour le calcul de MW et sin2 θeff dans le 2HDM. Dans la Section 5.3, nous
présentons notre espace des paramètres adoptés dans cette étude. Ensuite, nous abordons
les implications de la nouvelle mesure CDF de la masse du bosonW sur la phénoménologie
du 2HDM. Nous concluons dans la Section 5.4.

5.2 MW dans le 2HDM
La contribution du 2HDM aux EWPOs peut être décrite par le formalisme des para-

mètres obliques, qui est un moyen utile pour paramétrer les effets de la nouvelle physique
sur les observables électrofaibles. Une paramétrisation pratique de ce formalisme est don-
née par les paramètres bien connus S, T et U . Dans le 2HDM, le paramètre ρ, qui est
le rapport des courants neutres et chargés à petit moment de transfert, est lié au para-
mètre oblique T . Une telle contribution est contrôlée par la symétrie dite custodiale pour
préserver la valeur du paramètre ρ au niveau de l’arbre, ρ = M2

W/(c
2
WM

2
Z) ≈ 1, qui est

en bon accord avec les expériences. Comme discuté dans la littérature, dans le MS, la
symétrie custodiale est brisée à la fois par l’hypercharge et par les différentes tailles des
Yukawas, tandis que dans le 2HDM, la symétrie custodiale peut être restaurée dans le
secteur scalaire tant que les états de Higgs sont dégénérés en masse.

En général, la contribution du 2HDM à la masse du boson W peut être exprimée en
termes des paramètres S, T et U [153, 155] :

∆M2
W =

α0c
2
WM

2
Z

c2
W − s2

W

[
−1

2
S + c2

WT +
c2
W − s2

W

4s2
W

U

]
, (5.3)

où ∆M2
W = (M2HDM

W )2 − (MMS
W )2, MZ est la masse du boson Z , cW = MSM

W /MZ et sW
sont respectivement le cosinus et le sinus de l’angle de mélange faible (s2

W = 1 − c2
W ) et

α0 est la constante de structure fine à la limite de Thomson.
Nous étudions également les effets du spectre du 2HDM sur l’angle de mélange faible

effectif, sin2 θeff. Ce dernier est calculé en utilisant la relation suivante [153] :

∆ sin2 θeff =
α0

c2
W − s2

W

[
1

4
S − s2

W c
2
WT

]
, (5.4)

où ∆ sin2 θeff est la différence entre la valeur du 2HDM et la valeur du MS. Il est impor-
tant de noter que la correction dominante à la masse du boson W et à sin2 θeff est due
au paramètre T (≡ δρ/α0), qui est sensible à la différence de masse entre les particules
scalaires du 2HDM. La valeur du paramètre T peut être considérée comme une mesure de
la violation de la symétrie custodiale par le spectre du 2HDM. Les valeurs du MS utilisées
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dans nos calculs sont données dans la Référence [21]. Les expressions analytiques pour les
paramètres S, T et U dans le 2HDM sont données dans la Référence [103].

5.3 Résultats et discussions

5.3.1 Espace des paramètres permis

Pour étudier les implications de la nouvelle mesure CDF sur le 2HDM, nous consi-
dérons type-I et type-X du modèle 1 et effectuons une exploration systématique de leur
espace des paramètres à l’aide du programme public 2HDMC-1.8.0. Nous supposons que
le boson de Higgs CP-even H est le Higgs du MS observé avec une masse MH = 125.09
GeV dont les propriétés sont cohérentes avec les mesures du LHC. Nous échantillonnons
aléatoirement les paramètres restants du 2HDM, comme dans l’analyse du Chapitre 4,
dans les gammes suivantes :

Mh ∈ [15, 120] GeV, MA ∈ [15, 700] GeV, (5.5)
MH± ∈ [80, 700] GeV, sin(β − α) ∈ [−0.5, 0.5],

tan β ∈ [2, 25], m2
12 ∈ [0,M2

h sin β cos β] GeV2.

Durant le balayage, comme dans les Chapitres 3 et 4, les contraintes théoriques et
expérimentales étaient respectées, à l’exception de la contrainte de précision électrofaible
à travers les paramètres obliques S, T et U .

Une fois que nous avons obtenu l’espace des paramètres permis qui satisfait toutes les
contraintes théoriques et expérimentales, nous appliquons alors le test du χ2

MCDF
W

suivant,
où nous ne retenons que les points situés à moins de 2σ de la nouvelle mesure CDF :

χ2
MCDF
W

=
(M2HDM

W −MCDF
W )2

(∆MCDF
W )2

, (5.6)

où ∆MCDF
W = 0.0094 GeV représente l’incertitude de la nouvelle mesure CDF (voir équa-

tion (5.1)). Pour le 2HDM type-X, les exigences de l’universalité de la saveur des leptons
(LFU) contraignent grand tan β et faible masse de A (MA) [257]. Comme notre étude ne
cherche pas à expliquer l’anomalie du muon (g − 2), qui nécessite un fort couplage du
boson de Higgs pseudoscalaire aux leptons (grand tan β) et un petit MA, nous considé-
rons tan β < 25, et donc les contraintes de LFU pourraient ne pas avoir d’impact sur nos
résultats. Cependant, une explication de la mesure CDF deMW et de l’anomalie du muon
(g − 2) dans le 2HDM type-X peut être trouvée dans la Référence [258].

Dans la Figure 5.1 (à gauche), nous présentons la prédiction du 2HDM pour la masse
du boson W , dans l’espace des paramètres permis, en fonction de T , où la barre de
couleur indique la taille possible de S. La bande orange montre le nouvelle mesure CDF
de MW dans l’incertitude de 1σ. Nous représentons également, par une région jaune, la
prédiction du MS à 1σ. Comme prévu par l’équation (5.3), la contribution dominante
provient du paramètre T , qui est presque une relation linéaire. La masse MW reçoit une
correction négative de S, comme indiquée par la barre de couleur. Il est évident, d’après
l’équation (5.3), que des valeurs négatives de S et des valeurs positives de T et U sont
en effet favorisées par la nouvelle mesure CDF de MW . Par conséquent, près de la limite

1. La contribution du 2HDM à ∆MW devrait être la même dans tous les types de Yukawa à l’ordre
d’une boucle. La principale différence provient des contraintes du LHC sur la physique du Higgs.
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d’alignement (cos(β − α) ≈ 1), le cas dégénéré MA = MH± est exclu par cette nouvelle
mesure car il ferait disparaître T . Notons que, en se basant sur les valeurs de S et T
obtenues à partir des résultats récents de l’analyse Gfitter [214], nous avons appliqué le
test du χ2

ST qui confirme nos résultats (voir Annexe E). Nos résultats sont confirmés par
d’autres travaux récents [218, 222]. En plus de ces travaux, dans la Référence [259], le
décalage de MW a été calculé dans les hiérarchies normale et inversée dans le 2HDM,
prédisant des corrections de l’ordre de 20 à 40 MeV. Dans le cas de la hiérarchie inversée
(α = β), nous avons constaté que la masse du boson W peut être décalée d’environ 20
MeV en utilisant la formule de l’équation (5.3).

Une autre observable de précision importante est l’angle de mélange faible effectif,
sin2 θeff. La prédiction du 2HDM pour MW et sin2 θeff est représentée dans la Figure 5.1
(à droite). La bande violette claire indique la mesure SLD de sin2 θeff dans l’incertitude
de 1σ [208]. Nous montrons également, via une région violette foncée, la valeur moyenne
mondiale (world average) de sin2 θeff au niveau de 1σ [208]. Il est clairement visible que
MW au niveau de 2σ est en bon accord avec la mesure SLD, ce qui n’est pas le cas pour
la valeur moyenne mondiale. Notons que nous avons le schéma sur couche de masse pour
s2
W , i.e. s2

W = 1 −M2
W/M

2
Z . Nous avons également vérifié d’autres schémas pour s2

W et
les résultats demeurent intacts. Autrement dit, quelque soit le schéma choisi pour s2

W , les
valeurs de MW à la lumière de la mesure CDF de MW sont en bon accord avec la mesure
SLD. Des résultats similaires ont été obtenus dans les Références [217, 219].

Figure 5.1 – À gauche : La prédiction du 2HDM pour la masse du boson W en fonction
de T , avec la barre de couleur indiquant la taille de S. La bande orange montre la nouvelle
mesure CDF et l’incertitude associée à 1σ. La prédiction du MS à 1σ pourMW est illustrée
par la bande jaune. À droite : La prédiction du 2HDM pourMW et sin2 θeff, avec la barre de
couleur se référant à T . La bande orange indique la nouvelle mesure CDF et l’incertitude
associée à 1σ. Les bandes violette claire et violette foncée représentent les résultats de SLD
et de moyenne mondiale pour sin2 θeff au niveau de 1σ, respectivement. La prédiction du
MS pour MW et sin2 θeff est indiquée par la croix noire.

5.3.2 Implications phénoménologiques

Comme première implication, nous examinons l’impact de la nouvelle mesure CDF sur
le spectre du 2HDM dans la hiérarchie inversée (H ≡ HMS). Dans la hiérarchie normale,
où Mh = 125 GeV et MH > Mh, il a été récemment montré que MH± > MH ,MA et
MH± < MH ,MA sont favorisés par la nouvelle mesure CDF de MW , alors que le cas
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où MH± ∼ MH ∼ MA est défavorisé dans la limite d’alignement du 2HDM [217, 222].
Dans notre scénario (hiérarchie inversée), nous illustrons dans la Figure 5.2 la différence
de masse MH± − MA en fonction de MH± − Mh (graphique à gauche) et MH± − MH

(graphique à droite), avec ∆MW est représenté par la barre de couleur. La mesure CDF
de MW impose que MH± soit toujours plus lourd que les bosons de Higgs neutres, i.e.
MH± > Mh,MH ,MA. Le cas MH± < Mh,MH ,MA est défavorisé car car il produit un
T négatif ou faible et ne peut pas expliquer la nouvelle mesure CDF. Un autre résultat
de cette étude est que la nouvelle mesure CDF de MW pousse la masse du boson de
Higgs chargé à être supérieure à 155 GeV 2. Pour plus de clarté, la Figure E.1 de l’Annexe
E montre le balayage complet de l’espace des paramètres pour MW en fonction de S
(graphique à gauche) et T (graphique à droite). Les points verts sont ceux qui reproduisent
la nouvelle mesure CDF, tandis que les points bleus ne donnent pas la masse correcte de
MW . De même, la Figure E.2 de l’Annexe E illustre le balayage complet de l’espace des
paramètres pourMH±−MA en fonction deMH±−Mh (graphique à gauche) etMH±−MH

(graphique à droite). Seule la bande verte reproduit la nouvelle mesure CDF. Il est clair
à partir des graphiques que cette nouvelle mesure pousse la masse du boson Higgs chargé
à être supérieure 155 GeV.

Figure 5.2 – Points du balayage dans les plans (MH± −Mh,MH± −MA) (à gauche) et
(MH± −MH ,MH± −MA) (à droite) dans le 2HDM type-I. La barre de couleur indique le
décalage de MW par rapport à la prédiction du MS.

Les résultats présentés dans les graphiques précédents sont pour le 2HDM type-I. Pour
le 2HDM type-X, nous obtenons des résultats similaires (voir les Figures E.3 et E.6 de
l’Annexe E). La raison en est que ∆M2HDM

W ne dépend que de S, T et U , qui sont une
combinaison des self-énergies des bosons de jauge contenant la contribution des bosons de
Higgs supplémentaires. Les interactions des bosons de jauge avec les bosons de Higgs ne
dépend pas des types de Yukawa. La seule différence entre le type-I et le type-X provient
des contraintes du LHC. Ces contraintes dépendent de la section efficace de production
du boson de Higgs et ses rapports de branchement, qui dépendent des types de Yukawa. Il
convient également de noter que la combinaison des EWPOs et des contraintes théoriques
limite les masses des états lourdsH± et A à être inférieures à environ 600 GeV. Cependant,
étant donné que dans le 2HDM types-II et type-Y, l’observable B → Xsγ pousse la masse

2. Nous devons noter que cette limite supérieure n’est pas absolue et que d’autres points pourraient
se situer en dessous de cette limite.
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du boson de Higgs chargé à environ 800 GeV, ces modèles sont entièrement exclus dans
la hiérarchie inversée.

Nous passons maintenant à discuter les conséquences phénoménologiques sur les dés-
intégrations des bosons de Higgs chargé (H±), CP-odd (A) et CP-even léger (h) dans
le 2HDM type-I et type-X. Dans le panneau supérieur gauche de la Figure 5.3, nous
présentons les rapports de branchement des différents canaux de désintégration de H±
en fonction de MH± . Comme on peut le voir, les canaux de désintégration bosoniques
H± → W±h et H± → W±A dominent les désintégrations du boson de Higgs chargé. Pour
les masses du boson de Higgs chargé inférieures à 200 GeV, H± → W±h et H± → W±A
sont en compétition. La désintégration H± → W±h dispose de plus d’espace de phase
car Mh < 125 GeV, tandis que la désintégration H± → W±A n’est ouverte que pour
une petite partie de l’espace de phase lorsque MH± − MA > 80 GeV. En fait, lorsque
la désintégration H± → W±A est ouverte, elle entre en compétition avec H± → W±h
car le couplage H±W∓A est un couplage purement de jauge, tandis que H±W∓h peut
être supprimé par cos(β − α). C’est pourquoi dans certains cas, le canal H± → W±A est
dominant. En revanche, le canal H± → W±H est négligeable car il est supprimé par le
paramètre sin(β − α) qui est très faible dans notre scénario. Il est important de noter que
dans le 2HDM type-I, le couplage du boson Higgs chargé aux fermions est proportionnel
à 1/ tan β, ce qui rend les canaux H± → tb, τντ plutôt supprimés (voir Chapitre 3).

Figure 5.3 – À gauche : Rapports de branchement des différents canaux de désintégra-
tion du boson de Higgs chargé en fonction de sa masse dans le 2HDM type-I (panneaux
supérieurs) et type-X (panneaux inférieurs). À droite : Rapports de branchement des dif-
férents canaux de désintégration du boson de Higgs CP-odd en fonction de sa masse dans
le 2HDM type-I (panneaux supérieurs) et type-X (panneaux inférieurs).
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Dans la Figure 5.3 (panneau supérieur droit), nous représentons les rapports de bran-
chement des différents canaux de désintégration de A en fonction de MA. Il est visible
que, avant le seuil Zh, le boson de Higgs pseudoscalaire A se désintègre principalement
en une paire de quarks bottom, suivie des désintégrations A→ gg et A→ ττ . La désinté-
gration A→ γγ est supprimée par le facteur 1/ tan2 β et est inférieure à 10−3. Une fois le
seuil de Zh franchi, le canal de désintégration A→ Zh devient le canal dominant lorsque
MA > MZ + Mh, car le couplage AZh est proportionnel à cos(β − α), qui est proche de
l’unité dans notre scénario. Le canal A→ ZH est supprimé par sin(β − α) et est proche
de disparaître. Le mode A → H±W∓ n’est cinématiquement pas ouvert après avoir pris
en compte la mesure CDF de MW (car MA < MH±). Cette nouvelle mesure a donc un
fort impact, en fermant la possibilité de sonder le boson de Higgs chargé via les canaux
de désintégration A→ H±W∓ et/ou H → H±W∓.

Dans le cas du 2HDM type-X, illustré dans la Figure 5.3 (panneaux inférieurs), nous
constatons que le boson de Higgs chargé se désintègre principalement en W±h une fois
le seuil de W±h franchi. Avant ce seuil, il y a une compétition entre les canaux τντ ,
W±h et W±A, comme montré dans la Figure 5.3 (panneaux inférieur gauche). De même,
pour la désintégration du boson de Higgs CP-odd, avant l’ouverture de A→ Zh, le canal
A→ τ+τ− est dominant et est supprimé une fois que A→ Zh est ouvert, comme illustré
dans la Figure 5.3 (panneau inférieur droit).

Figure 5.4 – À gauche : Corrélation entre Rγγ(H) et RγZ(H) pour le boson Higgs de
type MS dans le 2HDM type-I (panneaux supérieurs) et type-X (panneaux inférieurs).
À droite : Rapports de branchement des différents modes de désintégration du boson de
Higgs CP-even léger dans le 2HDM type-I (panneaux supérieurs) et type-X (panneaux
inférieurs).
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Avant de conclure cette section, nous illustrons dans la Figure 5.4 (panneaux gauches
supérieur et inférieur) la corrélation entre Rγγ(H) = BR(H → γγ)/BR(H → γγ)MS et
RγZ(H) = BR(H → γZ)/BR(H → γZ)MS pour le Higgs de type MS dans le 2HDM type-I
et type-X. On voit que RγZ(H) est toujours dans l’intervalle [0.85, 1], tandis que Rγγ(H) ∈
[0.77, 0.97]. Ces deux rapports sont linéairement corrélés, mais RγZ(H) est légèrement plus
grande que Rγγ(H) dans les deux types du 2HDM. Cependant, dans le 2HDM type-X, les
intervalles de Rγγ(H) et RγZ(H) sont un peu plus petits que dans le 2HDM type-I. La
Figure 5.4 (panneau supérieur droit) montre les rapports de branchement des différents
modes de désintégration du boson de Higgs CP-even h dans le 2HDM type-I. On peut
voir que, avant le seuil de WW ∗, la désintégration dominante de h est en une paire
de quarks bottom suivie de h → γγ, qui peut atteindre des valeurs supérieures à 90%
près de la limite fermiophobique. Dans le 2HDM type-X, comme illustré dans le graphique
inférieur droit, le mode de désintégration h→ τ+τ− est le mode dominant avec un rapport
de branchement presque supérieur à 99%. On peut également voir que BR(h → bb̄) ne
dépasse pas 10% et BR(h → µ+µ−) est de l’ordre de 3× 10−3. Ainsi, il est clair à partir
de la Figure 5.4 que, dans le 2HDM type-I, on peut avoir le boson de Higgs CP-even h
aussi léger que 15 GeV, tandis que dans le 2HDM type-X, nous avons mh > 63 GeV.

5.4 Conclusion
Récemment, la collaboration CDF a publié sa nouvelle mesure de la masse du boson

W . Cette mesure présente une déviation par rapport à la prédiction du MS avec une
signifiance de 7σ. Nous avons montré qu’il est possible de résoudre cette tension dans la
hiérarchie inversée du 2HDM. Nous avons constaté que pour reproduire une telle mesure
dans le 2HDM, il est nécessaire d’avoir un T positif, ce qui n’est possible que si MH± >
Mh,MH ,MA. Les cas où MH± < Mh,MH ,MA et MH± = MA ne permettent pas de
reproduire la valeur mesurée de MW par CDF. Nous avons également remarqué que cette
nouvelle mesure pousse la masse du boson de Higgs chargé à être supérieure à environ 155
GeV. Nous avons ensuite présenté la phénoménologie des bosons de Higgs chargé, CP-odd
et CP-even léger dans le 2HDM type-I et type-X. Nous avons observé que la désintégration
bosonique H± → W±h est la plus importante dans les deux types du modèle. Pour le
boson de Higgs CP-odd, nous avons remarqué que A→ Zh, une fois ouvert, est le mode
dominant. Cependant, avant le seuil de Zh, A→ bb est le mode dominant dans le 2HDM
type-I, tandis que A→ τ+τ− domine dans le cas du 2HDM type-X. Nous avons également
remarqué que dans le 2HDM type-X, le BR(h→ µ+µ−) peut être de l’ordre de 3× 10−3.



Conclusion

La progression dans la physique se fait en se confrontant constamment à ses propres erreurs.

R. Feynman

En ajoutant un doublet de Higgs au MS, on peut aborder certaines questions fon-
damentales de ce dernier, comme la structure de la brisure de la symétrie électrofaible,
l’énigme des saveurs, la violation de CP, la dynamique de la baryogenèse électrofaible,
la matière noire, et ainsi de suite. Cette addition génère un modèle à deux doublets de
Higgs, qui a fait l’objet d’études approfondies dans la littérature. Une des caractéristiques
les plus importantes et les plus attirantes de cette construction est l’existence d’un boson
de Higgs chargé H±. Par conséquent, l’étude des propriétés de H± sera essentielle pour
comprendre quel 2HDM, s’il en existe un, est réalisé dans la nature.

L’objectif de cette étude était d’explorer la phénoménologie du 2HDM dans des régions
de son espace des paramètres qui peuvent nous offrir de nouvelles méthodes de détection
de l’état du boson de Higgs chargé émergeant dans cette construction au-delà du MS, en
complément de ce qui est déjà établi dans la littérature.

Nous avons proposé dans un premier temps de nouvelles recherches au LHC impliquant
des bosons de Higgs chargés légers via leurs modes de production électrofaibles tels que
pp → H±h/A et pp → H+H− dans le 2HDM type-I et type-X. Dans un scénario où
l’état lourd H joue le rôle du boson de Higgs de type MS avec une masse de 125 GeV,
nous avons étudié les modes de production des bosons de Higgs chargés susmentionnés
et examiné leurs désintégrations bosoniques, telles que H± → W±h et/ou H± → W±A.
Nous avons démontré que pour un boson de Higgs chargé léger, avecMH± . mt, au LHC,
de tels modes de production et de désintégration peuvent donner lieu à des signatures avec
des taux d’événements bien plus élevés que ceux résultant des modes de production et de
désintégration typiques. Nous avons donc affirmé que la combinaison discutée de nouveaux
modes de production et de désintégration peut résulter en un canal de découverte alternatif
pour les bosons de Higgs chargés ayant une masse inférieure à celle du quark top au LHC,
dans les deux types du 2HDM susmentionnés. Ainsi, afin de motiver les collaborations
ATLAS et CMS à rechercher de telles signatures, nous avons proposé une variété de BPs
qui sont compatibles avec les contraintes théoriques et expérimentales. En outre, nous
avons présenté une analyse MC des signatures W±+ 4b et W±+ 4γ au LHC. Nous avons
trouvé que le signal `±ν+4b pourrait recherché dans le cas 4b0j lorsque pT (j, `) > 20 GeV
et dans tous les cas lorsque pT (j, `) > 10 GeV. Pour le signal `±ν+4γ, nous avons montré
que même en présence de bruit de fond généré par des photons réels et faux (provenant
de jets), le signal est essentiellement libre de bruit de fond, de sorte que les signifiances ne
dépendent que des sections efficaces du signal et des luminosités intégrées du collisionneur.

Dans un deuxième temps, nous examiné la production d’un boson de Higgs chargé dans
les processus pp → H±W∓ et pp → H±bj dans le cadre du 2HDM. Nous avons proposé
les états finaux bb, ττ et γγ associés à WW ou Wbj comme une avenue expérimentale
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encourageante qui compléterait le programme de recherche des bosons de Higgs chargés
au LHC. Pour cela, nous avons sélectionné un ensemble de BPs pour des investigations
expérimentales.

Nous avons dans un troisième temps étudié la possibilité de prédire la nouvelle mesure
CDF de la masse du boson W ainsi que ses implications phénoménologiques dans le
scénario où le Higgs CP-even H est le boson Higgs observé à 125 GeV au LHC. Nous avons
trouvé que la hiérarchie de masseMH± > Mh,MH ,MA est favorisée par la mesure CDF de
MW , tandis que les autres hiérarchies de masse MA ≈MH± et MH± < Mh,MH ,MA sont
défavorisées. Nous avons ainsi constaté que cette nouvelle mesure CDF de MW constitue
une motivation supplémentaire pour rechercher un boson de Higgs chargé dans ses canaux
de désintégration bosoniques.

Cette thèse ouvrent de nouvelles perspectives pour la recherche d’un boson de Higgs
chargé auprès du LHC. Les résultats obtenus peuvent être utilisés dans la recherche de
cette particule auprès du LHC Run 3, qui a démarré le 5 juillet 2022, du futur LHC à
haute luminosité (HL-LHC) et des futurs collisionneurs linéaires ou circulaires de leptons
(ILC, CEPC et FCC-ee). La découverte d’un boson de Higgs chargé pourrait avoir des
implications importantes pour la compréhension de la structure de Higgs étendue et, par
conséquent, révéler la nouvelle physique au-delà du MS.



Annexe A

Matrices de Pauli, de Dirac et de
Gell-Mann

A.1 Matrices de Pauli

Les matrices de Pauli sont un ensemble de matrices complexes, de dimension 2×2,
hermitiennes et unitaires :

σx =

(
0 1

1 0

)
, σx =

(
0 −i
i 0

)
, σx =

(
1 0

0 −1

)
. (A.1)

Chacune des matrices de Pauli a une trace nulle et un déterminant égale à −1. Le produit
de deux matrices de Pauli quelconques est donné par :

σiσj = δij . I + iεijkσk, (A.2)

où δij est le symbole delta de Kronecker et εijk est le symbole de Levi-Civita.
Les matrices de Pauli obéissent aux relations de commutation suivantes :

[σi, σi] = 2iεijkσk. (A.3)

Elles satisfont également les relations d’anti-commutation suivantes :

{σi, σi} = 2δij . I. (A.4)

A.2 Matrices de Dirac

Les matrices de Dirac, aussi connues sous le nom de matrices gamma de Dirac ou
simplement matrices gamma, sont un ensemble de quatre matrices complexes de dimension
4×4. Il existe plusieurs représentations possibles de ces matrices, mais nous présentons ici
que la représentation de Dirac :

γ0 =

(
I2 0

0 I2

)
, γi =

(
0 σi

−σi 0

)
. (A.5)

où σi (i = 1, 2, 3) sont les matrices de Pauli.
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Les matrices de Dirac obéissent aux relations d’anti-commutation suivantes :

{γµ, γν} = 2gµνI4. (A.6)

Les matrices de Dirac ont les propriétés suivantes :

(γ0)† = γ0, (γ0)2 = I4, (A.7)
(γi)† = −γi, (γi)2 = −I4, (A.8)

avec i = 1, 2, 3.
En outre, il est utile d’introduire une cinquième matrice de Dirac, qui est le produit

des quatre matrices gamma. Elle est définie comme suit :

γ5 ≡ iγ0γ1γ2γ3 =

(
0 I2

I2 0

)
, (γ5)† = γ5, (γ5)2 = I4. (A.9)

A.3 Matrices de Gell-Mann
Les matrices de Gell-Mann sont un ensemble de huit matrices complexes hermitiennes

de dimensions 3×3 avec une trace nulle :

λ1 =

0 1 0

1 0 0
0 0 0

, λ2 =

0 −i 0

i 0 0
0 0 0

, λ3 =

1 0 0

0 −1 0
0 0 0

,
λ4 =

0 0 1

0 0 0
1 0 0

, λ5 =

 0 0 i

0 0 0
−i 0 0

, λ6 =

0 0 0

0 0 1
0 1 0

,
λ7 =

0 0 0

0 0 −i
0 i 0

, λ8 =
1√
3

1 0 0

0 1 0
0 0 −2

. (A.10)

Les matrices de Gell-Mann obéissent aux relations de commutation suivantes :

[λa, λb] = 2ifabcλc. (A.11)

où fabc est la constante de structure.



Annexe B

Renormalisation des paramètres
électrofaibles

Dans cette annexe, nous exposons le processus de renormalisation des paramètres de
la théorie électrofaible. En particulier, nous nous intéressons à la charge électrique, à la
masse des fermions et des bosons ainsi qu’à l’angle de mélange sin2 θW .

B.1 Renormalisation de la charge

Dans le MS, la définition de la charge électrique est donnée par :

e =
g′g√
g′2 + g2

, (B.1)

où g′ et g sont les constantes de couplage associées aux groupe de jauge U(1) et SU(2),
respectivement. Pour renormaliser la charge électrique, il est nécessaire de la redéfinir. En
effet, les constantes de couplage g′ et g sont transformées 1, aux celles renormalisées, de
la manière suivantes [260] :

g′ −→ ZB
1 (ZB

2 )−3/2g′, g −→ ZW
1 (ZW

2 )−3/2g (B.2)

où ZW,B
2 et ZW,B

1 sont les constantes de renormalisation des champs et des couplages,
respectivement. La charge électrique de l’équation (B.1) devient alors :

e2 =
g′2g2

g′2 + g2
−→ (ZB

1 )2(ZB
2 )−3g′2(ZW

1 )2(ZW
2 )−3g2

(ZB
1 )2(ZB

2 )−3g′2 + (ZW
1 )2(ZW

2 )−3g2
. (B.3)

Si l’on exprime chaque constante de renormalisation sous la forme

ZW,B
i = 1 + δZW,B

i , (B.4)

1. Cette transformation est connue sous le nom de renormalisation multiplicative.
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donc la charge électrique s’écrit :

e2 −→ g′2(1 + δZB
1 )2(1 + δZB

2 )−3g2(1 + δZW
1 )2(1 + δZW

2 )−3

g′2(1 + δZB
1 )2(1 + δZB

2 )−3 + g2(1 + δZW
1 )2(1 + δZW

2 )−3

−→ g′2(1 + 2δZB
1 )(1− 3δZB

2 )g2(1 + 2δZW
1 )(1− 3δZW

2 )

g′2(1 + 2δZB
1 )(1− 3δZB

2 ) + g2(1 + 2δZW
1 )(1− 3δZW

2 )

−→ g′2g2(1 + 2δZB
1 − 3δZB

2 )(1 + 2δZW
1 − 3δZW

2 )

g′2(1 + 2δZB
1 − 3δZB

2 ) + g2(1 + 2δZW
1 − 3δZW

2 )

−→ g′2g2
[
1 + (2δZB

1 − 3δZB
2 ) + (2δZW

1 − 3δZW
2 )
]

(g′2 + g2)
[
1 + g′2

g′2+g2 (2δZB
1 − 3δZB

2 ) + g2

g′2+g2 (2δZW
1 − 3δZW

2 )
]

−→ g′2g2

g′2 + g2

{
[1 + (2δZB

1 − 3δZB
2 ) + (2δZW

1 − 3δZW
2 )]

×
[
1− s2

W (2δZB
1 − 3δZB

2 )− c2
W (2δZW

1 − 3δZW
2 )
]}

−→ e2
[
1 + c2

W (2δZB
1 − 3δZB

2 ) + s2
W (2δZW

1 − 3δZW
2 )
]

−→ e2
[
1 + 2(c2

W δZ
B
1 + s2

W δZ
W
1 )− 3(c2

W δZ
B
2 + s2

W δZ
W
2 )
]
, (B.5)

où on a utilisé la formule de Taylor 2 et omis les termes de mélange des constantes de
renormalisation. (sW ≡ sin θW et cW ≡ cos θW .)

Il est pratique d’introduire les combinaisons linéaires suivantes des constantes de re-
normalisation des champs δZW,B

2 et des couplages δZW,B
1 (i = 1, 2) :(

δZγ
i

δZZ
i

)
=

(
s2
W c2

W

c2
W s2

W

)(
δZW

i

δZB
i

)
. (B.6)

Donc, la charge électrique peut s’écrire comme suit :

e2 → e2(1 + 2δZγ
1 − 3δZγ

2 ) ≡ e2

(
1 + 2

δe

e

)
, (B.7)

avec
δe

e
= δZγ

1 −
3

2
δZγ

2 =
1

2
Πγγ(0)− sW

cW

ΣγZ(0)

M2
Z

. (B.8)

Cette formule montre que la correction à la charge électrique est indépendante du fermion
considéré. Le premier terme de l’équation (B.8) correspond à la polarisation du vide du
photon, incluant les contributions bosoniques. Le deuxième terme quant à lui contient le
mélange entre le photon et le boson Z.

B.2 Renormalisation de la masse
Dans le MS, la masse d’un fermion f est donnée par :

mf =
yf√

2
v, (B.9)

où yf est le couplage de Yukawa et v est la valeur moyenne dans le vide. Comme dans le
cas de la charge électrique, on redéfinit les paramètres yf et v comme suit :

yf −→ (Zφ)−1/2Zf
1 yf , v −→ (Zφ)1/2(v − δv). (B.10)

2. Bien que nous nous intéressons seulement aux corrections à l’ordre d’une boucle, nous avons négligé
les termes (δZ)2 partout.
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La masse des fermions devient alors :

mf =
gf√

2
v −→ 1√

2
(Zφ)−1/2Zf

1 yf (Z
φ)1/2(v − δv)

−→ yf√
2
v
(

1 + δZf
1

)(
1− δv

v

)
−→ mf

(
1 + δZf

1 −
δv

v

)
≡ mf

(
1 +

δmf

mf

)
, (B.11)

avec
δmf

mf
= δZf

1 −
δv

v
. (B.12)

La renormalisation de la masse des fermions contient, en plus de δv, la constante de
renormalisation du couplage de Yukawa δZf

1 . Par conséquent, la renormalisation de la
masse des fermions détermine celle des constantes de Yukawa.

Outre la masse des fermions, les masses des bosons W et Z sont données par :

MW =
1

2
gv, MZ =

1

2

√
g′2 + g2v. (B.13)

La masse du boson W s’écrit :

M2
W =

1

4
g2v2 −→ 1

4
(ZW

1 )2(ZW
2 )−3g2Zφ(v − δv)2

−→ 1

4
g2v2

(
1 + 2δZW

1

)(
1− 3δZW

2

)(
1 + δZφ

)(
1− 2

δv

v

)
−→ M2

W

[(
1 + 2δZW

1 − 3δZW
2

)(
1 + δZφ − 2

δv

v

)]
−→ M2

W

[(
1 + 2δZW

1 − 3δZW
2 + δZφ − 2

δv

v

)]
≡ M2

W

(
1 +

δM2
W

M2
W

)
, (B.14)

avec
δM2

W

M2
W

= 2δZW
1 − 3δZW

2 + δZφ − 2
δv

v
. (B.15)

La masse du boson Z est renormalisée de la manière suivante :

M2
Z =

1

4
(g′2 + g2)v2 −→ 1

4

[
(ZB

1 )2(ZB
2 )−3g2

1 + (ZW
1 )2(ZW

2 )−3g2
2

]
Zφ(v − δv)2

−→ 1

4

[
g2

1(1 + 2δZB
1 − 3δZB

2 ) + g2
2(1 + 2δZW

1 − 3δZW
2 )
]

×
[
1 + δZφ − 2

δv

v

]
v2

−→ 1

4
(g2

1 + g2
2)v2

[
1 + s2

W (2δZB
1 − 3δZB

2 )

+ c2
W (2δZW

1 − 3δZW
2 ) + δZφ − 2

δv

v

]
−→ M2

Z

[
1 + s2

W (2δZB
1 − 3δZB

2 ) + c2
W (2δZW

1 − 3δZW
2 )

+ δZφ − 2
δv

v

]
≡ M2

Z

(
1 +

δM2
Z

M2
Z

)
, (B.16)
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avec
δM2

Z

M2
Z

= s2
W (2δZB

1 − 3δZB
2 ) + c2

W (2δZW
1 − 3δZW

2 ) + δZφ − 2
δv

v
. (B.17)

Il est utile de calculer la quantité suivante :

δM2
Z

M2
Z

− δM2
W

M2
W

= s2
W (2δZB

1 − 3δZB
2 ) + c2

W (2δZW
1 − 3δZW

2 )− 2δZW
1 − 3δZW

2

= s2
W

[
2(δZB

1 − δZW
1 )− 3(δZB

2 − δZW
2 )
]
. (B.18)

Comme
sW
cW

(
3δZγZ

2 − 2δZγZ
1

)
= s2

W

[
2(δZB

1 − δZW
1 )− 3(δZB

2 − δZW
2 )
]
, (B.19)

les contre-termes de masse δM2
W,Z sont reliés aux constantes de renormalisation par la

relation suivante :
δM2

Z

M2
Z

− δM2
W

M2
W

=
sW
cW

(
3δZγZ

2 − 2δZγZ
1

)
, (B.20)

avec
δZγZ

i =
cW sW
c2
W − s2

W

(δZZ
i − δZγ

i ). (B.21)

B.3 Renormalisation de sin2 θW

Le contre-terme pour l’angle de Weinberg est calculé de la manière suivante :

s2
W =

g′2

g′2 + g2
−→ (ZB

1 )2(ZB
2 )−3g′2

(ZB
1 )2(ZB

2 )−3g′2 + (ZW
1 )2(ZW

2 )−3g2

−→ g′2
[
1 + (2δZB

1 − 3δZB
2 )
]

(g′2 + g2)
[
1 + g′2

g′2+g2 (2δZB
1 − 3δZB

2 ) + g2

g′2+g2 (2δZW
1 − 3δZW

2 )
]

−→ g′2

g′2 + g2
[1 + (2δZB

1 − 3δZB
2 )]
[
1− s2

W (2δZB
1 − 3δZB

2 )

− c2
W (2δZW

1 − 3δZW
2 )
]

−→ s2
W

[
1 + c2

W (2δZB
1 − 3δZB

2 )− c2
W (2δZW

1 − 3δZW
2 )
]

−→ s2
W + c2

W s
2
W

[
2(δZB

1 − δZW
1 )− 3(δZB

2 − δZW
2 )
]

−→ s2
W + c2

W

(
δM2

Z

M2
Z

− δM2
W

M2
W

)
≡ s2

W + δs2
W , (B.22)

avec
s2
W = 1− M2

W

M2
Z

. (B.23)

La même expression peut s’obtenir directement à partir de la relation exacte entre les
quantités nues, qui est donnée par :

s2
0 = 1− M2

W,0

M2
Z,0

= 1− M2
W + δM2

W

M2
Z + δM2

Z

= 1− M2
W

M2
Z

(
1 +

δM2
W

M2
W

)(
1− δM2

Z

M2
Z

)
= 1− M2

W

M2
Z

+
M2

W

M2
Z

(
δM2

W

M2
W

− δM2
Z

M2
Z

)
. (B.24)



Annexe C

Self-énergies des bosons vecteurs

L’objectif de cette annexe est de calculer la contribution fermionique aux self-énergies
des bosons vecteurs, i.e. les diagrammes contenant des boucles de fermions contribuant
aux self-énergies des bosons de jauge.

C.1 Self-énergie du photon
La contribution d’un seul fermion de charge Qf et de masse m à la self-énergie du

photon, dénotée par Σγγ, est illustrée dans le diagramme suivant :

µ

γ

σ

q + k

k

ρ

γ

ν
≡ −ig

µσ

q2
(−iΣγγ

ρσ)
−igρν
q2

.

La self-énergie du photon peut s’écrire en utilisant les règles de Feynman comme suit :

−iΣγγ
ρσ(q2) = (−1) Tr

∫
d4k

(2π)4

i

/q + /k −m(ieQfγρ)
i

/k −m(ieQfγσ)

= −e2Q2
f

∫
d4k

(2π)4

Tr
(
(/k + /q +m)γρ(/k +m)γσ

)
[(k + q)2 −m2][k2 −m2]

. (C.1)

La trace dans l’équation (C.1) est donnée par :

Tr
(
(/k + /q +m)γρ(/k +m)γσ

)
= 4
[
2kρkσ − gρσ(k2 + k.q) + kρqσ + kσqρ +m2gρσ

]
. (C.2)

Le calcul de cette trace mène à la décompositions suivante :

Σγγ
ρσ(q2) = −ie2Q2

f4

{
gρσm

2

∫
d4k

(2π)4

1

[k2 −m2][(k + q)2 −m2]

− gρσ

∫
d4k

(2π)4

(k2 + k.q)

[k2 −m2][(k + q)2 −m2]

+ 2

∫
d4k

(2π)4

kρkσ
[k2 −m2][(k + q)2 −m2]

+

∫
d4k

(2π)4

kρqσ + kσqρ
[k2 −m2][(k + q)2 −m2]

}
. (C.3)
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Les intégrales dans l’équation (C.3) divergent pour de grandes impulsions (divergences
ultraviolettes (UV)). Pour résoudre ce problème, il est nécessaire d’utiliser une régulari-
sation qui permet de redéfinir les intégrales de manière à ce qu’elles deviennent finies. La
méthode de régularisation la plus couramment utilisée dans les théories de jauge est la
régularisation dimensionnelle, qui est à la fois invariante de Lorentz et de jauge. Cette mé-
thode consiste à remplacer la dimension 4 de l’espace-temps par une dimension inférieure
D où les intégrales sont convergentes, i.e.∫

d4k

(2π)4
−→ µ4−D

∫
dDk

(2π)D
, (C.4)

où µ est un paramètre de masse, arbitraire, introduit pour garder la dimension des
constantes de couplage en facteur des intégrales indépendantes de D. La limite D → 4
doit finalement être prise à la fin du calcul d’une quantité physique.

Les intégrales dans l’équation (C.3) peuvent être exprimées en termes des fonctions
de Passarino-Veltman [260], qui sont définies comme suit :

µ4−D
∫

dDk

(2π)D
1

k2 −m2
=

i

16π2
A(m), (C.5)

µ4−D
∫

dDk

(2π)D
1

[k2 −m2
1][(k + q)2 −m2

2]
=

i

16π2
B0(q2,m1,m2), (C.6)

µ4−D
∫

dDk

(2π)D
kµ; kµkν

[k2 −m2
1][(k + q)2 −m2

2]
=

i

16π2
Bµ;µν(q

2,m1,m2). (C.7)

Les intégrales vectorielle, Bµ, et tensorielle, Bµν , peuvent être développées en termes
d’intégrales scalaires [260]

Bµ = qµB1(q2,m1,m2), (C.8)
Bµν = gµνB22(q2,m1,m2) + qµqνB21(q2,m1,m2). (C.9)

Donc, la self-énergie Σγγ
ρσ peut être exprimée comme suit :

Σγγ
ρσ(q2) = −ie2Q2

f4
i

16π2

{
gρσm

2B0(q2,m,m)

− gρσ
[
A(m) +m2B0(q2,m,m) + q2B1(q2,m,m)

]
+ 2
[
gρσB22(q2,m,m) + qρqσB21(q2,m,m)

]
+
[
qρqσB1(q2,m,m) + qσqρB1(q2,m,m)

]}
. (C.10)

Notons que nous avons utilisé les équations (C.6-C.9) et les propriétés suivantes :

µ4−D
∫

dDk

(2π)D
k2

[k2 −m2
1][(k + q)2 −m2

2]
=

i

16π2

[
A(m2) +m2

1B0(q2,m1,m2)
]
,(C.11)

µ4−D
∫

dDk

(2π)D
k.q

[k2 −m2
1][(k + q)2 −m2

2]
=

i

16π2
q2B1(q2,m1,m2). (C.12)

Il est pratique de décomposer la fonction Σγγ
ρσ de la manière suivante :

Σγγ
ρσ = gρσΣγγ + qρqσΣγγ

L . (C.13)
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C’est en effet la quantité Σγγ qu’on cherche à calculer.

Σγγ(q2) =
α

π
Q2
f

[
m2B0(q2,m,m)− A(m)−m2B0(q2,m,m)

− q2B1(q2,m,m) + 2B22(q2,m,m)
]

=
α

π
Q2
f

[
−A(m)− q2B1(q2,m,m) + 2B22(q2,m,m)

]
. (C.14)

Soit

B1(q2,m1,m2) =
1

2q2

[
A(m1)− A(m2) + (m2

2 −m2
1 − q2)B0(q2,m1,m2)

]
,(C.15)

=
m1=m2

−1

2
B0(q2,m,m), (C.16)

la forme finale de Σγγ s’écrit comme suit :

Σγγ(q2) =
α

π
Q2
f

[
−A(m) +

q2

2
B0(q2,m,m) + 2B22(q2,m,m)

]
. (C.17)

C.2 Self-énergie du mélange photon-Z :
Comme dans le cas du photon, la contribution à une boucle des fermions à la self-

énergie du mélange photon-Z, dénotée par ΣγZ , est illustrée dans le diagramme suivant :

µ

γ

σ

q + k

k

ρ

Z

ν
≡ −igµν

q2

( −ΣγZ

q2 −M2
Z

)
.

En utilisant les règles de Feynman, ΣγZ peut s’écrire comme suit :

−iΣγZ
ρσ (q2) = (−1) Tr

∫
d4k

(2π)4

i

/q + /k −m

(
ie

2sW cW
γρ(vf − afγ5)

)
i

/k −m(ieQfγσ)

= − e2

2sW cW
Qf

∫
d4k

(2π)4

Tr
(
(/k + /q +m)γρ(vf − afγ5)(/k +m)γσ

)
[(k + q)2 −m2][k2 −m2]

, (C.18)

où sW ≡ sin θW et cW ≡ cos θW sont les angles de Weinberg, et où vf et af sont res-
pectivement les couplages vectoriel et axial du courant neutre. Ces couplages sont définis
par :

vf = If3 − 2Qf sin2 θW , (C.19)
af = If3 . (C.20)

Calculons d’abord la trace dans l’équation (C.18).

Tr
(
(/q + /k +m)γρ(vf − afγ5)(/k +m)γσ

)
= 4

[
vf
(
2kρkσ − gρσ(k2 + k.q) +m2gρσ

+ kρqσ + kσqρ) + iafk
αqβερσαβ

]
.(C.21)

La partie réelle de cette trace est exactement la trace (C.2) multiplié par la constante de
couplage vf . Ainsi, la self-énergie du mélange photon-Z peut être obtenue à partir de la
self-énergie du photon en multipliant par le couplage vectoriel du boson Z aux fermions,
vf . En effet, la self-énergie du mélange photon-Z s’écrit comme suit :

ΣγZ(q2) =
α

π

vfQf

2sW cW

[
−A(m) +

q2

2
B0(q2,m,m) + 2B22(q2,m,m)

]
. (C.22)
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C.3 Self-énergie des bosons W et Z
Dans le MS, les propagateurs à une boucle des bosonsW et Z sont donnés par (V = W

ou Z) :
−igµσ
q2 −M2

V

(−iΣV V
ρσ )

−igρν
q2 −M2

V

. (C.23)

Dans ce cas, on calcule les self-énergies pour un seul doublet de leptons ou de quarks, avec
m±, Q±, v± et a± sont les couplages de type-up (+) et de type-down (−). Ensuite, on doit
sommer sur les différents doublets, y compris la somme des couleurs. Les diagrammes de
Feynman correspondants aux self-énergies des bosons de jauge W et Z sont représentés
par les schémas ci-dessous.

Z

f

f̄

Z , W

f+

f−

W

La self-énergie du boson Z est donnée par :

−iΣZZ
ρσ (q2) = (−1) Tr

∫
d4k

(2π)4

i

/q + /k −mf

(
ie

2sW cW
γρ(vf − afγ5)

)
× i

/k −mf

(
ie

2sW cW
γσ(vf − afγ5)

)
(C.24)

= − e2

4s2
W c

2
W

∫
d4k

(2π)4

Tr
(
(/k + /q +mf )γρ(vf − afγ5)(/k +mf )γσ(vf − afγ5)

)[
(k + q)2 −m2

f

][
k2 −m2

f

] .

Calculons maintenant la trace dans l’équation (C.25).

Tr
(
(/q + /k +mf )γρ(vf − afγ5)(/k +mf )γσ(vf − afγ5)

)
= 4

[
−gρσ

(
(v2
f + a2

f )(k
2 + k.q)

+m2
f (a

2
f − v2

f )
)

+ (v2
f + a2

f ) (2kρkσ

+ kρqσ + kσqρ)

+ 2ivfafk
αqβερσαβ

]
. (C.25)

Nous cherchons à calculer la partie transversale de la self-énergie, i.e. le coefficient de gρσ.

ΣZZ(q2) =
e2

4π2

∑
f=+,−

{
(v2
f + a2

f )

4s2
W c

2
W

[
−A(mf )−m2

fB0(q2,mf ,mf )− q2B1(q2,mf ,mf )

+ 2B22(q2,mf ,mf )
]
−

(a2
f − v2

f )

4s2
W c

2
W

m2
fB0(q2,mf ,mf )

}
=

α

π

∑
f=+,−

{
(v2
f + a2

f )

4s2
W c

2
W

[
−A(mf ) +

q2

2
B0(q2,mf ,mf ) + 2B22(q2,mf ,mf )

]

−
m2
f

8s2
W c

2
W

B0(q2,mf ,mf )

}
. (C.26)

Notons que nous avons utilisé les équations (C.6-C.9), (C.11), (C.12) et (C.16).
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Outre le cas du boson Z, la self-énergie du boson W est donnée par :

−iΣWW
ρσ (q2) = (−1) Tr

∫
d4k

(2π)4

i

/q + /k −m−

(
i

e

2
√

2sW
γρ(1− γ5)

)
× i

/k −m+

(
i

e

2
√

2sW
γσ(1− γ5)

)
(C.27)

= − e2

8s2
W

∫
d4k

(2π)4

Tr
(
(/k + /q +m−)γρ(1− γ5)(/k +m+)γσ(1− γ5)

)
[(k + q)2 −m2

−][k2 −m2
+]

.

La trace dans l’équation (C.28) est donnée par :

Tr
(
(/q + /k +m−)γρ(1− γ5)(/k +m+)γσ(1− γ5)

)
= 8

[
−gρσ(k2 + k.q) + kρqσ + kσqρ

+ 2kρkσ + ikαqβερσαβ
]
. (C.28)

Finalement, comme dans le cas du boson Z, ΣWW est donnée par :

ΣWW (q2) =
α

π

1

4s2

{
2B22(q2,m+,m−)− A(m+) + A(m−)

2

+
q2 −m2

+ −m2
−

2
B0(k2,m+,m−)

}
. (C.29)

Nous avons utilisé ici les équations (C.6-C.9), (C.11), (C.12) et (C.15).



Annexe D

Reconstruction d’événements

D.1 Cas du signal W± + 4b

Pour le boson de Higgs léger, h, nous cherchons d’abord quatre jets, puis trouvons une
combinaison deux par deux entre eux en minimisant la fonction χ2 suivante, et assignons
les deux résonances comme h1 et h2 :

χ2
4b = (M1

bb̄ −Mh)
2 + (M2

bb̄ −Mh)
2. (D.1)

Dans la Figure D.1, nous montrons les distributions de masse des deux bosons de Higgs
légers pour BP4.

Figure D.1 – Les distributions de masse du boson de Higgs léger M1
bb̄
, M2

bb̄
pour BP4.

Pour la reconstruction du boson de Higgs chargé, nous sélectionnons le lepton principal,
l’énergie transverse manquante et un boson de Higgs léger reconstruit. Étant donné qu’il
y a deux bosons de Higgs neutres légers, deux bosons de Higgs chargés seront reconstruits,
nous sélectionnons celui dont la masse est la plus proche de la masse du boson de Higgs
chargé donnée dans le Tableau 3.6 (BP4). La distribution de masse du boson de Higgs
chargé est présentée dans la Figure D.2 (à gauche). Il y a une différence nette entre le
signal et les bruits de fond, car il n’y a pas une telle résonance en dessous de la masse du
boson Z.

Étant donné que tt̄ est le bruit de fond principal, les quarks top sont également recons-
truits. Un lepton et l’énergie transverse manquante sont sélectionnés pour reconstruire le
boson W . Comme, dans le signal, le boson W est toujours hors de sa couche de masse, le
pic sera beaucoup plus petit que la masse du bosonW , mais pour un événement du MS, la
distribution du boson W sera centrée autour de la masse du boson W , ce qui est illustré
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dans la Figure D.2 (à droite). Ensuite, le boson W et un jet de b sont combinés pour
reconstruire le quark top. Trois autres jets sont utilisés pour l’autre quark top. Dans le
bruit de fond tt̄, le pic sera centré autour de la masse du quark top. Les deux distributions
de masse des quarks top sont présentées dans la Figure D.3.

Figure D.2 – La distribution de masse du boson de Higgs chargé reconstruit (MH±) et
la distribution du boson W (MW ) pour BP4.

Figure D.3 – Les distributions de masse du quark top reconstruit (Mt1 , Mt2) pour BP4.

D.2 Cas du signal W± + 4γ

D.2.1 Reconstruction d’événements

Comme dans le cas du signal W±+ 4b, la masse Mh peut être reconstruite événement
par événement en combinant les quatre photons en deux paires et en minimisant la fonction
χ2 suivante :

χ2 = (M1
γγ −Mh)

2 + (M2
γγ −Mh)

2. (D.2)

De toute évidence, il y a trois combinaisons possibles pour chaque événement. Lorsque
la combinaison minimisant la fonction χ2 est trouvée, nous désignons la masse invariante
plus grande de la paire de deux photons comme M1

γγ et l’autre est alors désignée comme
M2

γγ. Les distributions de ces deux masses reconstruites de h pour, par exemple, BP5 sont
illustrées dans la Figure D.4, où M1

γγ et M2
γγ sont proches de Mh en même temps.

La distribution de la masse reconstruite du boson de Higgs chargé est représentée dans
la Figure D.5. Comme il y a une énergie manquante, nous utilisons la méthode standard
de reconstruction du boson W±. Il y a ensuite deux candidats possibles pour l’état de
Higgs neutre léger (h), l’un est produit dans la désintégration du boson de Higgs chargé
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et l’autre est produit en association avec lui. Donc, nous obtenons deux distributions de
masse possibles de H±. Comme le montre la Figure D.5, la masse correcte est plutôt
concentrée, tandis que la masse incorrecte est plus dispersée.
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Figure D.4 – La distribution 3D de Mγγ pour les deux paires de γγ pour BP5.
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Figure D.5 – La distribution 3D de MH± pour les deux combinaisons différentes pour
BP5.

Comme le montrent les Figures D.4 et D.5, même s’il y a une certaine quantité de
combinatoire, les caractéristiques cinématiques saillantes du signal ressortent clairement
dans diverses observables de masse reconstruites à partir de l’état final `ν` + 4γ, ce qui
peut aider à distinguer les événements du signal et du bruit de fond ou caractériser le
premier, selon la taille du second. Pour complétude, la Figure D.6 montre les distributions
de MET (énergie transverse manquante) et de l’impulsion transverse totale de toutes les
particules visibles. Les pics de ces deux graphiques se situent à environ 20 GeV, ce qui
signifie que l’on pourrait ajouter une coupure MET supplémentaire pour supprimer les
bruits de fond possibles provenant des désintégrations de hadrons B, bien que cela ne
devrait pas être nécessaire, comme nous avons démontré dans le Chapitre 3.
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Figure D.6 – Les distributions de MET (à gauche) et de l’impulsion transverse totale de
toutes les particules visibles (à droite) pour BP4.

D.2.2 Efficacité au niveau du détecteur

Nous estimons maintenant l’efficacité d’étiquetage des leptons et des photons au niveau
du détecteur en utilisant Delphes. Nous générons 10 000 événements pour chaque BP et
comptons le pourcentage d’événements où un lepton dans l’état final peut être reconstruit
et reconnu avec succès. Pour le cas des photons, nous comptons les efficacités totales des
quatre photons, puis les convertissons en efficacité pour un seul photon. Les efficacités
pour nos BPs sont montrées dans la Figure D.7. En utilisant des fonctions simples pour
ajuster les courbes de la Figure D.7, nous trouvons que les efficacités pour les leptons et
les photons peuvent être exprimées par les deux relations suivantes, respectivement 1 :

ε` =

{
0.59035 + 0.002574x− 1.0523× 10−5x2, où x = (MH± −Mh) (14 TeV),
0.59892 + 0.002500x− 1.0373× 10−5x2, où x = (MH± −Mh) (13 TeV),

εγ =

{
0.001073×Mh + 0.72040, (14 TeV),
0.001072×Mh + 0.72327, (13 TeV).

Leurs formes sont représentées dans la Figure D.7.
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Figure D.7 – L’efficacité d’étiquetage des leptons (à gauche) et l’efficacité d’étiquetage
des photons (à droite) sont représentées en fonction de la différence de masse entre les
états H± et h.

1. Nous devons mentionner ici que, pour paramétrer l’efficacité typique des photons, nous avons utilisé
tous les points sauf le BP1, qui a évidemment une efficacité plus faible que les autres BPs, car Mh est
d’environ 25 GeV, ce qui signifie à son tour que le taux pour le BP1 sera quelque peu surestimé.
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Nous pouvons donc dériver l’efficacité d’acceptation au niveau du détecteur, εdet, qui
peut être exprimée en fonction du taux d’erreur d’étiquetage des jets (10−3), de l’efficacité
de reconstruction des leptons ε` et des efficacités de détection des photons εγ comme suit :

εdet = 10−3 nj × ε` × ε4−njγ , (D.3)

avec nj désigne le nombre de jets et 4− nj désigne le nombre de photons.



Annexe E

Figures complémentaires pour l’étude
de la mesure CDF de MW

Cette annexe comporte deux sections. La première section présente des graphiques
illustrant les points permis par le test du χ2

MCDF
W

. Dans un souci de comparaison avec
l’analyse présentée dans le Chapitre 5, la deuxième section expose une analyse basée sur
le test du χ2

ST avant et après la mesure CDF de la masse du boson W [214], désignée par
PDG et CDF, respectivement :

PDG : S = 0.05± 0.08, T = 0.09± 0.07, ρST = 0.92, (E.1)
CDF : S = 0.15± 0.08, T = 0.27± 0.06, ρST = 0.93, (E.2)

où ρST est le coefficient de corrélation entre S et T . Des graphiques similaires à ceux
présentés dans le Chapitre 5 sont reproduits, et les conclusions restent inchangées. (Voir
Figures E.6, E.7, E.8, E.9 et E.10.)

Comme décrit dans le Chapitre 5, la mesure récente de MCDF
W a montré une forte

corrélation entre les scalaires du 2HDM. Nous avons constaté dans la hiérarchie inversée
(H ≡ HMS) que le boson de Higgs chargé (H±) est toujours plus massif que l’état CP-
odd (A) ainsi que les états CP-even neutres (h et H). Nous avons également observé
que les canaux de désintégration H± → W±h et A → Zh pourraient fournir une avenue
expérimentale prometteuse pour rechercher H± et A dans le 2HDM type-I et type-X. Ces
canaux de désintégration sont maximisés dans la limite d’alignement puisqu’ils sont tous
deux proportionnels au paramètre cos(β − α) ≈ 1. À la lumière de ces résultats, nous
proposons les signaux suivants comme modes de découverte motivés par MCDF

W , pour les
bosons de Higgs CP-odd et chargé (voir Figures E.4, E.5, E.11 et E.12) :

pp→ A→ Zh, (E.3)
pp→ H±h→ W±hh, (E.4)
pp→ H±A→ W±hZh, (E.5)

pp→ H±H∓ → W±hW∓h. (E.6)

Pour les désintégrations du boson de Higgs neutre (h), nous incluons les états finaux bb,
ττ , µµ et γγ.
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E.1 Analyse basée sur le test du χ2
MCDF
W

Figure E.1 – La prédiction du 2HDM pour la masse du boson W en fonction de S (à
gauche) et T (à droite). La bande verte représente les points à 2σ de la mesure CDF de
MW .

Figure E.2 – Points du balayage dans les plans (MH± − Mh,MH± − MA) (à gauche)
et (MH± −MH ,MH± −MA) (à droite). La bande verte représente les points à 2σ de la
mesure CDF de MW .

Figure E.3 – Comme dans la Figure E.2 mais pour le 2HDM type-X.
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Figure E.4 – Les sections efficaces du signal σ(pp → A → Zh) (en haut à gauche),
σ(pp→ H±h→ W±hh) (en haut à droite), σ(pp→ H±A→ W±hZh) (en bas à gauche)
et σ(pp→ H±H∓ → W±hW∓h) (en bas à droite) dans le plan (MH± −Mh, MH± −MA).
La croix rouge correspond à la section efficace maximale du signal dans chaque scénario
(voir Tableau E.1).

Figure E.5 – Comme dans la Figure E.4 mais pour le 2HDM type-X. Les points corres-
pondants à la section efficace maximale du signal sont donnés dans le Tableau E.2.
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BPs Mh MH MA MH± sin(β − α) tan β m2
12 MW sin2

θeff

BP1 71.91 125.09 169.68 237.48 −0.076 2.91 1406.19 80.4434 0.23099

BP2 28.83 125.09 97.89 155.70 −0.061 17.00 11.76 80.4185 0.23110

Table E.1 – Points correspondants aux sections efficaces maximales pour le 2HDM type-I.
(Toutes les masses sont en GeV.)

BPs Mh MH MA MH± sin(β − α) tan β m2
12 MW sin2

θeff

BP1 68.01 125.09 161.47 215.02 −0.012 5.18 644.14 80.4197 0.23113

BP2 70.77 125.09 121.33 188.12 −0.006 11.40 341.02 80.4219 0.23111

BP3 63.64 125.09 179.82 228.14 −0.005 9.24 418.76 80.4190 0.23113

Table E.2 – Points correspondants aux sections efficaces maximales pour le 2HDM type-
X. (Toutes les masses sont en GeV.)

E.2 Analyse basée sur le test du χ2
ST

Figure E.6 – Différence de masse possible entre les scalaires du 2HDM pour les cas PDG
et CDF.



E.2. Analyse basée sur le test du χ2
ST 119

Figure E.7 – Rapports de branchement des différents canaux de désintégration du boson
de Higgs chargé en fonction de sa masse dans le 2HDM type-I (panneaux supérieurs) et
type-X (panneaux inférieurs). Nous comparons les résultats avant (à gauche) et après (à
droite) la mesure CDF de MW .
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Figure E.8 – Rapports de branchement des différents canaux de désintégration du boson
de Higgs CP-odd en fonction de sa masse dans le 2HDM type-I (panneaux supérieurs) et
type-X (panneaux inférieurs). Nous comparons les résultats avant (à gauche) et après (à
droite) la mesure CDF de MW .
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Figure E.9 – Rapports de branchement des différents canaux de désintégration du boson
de Higgs neutre en fonction de sa masse dans le 2HDM type-I (panneaux supérieurs) et
type-X (panneaux inférieurs). Nous comparons les résultats avant (à gauche) et après (à
droite) la mesure CDF de MW .

Figure E.10 – Corrélation entre Rγγ(H) et RγZ(H) pour le boson Higgs de type MS
dans le 2HDM type-I (à gauche) et type-X (à droite).
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Figure E.11 – Les sections efficaces du signal σ(pp → A → Zh) (en haut à gauche),
σ(pp→ H±h→ W±hh) (en haut à droite), σ(pp→ H±A→ W±hZh) (en bas à gauche)
et σ(pp→ H±H∓ → W±hW∓h) (en bas à droite) en fonction de MH± .

Figure E.12 – Comme dans la Figure E.11 mais pour le 2HDM type-X.
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