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"Peu importe la beauté de votre théorie, peu importe votre intelligence. S’il n’est pas d’accord avec
l’expérience, c’est faux.".

Richard P. Feynman (1918 - 1988)



Résumé

À ce jour, le Modèle Standard (MS) de la physique des particules est largement accepté comme la
théorie la plus fondamentale du champ quantique qui est entièrement compatible avec les mesures
précises effectuées lors des expériences des collisionneurs de particules. Malgré cet énorme succès, le mo-
dèle standard ne fournit pas de réponses à toutes les questions en suspens de la physique fondamentale.
Afin de surmonter cette lacune, des théories au-delà du modèle standard sont étudiées. Dans cette thèse,
nous calculons des corrections d’ordre supérieur aux observables dans les secteurs de Higgs étendus du
Modèle à deux doublets de Higgs (2HDM). Nous effectuons la renormalisation électrofaibles complète
de tous les paramètres indépendants des théories et présentons plusieurs schémas de renormalisation
différents pour les angles de mélange scalaires des secteurs de Higgs étendus. Les corrections complètes
à une boucle, à la fois les corrections faibles et électrodynamique (QED), du processus e+e− → Zφ
(φ = h0, H0) dans le modèle à deux doublets de Higgs (2HDM) dans les usines de productions des
Higgs sont bien présentés. Jusqu’au niveau O(αEM ), les corrections virtuelles sont évaluées à l’aide des
packages FeynArts/FormCalc. Les corrections d’émissions réelles sont calculées à l’aide du module
de calcul de diagramme de Feynman (FDC) et les divergences colinéaires sont régularisées par les
fonctions de structure de l’électron. En utilisant les packages FeynArts/FormCalc et FDC, nous
étudions les corrections dans le Modèle Standard et le modèle à deux doublets de Higgs (2HDM),
respectivement. Après avoir pris en compte les contraintes expérimentales des données actuelles au
LHC, nous proposons quatre scénarios de référence intéressants pour les futurs collisionneurs. En
utilisant ces scénarios de référence, nous évaluons l’écart de ∆σ (e+e− → Zφ) par rapport à leurs
valeurs du modèle standard. Nous examinons également les désintégrations φ → bb̄ et φ → τ+τ−, qui
peuvent recevoir une importante contribution électrofaible des couplages triples de Higgs absents dans
le modèle standard. On constate que pour ces scénarios de référence, les corrections électrofaible et
réelles sont considérables et pourraient être mesurées à un futur collisionneur e+e− comme l’ILC, le
CLIC et le CEPC.

Mots Clés :
Modèle Standard (MS), mécanisme de Higgs, brisure de la symétrie électrofaible, modèle 2HDM,
renormalisation, corrections radiatives, correction d’ordre supérieur (NLO).
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Abstract

Up to this day, the Standard Model of particle physics is widely accepted as the most fundamental
quantum field theory which is fully compatible with the precise measurements being carried out at
particle collider experiments. Despite this enormous success, the model does not provide answers to
all remaining open questions of fundamental physics. In order to overcome this shortcoming, theories
beyond the Standard Model are investigated. In this thesis, we compute higher-order corrections to
observables in extended Higgs sectors of 2HDM model.
We investigate the Two-Higgs-Doublet Model and the Next-to-Two-Higgs-Doublet Model as two
extensions of the Standard Model with regard to the Higgs potentials of the theories.
The full one-loop corrections, both the weak and QED corrections, to the process e+e− → Zφ
(φ = h0, H0) in the two Higgs doublet model (2HDM) at the Higgs factories are presented. Up to
the O(αEM ) level, the virtual corrections are evaluated by using the FeynArts/FormCalc packages.
The real emission corrections are computed using Feynman Diagram Calculation (FDC) package
and the collinear divergences are regularized by the structure functions of electron. Using the Fey-
nArts/FormCalc and the FDC packages, we study the corrections in the SM and the two Higgs doublet
model (2HDM), respectively. After taking into account experimental constraints from the current LHC
data, we propose four interesting benchmark scenarios for future colliders. By using these benchmark
scenarios, we evaluate the deviation of ∆σ (e+e− → Zφ) from their Standard Model (SM) values. We
also examine φ → bb̄ and φ → τ+τ−, which may receive large EW contribution from triple Higgs
couplings which are absent in the SM. It is found that for these benchmark scenarios, both EW and
real emission corrections are sizable and could be measured at a future e+e− collider such as the ILC,
CLIC and CEPC.

Keywords :
Standard model, Higgs mechanism, electroweak breaking of symmetry, 2HDM model, renormalization,
radiatives corrections, higher order correction (NLO).
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Introduction

Le Modèle Standard (MS) de la physique des particules décrit les propriétés et les interactions
des particules les plus fondamentales connues à ce jour d’une manière mathématiquement cohérente
[117, 135, 150, 158, 159, 180, 231, 255]. Les prédictions théoriques faites dans le modèle standard ont
été confirmées par des mesures lors des expériences des collisionneurs de particules avec une précision
remarquable [29–31, 37, 38, 250] et avec la découverte d’un boson de Higgs de type-MS au grand
collisionneur de particules LHC en 2012 [32, 83], la dernière particule manquante prédite par le modèle
standard a été découverte. Malgré son énorme succès, le modèle standard souffre à la fois de lacunes
théoriques, par exemple le problème de la hiérarchie, ainsi que du fait qu’il ne postule pas une brisure
suffisamment grande de la symétrie de parité de charge (CP) ou un candidat approprié pour la matière
noire (DM). Par conséquent, au cours des dernières décennies, des efforts considérables ont été investis
dans des études de théories au-delà du modèle standard (BSM). Parmi les candidats les plus simples
pour les théories au-delà du modèle standard figure le modèle de Higgs à deux doublets (2HDM), qui
est une extension intéressante du modèle standard en fournissant des candidats pour la matière noire,
une phénoménologie riche et peut décrire une baryogenèsie réussie. Le secteur de Higgs fournit un
portail prometteur pour la physique BSM. L’étude détaillée du boson de Higgs découvert et de ses
couplages pourrait indiquer des signes de nouvelle physique en raison des contributions de la boucle
provenant de particules BSM supplémentaires ou du mélange avec des bosons Higgs supplémentaires.
Du point de vue théorique, l’enquête détaillée nécessite le calcul des observables du secteur de Higgs
avec la plus grande précision possible. Sur la base des données de Run-1, les collaborations ATLAS
et CMS ont établi la masse du boson de Higgs avec mh = 125, 09 ± 0, 21(stat.) ± 0, 11(syst.) GeV
[30]. Le LHC a également effectué plusieurs mesures de couplage Higgs avec une précision d’environ
10 à 20 %, telles que les couplages Higgs aux dibosons VV avec V = W±, Z, γ. Très récemment,
le LHC a également mesuré les couplages de Higgs aux fermions de la troisième génération sur
5 σ , via le processus pp → Vh(h → bb̄) [2, 237], via le processus VBF pp → jjh(h → τ+τ−)
[33, 238], et pp → tth avec les états finaux combinés de désintégration du boson de Higgs [1, 239]. Ces
mesures ont démontré que le modèle standard fonctionne assez bien dans les données actuelles de Higgs.

Au LHC, en raison des grandes incertitudes théoriques et du vaste contexte expérimental, les
mesures de précision du boson de Higgs sont plutôt difficiles. En revanche, les collisionneurs e+e−
peuvent nous offrir des mesures de précision sur les propriétés de production et de désintégration du
boson de Higgs. À un collisionneur de 240 GeV e+e−, le processus Higgs-strahlung e+e− → Zh est le
canal de production dominant pour le boson de Higgs, pour lequel les propriétés du boson de Higgs
peuvent être reconstruites en utilisant le boson Z reculé via sa désintégration leptonique. Pour une
énergie de centre de masse de 240-250 GeV et une luminosité intégrée de 250 fb−1, O (105) des bosons
de Higgs seront produits par an, ce qui peut conduire à une mesure des couplages de Higgs au niveau
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du pourcentage [60, 68, 223]. Lors des expériences du collisionneur internationale linéaire (ILC) [39], la
luminosité du démarrage des usines de Higgs peut être d’environ 250 fb−1 à

√
s = 250 GeV. Le taux

de production de bosons de Higgs issus du processus de Higgs-strahlung peut être amélioré en utilisant
les faisceaux polarisés. On constate que l’ILC peut atteindre des précisions comparables comme le
programme CEPC. De même, des prédictions théoriques précises des observables physiques liés au
boson de Higgs, comme les sections efficaces et les rapports d’embranchement, sont nécessaires.

Cette thèse est structurée comme suit :
Le chapitre 1 présente une brève introduction au modèle standard et à ses lacunes et traite brièvement
son cadre théorique et ses extensions en général. Dans le chapitre 2, une introduction au modèle à
deux doublets de Higgs (2HDM), qui est une extension au-delà du modèle standard. À cette fin, il est
nécessaire de prendre soin de ses contraintes théoriques et expérimentales, de présenter son lagrangien
électrofaibles, de Yukawa et son potentiel scalaire. L’interaction avec les fermions est discutée, où en
plus, des mécanismes pour éviter les courants neutres changeant la saveur sont introduits.
Par la suite, dans le chapitre 3, nous discutons la régularisation et la renormalisation sur couche des
divergences ultraviolettes (UV) des intégrales de boucle en général. Nous fournissons des formules
génériques pour le calcul des largeurs de désintégration partielle jusqu’à l’ordre d’une boucle et
discutons le calcul des corrections radiatives aux masses des particules de manière générique.
La renormalisation du modèle à deux doublets de Higgs au chapitre 4 constitue la partie principale de
cette thèse. Nous commençons par un aperçu de l’apparition des divergences dans les calculs d’ordre
supérieur. nous présentons la renormalisation sur couche de champs scalaires pour le modèle 2HDM
comme méthode de renormalisation exemplaire. Dans les symétries de jauge spontanément brisées,
une attention particulière doit être apportée à la renormalisation des tadpoles afin de préserver les
conditions minimales de potentiel pour toutes les commandes.
Le chapitre 5 résume les chapitres précédents et les résultats obtenus. Dans ce travail, nous examinons
également les écarts des désintégrations h → bb̄, et h → τ+τ− dans les scénarios de type-I et de
type-II et constatons que ces écarts sont à la portée des futures usines Higgs et sont utiles pour
distinguer les nouveaux modèles physiques. nous introduisons des points de référence du modèle 2HDM.
Par la suite, nous décrivons le cadre de notre calcul en spécifions le schéma de renormalisation que
nous utiliserons et présentons les résultats numériques. Enfin, des suggestions sont proposées et nous
présentons une conclusion finale ainsi qu’un aperçu des perspectives et des travaux futurs possibles.
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Chapitre 1

Statut du Modèle Standard

Ce chapitre porte sur une revue générale sur le modèle standard, ses particules élémentaires et ses
interactions fondamentales, en mettant l’accent sur la structure du Jauge, le mécanisme de Higgs, la
découverte du boson de Higgs au LHC et quelques problèmes internes qui rend le modèle standard
loin d’être la théorie complète des interactions fondamentales.Dans ce chapitre nous allons dresser
l’état des lieux du modèle standard, de ses limitations et des soupçons de l’apparition de la nouvelle
physique à l’échelle du TeV.

1.1 Introduction

Le modèle standard de la physique des particules est une théorie des particules élémentaires et
de leurs interactions. Ces particules sont classées en deux classes fondamentales appelées fermions
et bosons. Les fermions, également appelés particules de matière, ont un spin à demi-entier (1/2) et
incluent les quarks et les leptons. Les bosons ont un spin entier et comprennent les porteurs de force
et le boson de Higgs. Toutes ces particules sont résumées sur la figure 1.1. Les particules élémentaires
interagissent via quatre forces différentes : la force gravitationnelle, électromagnétique, la force faible et
la force forte. Toutes ces forces font partie du modèle standard à l’exception de la force gravitationnelle
[94].

1.2 Description du Modèle Standard

Le modèle standard de la physique des particules est la théorie qui décrit les constituants élémentaires
de la matière et leurs interactions. À l’exception de la gravité, il décrit trois interactions fondamentales
connues : faible, forte et électromagnétique. Les particules élémentaires décrites dans le Modèle
Standard peuvent être classées en deux types : les fermions (leptons et quarks) qui constituent la
matière et les bosons qui agissent comme médiateurs des forces fondamentales.

Le modèle standard des interactions électrofaibles et fortes est une théorie des champs quantiques
basée sur le groupe de jauge :

SU(3)C × SU(2)L ×U(1)Y ,
où C désigne la charge de couleur, L dénote que les férmions gauches sont des doublets de SU(2)L

et Y est l’hypercharge. La première partie du groupe de jauge SU(3)C est le groupe de symétrie
non-abélien qui décrit l’interaction forte entre les quarks. Les champs de jauges gluoniques sont
couplés à la charge de couleur telle que formalisée en chromodynamique quantique (QCD) [13, 133]. La
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deuxième partie du groupe de jauge SU(2)L ×U(1)Y représente les interactions électrofaibles unifiées
connues sous le nom de théorie de Glashow-Salam-Weinberg [135], qui est brisé spontanément via le
mécanisme de Brout-Englert-Higgs [256].

1.2.1 Les briques élémentaires

Les quarks et les leptons sont les blocs de construction de la matière qui nous entoure. Chacun de
ces deux groupes est constitué de six particules liées par paires ou générations. Les particules les plus
légères et les plus stables constituent la première génération, tandis que les particules les plus lourdes
et les moins stables appartiennent aux deuxième et troisième générations. Toute matière stable dans
l’univers est faite de particules appartenant à la première génération ; les particules plus lourdes se
décomposent rapidement au niveau le plus stable suivant. Quarks nommés : haut (up), bas (down),
charme (charm), étrange (strange), dessus (top) et dessous (bottom). Leptons nommés : électron (e),
neutrino électronique (νe), muon (µ), neutrino muonique (νµ), tau (τ) et neutrino tauique (ντ). Les
neutrinos sont électriquement neutres et ont une très petite masse. La figure 1.1 résume les particules
élémentaires avec la masse, la charge et le spin pour chaque particule.

Figure 1.1 – Propriétés des particules élémentaires dans le modèle standard [257].

1.3 Groupe de symétrie : La symétrie de jauge

En physique, le concept de symétrie découle de l’hypothèse qu’une certaine quantité n’est pas
mesurable. Par conséquent, les équations du mouvement ne doivent pas dépendre de cette quantité.
Nous savons par les propriétés générales de la mécanique classique que cela implique l’existence de
quantités conservées. Cette relation entre les symétries et les lois de conservation, incarnée par le
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théorème de Noether, a été l’un des outils les plus puissants pour déchiffrer les propriétés des théories
physiques.

Dans la théorie quantique des champs, chaque particule est définie comme l’excitation d’un champ
Ψ(x), dans un espace-temps quadridimensionnel. La dynamique des particules est décrite par une
densité lagrangienne (de la même manière que dans la mécanique classique) , adhérant à certaines
symétries. Imposer une symétrie signifie exiger une invariance du lagrangien sous une transformation
de symétrie ; pour une symétrie globale, une transformation qui est la même dans tous les points de
l’espace-temps, et pour une symétrie locale, une transformation qui dépend du point dans l’espace-temps.
Mathématiquement, une symétrie est caractérisée par un groupe de symétrie.

Le modèle standard est formulé dans la théorie quantique des champs [140], un cadre théorique
qui réconcilie la mécanique quantique et la relativité restreinte. Les particules du modèle standard
apparaissent dans ce cadre comme des états excités des champs quantiques sous-jacents définis en tous
points de l’espace-temps. Comme toute théorie satisfaisant la relativité restreinte, le MS est invariant
sous la symétrie de Poincaré, y compris les translations, les rotations et les boosts. Outre la symétrie
triviale de Poincaré, le MS est une théorie de jauge, ce qui signifie que le lagrangien est invariant sous
un groupe continu de transformations locales. La structure des interactions électrofaible et forte est
déterminée par la théorie de jauge non abélienne avec un groupe de symétrie :

G = SU(3)C × SU(2)L ×U(1)Y ,
L’équivalence entre les symétries et les lois de conservation est exprimée par le théorème de Noether

[157]. SU(3)C est le groupe de symétrie de l’interaction forte et SU(2)L ×U(1)Y détermine la structure
de la théorie électrofaible qui est rompue spontanément par le mécanisme de Higgs [117, 209]. Le
Lagrangien du Modèle Standard peut être résumé comme :

LMS = LEW +LQCD +LYukawa, (1.1)

avec des termes décrivant la théorie électrofaible (EW) et la chromodynamique quantique (QCD)
qui découlent de l’invariance sous leur groupes de symétrie (équation (1.1)), ainsi que les termes du
mécanisme de Higgs et les couplages de Yukawa. Dans les sections suivantes, on montre comment les
exigences de symétrie mènent au modèle lagrangien standard, pourquoi le mécanisme de Higgs est
nécessaire pour ajouter de la masse, et comment le lagrangien résultant donne lieu aux diagrammes
de Feynman fréquemment utilisés. L’accent est mis sur les idées derrière la théorie, sans dériver le
lagrangien complet avec les propriétés exactes et la teneur en particules du modèle standard [73, 157].

1.3.1 L’interaction électromagnétique

L’électromagnétisme est l’interaction responsable d’un grand nombre de phénomènes, de la liaison
des atomes en molécules à la lumière elle-même. Elle est décrite au sein du MS par l’électrodynamique
quantique (QED) (après brisure). L’interaction est médiée par le photon γ, un boson sans masse et
sans charge de spin 1 et ne se couple qu’aux particules chargées électriquement tout en conservant les
saveurs hadroniques et les trois nombres quantiques leptoniques. Parce qu’il n’a pas de masse, il se
propage dans le vide à la célérité c ' 299792458 m/s. Les phénomènes coulombiens sont le résultat
d’échanges de photons virtuels. Le rayonnement quant à lui correspond à l’émission de photons réels.
L’interaction électromagnétique est de portée infinie et est associée à la constante de structure fine α=
e2/4π = 1/137, qui permet d’exprimer son intensité. En réalité, cette constante ne l’est pas vraiment
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puisqu’elle varie avec l’énergie.

1.3.2 L’interaction faible

Elle est responsable des désintégrations radioactives. Elle agit notamment lors des désintégrations
β, par l’échange des bosons W± (de charge ± 1 et de masse 80,389 GeV [227]) auxquels vient s’ajouter
le boson massif Z0 (sans charge de masse 91,457 GeV [16]). Même s’ils ne sont pas obligatoirement
générés, les neutrinos sont les signatures de cette interaction. Toutes les particules, à l’exception des
gluons, sont sensibles à cette interaction. Elle est à l’origine du changement de saveur des particules -
par l’échange des bosons W+ et W−. Ces bosons de jauge ont une durée de vie courte et ne peuvent
donc pas voyager très loin. Pour cette raison, l’interaction faible n’agit que sur l’échelle subatomique.
La force faible peut interagir avec les quarks et les leptons, et est la seule force capable d’interagir avec
les neutrinos. L’interaction faible possède également une constante de couplage g2/4π=α/ sin2 θW (où
θW est l’angle de Weinberg et vaut sin θW = 0.231). Grâce à la théorie de l’interaction électrofaible,
les interactions électromagnétiques et faibles peuvent être décrites comme différentes manifestations
de la même interaction appelée interaction électrolysable (voir [157]). L’électromagnétisme nécessite
moins d’introduction, car c’est une force abondamment vécue dans le vie de tous les jours. Le photon
intervient dans la force électromagnétique et interagit avec les quarks ainsi qu’avec les leptons qui
ont une charge électrique (électron, muon, tau). Bien que l’électromagnétisme semble très différent
de l’interaction faible aux basses énergies auxquelles nous sommes habitués, ils sont unifiés dans la
théorie électrofaible (voir [135, 231]).

1.3.3 L’interaction électrofaible

La théorie de l’interaction électrofaible a été formulée dans les années 1960 par S. L. Glashow, A.
Salam et S. Weinberg [133, 252] sous la forme d’une théorie de jauge locale SU(2)⊗U(1). La densité
lagrangienne régissant l’interaction électrofaible est donc invariante sous les transformations de jauge
du groupe de symétrie SU(2)L×U(1)Y . Le groupe SU(2)L est connue pour violer la parité et n’agit que
sur les champs gauches, d’où la présence de l’index L, tandis que U(1)Y fait référence à l’hypercharge
faible Y , qui sont reliés à la charge Q par l’équation suivante :

Y = 2(Q − I3)
où I3 représente le troisième composant de l’isospin faible.

Selon le théorème de Noether, l’invariance SU(2)L de la théorie conduit à l’existence de trois
courants conservés, J±µ et J3µ, qui constituent un triplet d’isospin de faibles courants. Les deux courants
J±µ représentent les faibles interactions de courant chargé, qui décrivent l’interaction entre les fermions
à médiation par les bosons W± chargés. Ces courants n’impliquent que des particules gauches ou
antiparticules droites, conformément au fait que la symétrie de parité est violée au maximum pour les
interactions à faible courant chargé, comme le confirment les expériences de Wu [13] et de Garwin-
Lederman-Weinrich [135] en 1957. Dans le cas des leptons, les courants chargés ne peuvent relier que
deux particules de la même génération, par exemple l’électron et le neutrino électronique, alors qu’un
mélange de différentes générations peut se produire dans le cas des quarks.
Le groupe de jauges pour l’interaction électromagnétique est U(1)EM , avec la charge électrique Q
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comme générateur. Le Lagrangien du fermion libre est donné par :

L = ψ(i∂µ −m)ψ, (1.2)

avec un champ de spin ψ représentant le fermion (masse m, charge Q), un champ de spineur
adjoint ψ = ψ+γ0, et l’indice µ tenu sur les quatre coordonnées spatio-temporelles. La dérivée 6 ∂µ
s’écrit dans la notation de barre oblique de Feynman : 6 ∂µ = γµ∂µ, avec γµ les matrices gamma de
Dirac. Pour que ce lagrangien fonctionne pour le QED, les exigences pour l’invariance de jauge locale
U(1)EM doivent être satisfaites. En utilisant la dérivée régulière, l’invariance échoue. Prenons par
exemple la transformation de jauge locale suivante :

ψ(x)→ eiα(x)ψ(x), (1.3)

Alors :

L ′ = ψiγµ(∂µ + i(∂µα))ψ −mψψ 6= L , (1.4)

Pour restaurer l’invariance, une dérivée modifiée est introduite (dérivée covariante Dµ), incluant
un champ de vecteur Aµ avec des propriétés de transformation spécifiques, correspondant à U(1)EM :

Dµ = ∂µ − ieAµ, et Aµ → Aµ + 1
e∂µα. (1.5)

L’appliquer au lagrangien (équation 1.2) conduit à :

L = ψ̄
(
i 6 Dµ −m

)
ψ= ψ̄iγµ

(
∂µ − ieAµ

)
ψ −mψ̄ψ= ψ̄

(
i 6 ∂µ −m

)
ψ + eψ̄γµAµψ

(1.6)

qui est invariant en cours de la transformation (1.3). Par souci de complétude, un terme cinétique
pour le champ vectoriel Aµ doit également être ajouté : −14FµνFµν

avec tenseur de force de champ

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ. (1.7)

Le champ Aµ peut être interprété comme le champ de photons, le photon étant le boson de jauge
de U(1)EM . Il se couple aux particules représentées par le champ Ψ de spin-1/2 (cf. eψ̄γµΨAµ), et la
force du couplage est donnée en fonction de la constante du couplage, et de la charge électronique e.
Encore une fois en raison de l’invariance de jauge, la présence d’un terme de masse est interdite, et le
boson vecteur médiateur doit être sans masse. En d’autres termes, l’interaction électromagnétique de
deux particules est régie par l’échange d’un boson vecteur sans masse, c’est le photon. Le Lagrangien
QED complet est donné dans l’équation (1.8).

LEM = ψ(i 6 ∂µ −m)ψ + eψγµAµψ −
14FµνFµν. (1.8)

Passant à la théorie électrofaible, unifiant les interactions électromagnétiques et faibles, on peut
suivre la même méthode que celle utilisée pour la QED dans l’introduction. Le groupe de jauge utilisé
dans le modèle standard est maintenant SU(2)L ×U(1)Y . Les composantes de l’isospin faible, T1, T2
et T3, sont les générateurs de SU(2)L, tandis que l’hypercharge faible, Y , est le générateur de U(1)Y .
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Notez que U(1)EM et U(1)Y ne sont pas identiques, ce sont des copies différentes de U(1). La charge
électromagnétique peut cependant être liée à l’isospin et l’hypercharge à Q = T3 + Y/2, reliant les
deux groupes. Imposer une invariance de jauge locale conduit à l’introduction de quatre champs de
vecteurs, W1,2,3

µ et Bµ avec quatre bosons de jauge sans masse correspondants. Par le processus de
brisure de symétrie spontanée et le mécanisme de Brout-Englert-Higgs (BEH), discutés dans la section
1.3, ils se mélangeront en trois bosons massifs et un boson sans masse : les W+ et W−, les Z0 et le γ.
Les forces de couplage sont données en termes de constantes de couplage g et g ′. La dérivée covariante
pour ce cas est :

Dµ = ∂µ − igTaWa
µ − ig ′

Y2 Bµ (1.9)

La classification des fermions peut maintenant être revue en termes de groupe de symétrie
SU(2)L ⊗ U(1)Y . Les groupes sont créés en fonction de la façon dont les particules se transforment
lorsqu’elles sont soumises à des interactions faibles. Puisque la théorie électrofaible est chirale, il est
nécessaire de distinguer entre les particules gauches (rotation opposée et direction du mouvement)
et les particules droites (rotation parallèle et direction du mouvement). Seules les fermions gauches
interagiront faiblement, elles existent dans les doublets de T3 opposés, le troisième composant de
l’isospin. Les droitiers n’interagissent pas et existent dans les singulets de zéro isospin. Il existe
deux types de doublets :

(µ
e
)
L et

(u
d
)
L, et trois types de singulets : (uR), (dR) et (eR). Les neutrinos

droitiers, qui formeraient le quatrième singulet, n’existent pas dans le cadre du modèle standard. Les
hypercharges peuvent être déterminées par la relation Q = T3 + Y/2, ceci conduit au tableau (1.1).

multiple 1ère 2ème 3ème Q T T3 Y
générations

leptons gauchiers doublet νe νµ ντ 0 12 +12 −1
eL µL τL −1 12 −12 −1

Quarks doublet uL cL tL +23 12 +12 +13
dL sL bL −13 12 −12 +13

leptons droitiers singlet eR µR τR −1 0 0 −2
Quarks singlet uR cL tR +23 0 0 +43

singlet dR sR bR −13 0 0 −23
Table 1.1 – Classification des fermions.

Entièrement parallèle au Lagrangien QCD donné en équation (1.8), la partie cinétique du Lagrangien
électrofaible est donnée par :

LEW = χjLi 6 DµχjL + ξ jRiγµ(i∂µ − ig ′Y2 )ξ jR − 14Wa
µνWaµν − 14BµνBµν, (1.10)

différencier les doublets (χL) et les singulets (ξR) pour les champs de fermions, en utilisant les
champs de vecteurs Wa

µ et Bµ, et la dérivée covariante de Eq. (1.9). Les termes d’interaction pour les
fermions et les bosons de jauge sont inclus, ainsi que les termes d’auto-interaction pour les champs de
jauge. Cependant, aucun terme de masse n’est présent, ni pour les fermions, ni pour les bosons de
jauge. Une solution à ce problème sera présentée dans la section 1.3, sous la forme du mécanisme de
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Brout-Englert-Higgs.

1.3.4 L’interaction forte

La chromodynamique quantique (QCD) est la théorie qui décrit les interactions fortes [256]. C’est
une théorie non-abélienne de jauge basée sur le groupe SU(3)C de charge de couleur C. Elle permet
de maintenir la liaison entre les quarks à l’intérieur des hadrons. Son effet résiduel est également à
l’origine de la cohésion des noyaux. Les médiateurs de cette interaction sont les gluons, au nombre de
8, pour la première fois mis en évidence en 1979 à DESY [62]. Ces médiateurs sont, comme le photon,
sans masse et de spin 1. Comme indiqué en (1.2), six types de quark (saveurs) existent et chaque quark
possède une charge de couleur qui peut prendre trois valeurs, à savoir le rouge, le vert et le bleu. De
même que les quarks, les gluons sont des objets colorés, jouant un rôle analogue à la charge électrique.
Cette attraction de couleur croît avec la distance et contraint les quarks au confinement à l’intérieur
des hadrons. La constante de couplage de l’interaction forte est notée αs et dépend des impulsions
mises en jeu dans les réactions. Les quarks et les gluons sont les seules particules qui interagissent
à travers l’interaction forte. La nature non-abélienne de la théorie conduit à deux caractéristiques
importantes :

— Confinement des couleurs : la constante de couplage (QCD) αs = g2
s /4π est une fonction de

l’échelle de l’interaction Q. À basse énergie (correspondant à de grandes distances de l’ordre
de 1 fm), la valeur αs est grande et une approche perturbative n’est pas applicable. Quand
une paire quark-antiquark commence à se séparer, le champ de couleur généré par les gluons
échangés augmente son intensité et, à un certain point, la création d’une nouvelle paire quark-
antiquark du vide devient plus énergétiquement favorable que d’augmenter davantage la force
d’interaction. Ceci explique pourquoi les quarks libres ne sont pas observés et les particules d’état
final sont constituées d’états liés au quark (hadrons) incolores. C’est aussi l’origine du processus
de hadronisation qui provoque la formation de jets.

— Indépendance asymptotique : la constante de couplage décroît à grande échelle Q se rapprochant
de zéro, ce qui signifie que les quarks peuvent être considérés asymptotiquement comme des
particules libres. La faible valeur de la constante de couplage à grande échelle justifie l’utilisation
d’une approche perturbative pour décrire les processus durs.

1.4 Mécanisme de Brout-Englert-Higgs (BEH)

Comme indiqué dans la section 1.2, sans une extension du lagrangien comme indiqué dans l’équation
(1.10), les bosons de jauge des interactions électrofaible seraient sans masse. Pour les rendre massives,
la symétrie doit être brisée. C’est là qu’intervient le champ de Higgs. Il est décrit par un doublet
SU(2)L de champs complexes, avec hypercharge Y = 1 :

φ = ( φ+
φ0

) = 1√2
(
φ1 + iφ2
φ3 + iφ4

)
(1.11)

Un terme cinétique et un terme potentiel pour le champ de Higgs, peuvent être ajoutés au lagrangien,
visant à une brisure de symétrie électrofaible :

LHiggs = |Dµφ|2 − V (φ†φ). (1.12)
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Ceci ne brise cependant pas l’invariance de jauge locale sous SU(2)L ×U(1)Y , puisque d’une part
une dérivée covariante qui se transforme correctement sous des opérations de symétrie, et d’autre part
le terme potentiel dépend seulement sur |φ|. C’est à travers la brisure spontanée de la symétrie, la
dissimulation d’une symétrie, que les bosons et fermions de jauge massive sont acquis dans le modèle
standard.

Le terme potentiel dans l’équation (1.12) peut être étendu comme

V (φ†φ) = µ2φ†φ + λ(φ†φ)2 (1.13)

Les différentes options pour le paramètre µ2 sont ce qui le rend intéressant. Avec λ > 0, le cas où
il est positif décrirait simplement un boson scalaire massif avec un terme de masse µ2φ + φ, et ne
corrigerait aucun des problèmes mentionnés précédemment. S’il était négatif cependant, il apparaît
initialement comme si le terme de masse avait un mauvais signe, et le potentiel a un nombre infini de
minima :

Figure 1.2 – Représentation graphique du potentiel V (φ+φ) de l’équation (1.12), généralement appelé
potentiel du chapeau mexicain

∂V
∂|φ| = (µ2 + 2λφ†φ) · ∂φ†φ∂|φ| = 0
⇔ φ†φ = 12 (φ21 + φ22 + φ23 + φ24) = −µ22λ = v22
⇔ φ = v√2eiθ

(1.14)

avec v la valeur attendue dans le vide (vev). C’est le potentiel typique du chapeau mexicain, comme
le montre la figure 1.2. Maintenant, sans perdre de généralité, le minimum peut être fixé à un point
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donné, et le champ peut être étendu autour de ce point (qui aura une valeur moyenne dans le vide v).
Par exemple :

φ21 = φ22 = φ24 = 0, φ23 = ν2 (1.15)

et

φ(x) = 1√(2)
( 0
v + h(x)

)
(1.16)

Il est maintenant possible de regarder de plus près LHiggs, donné dans l’équation (1.12). En
substituant φ(x), il est évident qu’il y aura trois ensembles de termes : liés uniquement au boson
scalaire de Higgs, liés au couplage entre le boson de Higgs et les bosons vecteurs électrofaibles, et
liés uniquement aux bosons électrofaible. On peut s’attendre à trouver les termes de masse de boson
vecteur recherchés dans ce dernier ensemble.

En ne prenant que les termes pertinents du Lagrangien :

LmV = 12
∣∣∣∣∣
(
g ta2 Wa

µ + 12g ′Bµ
)( 0

v

)∣∣∣∣∣
2

= 12 ( 0 v
)( 12 (gW3

µ + g ′Bµ
) g2 (W1

µ − iW2
µ
)

g2 (W1
µ + iW2

µ
)
−12 (gW3

µ − g ′Bµ
) )( 12 (gW3

µ + g ′Bµ
) g2 (W1

µ − iW2
µ
)

g2 (W1
µ + iW2

µ
)
−12 (gW3

µ − g ′Bµ
) )( 0

v

)

= 18 (g (W1
µ + iW2

µ

)
v −

(
gW3

µ − g ′Bµ
)
v
)( g

(
W1

µ − iW2
µ
)
v

−
(
gW3

µ − g ′Bµ
)
v

)
= v28 (g2 (W1

µ + iW2
µ

)(
W1

µ − iW2
µ

)+ (gW3
µ − g ′Bµ

)(
gW3

µ − g ′Bµ
))

(1.17)

= g2v24 W+
µ W−µ + (

g2 + g ′2) v28 Z0
µZ0µ (1.18)

= m2
WW+W− + 12m2

ZZ2 + 12m2
AA2 (1.19)

taWa
µ a été étendu en utilisant les matrices génératrices de SU(2)L ; t1,t2 et t3 :

t1 = ( 0 11 0
)
, t2 = ( 0 −i

i 0
)
, t3 = ( 1 00 −1

)
L’équation 1.17 est écrite en termes de nouveaux champs physiques W+, W−, Z0 et A0, combi-

11



CHAPITRE 1. STATUT DU MODÈLE STANDARD

naisons linéaires de W1,2,3 et B :
W−

µ = 1√2 (W1
µ − iW2

µ

)
W+

µ = 1√2 (W1
µ + iW2

µ

)
Z0
µ = 1√

g2 + g ′2
(
gW3

µ − g ′Bµ
)

A0
µ = 1√

g2 + g ′2
(
g ′W3

µ + gBµ
)

(1.20)

Les masses de bosons vecteurs découlent finalement de la comparaison des équations1.17 et 1.18.
L’absence d’un terme pour le photon A, est attendue puisque la symétrie U(1)EM reste intacte après
la brisure spontanée de la symétrie, et donc le boson associé doit être sans masse. On trouve :

mw = 12vg, mz = 12v√g2 + g ′2, mA = 0. (1.21)

Élargir d’avantage le terme potentiel de LHiggs, comme indiqué dans l’équation 1.13, en prenant
seulement le terme de O (h2), on peut identifier la masse du boson de Higgs :

12m2
hh̄h = −µ2h̄h = λv2h̄h
→mh =√−2µ2 = √2λv2 (1.22)

Notez qu’en raison du paramètre libre λ, la masse du boson de Higgs ne peut pas être calculée
uniquement à partir de la théorie, elle doit être évaluée expérimentalement. Ensuite, la dérivée
covariante dans l’équation 1.12 peut être réécrite en termes de champs physiques :

Dµ = ∂µ − ig 1√2 (W+
µ T+ +W−

µ T−
)
− i Z0

µ√
g2+g ′2 (g2T3 − g ′2Y)
−i A0

µgg ′√
g2+g ′2 (T3 + Y

) (1.23)

Puisque la force de couplage pour le photon a été définie précédemment comme e, il est possible
d’identifier :

e = gg ′√
g2 + g ′2 . (1.24)

De plus, le mélange de (W3
µ , Bµ) à (Z0

µ, A0
µ), décrit dans l’équation (1.20), peut également être défini

en termes d’angle de mélange faible de Weinberg, θw :(
Z0
µ

A0
µ

) = ( cosθw −sinθw
sinθw cosθw

)(
W3

µ
Bµ

)
(1.25)

En utilisant à nouveau l’équation 1.20 cela implique :

cos θW = g√
g2 + g ′2

sin θW = g ′√
g2 + g ′2

(1.26)

12



CHAPITRE 1. STATUT DU MODÈLE STANDARD

et e = g sin θW = g ′ cos θW
mW = mZ cos θW (1.27)

Ceci conclut l’objectif initial de cette section : avoir une description unifiée de l’interaction
électrofaible, et en particulier, expliquer les masses de ses bosons vecteurs. Il y a cependant quelques
termes restants dans la partie électrofaible du Lagrangien du modèle standard qui n’ont pas encore été
discutés ici. À côté des masses des bosons vecteurs, les couplages cubique et quadratique du boson de
Higgs aux bosons vecteurs peuvent également être dérivés du LHiggs. Faire l’expansion parallèle à
l’équation 1.16, en regardant les termes d’ordre O (vh) et O (h2), on trouve :

LhVV = g2v2 hW+W− + (g2 + g ′2)v4 hZ0
µZ0µ = ghWWhW+W− + ghZZhZ0

µZ0µ (1.28)

LhhVV = g24 h2W+W− + (g2 + g ′2)8 h2Z0
µZ0µ = ghhWWh2W+W− + ghhZZh2Z0

µZ0µ
Le terme potentiel du LHiggs (1.12) inclut en outre les termes d’auto-couplage cubique et quartique

de boson de Higgs :

Lhhh = λvh3 (1.29)

Lhhhh = λ4h4,
tandis que la self-énergie du boson de Higgs fait à nouveau partie du terme cinétique de LHiggs ;

L∂µh = 12(∂µh)(∂µh). (1.30)

Le dernier ensemble de termes à ajouter décrit les masses des fermions et le boson de Higgs aux
couplages de fermions. Considérons le lagrangien suivant :

Lmf ,hff = −Gf (X LφξR +X RφcξL) (1.31)

avec Gf la force arbitraire du couplage de Yukawa aux fermions, et (XL) les doublets gauches et (ξ)
les singulets droites pour les champs de fermions. Expansion une fois de plus comme dans l’équation
1.16, d’abord pour les leptons, on trouve :

Lml,hll = Ge√2(eLeR + eReL)v − Ge√2(eLeR + eReL)h (1.32)= −meee − gheeeeh.

La masse des électrons peut être identifiée commeme = Gev/
√2 (avec Ge le couplage Yukawa pour

l’électron), et la force de couplage comme ghee = Ge/
√2. Puisque les deux dépendent du couplage

arbitraire de Yukawa, ils ne peuvent pas être prédits. Notons également que si la force de couplage
du boson de Higgs ghVV pour mesurer les bosons (voir 1.27) est proportionnelle au carré des bosons
de jauge, la force de couplage du boson de Higgs aux fermions est directement proportionnelle aux
masses des fermions. La même logique peut être suivie pour les quarks, ce qui conduit à :
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Lmq,hqq = −Gd(ud′)LφdR + h.c)−Gu((ud′)LφcuR + h.c) (1.33)

= −mddd(1 + h
v )−muuu(1 + h

v ),
où (ud′L) prend en compte le mélange de quarks (les états propres de masse étant des combinaisons

linéaires des états propres de la saveur), et le conjugué φ(c) du champ de Higgs est utilisé pour
permettre aux masses de quarks de type up d’invariance de jauge. Gd et Gu sont les couplages Yukawa
pour les quarks de type up et down.

Comme résultat final pour le lagrangien pour le secteur électrofaible du modèle standard on peut
alors écrire :

LEW =χ̄jLi 6 DµχjL + ξ̄jRiγµ
(
∂µ − ig ′

Y2 Bµ
)
ξ jR −

14Wa
µνWaµν − 14BµνBµν

+ iγµ
∣∣∣∣(∂µ − igTaWa

µ − ig ′
Y2 Bµ

)
φ
∣∣∣∣2 − V (φ†φ)

−Gf
(
χ̄LφξR + ξ̄LφcξR

) (1.34)

1.5 Les canaux de désintégration du boson de Higgs

Le couplage du boson de Higgs Standard avec les fermions est directement proportionnel aux
masses fermioniques et son couplage avec les bosons vecteurs va comme le carré des masses des bosons.
Des termes d’autocouplage étant présents dans le potentiel, des vertex d’interaction à trois ou quatre
bosons de Higgs sont possibles. Les équations (1.1), (1.12) et (1.22) donnent les constantes de couplage
associées à ces différents processus :

ghff̄ = mf
v , ghVV = 2m2

V
v , ghhVV = 2m2

V
v

ghhh = 3m2
h

v , ghhhh = 3m2
h

v2
(1.35)

où V = W±, Z. Grâce à ces couplages, les rapports d’embranchement (taux de désintégration) des
différents canaux de désintégration peuvent être obtenus en fonction de la masse du boson de Higgs.
C’est ce qui est représenté sur la Figure (1.3).

Les mécanismes dominants impliquent les bosonsW±, Z ainsi que la troisième génération de quarks
et leptons. Pour des masses du boson de Higgs inférieures à deux fois la masse du W ou du Z, les
autres familles (plus légères) possèdent des rapports d’embranchement significatifs. Sur la Figure. (1.3),
nous voyons qu’il est aussi possible d’avoir deux gluons ou photons dans l’état final. Bien qu’étant sans
masse, ces bosons couplent au boson de Higgs par le biais de boucles tt ou W+W−. Il est également
possible pour le boson de Higgs de se désintégrer en un boson Z et un photon, grâce là aussi aux
boucles de particules massives comme le W± et le quark top. Cependant, l’existence de ces boucles
fait que les processus associés sont fortement supprimés par rapport aux autres.
Ainsi, pour une masse du boson de Higgs autour de 125.5 GeV, le rapport d’embranchement de h→ γγ
est de l’ordre de 2.10× 10−3.
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Figure 1.3 – Rapports d’embranchement des différents canaux de désintégration du boson de Higgs
Standard en fonction de sa masse. [109]

1.5.1 Désintégration en deux fermions

Ces processus donnent des informations directes sur le couplage entre le boson de Higgs et les
fermions. En effet, le boson de Higgs donne une paire fermion/antifermion sans passer par des boucles
de particules virtuelles, on dit à l’arbre. En collisionneur hadronique, un nombre très important de jets
(gerbes hadroniques) est créé par des processus de QCD. Il est ainsi extrêmement difficile d’étudier
la désintégration du boson de Higgs en quarks, c’est pourquoi les expérimentateurs privilégient le
plus souvent des états finaux leptoniques. Toutefois, plusieurs canaux hadroniques restent intéressants
en raison notamment de leur fort rapport d’embranchement. A faibles masses (< 150 GeV), c’est le
cas des événements h→ bb qui representent 60% des désintégrations pour une masse de 125.5 GeV.
Ils peuvent être identifiés grâce au temps de vie relativement long des quark b, produisant ainsi des
vertex déplacés, mais aussi et surtout à l’aide des leptons additionnels produits par le mécanisme de
production VH. Notons également le canal h → τ+τ− qui est bien mais très difficile à étudier en
raison du fort bruit de fond (principalement Z → τ+τ−) permet de sonder le couplage leptonique. Les
autres canaux, en raison de leur trop faible rapport d’embranchement ne seront réellement exploitables
qu’avec un collisionneur leptonique telle que le International Leptonic Collider (ILC) e+e−.
1.5.2 Désintégration en deux bosons massifs

Comme les fermions, ces bosons massifs couplent directement au boson de Higgs. Un des intérêts
majeurs de ces canaux vient de leur très grande plage de masses. Au delà de 150 GeV, ce sont les
seuls canaux exploitables au LHC avec le canal tt, leurs rapports d’embranchement devenant ultra-
majoritaires. Même si son rapport d’embranchement n’est pas le plus élevé (∼ 30% après 200 GeV),
le canal h → ZZ est idéal pour la recherche au LHC. En effet, Nous pouvons avoir quatre leptons
chargés dans l’état final (BR ∼ 3% à 125.5 GeV), ce qui est un signal très clair en milieu hadronique
avec peu de bruit de fond (ZZ,Zγ∗). Il est alors possible de reconstruire une résonance étroite dans
le spectre de masse invariante à quatre leptons. D’autres canaux avec deux leptons chargés et deux
quarks ou de l’énergie transverse manquante font aussi l’objet d’étude, mais ont une sensibilité moindre.
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Le canal h →W+W− jouit d’un très fort rapport de branchement (∼ 70% après 200 GeV). L’état
final le plus intéressant est bien évidemment celui où nous trouvons deux leptons chargés. Cependant,
l’énergie transverse manquante induite par les neutrinos empêche de reconstruire précisément une
masse invariante et donc de voir l’apparition d’un pic. De plus, ce canal est accompagné d’un fort
bruit de fond, dont l’essentiel provient des désintégrations WW .

1.5.3 Désintégration h→ γγ

Le boson de Higgs peut se désintégrer en deux photons via une boucle de bosons vecteur (voir le
premier diagramme de la Figure. 1.4) ou de quarks top (le deuxième diagramme de la Figure. 1.4).
Avec le canal en quatre leptons, h→ γγ est l’un des canaux les plus sensibles pour les faibles masses
(mh < 120 GeV).

Figure 1.4 – désintégration h → γγ à l’ordre d’une boucle dans le Modèle Standard et au delà
(troisième diagramme).

Bien que son rapport de branchement soit très faible, son intérêt vient de son état final très clair
avec deux photons isolés de haute énergie. Cette désintégration possède néanmoins un bruit de fond
relativement important : γγ prompts de QCD, mauvaise identification d’un ou plusieurs méson neutre
et comme nous le verrons par la suite des électrons de Drell-Yan Mal identifiés autour de 90 GeV.

De plus, comme nous le voyons sur la Figure.1.5, le boson de Higgs possède une largeur de
désintégration très faible pour cette plage de masses (∼ 5MeV à 125.5 GeV) [34].

1.5.4 Désintégration h→ Zγ

Ce processus est très proche de la désintégration h→ γγ , puisque seul un des deux photons de
l’état final est remplacé par un boson Z. Toutefois, la probabilité pour une boucle de W ou de quarks
top d’émettre un Z est moins élevée. Le rapport de branchement est ainsi très faible (∼ 10−3 à 125.5
GeV) et le devient encore plus si nous ne considérons que le canal où le Z se désintègre en deux leptons.
Même si des études sur les données à 13 TeV sont en cours (avec une luminosité intégrée de 20.5fb−1,
une sensibilité importante ne pourra être obtenue qu’avec une grande luminosité et une énergie dans
le centre de masse plus élevée. La figure 1.5 représente le rapport des luminosités partoniques pour
différentes énergies dans le centre de masse, en fonction de la masse du boson de Higgs. Ce que nous
voyons immédiatement c’est que plus l’énergie est élevée, plus la contribution des gluons à l’intérieur
des protons devient importante par rapport à celle des quarks.
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Figure 1.5 – La largeur totale du boson de Higgs dans le modèle standard en fonction de sa masse mh
[109].

1.6 Production du boson de Higgs au LHC

Contrairement aux processus de désintégration du boson Higgs, ses modes de production dépendent
à la fois du type de particules entrant en collision et de leur énergie. Au LHC, on trouve quatre canaux
principaux : la fusion de gluons, la fusion de bosons vecteurs, le Higgsstrahlung ou production associée
et le canal tth. En regardant la Figure.1.6 qui représente les sections efficaces de production du boson
de Higgs en fonction de sa masse pour une énergie de 7 TeV dans le centre de masse, on s’aperçoit que
le processus dominant est la fusion de gluons. A 125 GeV par exemple, la section efficace de production
totale est d’environ 22 pb et est composée à plus de 87% par la fusion de gluons. L’analyse de la
Figure.1.6 permet de comprendre d’où vient la prédominance de ce mécanisme au LHC.

Figure 1.6 – Sections efficaces de production du boson de Higgs au LHC en fonction de sa masse mh
[109].
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Un autre point important vient de l’énergie dans le centre de masse qui permet d’augmenter
grandement la section efficace de production du boson de Higgs. Ainsi, la Figure 1.8 nous montre que
pour un boson de Higgs à 125 GeV, pour une luminosité identique, avoir une énergie dans le centre de
masse de 14 TeV permet de produire environ dix fois plus de bosons de Higgs qu’à une énergie de 7
TeV. Bien que les modes de productions puissent être étudiés séparément, l’extraction des couplages du
boson de Higgs avec les différentes particules est particulièrement délicat. Dans certains de ces proces-
sus, des particules sont produites en association avec le boson de Higgs et rendent sa détection plus aisée.

Figure 1.7 – Modes de production du boson de Higgs au LHC. [205].

La fusion de gluons produit un boson de Higgs par l’intermédiaire d’une boucle de quarks top (la
figure 1-7). Nous obtenons donc des informations sur le couplage avec le top, dont la masse très élevée
par rapport à celle des autres quarks est une énigme. De plus, il se pourrait que d’autres particules
massives, non encore découvertes, interviennent dans ces boucles. Une mesure fine de la section efficace
de ce processus donne ainsi des indications sur la possibilité d’une nouvelle physique.

La fusion de bosons vecteurs (VBF) est un mode de production particulièrement intéressant puisque
comme nous le voyons à l’aide du 2ème diagramme de gauche de la la figure 1-7, le boson de Higgs est
produit conjointement avec deux quarks. Dans l’état final, nous aurons donc en plus des produits de
désintégration du boson de Higgs, deux jets produits vers l’avant (avec un petit angle par rapport à
l’axe des faisceaux). Ainsi, bien que sa section efficace soit dix fois plus faible que la fusion de gluons,
les événements avec ce mode de production ont un bruit de fond très réduit.

Le Higgsstrahlung possède une section efficace du même ordre que le canal VBF, mais cette fois le
boson de Higgs est émis par un boson W ou Z, à la manière d’un photon de bremstrahlung le 3ème
diagramme de la figure 1-7. Outre la mesure directe du couplage avec les bosons de l’interaction faible,
la désintégration des W et Z en leptons donne un état final qu’il est facile d’identifier. Néanmoins, ce
canal leptonique possède une section efficace trop faible pour espérer seul mettre en évidence un boson
de Higgs avec les données actuelles.

Le canal tt → h représenté sur le diagramme de droite de la figure 1.7, s’apparente au canal VBF.
Un couple top antitop s’annihile pour donner un boson Higgs pendant que deux autres quarks top
sont produits vers l’avant. Par conséquent, une recherche d’un boson de Higgs produit en association
avec six jets (ou quatre jets + `ν) est possible, mais sa sensibilité est trop réduite (avec la statistique
actuelle) compte tenue de sa très faible section efficace à 8 TeV (σtth ∼ 0.1 pb pour mh = 125 GeV).
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Découverte d’un boson compatible avec celui du Modèle Standard

Le 4 juillet 2012 les collaborations ATLAS et CMS ont conjointement annoncées la découverte
d’un boson se désintégrant en deux photons ainsi qu’en deux bosons Z et ayant une masse proche
de 126 GeV. Comme nous allons le voir, depuis cette date, l’accroissement de la luminosité intégrée
utilisable et l’amélioration des différentes analyses ont permis de contraindre la masse, le spin et les
canaux de désintégration de cette nouvelle particule.

Figure 1.8 – Sections efficaces de production du boson de Higgs au LHC en fonction de sa masse pour
des energies de 7, 8 et 14 TeV dans le centre de masse [109].

Cette découverte n’est pas le seul fruit d’analyses perfectionnées mais aussi de plusieurs contraintes
théoriques ayant permis de restreindre le champ des paramètres.

1.7 Synthèse des contraintes sur la masse du boson de Higgs

Bien que la masse du boson de Higgs ne soit pas prédite par le modèle standard, il existe des
limites supérieures et inférieures sur sa masse si nous faisons l’hypothèse qu’il n’y a pas de nouvelle
physique entre l’échelle électrofaible et une échelle d’énergie plus élevée appelée Λ.

1.7.1 Unitarité

La première contrainte vient d’exiger que la matrice de diffusion pour la diffusion des bosons de
jauge (W± et Z) et des bosons de Higgs soit unitaire, c’est-à-dire la conservation des probabilités. Les
amplitudes de ces processus peuvent être décomposées en ondes partielles de moment cinétique et
l’unitarité impose une limite supérieure aux coefficients de dilatation, ce qui se traduit par une borne
supérieure pour la masse de Higgs Mh ≤

√4π√23GF ∼ 700GeV , où GF est la constante de Fermi, avec
GF = 1, 16637× 10−5.

Si l’on suppose un boson de Higgs beaucoup plus léger que l’énergie du centre de masse, on obtient
le MF ≤ 710GeV ; d’un autre côté, en supposant que le Higgs est trop lourd, nous obtenons une limite
supérieure pour le centre de masse d’énergie ΛU = 1, 2TeV . Par conséquent, à partir de l’exigence
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d’unitarité, on conclut que soit le Higgs est plus léger que ≈ 710GeV , soit que la nouvelle physique
doit apparaître en dessous de ΛU = 1, 2TeV .
1.7.2 Trivialité

Le modèle standard est une théorie perturbative et l’analyse ci-dessus n’a été effectuée qu’au
premier ordre. Nous devons également prendre en compte les corrections de haut ordre aux couplages
ainsi qu’aux masses (nues) qui apparaissent dans le lagrangien du modèle standard, entraînant une
dépendance énergétique de ces quantités. La contrainte de trivialité tire son nom du fait que dans une
théorie simpliste où il n’y a qu’un vrai champ scalaire avec un auto-couplage quartique, semblable à λ
dans l’équation. 1, l’auto-couplage corrigé augmente de façon monotone avec l’échelle d’énergie et la
théorie devient non perturbative (λ devient infinie) soi-disant le pôle de Landau ΛT , sauf si λ = 0,
c’est-à-dire que la théorie est "triviale". Pour le modèle standard, il y a une différence importante : La
constante d’auto interaction λ permet de prédire des limites hautes et basses pour la masse du boson
de Higgs en fonction d’une échelle d’énergie Λ. L’évolution de cette constante avec l’ènergie, en ne
considérant que les couplages à une boucle, est donnée par l’équation suivante [224] :

dλ
dt = 34π2

[
λ2 + 12λy2

t −
14λy4

t + R (g1, g2)]
où t = ln(Q2) le transfert d’impulsion, yt le couplage de Yukawa Higgs-top et R(g1, g2) un terme

de moindre importance incluant les contributions des bosons de jauge. Avec cette expression, nous
pouvons évaluer la valeur de λ(Λ) par rapport à une échelle de référence λ. Pour obtenir des limites
sur la masse du boson de Higgs, il est possible d’étudier cette fonction dans deux régimes spéciaux :
λ >> g1,2 ou λ << g1,2, yt .

Figure 1.9 – La stabilité et la trivialité du potentiel du boson de Higgs dans le modèle standard. [187]

Pour les grandes masses de Higgs, la contribution positive domine et pour chaque valeur du pôle
de Landau ΛT nous obtenons une limite supérieure pour la masse de Higgs, représentée sur la figure
1.9 (région supérieure ombrée). En regardant cet argument d’une manière différente, étant donné une
masse MH , nous pouvons établir la coupure d’énergie en dessous de laquelle l’auto-couplage λ reste
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finit et le modèle standard est valide.

1.7.3 Stabilité du vide

Dans la contrainte précédente, nous avons considéré les grandes masses de Higgs. Nous nous
concentrons maintenant sur les petites masses de Higgs pour lesquelles la contribution du quark top à
λ devient dominante, la conduisant à une valeur négative et à un potentiel scalaire avec une valeur
dépendante de l’énergie, V (Q), inférieure à celle du modèle standard. Cela signifie que le vide n’est
plus stable puisqu’il n’a pas de minimum pour λ < 0. En imposant la positivité λ(Q) > 0, on obtient
ainsi une borne inférieure pour la masse de Higgs en fonction de l’échelle de retournement (ΛV = 0),
que nous montrons sur la figure 1.9.

1.8 Le succès du Modèle Standard et ses limites

Comme nous venons de l’énoncer, le modèle standard est une théorie incomplète. Plusieurs de ses
caractéristiques sont ainsi dictées par l’expérience :

— Vingt-deux paramètres non prédits : les masses des six quarks et des trois leptons chargés,
trois constantes de couplage, quatre paramètres de mélange pour les quarks et quatre pour les
neutrinos, la masse d’un boson vecteur et la masse du boson de Higgs.

— Bien que les observations (notamment la mesure de la largeur du boson Z) aient montré qu’il
est très improbable d’avoir plus de trois familles de particules à l’échelle électrofaible, le modèle
standard ne fait aucune prédiction à ce sujet.

En plus de ces zones d’ombre, nous savons que le modèle standard ne permet pas d’expliquer
l’ensemble des phénomènes que nous connaissons :

— Il ne possède pas de description de la gravité bien que nous sachions que des effets de gravitation
quantique doivent jouer un rôle à l’échelle de Planck (1019 GeV). En ajoutant simplement une
nouvelle particule, le graviton (sans masse et de spin 2), au modèle standard pour prendre en
compte la gravitation, on s’aperçoit que la théorie ne peut pas décrire la gravité sans déconstruire
ses autres prédictions. A ce jour, il n’existe pas de théorie quantique des champs capable d’intégrer
de manière consistante la relativité générale (les modèles intégrants la gravitation ne donnent
aucune prédiction testable).

— Dans le modèle standard, la masse des neutrinos n’est pas générée naturellement. Cependant,
les expériences d’oscillations de neutrinos ont montré qu’ils devaient être massifs. Il est possible
d’ajouter des masses aux neutrinos de la même manière que pour les autres fermions. Néanmoins,
ces nouveaux termes dans le lagrangien devraient être particulièrement faibles ; à tel point que
l’on peut se demander si la génération de la masse des neutrinos n’est pas décrite par un autre
processus (Seesaw par exemple). Les observations combinées de la lumière émise par les galaxies
spirales, les amas de galaxies et le bruit de fond cosmologique, nous indiquent que l’univers doit
être composé à environ 25% de la matière noire, à 70% de l’énergie noire et à seulement 5% par
de la matière baryonique ordinaire. Le modèle standard se contente de décrire ces 5%, mais ne
possède aucune particule candidate pour la matière noire. De même, les tentatives pour décrire
l’énergie noire en termes d’énergie du vide au sein de ce modèle ont toutes échoué.

— Dans le modèle standard, la matière et l’antimatière sont produites en quantités égales. Ainsi,
peu après le Big Bang, lorsque l’univers s’est refroidi, les particules et les antiparticules auraient
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du toutes s’annihiler en photons. Cependant, nous vivons aujourd’hui dans un monde de matière.
Il existe donc une asymétrie matière-antimatière (environ 109) qu’aucun mécanisme au sein du
modèle standard ne permet d’expliquer.

Au-delà du Modèle Standard

Si l’on accepte que le modèle standard a un domaine de validité restreint, on est alors amené à
se demander quelle théorie pourrait rester valable lorsque le modèle standard ne l’est plus ? tout en
reproduisant correctement les observations actuelles. Pour construire une telle théorie, plusieurs voies
peuvent être envisagées :

— En continuant dans la voie de l’unification, dont l’unification électrofaible est un succès indéniable,
on peut essayer d’étendre le groupe de jauge du modèle standard. Ce sont les théories de grande
unification.

— Résoudre le principal problème du modèle standard effectif, à savoir la non naturalité de mh, en
supprimant sa cause : le boson de Higgs. Ce sont les modèles composites comme la technicouleur.

— Modifier la structure de l’espace-temps, en ajoutant des dimensions. Ce sont les théories de
dimensions supplémentaires et des super-cordes.

— Ajouter des particules pour compenser les contributions radiatives à la masse du boson de Higgs,
comme le fait la supersymétrie.

— Little Higgs.

Conclusion

Il est important de citer les problèmes plus spécifiquement liés au boson de Higgs. En effet, malgré
le fait que le Mécanisme de Higgs permette de résoudre de nombreuses tensions au sein du modèle
standard, d’autres lui sont associées :

— Puisque le champ de Higgs est présent dans tout l’espace, sa valeur non nulle dans le vide
doit contribuer à l’ènergie du vide. Pour un boson de Higgs avec une masse de 126 GeV, la
contribution du champ de Higgs à la densité d’énergie du vide devrait ainsi être supérieure à 108
GeV [224]. Toutefois, les mesures cosmologiques montrent que la densité d’énergie du vide est
d’environ 1046 GeV , soit une différence de cinquante-quatre ordres de grandeur ! !

— Dans le modèle standard, la masse du boson de Higgs doit recevoir des corrections radiatives.
Cependant, les corrections provenant des fermions (principalement du quark top) sont si im-
portantes (∼ δ, échelle d’énergie à laquelle la théorie cesse d’être valable) qu’elles dépassent
largement la masse actuelle du boson de Higgs. Il ne semble ainsi pas naturel que la masse du
boson de Higgs soit de l’ordre de MW plutôt que de δ. C’est ce que l’on appelle le problème de
hiérarchie qui conduit dans le modèle standard à un ajustement fin des paramètres afin d’annuler
les contributions des boucles de quarks.
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Chapitre 2

Le Modèle à deux doublets de Higgs
(2HDM)

Bien que nous n’ayons à l’heure actuelle aucune évidence expérimentale sérieuse quant à l’existence
du boson de Higgs du modèle standard, les extensions du secteur de Higgs sont soumises à des
contraintes expérimentales draconiennes ! Ceci en raison des excellentes mesures des masses des bosons
de jauge électrofaibles dont nous disposons et qui dépendent des détails de la brisure spontanée de
symétrie. Il existe néanmoins une classe d’extensions du secteur de Higgs qui échappe à ces contraintes.
En particulier, le Modèle à deux doublets de Higgs (2HDM), qui non seulement représente l’alternative
la plus simple, mais constitue une prédiction fondamentale de la supersymétrie. Comme nous venons
de le voir, le modèle standard est une description valable des phénomènes physiques à des énergies
inférieures à quelques centaines de GeV. Au-delà, la supersymétrie pourrait jouer un rôle important
et nous nous rapprochons de plus en plus de sa découverte possible. En effet, le LHC va sonder les
énergies de l’ordre du TeV et nous verrons dans ce chapitre que c’est au voisinage de cette échelle
d’énergie que la supersymétrie est censée faire son apparition.

Ce chapitre est principalement orienté vers la présentation et la discussion du modèle 2HDM.
Nous tenterons de discuter clairement de ce qu’il peut apporter à la physique des particules. Nous
commencerons par introduire le modèle 2HDM de façon phénoménologique et nous donnerons, sans
trop de détails, les principales motivations de son utilisation. C’est tout naturellement que nous
aborderons ensuite l’aspect expérimental, avec d’abord les premières contraintes expérimentales.

2.1 Motivation

La phénoménologie du secteur du boson de jauge et du secteur fermionique du modèle standard
électrofaible de la physique des particules a été bien étudiée jusqu’à présent. La détection du boson de
Higgs en 2012 [32, 83], a permis d’explorer le secteur scalaire de la théorie pour la première fois, et
que le run 2 du LHC battait déjà son plein, en prenant des données à un centre de masse d’énergie
de 13 TeV, les couplages de Higgs seront mesurés encore avec plus de détail. Le modèle standard
utilise la plus simple de toutes les structures scalaires possibles (à l’exception du singulet), à savoir un
complexe SU(2)L doublet [117, 150], appelée structure minimale de Higgs [149]. D’un point de vue
expérimental, le boson de Higgs détecté est jusqu’à présent bien compatible avec cette structure de
Higgs minimale [89, 90] et les mesures de précision électrofaible montrent un très bon accord avec le
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modèle standard [37, 250]. Alors naturellement, la question qui se pose c’est pourquoi les recherches
sur la physique au-delà du modèle standard doivent être recherchées ? Malgré un bon accord entre
théorie et expérience, plusieurs raisons militent en faveur de l’existence d’un secteur au-delà du modèle
standard étendu. D’un point de vue théorique, l’introduction du mécanisme de Higgs est une manière
élégante d’expliquer la génération de masse dans la théorie de jauge autrement sans masse du modèle
standard [159], tout en préservant sa symétrie. Cependant, des corrections d’ordre supérieur à la masse
physique du boson de Higgs introduisent une forte dépendance à l’échelle de renormalisation de la
théorie [213]. En conséquence, la masse du boson de Higgs devrait être de l’ordre d’une échelle dans
laquelle une nouvelle physique apparaît, par exemple l’échelle de Planck, mais au contraire, la masse
de Higgs diffère de cette échelle d’environ 17 ordres de grandeur. Ce problème dit de hiérarchie peut
être résolu en annulant les contributions de grande boucle dans le cadre de la supersymétrie (SUSY),
qui est l’une des théories les plus populaires et les mieux étudiées pour la physique au-delà du modèle
standard. En raison de la supersymétrie (SUSY), il ne suffit pas de considérer un seul doublet de
Higgs. Au lieu de cela, deux doublets sont nécessaires pour donner de la masse aux quarks de type up
et down [121, 145, 149]. Dans le cadre de cette thèse, nous nous limitons à une extension du secteur
scalaire sous la forme de deux doublets SU(2)L, donnant naissance au modèle 2HDM, sans relations
aux particules SUSY supplémentaires. Alors que le modèle 2HDM n’a pas l’avantage des modèles
SUSY pour résoudre le problème de hiérarchie, la théorie est toujours intéressante, car elle offre des
solutions à d’autres problèmes non résolus du modèle standard.

2.2 Contraintes théoriques au-delà du Modèle Standard

2.2.1 Le paramètre ρ au delà du Modèle Standard

En se concentrant sur une extension de la structure scalaire du Modèle Standard, il convient de
veiller à ne pas violer plusieurs contraintes théoriques et expérimentales. Si nous considérons la théorie
de jauge électrofaible, SU(2)L×U(1)Y avec n scalaires de Higgs doublets, avec leurs hypercharges faibles
Yi, leurs isospines faibles (Ti) et leurs valeurs moyenne dans le vide du champ scalaire (i = 1, ..., n),
l’une des contraintes les plus restrictives peut être formulée en introduisant le paramètre ρ [149] (ρ est
le rapport du courant neutre au courant chargé à petit moment de transfert) :

ρ = ∑n
i=1 vi [4Ii (Ii + 1)− Y2

i
]∑n

i=1 2Y2
i vi

(2.1)

La contrainte sur toute extension scalaire du modèle standard est le fait expérimental que le
paramètre ρ est très proche de 1 [220] :

ρexp ≈ 1.00040± 0.00024 (2.2)

Pour le modèle standard avec un seul complexe, SU(2)L doublet avec isospin faible I = 1/2 et
hypercharge Y = 1, Eq. (2.1) réduit à :

ρMS = m2
W

m2
Z cos2 (ΘW ) = 1 (2.3)

avec mZ et mW les masses des bosons de jauge Z0 et W± et ΘW étant l’angle de Weinberg. Dans
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le modèle standard, l’équation 2.3 est automatiquement rempli par la théorie [226]. Cependant, le
secteur de Higgs minimal du modèle standard n’est pas le seul moyen de réaliser ρ = 1 d’un point
de vue théorique. En fait, il existe une infinité de réalisations possibles du secteur de Higgs [149], à
condition que la combinaison des isospins, des hypercharges et des valeurs d’espérance de vide soit telle
que le paramètre ρ de l’Eq. (2.1) est dans les limites expérimentales actuelles. Bien qu’en principe, il
existe des extensions compliquées possibles, par exemple en ajoutant la représentation I = 3 et Y = 4
[149], les extensions les plus simples sont celles où des doublets avec une isospine faible Ii = 1/2 et une
hypercharge Yi = 1 sont ajoutés. En ce sens, l’extension la plus simple du secteur scalaire du modèle
standard est l’ajout d’un seul autre doublet SU(2)L complexe, donnant naissance au modèle 2HDM.

2.2.2 Courants neutres changeant la saveur (FCNC)

De nombreuses théories au-delà du modèle standard introduisent la possibilité de processus à courant
neutre changeant la saveur (FCNC), c’est-à-dire qui impliquent le changement de la particule sans
modification simultanée de sa charge électrique. Les données expérimentales imposent des contraintes
très strictes sur les taux de ramification des processus FCNC [87],[35]. Dans le modèle standard, les
réactions FCNC sont automatiquement exclues au niveau de l’arbre et n’apparaissent que dans les
calculs d’ordre supérieur, où elles sont supprimées par le mécanisme de Glashow-Iliopoulos-Maiani
(GIM) [136]. Par conséquent, toute nouvelle théorie physique au-delà du modèle standard doit interdire
l’existence de FCNC au niveau de l’arbre ou prévoir des mécanismes pour supprimer les réactions de
FCNC. Le modèle 2HDM fournit un tel mécanisme, assurant ainsi de ne pas violer les contraintes
expérimentales strictement imposées à l’observation de courants neutres évolutifs [149], comme nous le
verrons dans la section (2.6).

2.2.3 Contraintes d’unitarité

Les contraintes mentionnées jusqu’à présent sont principalement dues à des données expérimentales,
il existe une autre contrainte qui émerge purement des aspects théoriques de la brisure de symétrie élec-
trofaible, appelées contraintes d’unitarité de la théorie. La diffusion des bosons vecteurs longitudinaux
VLVL → VLVL (avec V ∈ {Z0;W±}) et les fermions des bosons vecteurs longitudinaux f+f+ → VLVL
(où l’indice + signifie fermions à hélicité positive) conduit à des largeurs de désintégration partielles qui
augmentent potentiellement à l’infini avec une augmentation de l’énergie du centre de masse, violant
ainsi l’unitarité de la diffusion. Au sein du Modèle Sandard, ce problème est résolu par brisure de
symétrie électrofaible, ce qui conduit à un ensemble d’annulations non triviales entre les diagrammes
de Feynman contenant les bosons vecteurs, les fermions et le boson de Higgs. Etant donné que la
brisure de symétrie électrofaible engendre le couplage de Higgs, gHWW (H étant le boson de Higgs du
modèle standard), ces annulations sont automatiquement garanties par la théorie, préservant ainsi la
contrainte d’unité [149]. Dans une théorie avec un secteur de Higgs étendu composé de champs de
Higgs doublet et singlet supplémentaires, les contraintes d’unitarité doivent encore être préservées.
Pour cela, il suffit que le secteur de Higgs (avec les bosons de Higgs hi au-delà du modèle standard)
remplisse les règles des sommes suivantes des couplages entre fermions, bosons vecteurs et particules
de Higgs [146] :

∑
i
g2
hiVV = g2

HVV , (2.4)
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∑
i
ghiVVghiff = gHVVgHff (2.5)

Par la structure de la brisure de symétrie électrofaible, le modèle 2HDM présente les règles de
somme données ci-dessus, préservant ainsi les contraintes d’unitarité.

2.3 Le Lagrangien électrofaible du Modèle 2HDM

Comparativement au modèle standard, le modèle 2HDM est constitué de deux complexes SU(2)L
doublets (i = 1, 2) avec hypercharge Y = +1 au lieu d’un seul.
Dans cette thèse, l’accent est mis uniquement sur les corrections électrofaibles aux désintégrations
spécifiques au 2HDM. Par conséquent, il est suffisant de donner tout le lagrangien électrofaible du
modèle 2HDM et la chromodynamique quantique (QCD) n’est pas prise en compte. De manière
explicite, le lagrangien électrofaible totalement quantifié est :

L EW2HDM = LYM +LF +L 2HDM
S +LYuk +LGF +LFP (2.6)

Les deux premiers termes comprennent le lagrangien de Yang-Mills LYM , et les termes cinématiques
du secteur des fermions et les couplages entre fermions et bosons de jauge, LF . Puisqu’ils n’introduisent
aucune nouvelle physique lors du passage du modèle standard au modèle 2HDM et que leur forme
explicite n’est pas nécessaire par la suite, ces termes seront conservés implicitement dans le lagrangien.
Pour référence, leur forme explicite peut être trouvée par exemple dans [222].

Le troisième terme de l’équation (2.6) introduit le Lagrangien scalaire L 2HDM
S spécifique au modèle

2HDM, qui contient les termes cinétiques des deux doublets de Higgs et le potentiel scalaire V2HDM .
Compte tenu de la structure riche en vide et du contenu en particules, le potentiel scalaire sera étudié
séparément du lagrangien scalaire de la section (2.4). Le Lagrangien scalaire complet, ainsi que le
mécanisme de brisure de symétrie électrofaible dans le modèle 2HDM, est présenté dans la section
(2.5).
Par analogie avec le modèle standard, l’interaction entre le secteur scalaire étendu du modèle 2HDM
et les champs fermioniques est décrite dans le lagrangian de Yukawa LYuk. Contrairement au modèle
standard, la théorie de Yukawa sur le modèle 2HDM donne potentiellement lieu à des courants neutres
très variables au niveau de l’arbre. Comme les FCNC constituent une contrainte stricte pour toute
théorie au-delà du modèle standard, comme indiqué dans la section précédente, la procédure d’isolation
et d’élimination des FCNCs du modèle 2HDM sera décrite à la section (2.6).
Enfin, la quantification du lagrangien électrofaible nécessite l’introduction d’un terme de détermination
de jauge LGF afin d’isoler les degrés de liberté non physiques, ainsi que le lagrangien de Faddeev-Popov
LFP correspondant, qui supprime ces degrés de liberté redondants de la théorie. Les deux Lagrangiens
seront discutés dans section (2.7).

2.4 Le Potentiel de Higgs du Modèle 2HDM

Le potentiel 2HDM le plus général est construit à partir de toutes les combinaisons possibles
((Φ†1Φ1), (Φ†2Φ1), (Φ†2Φ2),...) des invariants de SU(2)L des deux doublets complexes Φi (i = 1, 2) tels que
le potentiel est encore renormalisable. Dans sa forme la plus générale, un tel potentiel contient 14
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paramètres libres, est explicitement avec violation de CP et expose des minima qui peuvent être avec
conservation du CP, une violation de CP ou une infraction de charge [72]. Alors qu’un potentiel 2HDM
violant la CP donne lieu à une explication possible de la baryogénèse [82], comme mentionné dans la
section (2.1), l’analyse phénoménologique de cette thèse se limite à un 2HDM conservant la CP. De
plus, une symétrie discrète Z2 de la forme Φ1 → −Φ1 est imposé sur le potentiel pour supprimer des
FCNCs dans les couplages de Yukawa au niveau de l’arbre [149], comme expliqué plus en détail à la
section (2.6). Avec ces restrictions, un potentiel 2HDM général conservant la CP est donné par [72] :

V2HDM (Φ1,Φ2) =m211 (Φ†1Φ1)+m222 (Φ†2Φ2)−m212 [(Φ†1Φ2)+ (Φ†2Φ1)]
+ λ12 (Φ†1Φ1)2 + λ22 (Φ†2Φ2)2 + λ3 (Φ†1Φ1)(Φ†2Φ2)
+ λ4 (Φ†1Φ2)(Φ†2Φ1)+ λ52

[(
Φ
†1Φ2)2 + (Φ†2Φ1)2] (2.7)

Le potentiel contient cinq paramètres sans dimension, à valeur réelle λi(i = 1, ..., 5) et trois
paramètres de masse à valeur réelle m11, m22 et m12, de sorte que le potentiel 2HDM à conservation
complète de la CP possède huit paramètres de valeurs réelles libres [72]. Par commodité, les paramètres
3, 4 et 5 sont souvent combinés en un seul paramètre

λ345 ≡ λ3 + λ4 + λ5 (2.8)

Bien qu’une symétrie Z2 discrète ait été imposée au potentiel 2HDM pour éviter les FCNCs, l’Eq.
(2.7) contient toujours un terme qui rompt explicitement cette symétrie. Si m12 n’est pas en train de
disparaître, le potentiel n’est pas invariant dans la transformation Φ1 → −Φ1 . Mais comme m12 a une
dimension de masse, cette forme de brisure de symétrie est douce. Par conséquent, le paramètre peut
être maintenu dans le potentiel tant que phénoménologiquement son effet sur la FCNC est limité.
La paramétrisation du potentiel en éq. (2.7) présente de manière élégante plusieurs phénomènes du
modèle 2HDM, et est donc utilisé dans ce chapitre et au suivant pour explorer en détail la structure
du vide et la structure du secteur scalaire. Pour les calculs de processus spécifiques à 2HDM, nous
allons basculer sur une autre forme du potentiel 2HDM donnée dans l’Annexe A. C’est cette forme de
potentiel qui est également implémentée dans l’outil FeynArts [154], qui sera utilisée ultérieurement
dans le calcul des amplitudes de désintégration.
Le potentiel 2HDM dans Eq. (2.7) présente deux minima neutres 〈Φ1〉 et 〈Φ2〉 avec conservation de CP.

〈Φ1〉 = ( 0
v1√2
)
, 〈Φ2〉 = ( 0

v2√2
)

(2.9)

avec ν1 et ν2 étant les valeurs attendues dans le vide (vev pour vacuum expectation value) des
doublets Φ1 et Φ2, respectivement. En introduisant huit champs réels ω±i , ρi et ηi(i = 1, 2), les doublets
peuvent être étendus autour de ces minima, prenant la forme :

Φ1 = ( ω+1
v1+ρ1+iη1√2

)
, Φ2 = ( ω+2

v2+ρ2+iη2√2
)

(2.10)

Le mécanisme de brisure de SU(2)L×U(1)Y en U(1)em est équivalent à la brisure de trois symétries
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de jauge, analogue au mécanisme de Higgs du modèle standard [117, 159]. Chaque symétrie brisée
correspond à l’existence d’un éventuel boson de Goldstone, par lequel les bosons de jauge acquièrent
une masse (et donc leur polarisation longitudinale) [222]. Contrairement au modèle standard, où il ne
reste qu’un seul champ de Higgs libre après la brisure de symétrie spontanée, il existe cinq champs
dans le modèle 2HDM, correspondant à cinq particules de Higgs. Deux neutres pairs en CP : h et H,
un impair en CP : A, et deux Higgs chargés H±. Insérant l’Eq. (2.9) dans le potentiel 2HDM dans
l’Eq. (2.7) génère, entre autres, des termes linéaires dans les deux champs ρi. Pour que les doublets Φi
aient vraiment leur minimum à < Φi >, les deux conditions minimales :

∂V2HDM
∂Φ†1 |<Φ1>,<Φ2> = 0, ∂V2HDM

∂Φ†2 |<Φ1>,<Φ2> = 0 (2.11)

doivent être remplies. Ceci équivaut à l’exigence que les deux termes soient linéaires dans les
champs ρ1 et ρ2,

T1 := m211v1 −m212v2 + 12λ1v31 + 12λ345v1v22
T2 := m222v2 −m212v1 + 12λ2v32 + 12λ345v21v2

(2.12)

appelé les termes du tadpole du potentiel, qui doivent disparaître au niveau de l’arbre :

T1|tree = T2|tree = 0. (2.13)

Cette exigence est analogue à l’affirmation selon laquelle les valeurs d’attente de vide représentent
les minima réels des deux doublets de Higgs, Φ1 et Φ2, dans le potentiel au niveau de l’arbre. Notons
qu’il n’y a pas de termes linéaires dans les champs ω+1 et ω+2 en raison de la conservation de la charge,
et puisque nous envisageons un modèle 2HDM conservant la CP, les termes linéaires dans les champs
η1 et η2 sont également absents. Les conditions de tadpole dans l’équation (2.13) permettent d’éliminer
deux paramètres du potentiel 2HDM au profit des autres de ses paramètres. Les paramètres m211 et
m222 peuvent donc être remplacés comme suit :

m211 = m212 v2
v1 − 12λ1v21 − 12λ345v22

m222 = m212 v1
v2 − 12λ2v22 − 12λ345v21

(2.14)

En plus des termes qui sont linéaires dans les champs, l’insertion des doublets dans l’équation
(2.10) dont le potentiel 2HDM génère des termes qui sont bilinéaires dans les champs, ω±i , ρi et ηi.
Puisque ces termes bilinéaires contribuent aux propagateurs des huit champs, ils donnent lieu à des
termes de masse. Tous les termes bilinéaires du potentiel 2HDM peuvent être intégrés dans la forme :
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V2HDM|bilin =12 (ρ1 ρ2)M2
ρ

(
ρ1
ρ2
)+ 12 ( η1 η2 )M2

η

(
η1
η2
)

+ 12 ( ω+1 ω+2 )
M2

ω

(
ω−1
ω−2

) (2.15)

avec la forme explicite des matrices de masse non diagonales données par :

M2
ρ = ( m212 v2

v1 + λ1v21 −m212 + λ345v1v2
−m212 + λ345v1v2 m212 v1

v2 + λ2v22
)+( T1

v1 00 T2
v2

)
(2.16)

M2
η = (m212

v1v2 − λ5
)(

v22 −v1v2
−v1v2 v21

)+( T1
v1 00 T2

v2

)
(2.17)

M2
ω = (m212

v1v2 −
λ4 + λ52

)(
v22 −v1v2
−v1v2 v21

)+( T1
v1 00 T2

v2

)
(2.18)

Notons l’aspect explicite des termes de tadpole dans les matrices de masse. Habituellement, la
condition à l’arbre dans l’équation (2.13) est appliquée, de sorte que les matrices de masse soient
simplifiées et que les termes de tadpole Ti ne doivent pas être pris en compte. Cependant, un traitement
correct au-delà du niveau de l’arbre nécessite de conserver explicitement les termes relatifs aux tadpoles
dans les matrices de masse. Cela sera étudié plus en détail dans la section (4.1). Pour avoir des
particules physiques se propageant dans le modèle 2HDM, il est nécessaire de considérer les états
propres ayant des masses spécifiques. Ceci peut être réalisé en diagonalisant les matrices dans les
équations. (2.16)-(2.18), ce qui signifie que pour n’importe laquelle des matrices M2

ρ , M2
η et M2

ω, les
matrices Rα et Rβ doivent être trouvées tel que :

D2
ρ = RTαM2

ρRα, (2.19)

D2
η = RTβM2

ηRβ, (2.20)

D2
ω = RTβM2

ωRβ, (2.21)

sont des matrices diagonales (notez que M2
η et M2

ω sont proportionnelles les unes aux autres, donc
la matrice de transformation Rβ est la même pour les deux). Le théorème spectral assure cela pour les
matrices symétriques à valeurs réelles dans les équations (2.16)-(2.18), les matrices de transformation
Rα et Rβ sont orthogonales. Les matrices peuvent être paramétrées selon deux angles α et β, définies
sur la forme explicite des matrices de transformation ci-dessous, (ici et dans la suite, la notation
abrégée sx = sin(x), cx = cos(x) et tx = tan(x) sera utilisée).

Rα = ( cα −sα
sα cα

)
, Rβ = ( cβ −sβ

sβ cβ

)
(2.22)
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Étant donné que les trois matrices de masse du modèle 2HDM sont de vraies matrices carrées
d’ordre 2, elles sont diagonalisées par la matrice orthogonale de la forme

Rθ ≡
(
cθ −sθ
sθ cθ

)
(2.23)

En appliquant la procédure de diagonalisation au potentiel 2HDM, les termes bilinéaires peuvent
être exprimés sous la forme :

V2HDM|bilin =12 (H0 h0)D2
ρ

(
H0
h0

)+ 12 ( G0 A0 )D2
η

(
G0
A0

)

+ 12 ( G+ H+ )
D2
ω

(
G−

H−

) (2.24)

Les champs ω±i , ρi et ηi dans la base de jauge ont été transformés en champs physiques

 H0
h0

 = RTα

 ρ1
ρ2
 =  cα sα

−sα cα

 ρ1
ρ2
 (2.25)

 G0
A0

 = RTβ

 η1
η2
 =  cβ sβ

−sβ cβ

 η1
η2
 (2.26)

 G±

H±

 = RTβ

 ω±1
ω±2

 =  cα sα

−sα cα

 ω±1
ω±2

 (2.27)

Les matrices de masse dans les équations (2.19),(2.20) et (2.21) sont diagonales dans cette base,
par conséquent, les champs correspondants sont communément appelés la base de masse du potentiel
2HDM. Les entrées des matrices de masse sont alors interprétées comme les masses de ces champs
physiques,

D2
ρ =  m2

H0 0
0 m2

h0

 , D2
η =  m2

G0 0
0 m2

A0

 , D2
ω =  m2

G± 0
0 m2

H±

 . (2.28)

Comme ils sont nécessaires dans section (4.1), les dépendances explicites des masses sur les
paramètres 2HDM doivent être indiquées. Leur forme est automatiquement déterminée par la procédure
de diagonalisation en tant que valeurs propres des matrices de masse dans l’équation (2.16-2.18). Avec
la définition

v2 = v21 + v22 , (2.29)
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les masses au niveau de l’arbre des particules dans la base de masse sont donnés par :

m2
H0 = 12

[(M2
ρ )11 + (M2

ρ )22 +√((M2
ρ )11 − (M2

ρ )22)2 + 4(M2
ρ )212

]
(2.30)

m2
h0 = 12

[(M2
ρ )11 + (M2

ρ )22 −√((M2
ρ )11 − (M2

ρ )22)2 + 4(M2
ρ )212

]
(2.31)

m2
G0 = 0, (2.32)

m2
A0 = v2(m212

v1v2 − λ5
)
, (2.33)

m2
G± = 0, (2.34)

m2
H± = v2(m212

v1v2 −
λ4 + λ52

)
, (2.35)

avec (M2
ρ )ij avec (i,j = 1,2) étant les entrées de la première partie de la matrice de masse M2

ρ dans
l’équation (2.16), c’est-à-dire sans les paramètres de tadpole. Les particules sans masse G0 et G± sont
les trois bosons de Goldstone prétendus du modèle 2HDM. Les particules H0 et h0 forment le doublet
neutre pairs en CP, A0 est le Higgs impair en CP et les deux particules H± sont les deux bosons de
Higgs chargés. Pour être complet, il convient de noter que la procédure de diagonalisation relie les
deux angles α et β, introduits dans les matrices de transformation dans l’équation (2.22), avec les
paramètres 2HDM via les relations au niveau de l’arbre : [149]

tβ = υ2
υ1 , (2.36)

t2α = s2β(M2 − λ345υ2)
c2
β(M2 − λ1υ2)− s2

β(M2 − λ2υ2) , (2.37)

où nous avons introduit le paramètre :

M2 := m212
sβcβ

, (2.38)

qui est souvent utilisé comme alternative à m212 pour la paramétrisation du modèle 2HDM [171].
L’inverse de la transformation en équations (2.25) peut être utilisé pour transformer tout le potentiel
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2HDM en masse. Cela génère également des termes trilinéaires et quartiques dans les champs physiques.
Ces termes donnent lieu à des couplages trilinéaires et quartiques dans le secteur scalaire.

2.5 Le Lagrangien scalaire

La condensation du doublet SU(2)L des deux scalaires Φi dans la brisure de symétrie avec des
valeurs d’attente de vide vi, voir l’équation (2.9), donne lieu à une structure de vide riche et au contenu
en particules du 2HDM, comme décrit dans la section précédente. La brisure de symétrie induit en
outre la génération de masse dans le secteur de jauge, par analogie avec le mécanisme de Higgs du
modèle standard [159]. L’invariance de jauge locale du lagrangien 2HDM est implémentée par la dérivée
covariante :

Dµ = ∂µ + ig σ
a2 Wa

µ (x) + ig ′Y2 Bµ(x), (2.39)

oùWa
µ avec (a = 1, 2, 3) et Bµ sont les champs de boson de jauge de SU(2)L et U(1)Y , respectivement

dans la base de jauge. Notez que nous utilisons la convention de la somme d’Einstein pour l’indice
a. Les constantes g et g ′ sont les constantes de couplage des champs de bosons de jauge Wa

µ et Bµ,
respectivement, et σa sont les matrices de Pauli et Y l’isospin faible sont avec un facteur 1/2, les
générateurs des groupes respectifs. Le lagrangien scalaire du 2HDM est alors donné par :

LS = (DµΦ1)†(DµΦ1) + (DµΦ2)†(DµΦ2)− V2HDM (Φ1,Φ2). (2.40)

Afin de préserver l’invariance de jauge locale, le lagrangien 2HDM n’est pas autorisé à contenir
des termes de masse explicites pour les bosons de jauge. Au lieu de cela, la génération de masse est
obtenue par brisure spontanée de symétrie. En insérant l’équation (2.9) dans l’équation (2.40), les
termes bilinéaire dans les champs de bosons de jauge peuvent être isolés dans le lagrangien scalaire,

LS|billin = 2∑
i=1
(0 vi√2

)(
g σ

a2 Wa
µ + g ′Y2 Bµ

)†(
g σ

b2 Wµ,b + g ′Y2 Bµ
)( 0

vi√2
)

= 2∑
i=1

12 v2
i4 (0 1) ∣∣∣∣∣

(
g ′Bµ + gW3

µ g
(
W1

µ − iW2
µ
)

g
(
W1

µ + iW2
µ
)

g ′Bµ − gW3
µ

)∣∣∣∣∣
2( 01

)
= 12 v24

[
g2 ∣∣∣W1

µ

∣∣∣2 + g2 ∣∣∣W2
µ

∣∣∣2 + ∣∣∣−gW3
µ + g ′Bµ

∣∣∣2]
(2.41)

qui est le même que le résultat de la brisure de symétrie spontanée dans le modèle standard [222]
tant que la valeur attendue du vide v, introduite dans l’équation (2.29), est interprété comme la valeur
mesurée de v ≈ 246GeV [220]. En diagonalisant la dernière ligne de l’équation (2.41), les champs de
boson de jauge sont décalés de la base de jauge à la base de masse à travers les relations :

W±
µ = 1√2(W1

µ ± iW2
µ ), (2.42)
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 Z0
µ

γµ

 =  cW −sW

sW cW

 W3
µ

Bµ

 (2.43)

avec la notation abrégée cW = cos(ΘW ) et sW = sin(ΘW ) pour l’angle de Weinberg ΘW . Les
quatre champs physiques W±

µ , Z0
µ et γµ correspondent au boson W± et Z0 et au photon γ. La forme

diagonalisée de l’équation (2.41) présente les matrices de masse des champs physiques, les masses au
carré des bosons de jauge étant données par :

m2
W = g2 υ24 , (2.44)

m2
Z = (g2 + g ′2)υ24 , (2.45)

m2
γ = 0. (2.46)

La procédure de diagonalisation donne en outre une définition mathématique de l’angle de Weinberg
en tant que paramètre dérivé,

cW = mW
mZ

, (2.47)

qui assure que le paramètre ρ est l’unité au niveau de l’arbre, voir l’équation (2.3). Pour être
complet, notons que la charge électrique e peut être exprimée à travers les constantes de couplage des
groupes de jauge par

e = gg ′√
g2 + g ′2 = gsW . (2.48)

Pour la renormalisation du modèle 2HDM décrite au chapitre 4, toutes les particules de Goldstone
et fantômes sont toujours considérées comme étant sans masse puisque nous n’utilisons les lagrangiens
fixateur de jauge et Faddeev-Popov qu’après la renormalisation de la théorie [46].

2.6 Le Lagrangien de Yukawa et les FCNCs

L’interaction des fermions et des bosons scalaires du modèle 2HDM est déterminée par la forme du
lagrangien de Yukawa. La teneur en particules fermioniques du modèle 2HDM est identique à celle du
modèle standard. Les fermions peuvent être regroupés en triplets dans l’espace suivant la forme :
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Ψ ∈

U :=


u

c

t

 , D :=


d

s

b

 , N :=


νe

νµ

ντ

 , L :=


e

µ

τ


 (2.49)

où L représente les leptons chargés, N les neutrinos et U et D les quarks de types up et down,
respectivement. Afin de correspondre à la structure de jauge du lagrangien électrofaible, tous les
champs fermioniques Ψ sont projetés sur leurs états gauchier (Left-Handed) et droitier (Right-Handed)
via ΨL = ω−Ψ et ΨR = ω+Ψ. Les opérateurs de projection chiraux ont la forme explicite :

ω∓ = 1∓ γ52 (2.50)

où l’indice − signifie la chiralité gauchière (LH) et + pour la chiralité droitère (RH). Par analogie avec
le modèle standard, tous les fermions de chiralité droitière (RH) du modèle 2HDM sont regroupés en
singulets de la forme :

UR =


uR

cR

tR

 , DR =


dR

sR

bR

 , LR =


eR

µR

τR

 (2.51)

tandis que les fermions de chiralité gauchière (LH) sont regroupés en doublets SU(2)L
QL :=  UL

DL

 =  (uL, cL, tL)T(dL, sL, bL)T
 , LL :=  NL

EL

 =  (νe,L, νµ,L, ντ,L)T(eL, µL, τL)T
 . (2.52)

Le Lagrangien de Yukawa le plus général est formé de toutes les combinaisons conservant la charge
des doublets SU(2)L, du secteur férmionique et Φ1,2 du secteur de Higgs ainsi que des singlets SU(2)L,
ΨR de sorte que le lagrangien reste invariant sous les transformations SU(2)L. Si on note εij le tenseur
totalement antisymétrique en deux dimensions sous forme de matrice,

(εij ) =  0 1
−1 0

 , (2.53)

En utilisons la notation abrégée Φ̃k := (εij )Φ∗k (k=1,2), le plus général lgarangien de Yukawa
répondant à ces critères est donné par [20]

LYuk =− Q̄L
[
YU,1Φ̃1 + YU,2Φ̃2]UR − Q̄L

[
YD,1Φ1 + YD,2Φ2]DR

− L̄L
[
YL,1Φ1 + YL,2Φ2]ER + (h.c.) (2.54)
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avec les matrices de couplage Yukawa YΨ,1, YΨ,2 ∈ C3×3 dans l’espace de saveur et avec (h.c.)
étant le conjugué hermitien des trois termes précédents. Dans le modèle standard, les matrices de
Yukawa apparaissant dans les termes de masse mΨ des fermions sont proportionnelles à celles ap-
paraissant comme matrices de couplage entre les triplets de saveur. De ce fait, les matrices peuvent
être diagonalisées simultanément, donnant lieu à la masse des fermions et excluant toute les FCNCs
au niveau de l’arbre. Contrairement à cela, un modèle 2HDM général introduit la possibilité d’avoir
des courants neutres qui changent de saveur même au niveau de l’arbre. La forme diagonalisée des
matrices de Yukawa YΨ,1, YΨ,2 apparaissant dans les termes de masse, en général,est différente de la
forme diagonalisée des matrices de couplage de Yukawa. En conséquence, la matrice de couplage de
Yukawa ne sera pas diagonale dans l’espace des saveurs, ce qui entraînera des couplages au niveau de
l’arbre tels que dshi (où hi est un boson de Higgs neutre), ce qui entraîne des réactions de FCNCs,
par exemple sous forme de mélange de Kaon [72]. Bien qu’il soit encore possible de construire un
modèle 2HDM viable avec FCNCs, présent au niveau de l’arbre [72], nous nous limitons dans le cadre
de cette thèse à un modèle interdisant les FCNCs. La transformation d’un modèle 2HDM général en
conservant une saveur peut être obtenue naturellement en imposant une symétrie discrète ou continue.
Cela découle de l’observation selon laquelle les FCNCs disparaissent au niveau de l’arbre si les fermions
de mêmes nombres quantiques, c’est-à-dire ceux qui se mélangent potentiellement, ne se couplent qu’au
même doublet de Higgs [137]. Mathématiquement, cela est réalisé en imposant des symétries Z2 sur
les doublets de Higgs Φ1 et Φ2, en plus de la symétrie SU(2)L ×U(1)Y demandée au lagrangien. Dans
le modèle 2HDM, il existe quatre possibilités indépendantes pour mettre en œuvre de telles symétries,
parmi lesquelles les deux les plus couramment utilisées doivent être présentées ici [149]-[72].

Le modèle 2HDM Type-I :
Impose la symétrie discrète Z2 avec Φ1 → −Φ1 qui oblige tous les quarks et leptons à ne se coupler
qu’au doublet de Higgs Φ2, mais pas à Φ1.
Le modèle 2HDM Type-II :
Impose les symétries Z2 avec Φ1 → −Φ1, DR → −DR et ER → −ER qui obligent simultanément tous les
quarks de type-Up droitiers (RH) se couple seulement qu’avec Φ2, tandis que les quarks de type-Down
et les leptons chargés droitiers (RH) ne se couplent qu’à Φ1.

u-type d-type leptons
I Φ2 Φ2 Φ2
II Φ2 Φ1 Φ1

lepton-specific Φ2 Φ2 Φ1
flipped Φ2 Φ1 Φ2

Table 2.1 – Les quatre affectations possibles des doublets de Higgs Φi (i = 1, 2 ) aux quarks up-type
(u) et down-type (d) et aux leptons chargés dans le Z2-symétrique 2HDM.

Le secteur scalaire du Modèle Supersymétrique Minimal (MSSM) contient un modèle 2HDM de
type II. Le choix de l’un des types corrige les couplages de Yukawa entre les fermions et les bosons de
Higgs. Dans des outils tels que FeynArts, les constantes de couplage sont conservées sous une forme
générique, de sorte que la décision de choisir un 2HDM de type I ou II est reportée à une évaluation
numérique réelle.
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2.7 Ensemble de paramètres indépendants

Les discussions dans les sections précédentes nous permettent de donner l’ensemble complet des
paramètres indépendants du modèle 2HDM avec conservation de CP. Il est plus pratique d’avoir un
tel ensemble sous la main lorsqu’on passe des calculs au niveau de l’arbre vers des corrections d’ordre
supérieur, car ils permettent une comptabilité efficace de tous les paramètres devant être renormalisés.

2HDM type Y1 Y2 Y3 Y4 Y5 Y6
I cα/sβ sα/sβ −1/tβ cα/sβ sα/sβ −1/tβ
II −sα/cβ cα/cβ tβ −sα/cβ cα/cβ tβ

lepton-specific cα/sβ sα/sβ −1/tβ −sα/cβ cα/cβ tβ
flipped −sα/cβ cα/cβ tβ cα/sβ sα/sβ −1/tβ

Table 2.2 – Paramètres de couplage Yukawa Yi(i = 1, ..., 6) dans la symétrie-Z2 du modèle 2HDM,
paramétrage des couplages Yukawa pour chaque type 2HDM.

L’ensemble complet des paramètres 2HDM est donné par la forme du potentiel dans l’équation
(2.7), ainsi que tous les paramètres libres du modèle standard ainsi que les couplages de Yukawa YΨ
dans la section (2.6). De plus, les conditions minimales dans l’équation (2.12) peut être exploité pour
remplacer m211 et m222 par les paramètres de tadpole, comme indiqué dans l’équation (2.14). Ceci
donne l’ensemble complet des paramètres libres dans la base de jauge du modèle 2HDM :

{λ1, λ2, λ3, λ4, λ5,m12, T1, T2, υ1, υ2, g, g ′, YΨ} (2.55)

Il est en principe possible de renormaliser le 2HDM dans la base de jauge, mais il est plus pratique
de transformer les paramètres en base de masse. Cela nous permet d’utiliser autant de paramètres
physiques (c’est-à-dire les masses) que possible comme paramètres d’entrée. De plus, nous utilisons la
forme alternative du potentiel, donnée dans l’annexe.A, puisque c’est cette forme de potentiel qui est
implémentée dans le fichier du modèle FeynArts, qui sera utilisée ultérieurement pour le calcul des
amplitudes de désintégration. En notant avec mΨ toutes les masses de fermions et avec Th0 et TH0 les
paramètres de tadpole T1 et T2 dans la base de masse, l’ensemble complet des paramètres du modèle
2HDM libres dans la base de masse est donné par :

{mh0 ,mH0 ,mA0 ,mH± , α, β,Λ5, Th0 , TH0 , e,mW ,mZ ,mΨ} (2.56)

2.8 Les contraintes expérimentales sur le Modèle 2HDM

Plusieurs contraintes sont imposées au modèle 2HDM vis-à-vis des mesures de précision électro-
faibles : contraintes d’unitarité perturbative et de stabilité du vide. Les analyses d’unitarité perturbatives
appliquées aux couplages de Yukawa, montrent que l’intervalle de variation de tan β est :

0.1 < tan β ® 100 . (2.57)
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La symétrie custodiale (SU(2)) [116, 253], est une symétrie du lagrangien à l’arbre, à l’ordre d’une
boucle cette symétrie est violée par plusieurs termes :
1- la violation d’isospin (sin θW ),
2- la non égalité des couplages de Yukawa. Dans le cas du 2HDM, les corrections radiatives à l’ordre
d’une boucle du paramètre ρ, en tenant compte la contribution du secteur scalaire du modèle 2HDM,
sont données dans la jauge unitaire par :

δρ = ΠZZ(0)
m2
Z
− Π

WW (0)
m2
W

(2.58)

où ΠZZ et ΠWW sont les énergies propres des bosons de jauge Z et W.

δρ2HDM = GF8√2π2
[ sin2(β − α)F (m2

H± ,m2
A0 ,m2

H0) + cos2(β − α)F (m2
H± ,m2

A0 ,m2
h0)] (2.59)

où
F (a, b, c) ≡ a + bc

b − c ln bc − ab
a − b ln ab − ac

a − c ln ac
La limite expérimentale (2.2) impose que [142] :

|δρ2HDM| ¶ 0.003 . (2.60)

Cette contrainte (2.60) à elle seule peut imposer des contraintes sur les masses de Higgs : nous citons
à titre d’exemple que cette contrainte ne tolère pas une différence de masse très grande entre mA0 et
mH±.
Tout secteur scalaire qui contient plus d’un doublet d’hypercharge Y = ±1 donnera lieu à l’existence
d’au moins un Higgs chargé avec des couplages aux fermions. Ces bosons de Higgs chargés contribuent
à la désintégration radiative du meson B et spécialement B→ Xs γ [8, 36, 152] , à partir de la mesure
expérimentale de B→ Xs, γ, on peut obtenir une contrainte sur la masse du Higgs chargé, la mesure
expérimentale de B→ Xs γ est :

Br(b→ sγ) = (3.3± 0.4)× 10−4 (2.61)

La contribution des bosons de Higgs chargés au Br(b → sγ) qui a été calculée au second ordre
dominant (NLO) dans QCD [132] est positive : Expérimentalement, un rapport plus grand signifie que
la masse du boson de Higgs chargé est plus petite. Les contraintes sur la masse de Higgs chargé ont
été étudiées par plusieurs groupe [70, 71, 81] ; dans le 2HDM type II on obtient :

mH± > 350GeV (2.62)

indépendamment de tan β. Cette limite ne peut pas être appliquée au modèle 2HDM type I parce que
pour des grandes valeurs de tan β les couplages des bosons de Higgs chargés sont supprimés, tandis
qu’à une petite valeur de tan β, nous récupérons la situation du modèle 2HDM type II. Nous pouvons
dériver les limites inférieures sur les masses des bosons de Higgs neutres dans ces modèles [195, 196].
Par exemple, en utilisant le processus de Bjorken e+e− → Z + h0 et la production des paires des
bosons de Higgs neutres e+e− → h0(H0) +A0, nous pouvons obtenir les restrictions suivantes presque
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dans tout l’espace des paramètres [5, 6] :

mh0 +mA0
¦ 100GeV ∀ tan β
¦ 150GeV tan β > 1 . (2.63)

Pour contraindre les paramètres du secteur scalaire, nous exploitons les conditions de stabilité du
vide ainsi que les contraintes d’unitarité à l’arbre. Dans notre étude, nous avons utilisé les conditions
de stabilité du vide, données par [45, 235] :

λ1 + λ3 > 0 , λ2 + λ3 > 0 ,2√(λ1 + λ3)(λ2 + λ3) + 2λ3 + λ4 + min (0, λ5 − λ4, λ6 − λ4) > 0 (2.64)

Dans le secteur scalaire, l’analyse des contraintes d’unitarité à l’arbre pose différentes contraintes
sur les couplages trilénaires et quartiques [9, 169, 201]. Pour obtenir les contraintes d’unitarité, nous
considérons les processus de diffusion neutres suivants :

W+
LW−

L , ZLZL,W+
L H−,W−

L H+, ZLh0, ZLH0, ZLA0, A0A0, H+H−, A0h0, A0H0,
h0h0, h0H0, H0H0. (2.65)

et les processus chargés :

W+
L h0,W+

L H0,W+
L A0,W+

L ZL, ZLH+, H+h0, H+H0, H+A0. (2.66)

On a démontré, d’abord dans le modèle 2HDM avec une symétrie discrète exacte [169] et ensuite avec
une symétrie discrète brisée [9], que la diffusion des processus neutres mènent aux 14 ∗ contraintes
d’unitarité suivantes :

|a±| , |b±| , |c±| , |d±| , |f±| , |e1,2| , |f1,2| ≤ 16π (2.67)

avec

a± = 3(λ1 + λ2 + 2λ3)±√9(λ1 − λ2)2 + (4λ3 + λ4 + 0.5(λ5 + λ6))2
b± = λ1 + λ2 + 2λ3 ±√(λ1 − λ2)2 + 0.25(−2λ4 + λ5 + λ6)2
c± = λ1 + λ2 + 2λ3 ±√(λ1 − λ2)2 + 0.25(λ5 − λ6)2
e1 = 2λ3 − λ4 − λ52 + 52λ6 , e2 = 2λ3 + λ4 − λ52 + 12λ6
f+ = 2λ3 − λ4 + 52λ5 − 12λ6 , f− = 2λ3 + λ4 + 12λ5 − 12λ6
f1 = f2 = 2λ3 + 12λ5 + 12λ6 (2.68)

En plus, dans la Référence [9], l’inclusion des processus de diffusion chargée mène à une contrainte
d’unitarité supplémentaire donnée par (pour plus de détails voir [9]) :

∗. Le nombre 14 correspond au nombre des processus dans l’équation.2.65

38



CHAPITRE 2. LE MODÈLE À DEUX DOUBLETS DE HIGGS (2HDM)

p1 = 2(λ3 + λ4)− 0.5(λ5 + λ6) ≤ 16π. (2.69)

Cette contrainte additionnelle ainsi que les autres jouent un rôle important dans l’espace des
paramètres du modèle 2HDM [9].

Par de nombreux aspects, les Modèles à deux doublets de Higgs (2HDM) peuvent être vus comme
l’extension la plus simple du modèle standard en ce qui concerne le secteur de Higgs. Malgré leur
simplicité, les Modèles 2HDM sont intéressants car ils peuvent prédire de nouveaux phénomènes tels
que la violation CP spontanée ou encore la violation du nombre leptonique.

39



Chapitre 3

Corrections d’ordre supérieur des largeurs
de désintégration et des masses du boson de
Higgs

Dans ce chapitre, nous donnons un bref aperçu des concepts théoriques qui sont pertinents pour le
calcul des largeurs de désintégration partielles à l’ordre d’une boucle dans le modèle 2HDM au chapitre
2, ainsi que pour les corrections des masses de bosons de Higgs. Dans la section (3.1), nous passons
brièvement en revue les concepts de régularisation et de renormalisation qui sont nécessaires pour
obtenir des largeurs de désintégration partielles finies et des masses de bosons de Higgs dans les calculs
d’ordre supérieur. L’un des principaux axes de cette thèse est la renormalisation de différentes extensions
du modèle standard. Pour cette raison, nous passons en revue la renormalisation des multiplets de
champ génériques dans la section (3.2) afin d’introduire la notation requise pour la renormalisation
des extensions du modèle standard et pour les concepts de renormalisation sur couche ainsi que pour
la renormalisation de soustraction minimale modifiée (MS) et de la réduction dimensionnelle modifiée
(DR). Dans les sections suivantes (3.3) et (3.4), nous discutons le calcul des largeurs de désintégration
partielle à une boucle et des masses de bosons de Higgs à une et deux boucles en général. Dans la
section suivante (3.5), nous décrivons la conversion des paramètres d’entrée qui est nécessaire pour la
comparaison cohérente des largeurs de désintégration partielles calculées dans différents schémas de
renormalisation. Ce chapitre se termine par une brève discussion générale sur l’indépendance de jauge
des calculs d’ordre fixe des largeurs de désintégration partielles et des masses de bosons de Higgs en
section (3.6).

3.1 Régularisation et renormalisation des intégrales de boucle

Comme exemple simple d’un diagramme à une boucle, nous considérons un diagramme de tadpole
avec une particule scalaire virtuelle de masse m > 0 dans la boucle, comme illustré à la figure 3.1.
Jusqu’à quelques constantes supplémentaires, ce diagramme représente une intégrale de la forme

∫ d4l(2π)4 1
l2 −m2 (3.1)

où le moment quadruple l est la variable d’intégration. Cette intégrale a une divergence UV dans

40



CHAPITRE 3. CORRECTIONS D’ORDRE SUPÉRIEUR DES LARGEURS DE
DÉSINTÉGRATION ET DES MASSES DU BOSON DE HIGGS

le régime des grandes impulsions (ou de petites distances spatiales, respectivement).

Figure 3.1 – Exemple de diagramme tadpole divergent à UV divergent avec une particule scalaire
virtuelle de masse m > 0.

L’apparition de ces divergences est inévitable dans tout calcul d’ordre fixe, c’est-à-dire qu’elles
sont un artefact de l’incomplétude d’une description théorique du champ quantique de très petites
séparations spatio-temporelles [222]. Malgré l’apparition de ces divergences, des calculs d’ordre supérieur
d’observables, par exemple les largeurs de désintégration partielles et des masses de bosons de Higgs
donnent toujours des résultats physiques finis grâce aux méthodes de régularisation et de renormalisation.
Grâce à la régularisation, les divergences UV des intégrales de boucle sont isolées de leurs contributions
finies de manière auto-cohérente. Il existe de nombreuses méthodes de régularisation, chacune ayant
ses propres avantages et inconvénients. L’idée clé commune aux deux méthodes de régularisation est
que les impulsions de boucle et les coordonnées spatio-temporelles sont considérées en dimensions
D = 4 − 2ε, avec ε > 0 étant petit, au lieu des 4 dimensions spatio-temporelles ordinaires. En
régularisation dimensionnelle [162, 258], ce passage aux dimensions D est en outre appliqué à toutes
les autres structures tensorielles et spinales de la théorie quantique des champs. Bien que cette
procédure soit applicable aux modèles non supersymétriques (non-supersymétrique), cela conduirait à
un décalage entre les degrés de liberté des champs bosonique et fermionique en dimensions D dans les
extensions supersymétrique. En conséquence, la régularisation dimensionnelle brise explicitement la
supersymétrique [236] qui doit donc être restauré, par exemple grâce à l’introduction du contre-terme
de restauration de la supersymétrique [56, 125]. En réduction dimensionnelle [236, 245] d’autre part,
le passage de 4 à D-dimensions spatio-temporelles est limité aux moments de boucle, tandis que la
structure du tenseur et du spineur est toujours considérée comme quadri-dimensionnelle. Bien qu’il a
été analysé que la régularisation dimensionnelle préserve la supersymétrie à l’ordre d’une boucle et
pour les contributions dominantes aux niveaux à deux et trois boucles [164, 246], une preuve d’ordre
général de la préservation de la supersymétrique par la régularisation dimensionnelle n’est pas connue
à ce jour. Dans les deux schémas de régularisation, la divergence UV de l’intégrale de boucle est
régularisée par le décalage fini ε et l’intégrale de boucle est évaluée à une partie finie d’une part et à
une contribution universelle

∆ ≡ 1
ε − γE + ln(4π) + ln( µ2

µ2
R

) (3.2)
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Ici, γE désigne la constante d’Euler-Mascheroni, µR est l’échelle de renormalisation dimensionnelle
de masse qui doit être introduite afin de préserver la dimensionnalité de l’intégrale de la boucle et
µ désigne l’échelle dimensionnelle de masse ’t Hooft qui s’annule dans le calcul de tout observable.
Alors que la régularisation et la réduction dimensionnelle servent à réguler la divergence UV pour
tout ε > 0, l’intégrale de boucle, et donc le calcul de tout observable, donne toujours un résultat
divergent UV. Cela devient apparent dans la limite physique lorsque l’on considère quatre dimensions
espace-temps, c’est-à-dire pour ε Ï 0 dans l’équation (3.2). Afin d’éliminer ces divergences UV de
manière cohérente, nous utilisons la méthode de renormalisation. Chaque paramètre ρi,0(i = 1, 2, ...)
et champ φj,0(j = 1, 2, ...) de la théorie des champs quantique est divisé en un paramètre et un
champ renormalisés physiques ρi et φj et leur correspondant contre-terme δρi et la constante de
renormalisation de la fonction d’onde

√
Zφ (ou son expansion δZφ) selon

ρi,0 = ρi + δρi (3.3)

φj,0 =√Zφjφj ≈ (1 + δZφj2
)
φj (3.4)

Les contre-termes et la constante de renormalisation de fonction d’onde contiennent des divergences
UV qui s’annulent précisément contre les divergences UV provenant des intégrales de boucle dans un
calcul d’ordre fixe. En imposant des conditions de renormalisation, de plus des contributions finies
supplémentaires sont allouées aux contres-terme et la constante de renormalisation de la fonction
d’onde qui dépendent des conditions de renormalisation explicites choisies. En revanche, les paramètres
renormalisés ρi sont UV-finis et représentent les valeurs physiques de ces paramètres. En raison de
l’annulation des divergences UV des intégrales de boucle et des contres-terme de la constante de
renormalisation de fonction d’onde, toutes les divergences sont systématiquement supprimées de la
théorie des champs quantique et les observables deviennent manifestement UV-finis. Cette procédure
fonctionne ordre par ordre pour toutes les théories de champ renormalisables [222]. Le modèle 2HDM
appartient à cette classe de théories de champ renormalisables en quatre dimensions spatio-temporelles,
voir par exemple [232] où la renormalisation du modèle 2HDM est discutée. Les extensions de singulet
de ce modèle sont également renormalisables, car les termes de singulet supplémentaires introduits
dans le lagrangien sont renormalisables.

3.2 Renormalisation sur couche (on-shell) des multiplets des champs

La renormalisation multiplicative des champs scalaires indiquée dans l’équation (3.4) est directement
applicable aux théories avec un seul champ scalaire, par exemple pour la renormalisation du champ
de boson de Higgs dans le modèle standard. D’un autre côté, les théories avec des secteurs de Higgs
étendus contiennent souvent plusieurs champs scalaires avec les mêmes nombres quantiques qui peuvent
par conséquent être combinés en multiplets scalaires. Des exemples de ceci sont les secteurs de Higgs du
modèle considéré dans ce travail, à savoir le modèle 2HDM, avec plusieurs multiplets scalaires dans ce
modèle. Dans ce qui suit, nous passons brièvement en revue la renormalisation d’un multiplet scalaire
en général. Les applications de ce mécanisme général de renormalisation au modèle spécifique 2HDM
sont discutées dans le chapitre 4 de cette thèse. Dans ce qui suit, nous effectuons la renormalisation des
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champs en masse. C’est une approche typique lorsque les champs sont renormalisés dans un schéma
sur couche et dans notre travail, nous appliquons un tel schéma pour le secteur de Higgs du modèle
2HDM. Nous considérons un multiplet scalaire avec n champs scalaires nus φi,0(i = 1, ..., n). Dans la
base de masse, les termes bilinéaires dans les champs définissent la matrice de masse diagonale D2

φ
du multiplet scalaire avec la ième entrée diagonale représentant la masse au carré du ième scalaire.
Par renormalisation multiplicative au moyen d’une matrice

√
Zφ carrée d’ordre n (ou son expansion

δZφ), le multiplet est redimensionné pour donner le multiplet renormalisé via la généralisation à n
dimensions de l’équation (3.4),

Γ̂φ
(
p2) ≡


Γ̂φ1φ1 (p2) Γ̂φ1φ2 (p2) · · · Γ̂φ1φn (p2)
Γ̂φ2φ1 (p2) Γ̂φ2φ2 (p2)

... . . .
Γ̂φnφ1 (p2) Γ̂φnφn

(
p2)

 (3.5)

La matrice carrée d’ordre n × n : δZφ contient n2 constantes de renormalisation des fonctions
d’onde différents qui sont à l’ordre d’une boucle considéré,

δZφ =


δZφ1φ1 δZφ1φ2 · · · δZφ1φn
δZφ2φ1 δZφ2φ2

... . . .
δZφnφ1 δZφnφn

 (3.6)

L’amplitude de probabilité des champs scalaires se propage d’un point spatio-temporel à un autre
est décrite au moyen de la fonction de corrélation à deux points Γφ [222]. Étant donné que les corrections
d’ordre supérieur introduisent des divergences UV dans la fonction de corrélation à deux points, les Γφ
doivent être renormalisées. Dans une théorie de champ renormalisable, il suffit de renormaliser tous les
paramètres et champs indépendants de la théorie pour rendre également la fonction de corrélation à
deux points finie. En conséquence, la fonction de corrélation à deux points renormalisée est définie
comme :

Γ̂φ
(
p2) ≡


Γ̂φ1φ1 (p2) Γ̂φ1φ2 (p2) · · · Γ̂φ1φn (p2)
Γ̂φ2φ1 (p2) Γ̂φ2φ2 (p2)

... . . .
Γ̂φnφ1 (p2) Γ̂φnφn

(
p2)


≡ i
√
Zφ
† [p21n×n −D2

φ + Σφ (p2)− δD2
φ

]√
Zφ

(3.7)

Ici, nous avons introduire la matrice carrée n × n des contre-termes de n × n, qui, contrairement
à D2

φ lui-même, est en général non diagonale. Sa forme explicite dépend de la renormalisation du
minimum du potentiel scalaire et elle est présentée ci-dessous. La matrice du self-énergie

∑
φ(p2) est

une matrice carrée symétrique n × n donnée par :
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Σφ
(
p2) =


Σφ1φ1 (p2) Σφ1φ2 (p2) · · · Σφ1φn (p2)
Σφ1φ2 (p2) Σφ2φ2 (p2)

... . . .
Σφ1φn (p2) Σφnφn

(
p2)

 (3.8)

Chaque entrée de cette matrice représente la self-énergie irréductible à une particule (1PI) de la
transition de la particule scalaire φi à φj , comme le montre la figure (3.2).

Figure 3.2 – La self-énergie à 1PI i∑φi,φj (p2)(i, j = 1, ..., n) sont définies comme la somme de tous les
diagrammes de self-énergie à l’ordre d’une boucle donné, qui ne peut pas être divisé en deux différents
diagrammes en coupant une seule ligne dans le diagramme. Ils dénotent la transition de la particule
scalaire φi vers φj .

En développant
√
Zφ sur la matrice unitaire, de manière analogue à l’équation (3.5), l’équation

(3.7) peut être réécrit en

Γ̂φ
(
p2) ≈ i [p21n×n −D2

φ + Σ̂φ (p2)] (3.9)

où nous avons introduit la matrice self-énergie renormalisée

Σ̂φ
(
p2) ≡ Σφ (p2)− δD2

φ + δZ†φ2 (
p21n×n −D2

φ

)+ (p21n×n −D2
φ

) δZφ2 (3.10)

Le propagateur renormalisé du multiplet scalaire est donné par l’inverse négatif de la matrice de
corrélation à deux points,

Ĝφ
(
p2) ≡ −Γ̂−1

φ

(
p2) = i(−i) det(Γ̂φ (p2)) adj(Γ̂−1

φ

(
p2)) (3.11)

où "det" représente le déterminant et "adj" pour l’adjoint de la matrice Γ̂φ(p2). Les pôles du
propagateur renormalisés sont déterminés par les zéros du déterminant de la fonction de corrélation à
deux points. Selon la représentation spectrale Källén–Lehmann, ces pôles correspondent aux masses
physiques mφi des particules scalaires dans la base de masse [168, 203, 222]. En trouvant les zéros du
déterminant, la position de ces pôles, et par conséquent les masses des particules, peut être calculée
explicitement.
La matrice des contre-termes δD2

φ et des constantes de renormalisation des fonctions d’onde δZφ
contiennent des divergences UV qui s’annulent contre les divergences provenant des self-énergies non
normalisées, produisant ainsi une fonction de corrélation à deux points renormalisée UV-finie dans
l’équation (3.9). En revanche, les parties finies des contre-termes et des constantes de renormalisation des
fonctions d’onde doivent encore être fixées en imposant des conditions de renormalisation appropriées.
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Parmi les choix les plus simples pour renormaliser une théorie non-supersymétrique, il faut choisir
un schéma MS dans le cadre de la régularisation dimensionnelle. Dans un tel schéma, les paramètres
contre-termes et constantes de renormalisation des fonctions d’onde de la théorie sont définis pour
ne contenir que les termes divergent UV proportionnels à la constante universelle, voir l’équation
(3.2). Pour les extensions supersymétrique, une définition équivalente dans le cadre de la réduction
dimensionnelle, à savoir le schéma DR, peut être définie. Dans ce schéma, les contre-termes et les
constantes de renormalisation des fonctions d’onde ne contiennent que les termes UV-divergents et en
outre quelques contributions finies supplémentaires qui résultent de la différence entre la régularisation
dimensionnelle et la réduction dimensionnelle comme discuté dans la section (3.1). Dans les deux cas,
les contre-termes définis dans ce schéma dépendent explicitement de l’échelle de renormalisation µR à
laquelle ils sont définis. Le schéma MS/DR a l’avantage que les définitions des contre-termes et les
constantes de renormalisation des fonctions d’onde deviennent particulièrement simples.
Un autre schéma de renormalisation qui est couramment utilisé dans la littérature est le schéma sur
couche en imposant les trois conditions de renormalisation suivantes [222] :

— Le mélange de champs de mêmes nombres quantiques s’évanouit sur les couches de masse
p2 = m2

φi (i = 1, ..., n).
— Les masses physiques mφi (i = 1, ..., n) sont définies comme les parties réelles des pôles du

propagateur renormalisé Ĝφ(p2).
— La normalisation des champs φi(i = 1, ..., n) est telle que les résidus du propagateur à ses pôles

sont équivalents à i.

L’application de ces conditions de renormalisation à la fonction de corrélation à deux points, voir
l’équation (3.9), et son expansion autour de ses pôles détermine les termes diagonaux de la matrice
des contre-termes δD2

φ et la forme explicite des constantes de renormalisation des fonctions d’onde
dans le schéma sur couche :

δD2
φiφi = Re [Σφiφi (m2

φi

)]
(3.12)

δZφiφi = −Re[∂Σφiφi (p2)
∂p2

]
p2=m2

φi

(3.13)

δZφiφj = 2
m2
φi −m

2
φj

Re [Σφiφj (m2
φj

)
− δD2

φiφj

] (i 6= j) (3.14)

Dans le schéma de renormalisation sur couche, les positions des pôles du propagateur sont définies
comme les masses physiques mφi (i = 1, ..., n), et ces valeurs de masse sont requises comme entrée
indépendante à travers laquelle les paramètres de masse et leurs contre-termes sont fixes. Contrairement
au schémaMS/DR, où des corrections d’ordre supérieur aux masses des particules peuvent être calculées
en calculant les zéros du déterminant de la fonction de corrélation à deux points, dans le schéma sur
couche, les masses physiques mφi sont par définition donnée en entrée. Un avantage du schéma sur
couche par rapport au schéma MS/DR est que les constantes de renormalisation des fonctions d’onde
définis dans un schéma sur couche sont automatiquement normalisés correctement à des ordres plus
élevés, et par conséquent, pour un calcul par exemple des largeurs de désintégration des particules
physiques, la formule de réduction de Lehmann-Symanzik-Zimmermann (LSZ) [204] est directement
applicable sans rotations finies supplémentaires [243].
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3.3 Largeurs de désintégration à l’arbre et au second ordre dominant (NLO)

Une façon de faire des prédictions théoriques pour des observables chez des collisionneurs, comme le
LHC, est d’utiliser le cadre théorique sur le terrain de la formule de réduction de Lehmann-Symanzik-
Zimmermann (LSZ) avec l’approche schématique de Feynman afin de calculer les amplitudes de
désintégration pour les particules d’une théorie quantique de champ spécifique. Dans ce qui suit, nous
décrivons comment les amplitudes de désintégration sont connectées aux largeurs de désintégration
partielles du canal de désintégration spécifique et comment toutes les largeurs de désintégration
partielles peuvent être combinées pour faire des prédictions de la probabilité de désintégration d’une
particule qui est produite à par dans le LHC. Le calcul des corrections d’ordre supérieur aux largeurs
de désintégration partielles permet des prévisions plus précises de ces probabilités de désintégration.
Dans le chapitre 2 de cette thèse, nous considérons les désintégrations de tous les bosons de Higgs du
modèle 2HDM, et calculons les corrections électrofaibles de ces désintégrations dans un ordre de boucle.
Les formules pertinentes pour les amplitudes de désintégration sont présentées dans cette section de
manière générique afin qu’elles puissent être appliquées au modèle 2HDM dans les parties respectives.
Nous considérons les désintégrations de tout boson de Higgs CP-pair, CP-impair ou Higgs chargé φ
avec quatre impulsions p1 en une paire de deux autres particules X1 et X2 avec quatre impulsions p2
et p3, respectivement, c’est-à-dire que nous considérons le processus de désintégration

φ ÊÏ X1X2 (3.15)

Pour le calcul des corrections électrofaibles, nous considérons uniquement les désintégrations sur
couche de masse, c’est-à-dire que nous avons besoin

m21 ≥ (m2 +m3)2 (3.16)

avec les conditions (sur couche) p2
i = m2

i (i=1,2,3) pour les masses mi des trois particules.
L’amplitude de désintégration à l’ordre dominant (LO) :

iA LO
φX1X2 ≡ iA LO (φ ÊÏ X1X2) (3.17)

peut être calculée au moyen de l’approche schématique de Feynman en calculant la largeur de
désintégration de manière générique sur le diagramme à gauche de la figure (3.3).

Pour toutes les désintégrations considérées dans cette thèse, la largeur de désintégration partielle
de la désintégration de φ en X1 et X2 à l’ordre dominant (LO) est ensuite donnée par :

Γ LO
φX1X2 = 12m1

∫
dΠ2S∑

d.o.f

∣∣A LO
φX1X2X2∣∣2 = S

λ
(
m21,m22,m23)16πm31

∑
d.o.f

∣∣A LO
φX1x2∣∣2 (3.18)

où λ(x, y, z) désigne la fonction d’espace de phase de Källén

λ(x, y, z) ≡√x2 + y2 + z2 − 2xy − 2xz − 2yz (3.19)
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Figure 3.3 – Amplitudes de désintégration génériques du processus φ ÊÏ X1X2. À (LO), l’amplitude
de désintégration est indiquée par A LO

φX1X2 tandis que dans (NLO), l’amplitude est constituée des
véritables corrections de sommet à une boucle A VC

φX1X2 (centre), montré topologiquement dans la Fig.
(3.4), ainsi que la somme de toutes les contributions CT et WFRC A CT

φX1X2 représenté par une croix.

et S est un facteur de symétrie pour lequel nous fixons S = 1/2 au cas où les deux particules X1 et
X2 sont indiscernables, par exemple deux bosons Z ou bosons de Higgs CP-pairs neutres du même
type, ou S = 1 autrement.
Au second ordre dominant (NLO), le processus de désintégration reçoit de véritables corrections en
une boucle au vertex à trois particules, comme indiqué de manière générique sur le diagramme centrale
de la figure (3.3), ainsi que des contributions des contre-termes provenant à la fois du vertex et de
la renormalisation du champ externe, représentées de manière générique en croix sur le diagramme
de droite de la figure (3.3).Nous désignons ces contributions au second ordre dominant (NLO) par
A VC
φX1X2 pour les corrections de vertex authentiques, également illustrées topologiquement sur la figure

(3.4), et avec A CT
φX1X2 pour somme de toutes les contributions des contre-termes et des constantes

renormalisation des fonctions d’onde, respectivement. En général,à l’ordre d’une boucle, nous devons
également envisager des corrections aux branches externes qui ne sont pas représentées sur la figure
(3.3). En raison de la renormalisation sur couche des champs que nous utilisons pour le calcul des
désintégrations dans le modèle 2HDM, la plupart de ces corrections externes des branches sont déjà
prises en compte. La définition de la renormalisation sur couche des constantes de renormalisation des
fonctions d’onde garantit la normalisation appropriée des champs de sorte que la formule de réduction
de (LSZ) peut toujours être appliquée pour calculer les amplitudes de désintégration à l’ordre d’une
boucle et que les corrections de branches externes sont déplacées en conséquence dans les constantes de
renormalisation des fonctions d’onde. Les corrections de branches externes restantes disparaissent pour
toutes les désintégrations que nous considérons dans ce travail en raison des identités de Slavnov-Taylor
[161, 242, 249]. Par conséquent, les contributions pertinentes pour les amplitudes de désintégration
(NLO) sont données par

A NLO
φX1X2 ≡ A VC

φX1X2 +A CT
φX1X2 (3.20)

Afin de calculer la largeur de désintégration partielle, nous prenons à nouveau le carré absolu non
polarisé de l’amplitude de désintégration, cependant, dans les (NLO), nous ne l’étendons que jusqu’à
des termes pertinents à l’ordre d’une boucle,

∣∣A NLO
φX1X2

∣∣2 ≈ ∣∣A LO
φX1X2

∣∣2 + 2 Re [(A LO
φX1X2

)∗A VC
φX1X2 + (A LO

φX1X2
)∗A CT

φX1X2
]

(3.21)
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Comme l’équation (3.20) est indépendante des quatre moments pi pour toutes les désintégrations
considérées dans ce travail, l’intégration de l’espace de phase est factorisée à nouveau et la formule
à l’ordre dominant (LO) pour la largeur de désintégration partielle, voir l’équation (3.18), peut être
directement généralisée au cas du second ordre dominant (NLO).

Figure 3.4 – Contributions topologiques aux corrections de vertexA VC
φX1X2 au processus de désintégration

φ ÊÏ X1X2 à l’ordre d’une boucle. Pour le calcul schématique de Feynman d’une désintégration dans
une (TQC) réaliste, le contenu complet en particules de la théorie doit être cartographié dans ces
topologies. Les contributions des tadpoles aux corrections des vertex ne sont pertinentes que dans un
traitement alternatif des conditions minimales du potentiel d’une symétrie de jauge spontanément
brisée.

Cependant, à l’ordre d’une boucle, il y a une complication supplémentaire qui doit être prise en
compte. Les processus de désintégration qui contiennent des particules chargées à l’état initial ou final
acquièrent des corrections à une boucle avec des photons virtuels γ dans la boucle. Étant donné que le
photon est une particule sans masse, ces intégrales de boucle développent un autre type de divergence
dans la région des petits moments spatio-temporels, appelé régime infrarouge (IR). L’apparition de cette
divergence dans une (TQC) peut être comprise via une interprétation semi-classique. L’intégration
de l’impulsion de boucle est effectuée sur l’ensemble de l’espace physique, c’est-à-dire sur toutes
les configurations espace-temps. Puisque le photon est une particule sans masse dont l’énergie est
directement proportionnelle à sa fréquence, son énergie peut devenir arbitrairement petite. Dans
l’état asymptotique du régime infrarouge (IR), c’est-à-dire pour de très petites fréquences, un nombre
toujours croissant de photons peut occuper l’espace de phase. Par conséquent, l’apparition d’une
divergence infrarouge (IR) n’est qu’un artefact d’une description insuffisante du champ photonique
dans cette configuration espace-temps asymptotique. D’un point de vue théorique, cette divergence
peut être annulée ordre par ordre en tenant compte des effets de bremsstrahlung (rayonnement continu
de freinage) dans les désintégrations (NLO), ce qui est assuré par le théorème de Kinoshita-Lee-
Nauenberg (KLN) [183, 200]. Plus spécifiquement, pour les désintégrations (NLO) impliquant des
particules chargées à l’état initial ou final, des diagrammes de Feynman supplémentaires sont calculés
qui correspondent aux désintégrations

φ ÊÏ X1X2γ (3.22)

appelé de vraies corrections des désintégrations. Étant donné que ces photons réels peuvent également
avoir des énergies arbitrairement petites, en principe une quantité infinie pourrait être émise, car
les photons, avec des énergies qui s’évanouissent, ne sont pas détectables. Cela conduit à une autre
divergence qui apparaît dans le calcul des corrections réelles lorsque l’intégration sur tout l’espace de
phase est effectuée, et cette divergence infrarouge (IR) supplémentaire annule précisément la divergence
infrarouge provenant des intégrales à une boucle impliquant des photons virtuels. Pour le calcul de
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toutes les corrections réelles Γ real
φX1X2+γ aux processus de désintégration considérés dans ce travail, nous

avons appliqué les formules génériques des corrections réelles présentées dans [139] à notre modèle. De
plus, les formes analytiques des intégrales de l’espace des phases nécessaires au calcul des corrections
réelles ont été tirées de [101]. Enfin, la pleine largeur de désintégration partielle à (NLO) est donnée
par

ΓNLO
φX1X2 = Γ LO

φX1X2 + S
λ
(
m21,m22,m23)16πm31

∑
d.o.f.

∣∣A NLO
φX1X2

∣∣2 + Γ real
φX1X2+γ (3.23)

D’un point de vue théorique, les divergences (IR) issues des photons virtuels doivent d’abord
être régularisées avant de pouvoir être supprimées en tenant compte de vraies corrections. Alors que
la régularisation dimentionnelle est une méthode appropriée pour la régularisation des divergences
infrarouge (IR) [212] qui est souvent appliquée dans les calculs (QCD), nous utilisons un schéma
de régularisation de masse avec une masse de photons infinitésimale pour réguler les divergences
infrarouge (IR). Cette masse de photons apparaît à la fois dans les diagrammes à une boucle contenant
des photons virtuels et dans les corrections réelles et s’annule dans la somme des deux contributions.

Figure 3.5 – Contributions génériques à deux boucles aux énergies propres 1PI i
∑

φi,φj (p2)(i, j = 1, ..., n)
qui représentent la transition de la particule scalaire φi à φj .

En additionnant toutes les largeurs de désintégration partielles d’un boson de Higgs spécifique φ,
nous pouvons calculer la largeur de désintégration totale de φ à un niveau de boucle donné :

Γ
tot,(N)LO
φ ≡

∑
{X1,X2}

Γ
(N)LO
φX1X2 (3.24)

Avec la largeur totale de désintégration à portée de main, nous pouvons définir le rapport de
branchement d’une désintégration spécifique comme suit :

BR(N)LO (φ ÊÏ X1X2) ≡ Γ
(N)LO
φX1X2
Γ

tot,(N)LO
φ

(3.25)

Le rapport de branchement est une mesure de la probabilité que le boson de Higgs se désintègre
spécifiquement en X1 et X2. Le calcul précis des rapports de branchement, associé à des calculs précis
des sections efficaces de production, permet de prévoir les taux de désintégration mesurables du boson
de Higgs au LHC.
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3.4 Corrections de masse d’ordre supérieur

Les observables importantes aux collisionneurs de particules sont les masses des particules. Par
exemple, la découverte en 2012 de la particule de Higgs [32, 88] avec des propriétés de type modèle
standard, et en particulier la mesure de sa masse d’environ 125 GeV [30], est d’une grande importance
pour notre compréhension de base de la physique des particules élémentaires. La masse de Higgs est
une observable particulièrement intéressante, car sa valeur est liée à la stabilité du vide électrofaible, et
la valeur mesurée favorise un vide métastable par rapport à un vide absolument stable [58, 99]. Comme
brièvement discuté dans la section (3.2), à partir de l’approche théorique, la masse des particules
élémentaires est une quantité calculable aussi, sinon toutes les masses de particules sont des paramètres
indépendants de la théorie considérée. C’est généralement le cas dans les modèles supersymétriques, où
en raison de ses relations reliant les champs fermioniques et bosoniques, certaines masses de bosons de
Higgs sont des paramètres dépendants. Pour cette raison, leurs contre-termes sont donnés en termes
de contre-termes des autres paramètres indépendants de la théorie. Par conséquent, les corrections
d’ordre supérieur aux self-énergies de Higgs conduisent à un décalage de la position du pôle complexe
du propagateur de Higgs, voir les équations (3.9) et (3.11). À l’ordre d’une boucle, les self-énergies1PI sont représentées topologiquement sur la figure (3.2) tandis qu’au niveau à deux boucles, les
contributions topologiques aux self-énergies sont représentées sur la figure (3.5). Les masses corrigées
en boucle sont alors données comme les pôles complexes du propagateur définis de manière générique
dans l’équation (3.11), c’est-à-dire que les masses des particules sont données comme racines de

det(Γ̂ (p2)) = 0 (3.26)

par rapport à p2. Notons que les masses de particules qui apparaissent dans la matrice diagonale
D2
φ en Γ̂

(
p2), voir l’équation (3.9), sont les masses au niveau de l’arbre tandis que les racines de

l’équation (3.26) déterminent les masses corrigées en boucle. Evidemment, si Γ̂
(
p2) n’est évalué qu’au

niveau de l’arbre, alors ces deux masses sont équivalentes. Déjà à l’ordre d’une boucle, les self-énergies
renormalisées qui forment les blocs de construction de Γ̂

(
p2) sont des fonctions complexes de p2 qui,

dans le cas le plus général, ne permettent pas une solution analytique de l’équation (3.26) pour p2
sous forme fermée. Pour cette raison, les racines doivent souvent être déterminées numériquement. Une
approche pour cette détermination numérique est donnée par la solution itérative de l’équation (3.26),
c’est-à-dire en assimilant d’abord p2 à la masse au niveau de l’arbre dans la self-énergie renormalisée
uniquement. Cela permet de résoudre l’équation (3.26) pour p2 et cette solution est alors utilisée
comme nouvelle valeur pour p2 dans les self-énergies renormalisées avec lesquelles l’équation (3.26)
peut de nouveau être résolu pour p2, etc. Une telle approche itérative pour calculer les masses corrigées
en boucle est simple à mettre en œuvre, par exemple sous la forme d’une méthode de Runge-Kutta
[199, 228], mais elle a l’inconvénient de mélanger automatiquement différents ordres de boucle, ce qui
brise par conséquent l’indépendance de jauge des masses de particules calculées. Nous discutons plus
en détail la dépendance de jauge des calculs d’ordre supérieur des masses de particules dans la section
(3.6).
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3.5 Conversion des paramètres d’entrée au second ordre dominant (NLO)

Le calcul des corrections d’ordre supérieur aux largeurs de désintégration partielles et aux masses des
particules par l’approche schématique de Feynman implique nécessairement l’évaluation des intégrales
de boucle UV-divergentes, comme discuté en détail dans la section (3.1). Dans la régularisation dimen-
sionnelle, l’évaluation de ces intégrales de boucle dépend directement de l’échelle de renormalisation de
l’échelle de renormalisation dimensionnelle de masse, voir l’équation (3.2). Dans ce qui suit, nous notons
avec µout cette échelle de renormalisation à laquelle les intégrales de boucle (et par conséquent, par
exemple, les largeurs de désintégration partielles) sont évaluées. D’un autre côté, si certains paramètres
de la (TQC) sont renormalisés par des conditions MS/DR, leurs valeurs d’entrée et leurs contre-termes
dépendent explicitement de l’échelle de renormalisation µR à laquelle ces paramètres sont définis. Dans
le cas le plus général, chaque paramètre MS/DR peut être défini à une échelle de renormalisation
individuelle. Cependant, dans le calcul des corrections à une boucle électrofaibles des désintégrations
de Higgs dans le modèle 2HDM considérées dans le chapitre 2 de cette thèse, nous considérons que
tous les paramètres MS sont définis à la même échelle universelle µR. Dans la discussion suivante,
nous nous limitons au cas des paramètres MS. Le cas des paramètres DR est exactement analogue.
Nous tenons à souligner que l’échelle de renormalisation µout à laquelle les largeurs de désintégration
partielles sont évaluées et l’échelle de renormalisation µR, à laquelle les paramètres MS sont définis,
peuvent être choisies arbitrairement et, en particulier, elles ne doivent pas nécessairement être les
mêmes. Dans le cas où les deux échelles sont différentes, les paramètres MS qui entrent dans le calcul
des largeurs de désintégration doivent être convertis de l’échelle µR à l’échelle µout . On note avec p un
paramètre générique d’une (TQC) qui est renormalisé dans le schéma MS en divisant le paramètre
nu p0, qui est indépendant de l’échelle de renormalisation, en paramètre renormalisé p(µR) et son
contre-terme δp(µR, p(µR)), qui dépendent, tous les deux, explicitement de l’échelle de renormalisation
µR. En raison de l’indépendance du paramètre nu p0 de l’échelle de renormalisation, nous pouvons
introduire le paramètre renormalisé et son contre-terme à deux échelles différentes, par exemple µR et
µout , mais la somme des deux donne le même paramètre nu p0 dans les deux cas :

p0 = p (µR) + δp (µR, p (µR))= p (µout ) + δp (µout , p (µout )) (3.27)

Cette équation peut être résolue pour p(µout) qui donne une expression pour le paramètre p à
l’échelle de renormalisation µout :

p (µout ) = p (µR) + δp (µR, p (µR))− δp (µout , p (µout ))
≈ p (µR) + δp (µR, p (µR))− δp (µout , p (µR)) (3.28)

Puisque le contre-terme δp sur le côté droit de la première ligne de cette équation dépend du
paramètre p(µout) que nous voulons déterminer, cette équation ne peut être résolue que de manière
itérative. Dans la deuxième ligne, nous avons donc appliqué l’approche linéarisée décrite dans [14] en
évaluant le paramètre p dans chaque terme sur le côté droit de l’équation (3.28) à l’échelle µR où
elle est connue. Cela permet une détermination directe de p(µout) sans avoir besoin d’une procédure
itérative. Puisque le contre-terme δp est défini dans le schéma MS, sa forme au niveau de l’ordre d’une
boucle est donnée en termes de la partie δp∆ proportionnelle à la divergence UV ∆ telle que définie
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dans l’équation (3.2),

δp (µR, p (µR)) = δp∆ (p (µR))∆
= δp∆ (p (µR)) [1

ε − γE + ln(4π) + ln( µ2
µ2
R

)] (3.29)

L’insertion de cette forme de contre-terme dans l’équation (3.28) révèle que tous les termes qui ne
dépendent pas directement de µR ou µout s’abandonnent et la formule du paramètre p à l’échelle µout
se simplifie pour

p (µout) = p (µR) + δp∆ (p (µR)) ln(µ2
out

µ2
R

)
(3.30)

Cette relation nous permet de convertir le paramètre p renormalisé dans le schéma MS, défini à une
échelle de renormalisation µR, en sa valeur à une autre échelle de renormalisation µout . Cependant, en
raison de l’approche linéarisée appliquée dans l’équation (3.28), cette relation n’est valable qu’approxi-
mativement jusqu’à des termes d’ordre supérieur.Outre la conversion d’échelle des paramètres MS, il
faut être prudent lorsque des corrections d’ordre supérieur, par exemple des largeurs de désintégration
partielles sont calculées dans différents schémas de renormalisation pour les contre-termes des para-
mètres indépendants. Pour une comparaison cohérente des résultats calculés au sein de ces différents
schémas, les paramètres indépendants doivent être convertis d’un schéma à un autre. Dans ce qui suit,
nous désignons par φ un paramètre indépendant arbitraire de la théorie définie dans un schéma de
renormalisation arbitraire, par exemple les angles de mélange scalaire du modèle 2HDM considéré dans
cette thèse. À l’ordre d’une boucle, nous décidons de renormaliser φ dans un schéma de référence en
divisant le paramètre nu φ0 en paramètre physique φref et son contre-terme δφref (µR, φref (µR)) dans
le schéma de renormalisation de référence, défini à l’échelle µR. Alternativement, nous pouvons définir
à la fois le paramètre et son contre-terme dans un autre schéma de renormalisation arbitraire à une
autre échelle µout , noté respectivement φi et δφi(µout , φi(µout)). Puisque le paramètre nu φ0 est dans
les deux cas le même, nous pouvons calculer le paramètre φi dans l’autre schéma de renormalisation
par une généralisation de l’équation (3.28) :

φi (µout) ≈ φref (µR) + δφref (µR, φref (µR))− δφi (µout, φref (µR)) (3.31)

Quant à la conversion d’échelle des paramètres MS, cette relation n’est valable que jusqu’à des
termes d’ordre supérieur puisque nous avons utilisé l’approximation linéarisée dans le dernier terme en
l’évaluant avec le paramètre φref au lieu de φi afin d’éviter la nécessité d’une procédure itérative. On
s’attend à ce que les différences finies dans la définition de tout contre-terme disparaissent si le contre-
terme devait être évalué avec précision pour tous les ordres. Par conséquent, il est également prévu que
les largeurs de désintégration partielles calculées dans différents schémas de renormalisation convergent
vers le même résultat si elles devaient être calculées dans un calcul d’ordre général. Cependant, à
tout ordre fini dans la théorie des perturbations, les différents choix de schémas de renormalisation
conduisent à différentes largeurs de désintégration partielle [189]. Pour cette raison, le calcul et la
comparaison des largeurs de désintégration partielles dans différents schémas de renormalisation,
ainsi que la conversion cohérente des paramètres au moyen de l’équation (3.31), permet d’estimer
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l’incertitude théorique restante des corrections (NLO) en raison de contributions manquantes d’ordre
supérieur.

3.6 Indépendance de jauge des calculs d’ordre fixe

Puisqu’une partie considérable de notre travail traite de la renormalisation indépendante de jauge
des angles de mélange et des questions sur la dépendance de jauge des largeurs de désintégration
partielles et des corrections d’ordre supérieur aux masses de Higgs, la dernière section de ce chapitre
de cette thèse est consacrée à une brève discussion sur l’indépendance de jauge des calculs d’ordre fixe
en général.
Les théories de jauge sont caractérisées par l’invariance du lagrangien de la théorie de jauge sous
des transformations de jauge locales spécifiques. C’est une caractéristique commune d’une théorie de
jauge quantifiée comprenant des champs vectoriels pour contenir des degrés de liberté redondants qui
doivent être supprimé afin de calculer les prévisions physiquement sensibles. Ces degrés de liberté
redondants apparaissent même dans des théories de jauge abéliennes relativement simples, par exemple
en électrodynamique quantique (QED), où le champ photonique quantifié contient quatre degrés de
liberté dont seuls deux, à savoir les deux modes transversaux de polarisation photonique, sont réalisés
dans la nature. Les deux autres degrés de liberté du champ de photons sont redondants et conduisent
à des expressions mal définies dans le calcul des observables physiques. La quantité la plus simple
où les degrés de liberté redondants problématiques deviennent apparents est la fonction génératrice
Z [J ] de la théorie de jauge dans le cadre du formalisme du chemin intégral [222]. On note avec A un
champ vectoriel générique avec sa source associée J et l’action de la théorie des champs avec S[A]. La
fonction génératrice de la théorie est génériquement donnée par

Z [J] ≡ ∫ D[A] exp(iS[A] + i
∫

d4xJ (x) ·A(x)) (3.32)

À partir de cette quantité, les règles de Feynman de la théorie peuvent être dérivées comme les
éléments de base du calcul des éléments de la matrice S Cependant, la mesure d’intégration D[A]
dans l’équation (3.32) implique une intégration sur tous les états de configuration possibles du champ
vectoriel A. Puisque A contient des degrés de liberté redondants (c’est-à-dire non physiques) qui sont
connectés par des transformations de jauge continues, l’équation (3.32) implique une intégration sur,
arbitrairement, de nombreux états de configuration non physiques. Par conséquent, l’équation (3.32)
est une quantité divergente qui ne peut a priori pas être utilisée pour dériver des observables physiques.
Afin de contourner ce problème, on peut par exemple appliquer la procédure Faddeev-Popov [120]
qui annule systématiquement les degrés de liberté redondants et permet l’utilisation de la fonction de
génération pour un calcul des observables physiques.
Dans tous les (TQC) que nous considérons dans cette thèse, nous utilisons la classe de jauge Rξ pour
fixer la jauge. Grâce au lagrangien de jauge fixateur de jauge Rξ , la fonction génératrice et donc les
règles de Feynman, par exemple les propagateurs de bosons vectoriels, deviennent des fonctions des
paramètres de fixation de jauge (GFPs) ξ où en général, tout boson de jauge de la théorie acquiert un
paramètre de fixation de jauge (GFP) distincte. Alors que l’introduction du lagrangien fixateur de jauge
brise explicitement l’invariance du lagrangien original de la théorie de jauge sous des transformations
de jauge locales, les éléments de matrice S calculés dans la théorie de fixation de jauge sont toujours
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à la fois invariants à la jauge et indépendants de la (GFP) [21, 197]. La seule possibilité de briser
l’indépendance (GFP) du calcul des observables à un ordre de boucle fixe est d’imposer des conditions
de renormalisation incorrectes à certains des paramètres indépendants de la théorie [131, 225]. Nous
en discutons plus en détail dans la section (4.3) du chapitre suivant pour le modèle 2HDM, où nous
démontrons qu’une renormalisation incorrecte des angles de mélange scalaires conduit à une dépendance
(GFP) résiduelle des largeurs de désintégration partielles à l’ordre d’une boucle. Outre un schéma de
renormalisation mal choisi, il existe une autre possibilité de briser explicitement l’indépendance de la
(GFP) dans le calcul d’une observable, par exemple les corrections d’ordre supérieur aux masses de
Higgs, comme décrit dans la section (3.4). Dans ce cas, cependant, la violation de l’indépendance de la
(GFP) n’est pas introduite via des conditions de renormalisation incorrectes, mais via la procédure
itérative à travers laquelle les masses de Higgs peuvent être déterminées, car cette procédure mélange
différents ordres de théorie de la perturbation. Alors que les éléments constitutifs du calcul des masses
de Higgs, c’est-à-dire les self-énergies de Higgs diagonales renormalisées (ou pour être plus précis,
les pôles complexes du propagateur correspondant, voir l’équation (3.26)), sont manifestement des
quantités indépendantes du (GFP) lorsqu’elle est considérée à un niveau de boucle fixe spécifique et
évaluée avec les masses de Higgs au niveau de l’arbre [131], la procédure itérative conduit à l’évaluation
de ces self-énergies avec des masses corrigées en boucle. Cela brise explicitement les identités de
Slavnov-Taylor et introduit donc une dépendance au (GFP) dans les valeurs calculées des masses
de Higgs d’ordre supérieur, qui sont cependant formellement des ordres de théorie de perturbation
plus élevés que celui pris en compte dans le calcul. Cela contraste avec la violation de l’indépendance
des paramètres de jauge introduite par un schéma de renormalisation incorrect, où la dépendance au
(GFP) est formellement du même ordre de la théorie de perturbation que le calcul considéré [131].
Afin d’analyser et de quantifier systématiquement les dépendances de (GFP) résultant des calculs
perturbatifs effectués dans toute théorie de jauge, plusieurs outils théoriques sont disponibles. Les
identités Nielsen [218] permettent une analyse très générique des sources possibles de dépendances
de jauge pour les calculs d’ordre fixe. Ils peuvent être utilisés pour formuler des preuves rigoureuses
indépendantes du modèle, par exemple sur l’indépendance de jauge des éléments de la matrice S ou des
contre-termes qui sont nécessaires pour le calcul d’ordre fixe. Bien que ces identités puissent en principe
également être utilisées pour analyser l’origine des dépendances de jauge dans différentes parties d’un
calcul d’ordre fixe et pour suivre leurs annulations mutuelles, il existe deux autres approches théoriques
qui conviennent mieux à cet effet dans la pratique. La première méthode pour l’extraction et l’analyse
explicites de l’annulation des contributions dépendantes de (GFP) est la technique dite de pincement
[67, 93]. Nous illustrons brièvement les idées clés de la technique de pincement en considérant un
processus jeux à l’ordre d’une boucle, c’est-à-dire la diffusion à deux corps de fermions (on-shell) avec
des impulsions pi et des masses mi comme illustré sur la figure (3.6). L’amplitude à une boucle est
une quantité manifestement indépendante de (GFP), comme cela peut être formellement prouvé par
l’application des identités de Nielsen.

Comme mentionné ci-dessus, cette déclaration est indépendante de la renormalisation en une boucle
du processus, à condition que nous ne choisissions pas des conditions de renormalisation incorrectes
qui rompent l’indépendance manifeste de (GFP). Plus précisément, l’origine schématique de toutes les
dépendances de jauge réside dans les diagrammes individuels de boîte, de triangle et de self-énergie ainsi
que dans les corrections de branches externes, qui, comme discuté ci-dessus, définissent les constantes
de renormalisatin des fonctions d’onde. En d’autres termes, l’annulation de toutes les dépendances
de jauge se produit entre les constantes de renormalisatin des fonctions d’onde et les corrections
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Figure 3.6 – Toutes les contributions topologiques pour un jeux à deux corps processus de diffusion des
fermions (sur couche) à l’ordre d’une boucle, composé des diagrammes en boîte A box, diagrammes
triangulaires A tri, diagrammes de self-énergie A self et corrections externes des branches A leg .

authentiques à une boucle, et elle est indépendante de la renormalisation du processus [131, 225]. Afin
d’illustrer le mécanisme de technique de pincement, nous considérons l’amplitude de diffusion complète
d’une boucle, voir.la figure (3.6). Bien qu’il s’agisse d’une quantité manifestement indépendante de
(GFP), les contributions schématiques individuelles dépendent de (GFP),

A NLO (s, t,mi) ≡ A box(s, t,m, ξ) +A tri(s,m, ξ) +A self(s, ξ) +A leg(s, ξ) (3.33)

où s et t sont les variables de Mandelstam habituelles des canaux s et t, et m représente la masse
des particules virtuelles dans la boucle. L’idée clé de la technique de pincement est d’imposer l’identité
de Ward élémentaire :

�l = �l +�pi −mi − (�pi −mi) ≡ S−1 (l + pi)− S−1 (pi) (3.34)

où l désigne l’impulsion de boucle quelconque de l’un des diagrammes de boucle apparaissant sur
la figure (3.6), et S−1 désigne le propagateur de fermion inverse. Le terme S−1(pi) disparaît en
combinaison avec un spineur (sur couche) au moyen de l’équation de Dirac. Le terme S−1(l + pi)
sur le côté droit de l’équation (3.34) se combine avec un propagateur de fermion S(l + pi) issu d’un
fermion interne, l’annulant ainsi efficacement. Pour cette raison, le fermion interne est pincé hors du
diagramme. En imposant cette identité élémentaire de Ward dans tous les diagrammes de boucle, leurs
contributions individuelles dépendantes de (GFP) peuvent être extraites analytiquement de manière
non ambigu. L’énoncé crucial de la procédure de pincement est que les contributions dépendantes de
(GFP) provenant des diagrammes en boîte et en triangle ainsi que des contributions des branches
externes sont de type self-énergétique, c’est-à-dire qu’elles ont la même dépendance fonctionnelle que
les contributions de self-énergie. Cela permet une réallocation de toutes les contributions dépendantes
de (GFP) en amplitudes modifiées pour les contributions de la boîte, du triangle, de self-énergie et de
la branche externe comme suit,

A NLO(s, t,m) ≡ Â box(s, t,m) + Â tri(s,m) + Â self(s) + Â leg(s) (3.35)

où les chapeaux sur les amplitudes indiquent que les contributions dépendantes de (GFP) sont annulé
dans ces quantités. La self-énergie pincée self(s), comme toutes les autres contributions topologiques
dans l’équation (3.35), sont désormais indépendants de (GFP). En ce sens, la technique de pincement
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est un outil utile pour la comptabilité des dépendances de jauge résultant d’un calcul d’ordre fixe. De
plus, les amplitudes indépendantes de (GFP) dans l’équation (3.35) peut être utilisé comme blocs
de construction pour la définition de schémas de renormalisation indépendants de (GFP). Comme
exemple pratique de cela, nous utiliserons les self-énergies pincées pour une définition manifestement
indépendante de (GFP) des contre-termes des matrices de mélange scalaires dans le modèle 2HDM
en section (4.1). Pour une introduction approfondie au technique de pincement et à ses nombreuses
applications intéressantes, nous nous référons à [67]. Le deuxième outil utile pour analyser l’annulation
des dépendances de jauge est la méthode du champ arrière-plan-Background Field Method (BFM)
[102, 184]. Puisque nous n’appliquons la (BFM) dans aucune partie de notre travail et n’adoptons
que les résultats de la littérature qui sont calculés dans ce cadre, nous n’en discutons que brièvement
dans ce qui suit et nous renvoyons le lecteur à la littérature susmentionnée pour une introduction
approfondie. Essentiellement, la (BFM) est une procédure alternative de fixation permet de fixer la
jauge de la théorie tout en préservant simultanément son invariance de jauge locale manifesté. L’idée
clé de la (BFM) est basée sur une modification des blocs de construction de la fonction génératrice dans
l’équation (3.32). Chaque champ considéré dans la fonction de génération est divisé dans un champ
de fond classique qui est considéré comme statique, c’est-à-dire qu’il représente une configuration de
champ fixe et un champ fluctuant supplémentaire. Le champ de fond étant statique, une symétrie de
jauge locale du Lagrangien est préservée, tandis que le champ fluctuant permet une fixation de jauge.
Puisque les deux champs apparaissent explicitement dans la fonction génératrice, les règles de Feynman
sont modifiées par rapport à la théorie d’origine. En substance, les champs background donnent lieu à
des contributions schématiques supplémentaires, et la renormalisation des champs et des paramètres
de la théorie doit également être modifiée en conséquence. D’autre part, la séparation des champs dans
la partie fluctuante et la partie background permet une séparation des contributions dépendantes de
(GFP) dans un calcul schématique à ordre fixe et, de ce fait, l’annulation des dépendances (GFP) est
plus simple à analyser. Comme c’est le cas pour la technique de pincement, le formalisme du (BFM)
permet de définir par exemple les self-énergies qui sont manifestement indépendantes du (GFP) et qui
peuvent ensuite être utilisées pour la définition des contre-termes indépendants du (GFP).
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Chapitre 4

La renormalisation du Modèle 2HDM

Une caractéristique générale des théories des champs quantiques est de contenir des amplitudes
divergentes dès que des corrections d’ordre supérieur sont prises en compte. Sans traitement approprié,
ces divergences se manifestent au pire place possible de la théorie, notamment dans les résultats
calculés des amplitudes de diffusion ou des largeurs de désintégration. Étant donné que toute quantité
physique doit être exempte de singularités, le puissant outil de renormalisation doit être utilisé pour
donner un sens aux résultats divergents, conduisant à des observables finis de manière cohérente. Le
calcul des largeurs de désintégration partielles des bosons de Higgs du modèle 2HDM à des ordres plus
élevés dans la théorie des perturbations implique nécessairement l’évaluation des intégrales de boucle
divergentes UV. Dans ce chapitre, nous spécifions les conditions de renormalisation appliquées à tous
les paramètres d’entrée indépendants pour le calcul des corrections électrofaibles afin d’annuler toutes
les divergences UV qui apparaissent à l’ordre d’une boucle électrofaible.
La renormalisation en une boucle du modèle 2HDM a été envisagée dans plusieurs publications avant
[172, 206, 232]. Une subtilité dans la renormalisation concerne les deux angles de mélange scalaires
alpha et bêta du 2HDM, car dans les schémas proposés par exemple dans [172], des dépendances des
paramètres de fixation de jauge (GFP) complexes sont introduites dans le calcul des observables. Dans
cette thèse, nous adoptons les schémas de renormalisation présentés dans [191] et les étendons à tous
les secteurs du modèle 2HDM et adoptons en outre les schémas de renormalisation pour les angles de
mélange scalaires présentés dans [106]. Étant donné que dans le chapitre 3 de cette thèse, nous nous
concentrons sur le calcul des corrections à une boucle électrofaibles aux largeurs de désintégration
partielles et que les schémas de renormalisation pour le modèle 2HDM que nous utilisons dans notre
travail ont été présentés en détail auparavant, nous ne résumons ici que brièvement ces schémas tandis
que pour une description détaillée, nous nous référons à la littérature précitée.
Puisque la renormalisation appropriée des conditions minimales du potentiel 2HDM est cruciale
pour obtenir des observables indépendants de la GFP à l’ordre d’une boucle, nous récapitulons la
renormalisation des tadpoles en section (4.1). Dans la section suivante (4.2), nous présentons brièvement
la renormalisation des secteurs de jauge, de fermion et de scalaire, principalement basée sur le schéma
sur couche. Étant donné que la renormalisation des angles de mélange scalaires brise potentiellement
l’indépendance de la GFP des largeurs de désintégration partielles électrofaibles à l’ordre d’une boucle,
nous passons en revue plusieurs schémas de renormalisation et leur dépendance et indépendance GFP
dans un aperçu détaillé dans la section (4.3). Enfin, dans la section (4.4) nous présentons le schéma de
renormalisation pour le paramètre de la brisure Z2 douce m212 appliqué dans notre travail.
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4.1 Renormalisation des tadpoles

Dans la littérature, il existe deux approches différentes pour déterminer les valeures moyennes dans
le vide (VEVs) au niveau de la boucle, et les définitions exactes de tous les contre-termes du modèle
2HDM dépendent de la renormalisation choisie des VEVs. La différence entre les deux schémas a été
analysée en détail dans [191] pour le modèle 2HDM. Dans ce qui suit, nous ne résumons donc que
brièvement les idées clés des deux régimes. Dans le schéma standard du tadpole, couramment utilisé
dans les calculs électrofaibles du modèle standard [101] et du modèle 2HDM [172, 174], les VEVs
sont déterminés via le scalaire corrigé en boucle potentiel. Puisque les VEVs représentent les états
minimum du potentiel, la renormalisation des termes tadpole en équation (2.12) sont étroitement liés
au traitement des ordres supérieurs à l’ordre d’une boucle (NLO) des VEVs. Dans le schéma standard,
les paramètres tadpoles sont promus à un ordre en boucle en les divisant en leurs valeurs renormalisées
et leurs contre-termes comme suit,

Ti Ï Ti + δTi (i = 1, 2) (4.1)

Exigeant les conditions minimales de l’équation (2.11) tenir à l’ordre d’une boucle pour le potentiel
corrigé en boucle implique que les paramètres tadpoles renormalisés disparaissent à nouveau :

Ti = 0 (i = 1, 2) (4.2)

En conséquence de cette condition, les contre-termes des tadpoles dans le schéma standard sont
donnés par l’équation (B.1). En promouvant les termes tadpoles en un seul ordre dans l’équation (4.1),
les termes de tadpoles tournés en équations (2.24) à (2.26) reçoivent également des contributions, qui
sont toutes des fonctions des contre-termes δTi déjà fixées par l’équation (B.1). Les contre-termes
résultants des paramètres des tadpoles tournés dans le schéma standard des tadpoles sont présentés
dans l’annexe (B.1) pour plus de commodité. Le potentiel scalaire corrigé en boucle du modèle 2HDM
est manifestement dépendant de la GFP. Par conséquent, la fixation des minimums de ce potentiel
grâce à l’équation (2.24) conduit nécessairement à des VEVs à boucle corrigée qui sont manifestement
des quantités dépendantes de la GFP. En conséquence, tous les paramètres renormalisés et leurs
contre-termes définis par le biais de ces VEVs à boucle corrigée deviennent également des quantités
dépendantes de la GFP. Comme discuté dans la section (3.6), une telle dépendance GFP des TC est
acceptable tant que dans le calcul d’un observable physique, toutes les dépendances GFP résultant
de différentes parties du calcul s’annulent entre elles. Cependant, dans le modèle 2HDM, le schéma
standard des tadpoles nécessite une forme spécifique de dépendance GFP qui doit être incluse dans
les contre-termes des angles de mélange scalaires afin d’annuler les dépendances GFP des largeurs
de désintégration partielles complètes pour les processus de désintégration impliquant ces angles de
mélange. Renormaliser les angles de mélange dans les schémas comme suggéré, par exemple dans
[172] conduit à l’inclusion de dépendances GFP dans les définitions de leurs contre-termes qui ne
correspondent pas aux dépendances GFP apparaissant dans d’autres parties du calcul des largeurs
de désintégration partielles. Au lieu de cela, ces schémas introduisent des termes supplémentaires
dépendants de la GFP et, par conséquent, ils brisent l’indépendance GFP de la largeur de désintégration
partielle complète d’une boucle. D’un point de vue technique, l’application du schéma standard du
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tadpole complique le traçage des diverses annulations de toutes les dépendances de la GFP dans le
calcul à une boucle, car en général, tous les contre-termes définis par les VEVs dépendants de la
GFP contribuent des termes dépendants de la GFP aux amplitudes de désintégration. Afin d’éliminer
plus systématiquement les termes dépendant de la GFP des largeurs de désintégration partielle à une
boucle, un traitement alternatif des conditions minimales peut être appliqué. Une telle approche a
d’abord été établie dans le modèle standard en [127] et étendue au modèle 2HDM pour la première
fois en [190, 191]. Nous nous référons à ce schéma comme schéma alternatif (tadpole FJ) dans ce qui
suit. L’idée clé de ce schéma alternatif est de considérer les VEVs comme les quantités fondamentales
qui sont promues à des ordres supérieurs et dont les valeurs sont fixées par le potentiel scalaire au
niveau de l’arbre.

Figure 4.1 – Contributions topologiques à l’self-énergie à une boucle. Dans le schéma standard des
tadpoles, nous considérons l’self-énergie 1PI habituelle Σ(p2) tandis que dans le schéma alternatif des
tadpoles FJ, l’self-énergie Σtad(p2) contient en outre des contributions de la topologie tadpole. Pour
les calculs réels des self-énergies du modèle 2HDM, la pleine teneur en particules du modèle 2HDM
doit être insérée dans ces topologies.

Ceci contredit avec le schéma standard, où les quantités fondamentales sont les termes tadpole
qui sont promus à des ordres plus élevés et où les VEVs sont fixés par le potentiel corrigé en boucle.
Étant donné que les VEVs sont connectés au potentiel au niveau de l’arbre dans le schéma alternatif,
cependant ils ne représentent pas a priori le minimum approprié à l’ordre d’une boucle. Afin de
maintenir les conditions minimales appropriées à l’ordre d’une boucle, il est donc nécessaire de diviser
les VEVs en VEVs renormalisés et leurs contre-termes.

vi Ï vi + δvi (i = 1, 2) (4.3)

En imposant la condition que les VEVs au niveau de l’arbre représentent le minimum approprié du
potentiel scalaire même à l’ordre d’une boucle, tous les effets du décalage des minimums sont alloués
aux contre-termes des VEVs δvi, qui les connectent directement au véritables diagrammes de tadpole
tels que décrits dans l’équation. (B.11). En raison des changements de VEV, des topologies explicites
de tadpoles doivent être prises en compte dans le calcul de toutes les corrections de sommets aux
largeurs de désintégration de Higgs ainsi que dans toutes les self-énergies. Ce dernier cas est représenté
sur la figure 5.1 où, en plus de l’self-énergie générique 1PI à une boucle Σ(p2), nous montrons en outre
l’self-énergie générique Σtad(p2) qui contient en outre des contributions à une boucle des diagrammes
tadpole. Toutes les implications du schéma alternatif FJ sur la renormalisation des tadpoles ont été
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présentées dans [191] pour le modèle 2HDM, pour la première fois, et sont résumées dans l’Annexe.
B.1 pour plus de commodité. Dans ce schéma, les VEVs sont définis par le minimum approprié du
potentiel scalaire, c’est-à-dire que les VEVs renormalisés représentent également les minimums au
niveau de l’arbre à l’ordre d’une boucle également. Pour cette raison, les VEVs sont manifestement
indépendants de la GFP et, par conséquent, toutes les quantités définies par ces VEVs, par exemple, les
masses de toutes les particules du modèle 2HDM ainsi que leurs contre-termes deviennent également
indépendantes de la GFP. De plus, l’application du schéma de tadpole FJ alternatif permet une
définition indépendante de la GFP des contre-termes de l’angles de mélange, car l’amplitude de
décroissance à une boucle calculée dans ce schéma de tadpole, mais avec les contre-termes de l’angle
de mélange réglé à zéro, est déjà manifestement indépendante de la quantité GFP. Par conséquent, en
définissant les contre-termes de l’angle de mélange dans un schéma indépendant de la GFP, la pleine
largeur de désintégration partielle maintient également l’indépendance de la GFP. Nous revenons à ce
point dans la section (5.3) où nous présentons tous les schémas de renormalisation des contre-termes
des angles de mélange qui sont considérés dans ce travail.

4.2 Renormalisation des secteurs : de jauge, de scalaire et de fermion

La renormalisation des secteurs de jauge, de scalaire et de fermion est principalement effectuée dans
le schéma sur couche. Puisque les secteurs de jauge et de fermion du modèle 2HDM sont essentiellement
les mêmes que ceux du modèle standard, nous adoptons les schémas sur couche présentés dans [101]
pour ces secteurs.

4.2.1 Renormalisation du secteur des jauges

Pour la renormalisation du secteur de jauge, nous divisons chaque paramètre appartenant au secteur
faible en sa valeur renormalisée et son contre-terme et introduisons les constantes de renormalisation
de fonction d’onde (WFRC) à une boucle pour les champs de bosons de jauge comme suit,

m2
W Ïm2

W + δm2
W , (4.4)

m2
Z Ïm2

Z + δm2
Z , (4.5)

e Ï e (1 + δZe) , (4.6)

g Ï g + δg, (4.7)

αem Ï αem + δαem ≡ αem + 2αemδZe, (4.8)

W±
µ Ï

(1 + δZWW2
)
W±

µ , (4.9)
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(
Z
γ

)
Ï
( 1 + δZZZ2 δZZγ2

δZγZ2 1 + δZγγ2
)(

Z
γ

)
(4.10)

Comme on peut le déduire de l’équation. (2.55), parmi les cinq constantes présentées dans les
équations (4.4) à (4.8), nous utilisons uniquement m2

W , m2
Z et αem comme paramètres indépendants.

Néanmoins, nous introduisons également des contre-termes pour les constantes de couplage e et g
pour plus de commodité. Nous imposons des conditions sur couche pour la renormalisation de tous les
contre-termes et les constantes renormalisées de la fonction d’onde (WFRCs) du secteur de jauge. Les
formules génériques correspondantes des équations (3.12) à (3.14) peuvent être directement adaptés
aux bosons de jauge en remplaçant les self-énergies dans ces formules par les parties transversales des
self-énergies de boson de jauge. Dans le cadre du schéma alternatif des tadpoles, toutes les énergies
propres contiennent en plus des contributions tadpoles, voir la figure (4.1). Pour la renormalisation de
la constante de couplage électromagnétique e, nous imposons la même condition que celle présentée
dans [101], c’est-à-dire que nous définissons δZe via les corrections de vertex au couplage sur couche
e+e−γ. Cependant, dans notre cas, nous n’imposons pas cette condition à la limite de Thomson mais
au lieu de cela, nous considérons e comme renormalisé à l’échelle de la masse du boson Z. Tous les
contre-termes et les constantes renormalisées de la fonction d’onde du secteur de jauge défini dans ce
schéma sur couche sont présentés explicitement dans l’Annexe (B.2).

4.2.2 Renormalisation du secteur scalaire

Les masses et les champs de toutes les particules scalaires du modèle 2HDM sont promus à l’ordre
d’une boucle par l’introduction des contre-termes de masse et des constantes renormalisées de la
fonction d’onde. Pour les bosons de Goldstone non physiques, aucun contre-termes de masse n’est
introduit car ils restent sans masse à des ordres supérieurs et ne reçoivent des termes de masse efficaces
que par le lagrangien fixateur de jauge une fois la renormalisation terminée, voir l’équation (2.33). Afin
d’annuler toutes les divergences UV pour le calcul des amplitudes de désintégration, les champs de
bosons de Goldstone acquièrent cependant des constantes renormalisées de la fonction d’onde qui ne
disparaissent pas. Les masses quadratiques renormalisées correspondantes, les contre-termes de masse
et les constantes renormalisées de la fonction d’onde sont introduits comme suit,

m2
H Ïm2

H + δm2
H , (4.11)

m2
h Ïm2

h + δm2
h, (4.12)

m2
A Ïm2

A + δm2
A, (4.13)

m2
H±m2

H± + δm2
H± (4.14)

(
H
h

)
Ï
( 1 + δZHH2 δZHh2

δZhH2 1 + δZhh2
)(

H
h

)
, (4.15)
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(
G0
A

)
Ï
( 1 + δZG0G02 δZG0A2

δZAG02 1 + δZAA2
)(

G0
A

)
, (4.16)

(
G±

H±

)
Ï
( 1 + δZG±G±2 δZG±H±2

δZH±G±2 1 + δZH±H±2
)(

G±

H±

)
. (4.17)

Les formules génériques pour la renormalisation des multiples scalaires présentées dans les équations.
(3.12) à (3.14) peuvent être directement appliqués aux particules scalaires du modèle 2HDM. Les
formes explicites résultantes des contre-termes et constantes renormalisées de la fonction d’onde sont
présentées dans l’Annexe (B.3).

4.2.3 Renormalisation du secteur des fermions

Nous introduisons des contre-termes pour toutes les masses de fermions, les éléments de matrice
CKM ainsi que pour les paramètres de couplage de Yukawa définis dans le tableau (2.2) et introduisons
en outre des constantes renormalisées de la fonction d’onde pour tous les champs fermioniques fi du
modèle 2HDM comme suit,

mf Ïmf + δmf , (4.18)

Vij Ï Vij + δVij , (4.19)

Yi Ï Yi + δYi, (4.20)

fLi Ï
∑
j

(
δij + δZf,Lij2

)
fLj , (4.21)

fRi Ï
∑
j

(
δij + δZf,Rij2

)
fRj . (4.22)

Les formules génériques pour la définition sur couche des contre-termes et constantes renormalisées
de la fonction d’onde de masse des équations (3.12) à (3.14) peuvent à nouveau être directement
adaptés au cas des self-énergies de fermion. Dans ce cas, les contributions d’self-énergie sont réparties en
fonction de leurs structures chirales comme indiqué dans [101]. Les contre-termes δYi des paramètres de
couplage de Yukawa ne sont pas des contre-termes indépendants mais au contraire, ils sont des fonctions
des contre-termes des angles de mélange scalaires dont la renormalisation est discutée dans la section
(4.3). Pour la renormalisation des éléments de la matrice CKM, plusieurs schémas ont été proposés
dans la littérature [101, 108, 130]. L’utilisation du schéma proposé dans [101] conduit à l’inclusion de
termes dépendants de la GFP complexes provenant des constantes renormalisées de la fonction d’onde
de fermion hors diagonale dans le calcul des largeurs de désintégration partielles à une boucle qui
impliquent les contre-termes des éléments de la matrice CKM. Étant donné que la matrice CKM est
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approximativement une matrice unitaire [248], les effets numériques de ces termes dépendants de la
GFP sont généralement faibles, mais néanmoins, les largeurs de désintégration partielles complètes
d’une boucle impliquant ces contre-termes deviennent manifestement dépendantes de la GFP. Pour
notre travail, nous utilisons le schéma de renormalisation de la matrice CKM présenté dans [259] qui
permet une définition manifestement indépendante de la GFP des contre-termes des éléments de la
matrice CKM. Les définitions explicites de tous les contre-termes et constantes renormalisées de la
fonction d’onde du secteur des fermions sont présentées dans l’Annexe B.4.

4.3 Renormalisation des angles de mélange scalaires α et β

Les angles de mélange scalaires α et β sont promus à un ordre en boucle en les divisant en leurs
valeurs renormalisées et leurs contre-termes comme suit,

αÏ α+ δα (4.23)

β Ï β + δβ (4.24)

La renormalisation des angles de mélange scalaires est une tâche non triviale. Alors que pour les
champs physiques et les masses, les schémas de renormalisation motivés physiquement, par exemple
le schéma sur couche, peut être appliqué, il n’y a pas d’analogie d’un schéma de renormalisation
physique évident pour les angles de mélange scalaires. Cette situation est similaire dans le Modèle
Supersymétrique Minimale (MSSM), où l’angle de mélange scalaire β doit être renormalisé. Dans [129],
trois critères souhaitables pour la renormalisation de cet angle de mélange ont été suggérés :

— Indépendance GFP : La définition du contre-terme de l’angle de mélange ne doit pas introduire
de dépendances GFP non annulées dans le calcul des largeurs de désintégration partielles à une
boucle.

— Stabilité numérique :Le schéma de renormalisation imposé à l’angle de mélange scalaire ne doit
pas introduire de contributions anormalement importantes aux termes finis de contre-terme de
l’angle de mélange et, par conséquent, également à la pleine largeur de désintégration partielle.
Plus précisément, le terme fini de contre-terme de l’angle de mélange ne doit pas introduire de
grandes contributions non annulées aux largeurs de désintégration partielles à une boucle de telle
sorte qu’elles deviennent des ordres de grandeur plus grands que les largeurs de désintégration
au niveau de l’arbre.

— Indépendance du processus :Le contre-terme de l’angle de mélange ne doit pas être défini via un
processus de décroissance physique.

Dans [129], un théorème d’interdiction a été formulé qui stipule que pour le Modèle supérsymétrique
minimal (MSSM), il n’existe aucun schéma de renormalisation pour l’angle de mélange scalaire β qui
remplit simultanément les trois critères susmentionnés. Dans [106, 190, 191], ces critères ont été adoptés
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pour le cas des deux angles de mélange dans le modèle 2HDM et plusieurs schémas de renormalisation
différents ont été analysés en ce qui concerne le respect de ces critères.

4.3.1 Schéma de soustraction minimale modifiée (MS)

L’application du schéma de soustraction minimale modifiée MS fait partie des schémas de renorma-
lisation les plus simples pour les contre-termes de l’angle de mélange. Il a été analysé dans [191, 208]
que la renormalisation de δα et δβ dans le schéma MS peut conduire à des largeurs de désintégration
partielle corrigées en une boucle qui sont des ordres de grandeur plus grands que les largeurs de niveau
de l’arbre. D’autre part, une analyse détaillée réalisée dans [104] a montré que la renormalisation MS
des contre-termes des angles de mélange peut être utile pour certains processus de désintégration
lorsqu’ils impliquent une annulation partielle de contributions importantes provenant des tadpoles.
De plus, dans le cadre du schéma standard des tadpoles, une condition MS pour les contre-termes
des angles de mélange brise l’indépendance GFP de l’amplitude de décroissance à une boucle car, par
définition, les parties finies des contre-termes des angles de mélange disparaissent et ne contribuent
donc pas aux termes dépendants GFP qui pourraient annuler les dépendances GFP apparaissant dans
l’amplitude de désintégration résiduelle dans le schéma standard. Néanmoins, nous considérons ce
schéma dans ce travail comme une référence. L’imposition de la condition MS sur les contre-termes de
l’angle de mélange signifie que seules les parties divergentes UV proportionnelles à ∆ voir l’équation
(3.2), sont attribués aux contre-termes δα et δβ, tandis qu’aucune partie finie n’est affectée à ces
contre-termes. Les contre-termes résultants sont présentés dans Annexe (B.5.1).

4.3.2 Schéma KOSY - de Kanemura

Le schéma KOSY a été proposé pour la première fois en [172] dans le cadre du schéma standard
des tadpoles. L’idée clé de cette approche est de considérer une autre matrice symétrique réelle

√
Zφ̃

contenant les constantes renormalisées de la fonction d’onde pour chaque doublet scalaire dans la base
de jauge, notée par φ̃, qui est connecté à la base de masse par une expansion de la matrice de rotation
à l’ordre d’une boucle. Cela donne une matrice WFRC alternative dans la base de masse,

√
ZKOSY
φ ≈ RTδθRTθ

√
Zφ̃Rθ ≈

( 1 + δZφ1φ12 δCφ + δθ
δCφ − δθ 1 + δZφ2φ22

)
(4.25)

où la matrice de rotation Rθ est définie dans l’équation. (2.23) et les constantes δZφ1φ1 , δZφ2φ2
et δCφ désignent les trois paramètres indépendants de la matrice

√
Zφ̃. Comparons l’équation (4.25)

avec les équations (4.15) à (4.17) révèle une connexion entre l’angle de mélange scalaire CTSδθ ∈
δα,δβ et les constantes de renormalisation de fonction d’onde du secteur scalaire. Étant donné que ces
derniers sont définis dans le schéma sur couche dans notre cas, l’approche KOSY donne donc un schéma
motivé sur couche pour les angles de mélange scalaires. Suivant l’argument présenté dans [106], nous
ne désignons pas le schéma KOSY comme un véritable schéma sur couche pour les angles de mélange
scalaires, car et sont définis par des constantes renormalisées de la fonction d’onde non-diagonales
dans le schéma KOSY, qui n’ont aucune interprétation dans le sens des quantités physiques sur couche.
La renormalisation des angles de mélange est appliquée après la rotation de jauge à la base de masse,
lorsque la relation au niveau de l’arbre est satisfait. Par conséquent, l’angle de mélange diagonalise
simultanément les secteurs CP-impairs et chargés, mais puisque nous n’avons pas suffisamment de
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constantes libres dans l’équation (4.25) pour les secteurs CP-impairs et chargés, nous ne pouvons pas
appliquer simultanément les conditions sur couche pour la définition dd contre-terme de l’angle de
mélange δβ à travers les secteurs CP-impairs et chargés. Au lieu de cela, nous devons choisir à travers
lequel des deux secteurs le contre-terme δβ doit être défini. Dans notre travail, nous définissons δβ soit
uniquement par le CP-impair ou uniquement par le secteur chargé, que nous appelons respectivement
δβ0 et δβc. Alors que le schéma KOSY est indépendant du processus et conduit généralement à des
corrections modérées d’une boucle, présentant ainsi une stabilité numérique dans le sens susmentionné,
il introduit une dépendance GFP explicite dans le calcul des largeurs de désintégration partielles à
l’ordre d’une boucle. La situation est inchangée dans le cadre du programme alternatif de tadpole FJ,
où des dépendances non annulées de la GFP sont introduites. Les formules explicites résultantes pour
les contre-termes d’angles de mélange dans le schéma KOSY sont présentées dans Annexe (B.5.2).
Par conséquent, ces schémas peuvent souvent conduire à des instabilités numériques. D’un autre côté,
étant donné que les contre-termes d’angle de mélange sont définis via des observables, l’utilisation du
schéma dépendant du processus conduit automatiquement à des largeurs de désintégration partielle
manifestement indépendantes de la GFP. Pour la définition des contre-termes d’angle de mélange dans
le modèle 2HDM, de nombreux processus possibles pourraient être envisagés à travers lesquels les
contre-termes pourraient être définis.

Schéma sur couche pincé (on-shell pinched)

Le schéma sur couche pincé [190, 191] est une autre définition motivée par des contre-termes des
angles de mélange, étroitement liée au schéma p∗-pincé dont il diffère uniquement par l’échelle p2
à laquelle les contre-termes des angles de mélange sont définis. Dans le schéma sur couche pincé,
cette échelle est choisie de manière analogue à la définition originale de l’échelle du schéma KOSY,
c’est-à-dire que l’échelle p2 dans les self-énergies pincées, introduite par la connexion aux constantes
renormalisées de la fonction d’onde non diagonale, est réglée au carré correspondant aux masses
scalaires comme dans le schéma KOSY. Dans ce cas, les contributions supplémentaires self-énergétiques
UV-finies σadd(p2), dérivées de [191] pour le modèle 2HDM, sont non nulles et doivent être incluses
dans la définition de δα et δβ. Les contre-termes d’angle de mélange résultants sont explicitement
présentés dans l’Annexe (B.5.4). De façon analogue au schéma p∗ pincé, les angles de mélange des
contre-termes définis dans le schéma sur couche pincé sont manifestement indépendants de la GFP, du
processus et leur application conduit généralement à des corrections d’ordre supérieur (NLO) modérées
[190, 192], répondant ainsi aux trois souhaits simultanément.

Schémas processus-dépendants

La connexion de la définition du contre-terme de l’angle de mélange avec un observable, par
exemple une largeur de désintégration partielle a été proposée pour l’angle de mélange β dans le Modèle
Supersymétrique minimal (MSSM) en [91, 129] et pour α et β dans le modèle 2HDM en [233]. Un tel
schéma dépend par définition du processus, c’est-à-dire que les contre-termes de l’angle de mélange
deviennent des fonctions de véritables corrections de vertex et d’autres contributions de contre-terme
aux processus de désintégration corrigés en boucle. De ce fait, la définition des contre-termes d’angle
de mélange est techniquement plus impliquée et de plus, les contre-termes eux-mêmes peuvent devenir
numériquement grands en raison de contributions non annulées résultant des corrections de vertex.
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Par conséquent, ces schémas peuvent souvent conduire à des instabilités numériques. D’un autre côté,
étant donné que les contre-termes de l’angle de mélange sont définis via des observables, l’utilisation
du schéma dépendant du processus conduit automatiquement à des largeurs de désintégration partielle
manifestement indépendantes de la GFP. Pour la définition des contre-termes d’angle de mélange dans
le modèle 2HDM, de nombreux processus possibles pourraient être envisagés à travers lesquels les
contre-termes pourraient être définis. Indépendamment de la désintégration choisie φ Ï X1X2 d’un
boson de Higgs φ à deux autres particules X1 et X2, l’idée commune d’un schéma processus-dépendants
est d’égaliser les largeurs de désintégration partielles du processus choisi à l’ordre dominant (LO) et
au second ordre dominant (NLO),

Γ LO
φX1X2 ≡ ΓNLO

φX1X2 ≡ Γ LO
φX1X2

(1 + 2 Re [F VC
φX1X2 +FCT

φX1X2
])

(4.26)

où nous introduisons des facteurs de forme F VC
φX1X2 et FCT

φX1X2 ou les corrections de vertex authen-
tiques et les contributions des contre-termes, y compris les constantes renormalisées de la fonction
d’onde, respectivement et où nous excluons les corrections réelles à la largeur de désintégration comme
décrit ci-dessous. Cette condition peut être reformulée comme suit,

Re [FCT
φX1X2

] = −Re [F VC
φX1X2

]
. (4.27)

Le facteur de forme FCT
φX1X2 contient, autres contre-termes et constantes renormalisées de la fonction

d’onde, un ou les deux contre-termes d’angle de mélanges δα et δβ. Par conséquent, la condition de
renormalisation reformulée dans l’équation. (4.28) peut être résolu pour les contre-termes d’angle de
mélange qui deviennent par conséquent des fonctions d’une combinaison de contre-termes et constantes
renormalisées de la fonction d’onde du modèle 2HDM ainsi que des corrections de vertex authentiques
F VC
φX1X2 . Il faut être prudent lorsque le processus choisi implique des particules chargées dans les états

initial ou final en raison de l’apparition de divergences Infrarouge (IR) dans les corrections de vertex et
donc, également dans la définition des contre-termes de l’angle de mélange, ce qui est défavorable [129].
Afin de contourner ce problème, un processus peut être choisi qui ne contient pas de particules chargées
dans les états initials ou finals ou dont les contributions de type QED divergence IR authentiques
dans les corrections de sommets forment un sous-ensemble UV-finite qui est exclu du condition de
renormalisation, justifiant ainsi l’approche de ne pas inclure les corrections réelles dans la condition
de renormalisation dans l’équation (4.27). Le premier cas est défavorable dans le modèle 2HDM en
raison de la structure complexe des contre-termes à angle de mélange qui surviendrait en utilisant
uniquement des canaux de désintégration en courant neutre. Dans ce dernier cas, l’équation (4.28) ne
contient que de véritables contributions faibles partout, c’est-à-dire que les contributions de divergence
IR de type-QED sont négligées dans les deux facteurs de forme F VC

φX1X2 et FCT
φX1X2 .

Schéma physique sur couche (on-shell)

Dans un schéma dépendant du processus, les contre-termes d’angle de mélange sont fonction non
seulement des éléments de la matrice S, mais aussi des autres contre-termes et constantes renormalisées
de la fonction d’onde de la théorie. Afin d’exploiter la caractéristique avantageuse de ces schémas, à
savoir leur indépendance manifeste vis-à-vis de la GFP, tout en évitant leurs défauts, à savoir des
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corrections (NLO) potentiellement importantes, résultant de contributions non annulées entre les
corrections des vertex, les constantes renormalisées de la fonction d’onde et les contre-termes. Les
contre-termes des angles de mélange peuvent être définis purement à travers les éléments de matrice S,
uniquement. Un tel schéma physique sur couche a été proposé pour la renormalisation de la matrice
de mélange des quarks dans le modèle standard en [103] et pour le δα et le δβ dans le modèle 2HDM
en [106]. Dans ce qui suit, nous passons brièvement en revue le schéma physique sur couche tandis
que pour une dérivation détaillée dans le modèle 2HDM, nous nous référons à cette dernière référence.
Uniquement dans le but de renormaliser les angles de mélange, le modèle 2HDM est temporairement
étendu en ajoutant deux singulets fermions droitiers νiR(i = 1, 2) au lagrangien du modèle 2HDM, en
plus d’imposer une symétrie Z2 discrète supplémentaire sous laquelle les singulets se transforment en :

ν1RÏ −ν1R (4.28)

ν2RÏ ν2R (4.29)

et qui empêche le mélange de différentes générations de leptons pour plus de simplicité. En raison
des deux singulets neutrino droitiers supplémentaires, le mécanisme de la brisure électrofaible de la
symétrie génère désormais des termes de masse pour deux neutrinos choisis arbitrairement νj (j = 1, 2)
dans la base de masse, ainsi que des couplages au niveau de l’arbre entre les neutrinos massifs et les
bosons de Higgs, tous proportionnels aux nouvelles constantes de couplage de Yukawa yνj . La limite
yνj → 0 est alors la limite du modèle 2HDM dans laquelle les neutrinos redeviennent sans masse et les
contributions des singulets neutrinos droitiers se découplent. Le contre-terme de l’angle de mélange
α est fixé en exigeant une condition de renormalisation modifiée en fonction du processus. Au lieu
d’imposer une condition équivalente à l’équation (4.28), il est proposé dans [106] d’imposer la condition
que les rapports des amplitudes de deux désintégrations de Higgs en neutrinos massifs soient les mêmes
au niveau de l’arbre et de l’ordre d’une boucle. Par conséquent, choisir la désintégration en une paire
de par exemple les neutrinos massifs ν1 conduisent à la condition :

A NLO
Hν̄1ν1
A NLO
hν̄1ν1

≡
A LO
Hν̄1ν1
AhLO

ν̄1ν1
(4.30)

tout en choisissant la désintégration dans la deuxième paire de neutrinos massifs conduit à la
condition

A NLO
Hν̄2ν2
A NLO
hν̄2ν2

≡
A LO
Hν̄2ν2
AhLO

ν̄2ν2
(4.31)

L’une ou l’autre de ces deux conditions peut être résolue pour le δα. L’imposition de cette
définition dépendante du processus sur les rapports a l’avantage que les contributions apparaissant
universellement dans les deux désintégrations du nominateur et du dénominateur s’annulent l’une
contre l’autre. Par conséquent, le contre-terme d’angle de mélange δα est défini uniquement par les
constantes renormalisées de la fonction d’onde de Higgs CP-pairs ainsi que par de véritables corrections
de vertex au niveau des arbres des bosons Higgs CP-pairs h/H et le massif neutrinos νj . Pour la
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définition du contre-terme de l’angle de mélange β, des conditions analogues peuvent être imposées.
Dans [106], il est suggéré de choisir l’une des conditions suivantes,

A NLO
Aν̄1ν1
A NLO
Hν̄1ν1

≡
A LO
Aν̄1ν1
A LO
Hν̄1ν1

, (4.32)

A NLO
Aν̄2ν2
A NLO
Hν̄2ν2

≡
A LO
Aν̄2ν2
A LO
Hν̄2ν2

. (4.33)

Cependant, l’inconvénient de ces conditions est que l’équation (4.33) conduit à une définition
de δβ qui devient singulière pour cβ Ï 0 tandis que l’équation (4.34) conduit à un comportement
singulier pour sβ Ï 0. Bien que ces singularités puissent ne pas être pertinentes pour une analyse
phénoménologique du modèle 2HDM, ce comportement singulier peut toujours conduire à des instabi-
lités numériques dans certains coins de l’espace des paramètres. Afin de contourner ce problème, une
troisième condition est suggérée dans [106]. En introduisant les facteurs de forme comme suit,

A (N)LO
H/hν̄jνj ≡

[
ūνjvνj

]
F̃ (N)LO
H/hν̃jνj , (4.34)

A (N)LO
Aν̄jνj ≡

[
ūνj iγ5vνj ] F̃ (N)LO

Aν̄jνj , (4.35)

où les termes entre parenthèses désignent la cinématique de désintégration complète des chaînes de
spin des neutrinos massifs, la condition de renormalisation suivante est imposée,

0 = F̃ LO
Aν̄1ν1

cαF̃ LO
Hν̄1ν1 − sαF̃ LO

hν̄1ν1
cβ + F̃ LO

Aν̄2ν2
sαF̃ LO

Hν̄2ν2 + cαF̃ LO
hν̄2ν2

sβ

≡
F̃NLO
Aν̄1ν1

cαF̃NLO
Hν̄1ν1 − sαF̃NLO

hν̄1ν1
cβ + F̃NLO

Aν̄2ν2
sαF̃NLO

Hν̄2ν2 + cαF̃NLO
hν̄2ν2

sβ

(4.36)

c’est-à-dire qu’il est demandé que la relation au niveau de l’arbre dans la première ligne de
l’équation (4.37) reste également valable à l’ordre d’une boucle. Le contre-terme δβ définie ici est
exempte d’instabilités numériques provenant de régions spécifiques de l’espace des paramètres. Parmi
toutes les conditions de renormalisation présentées, les trois combinaisons différentes nommées et
choisies dans [106] sont les suivantes :

— sur couche 1 : définir δα via Eq. (4.31) et δβ via Eq. (4.33),

— sur couche 2 : définir δα via Eq. (4.32) et δβ via Eq. (4.34) et

— sur couche 12 : définir δα via Eq. (4.32) et δβ via Eq. (4.37).

Les formes explicites résultantes des contre-termes des angles de mélange sont présentées dans
l’Annexe (B.5.6). Toutes les corrections de vertex authentiques pour les couplages au niveau de l’arbre
des bosons de Higgs avec les neutrinos massifs, nécessaires pour la définition des contre-termes d’angle
de mélange, produisent des contributions qui ne disparaissent pas même dans la limite yνj Ï 0. Après
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que la renormalisation a été imposée sur les angles de mélange dans ces schémas, cette limite du
modèle 2HDM est appliquée et les singulets de neutrinos sont à nouveau effectivement supprimés du
modèle. De manière analogue à la définition dépendante du processus, la définition des contre-termes
d’angle de mélange dans les schémas physiques sur couche conduit à une invariance de la largeur de
désintégration partielle à l’ordre d’une boucle par rapport au schéma tadpole choisi. Dans notre travail,
nous appliquons donc le schéma physique sur couche uniquement dans le cadre du schéma alternatif
des tadpoles Fleischer et Jegerlehner (FJ) pour plus de simplicité.
Mise à part du fait que les contre-termes d’angle de mélange sont définis uniquement via des constantes
renormalisées de la fonction d’onde et de véritables corrections de vertex, une autre différence cruciale
entre le schéma sur couche physique et les autres schémas dépendants du processus considérés
précédemment réside dans la définition des valeurs renormalisées des angles de mélange eux-mêmes.
Dans les schémas dépendants du processus, à la fois les contre-termes de l’angle de mélange ainsi que
leurs valeurs renormalisées sont déterminés via l’équation (4.27), c’est-à-dire la valeur mesurée α et
β dans le schéma dépendant du processus sont déterminées par les valeurs mesurées des largeurs de
désintégration partielles des désintégrations à travers lesquelles les contre-termes d’angles de mélange
sont définis. D’autre part, dans le schéma physique sur couche, les contre-termes d’angle de mélange
sont définis via des désintégrations de Higgs à des neutrinos massifs. Puisque après la renormalisation
de la limite du modèle 2HDM est appliquée et les neutrinos redeviennent sans masse, les conditions de
renormalisation dans les équations (4.31) à (4.34) et (4.37) ne peuvent pas être directement appliqués
pour déterminer les valeurs mesurées des angles de mélange dans le schéma physique sur couche
car les désintégrations correspondantes en neutrinos massifs n’existent plus dans le modèle 2HDM.
Au lieu de cela, leurs valeurs sont déterminées par les largeurs de désintégration partielles mesurées
d’autres canaux de désintégration mesurables. Depuis la renormalisation, la limite du modèle 2HDM
est appliquée et les neutrinos redeviennent sans masse, les conditions de renormalisation dans les
équations (4.31) à (4.34) et (4.37) ne peuvent pas être directement appliqués pour déterminer les
valeurs mesurées des angles de mélange dans le schéma physique sur couche car les désintégrations
correspondantes en neutrinos massifs n’existent plus dans le modèle 2HDM. Au lieu de cela, leurs
valeurs sont déterminées par les largeurs de désintégration partielles mesurées d’autres canaux de
désintégration mesurables.

4.4 Renormalisation du paramètre m212 de la brisure douce-Z2
Le seul paramètre indépendant restant qui nécessite une renormalisation est le paramètre m212 de

brisure douce Z2 qui est divisé en une valeur renormalisée et son contre-terme comme d’habitude,

m212 Ïm212 + δm212 (4.37)

Contrairement, par exemple, aux masses des particules du modèle 2HDM, le paramètre m212 n’a
pas d’interprétation physique directe et, par conséquent, il n’y a pas de définition directe sur couche de
masse qui pourrait être imposée afin de fixer son contre-terme. Étant donné que m212 apparaît dans les
couplages de Higgs trilinéaires et quartiques, il est en principe possible de fixer le contre-terme δm212
à l’ordre d’une boucle grâce à une désintégration de Higgs à Higgs. La valeur renormalisée de m212
dépendrait alors de la valeur mesurée de la largeur de désintégration partielle du canal de désintégration
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choisi. Excepté, le fait que les canaux de désintégration de Higgs à Higgs sont assez difficiles à mesurer
directement dans les expériences de collisionneurs actuelles, il a été constaté dans [192] qu’une telle
condition de renormalisation dépendante du processus pour δm212 est en outre défavorable d’un point
de vue théorique car elle introduit une véritable corrections de sommet de boucle des désintégrations
de Higgs à Higgs dans les parties finies du contre-terme. Pour cette raison, δm212 lui-même ainsi que les
largeurs de désintégration partielles contenant ce contre-terme deviennent généralement des ordres de
grandeur plus grands que les largeurs de désintégration partielles au niveau de l’arbre, conduisant ainsi
à une instabilité numérique du calcul à une boucle. Par conséquent, pour des raisons pratiques, un
schéma de renormalisation dépendant du processus pour le paramètre m212 de la brisure douce Z2 n’est
pas utilisé dans ce travail. Au lieu de cela, nous fixons le contre-terme dans le schéma MS et la forme
explicite du contre-terme est donnée dans Annexe (B.6). Étant donné que ∆ dépend explicitement
de l’échelle de renormalisation µR, le contre-terme MS- renormalisé de m212 dépend de cette échelle à
laquelle le contre-terme est également défini et sa valeur doit être spécifiée pour le calcul des largeurs
de désintégration partielles impliquant la renormalisation de m212.
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Chapitre 5

Signature du Modèle 2HDM dans les usines
de Higgs

Introduction

Dans ce chapitre, nous proposerons quelques scénarios de référence du modèle 2HDM après avoir
pris en compte les contraintes théoriques ainsi que les restrictions expérimentales des données récentes
du LHC. En utilisant ces scénarios de référence, nous étudierons les effets des corrections radiatives
électrofaibles sur le processus de production e+e− → Zφ, φ = h0, H0 et rapporter les calculs complets
au second ordre dominant (NLO) sur la section efficace dans le modèle 2HDM en incluant à la fois les
corrections virtuelles à une boucle et les émissions réelles d’un photon. Nos résultats sont cohérents avec
[206] dans le même ensemble des paramètres du modèle 2HDM. La correction à l’ordre d’une boucle du
modèle standard de σ (e+e− → ZhSM ) a été la première fois calculée en [126] puis suivie des travaux
dans [185] et [100], plus tard avait été calculé en utilisant le système GRACE ∗ dans [59] et nous avons
reproduit les résultats à des fins de comparaison. Nous trouvons que les corrections électrofaibles de la
nouvelle physique dans nos scénarios de référence peuvent être de l’ordre de −10% ∼ −20%, alors que
la contribution de l’émission réelle a un signe positif. Quatre points de référence sont étudiés dans
ce travail et on a constaté que les corrections d’émissions électrofaibles et réelles sont importantes et
pourraient être la cible physique des futurs collisionneurs e+e− tels que l’ILC, le CLIC et le CEPC.
Les corrections à l’ordre d’une boucle des couplages du boson de Higgs ont été étudiées dans divers
modèles. Les corrections QCD et électrofaible de hff ont été calculées dans le modèle standard dans
les références [113, 127, 163, 186, 229]. Des calculs similaires ont été effectués dans divers modèles
au-delà du modèle standard comme dans le Modèle Standard Supersymétrique Minimal (MSSM). En
raison de ses effets SUSY-QCD importants, il a été observé que les couplages hff peuvent recevoir des
corrections importantes [95, 144, 151]. De plus, les couplages hff avaient été intensivement étudiés dans
le modèle 2HDM [24, 27, 170]. Dans ce travail, nous examinons également les écarts de hff (f = b, τ)
dans les scénarios de type I et de type II et trouvons que ces écarts sont à la portée des futures usines
de Higgs et sont utiles pour distinguer les modèles de la nouvelle physique.

∗. GRACE est un système de packages de programmes pour le calcul automatique, voir https ://minami-home.kek.jp
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5.1 Le modèle 2HDM et les points de référence

Le modèle 2HDM a été introduit pour la première fois par T.D. Lee [202] afin d’avoir une brisure
spontanée de la parité T (ou également de la parité CP), et une revue plus complète peut être trouvée
dans les références [72] et [96]. Avant de proposer des scénarios de référence, nous rappelons brièvement
les principales caractéristiques du modèle 2HDM liées à ce travail. Le potentiel renormalisable le plus
général qui est invariant sous SU(2)×U(1) peut s’écrire :

V (Φ1,Φ2) = m21Φ†1Φ1 +m22Φ†2Φ2 − (m212Φ†1Φ2 + h.c.
)+ 12λ1(Φ†1Φ1)2 + 12λ2(Φ†2Φ2)2+ λ3(Φ†1Φ1)(Φ†2Φ2) + λ4(Φ†1Φ2)(Φ†2Φ1)+ (12λ5(Φ†1Φ2)2 + (λ6(Φ†1Φ1) + λ7(Φ†2Φ2)) (Φ†1Φ2) + h.c.

)
, (5.1)

où φi, i=1,2 sont des doublets complexes du groupe SU(2) avec chacun quatre degrés de liberté
et m21, m22 et les λ1−4 sont tous réels, ce qui découle de l’herméticité du potentiel. Cependant, les
paramètres λ5−7 et m212 peuvent être complexes en général. Une violation explicite de CP peut survenir
dans le secteur de Higgs en considérant les parties imaginaires des paramètres complexes ci-dessus.
Dans ce travail, nous nous concentrons sur notre étude dans le cas de la conservation-CP afin de
supposer que tous les paramètres sont réels. De plus, par souci de simplicité, nous n’incluons que le
terme de brisure douce proportionnel à m212 et omettons les termes proportionnels à λ6 et λ7 car ils
conduisent à une violation Z2 dure.
La symétrie Z2 est définie comme (Φ1, Φ2) → (Φ1,−Φ2), qui a été introduit afin de supprimer les
processus de courant neutre à changement de saveur (FCNC) au niveau de l’arbre [137, 221]. La
symétrie exacte Z2 conduira à l’absence de couplages Φ2 dans les fermions, ce qui rend Φ2 possible
comme candidat de matière noire dans le modèle dit de doublet inerte (IDM) [43, 74, 210]. Cependant
dans ce travail, nous considérons le cas λ6 = λ7 = 0 mais m212 6= 0, ce qui peut permettre des processus
(FCNC) au niveau de boucle [137, 148].
Dans le cas du modèle 2HDM conservant-CP, quatre réalisations ont été envisagées pour éviter les
FCNC au niveau de l’arbre, connu sous le nom de type-I, type-II, type-III (appelé Lepton specific)
et type-IV (également appelé Flipped) [44, 143]. Dans le modèle de type-I, la symétrie Z2 est une
symétrie exacte et le doublet Φ1 donne la masse à tous les fermions. Dans le modèle de type-II, le Φ1
donne de la masse aux leptons et aux quarks de type down, tandis que le Φ2 se couple aux quarks
de type up. Le Modèle Standard Supersymétrique Minimal (MSSM) dispose d’un secteur de Higgs
de type-II. Dans le modèle de type-III, tous les quarks se couplent au doublet Φ2 tandis que tous
les leptons chargés se couplent au doublet Φ1. Enfin, dans le modèle de type-IV, les quarks de type
down se couplent au doublet Φ1 tandis que le reste des fermions se couple au doublet Φ2. Avec ces
quatre arrangements dans l’espace de saveur du modèle 2HDM, le courant neutre à changement de
saveur au niveau de l’arbre peut être supprimé en toute sécurité. À partir des huit degrés de liberté
initiaux, si la symétrie SU(2) est brisée, nous nous retrouvons avec deux états de Higgs pairs en CP,
généralement dénotés par : h0 et H0, un impair en CP : A0, deux bosons de Higgs chargés, H± et
trois bosons de Goldstone. Après la brisure de symétrie électrofaible, le potentiel en Equation (5.5)
peut être exprimé avec 7 paramètres indépendants à savoir : mh0 , mH0 , mA0 , mH± , tan β = v2/v1,sin(β − α) et λ5 (ou équivalent : m212). L’angle β est l’angle de rotation entre les états propres du
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groupe et les états propres de masse dans le secteur de Higgs de CP-impair et le secteur de Higgs
chargés. L’angle α est l’angle de rotation correspondant au secteur CP-pair. Du potentiel ci-dessus,
Eq.5.1, on peut déduire les couplages triples de Higgs nécessaires pour le présent travail qui sont des
fonctions des paramètres physiques et qui sont donnés dans les équations (D1-D8) de l’annexe D.
L’espace des paramètres du modèle 2HDM est réduit par les contraintes théoriques et expérimentales
suivantes :

1. Conditions de stabilité du vide qui garantissent que le potentiel est délimité par dessous, où nous
utilisons les conditions dérivées de [107].

2. Unitarité perturbative au niveau de l’arbre pour les amplitudes de diffusion des bosons de Higgs
et des composantes longitudinales des bosons de jauge.

3. Perturbativité de tous les coefficients quartiques du potentiel scalaire, c’est-à-dire |λi| ≤ 8π
(i = 1, ..., 5),

4. Observables de précision électrofaible (EWPOs). En raison des contributions de bosons de Higgs
supplémentaires, les paramètres universels S, T et U fournissent des contraintes supplémentaires
sur la division de masse entre ces bosons de Higgs. Pour implémenter les contraintes des
EWPOs, nous considérons les valeurs suivantes [156, 219] pour S, T et U : ∆S = 0, 05± 0, 11,
∆T = 0, 09± 0, 13 et ∆U = 0, 01± 0, 11.

5. Contraintes expérimentales indirectes des observables physiques B , qui ont été prises en
compte en utilisant le code public SuperIso [211]. Plusieurs valeurs expérimentales importantes
sont tabulées dans le tableau 5.1, qui sera utilisé pour contraindre de manière significative des
paramètres tels que tan β et la masse de boson de Higgs chargée du modèle 2HDM.

Observable Résultat expérimental contribution MS Erreur combinée à 1σ
B(K → µν)/B(π → µν) 0.6357± 0.0011 [219] 0.6231± 0.0071 0.0071
B(b→ sγ)Eγ>1.6 GeV (3.32± 0.16)× 10−4 [18] (3.36± 0.24)× 10−4 0.29× 10−4
B(B→ τν) (1.14± 0.22)× 10−4 [19] (0.78 ± 0.07)× 10−4 0.23× 10−4
B(D → µν) (3.74± 0.17)× 10−4 [19, 219] (3.94± 0.13)× 10−4 0.21× 10−4
B(Ds → τν) (5.55± 0.24)× 10−2 [19, 219] (5.17± 0.11)× 10−2 0.26× 10−2
B(Ds → µν) (5.57± 0.24)× 10−3 [19, 219] (5.28 ± 0.11)× 10−3 0.26× 10−3
B(B0

s → µ+µ−) (2.8 ± 0.7)× 10−9 [23] (3.66± 0.28)× 10−9 0.75× 10−9
B(B0

d → µ+µ−) (3.9± 1.5)× 10−10 [23] (1.08 ± 0.13)× 10−10 1.50× 10−10
∆Ms (17.757± 0.021) ps−1 [18] (18.257± 1.505) ps−1 1.5 ps−1
∆Md (0.510± 0.002) ps−1 [18] (0.548 ± 0.075) ps−1 0.075 ps−1

∆0(B→ K∗γ) (5.2± 2.6)× 10−2 [219] (5.1± 1.5)× 10−2 3.0× 10−2
δaµ (261± 80)× 10−11 [153] − 80× 10−11

Table 5.1 – Résultats expérimentaux des observables combinés par les collaborations Groupe de données
de particules (PDG) et / ou Groupe calcul de moyenne des saveurs lourdes (HFAG) dans les références
[219] - [19]. Comme pour B(B0

q → µ+µ−), les résultats combinés des collaborations LHCb et CMS sont
présentés comme indiqué dans la référence [23]. Ref. [153] est utilisé pour les contraintes de données(g − 2)µ.

Le code public 2HDMC [119] nous permet de vérifier toutes les contraintes listées ci-dessus. De
plus, les scénarios de référence proposés dans ce travail satisfont à deux autres contraintes :
1) les limites obtenues à partir de diverses recherches de bosons de Higgs supplémentaires au LHC et
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d’autres données de collisionneur, et ;
2) par l’exigence qu’il existe un scalaire neutre qui doit correspondre aux propriétés mesurées du
boson de type Higgs. Nous évaluons la première contrainte avec le code public HiggsBounds-5.3.2 [47–
50, 52], et la seconde contrainte avec le code HiggsSignals-2.2.3 [51, 53, 244]. Ici, nous soulignons
qu’après la découverte de particules de type Higgs, plusieurs études théoriques ont effectué une
analyse d’ajustement global pour le modèle 2HDM afin d’identifier les régions autorisées de l’espace
des paramètres à la fois pour un Higgs h0 de type-MS [25, 63, 79, 80, 92, 114, 115, 123] ainsi que
pour un boson de Higgs H0 de type-MS [64, 124]. Avant de présenter nos résultats, nous aimerions
mentionner que nous avons effectué une vérification croisée des résultats dans [206] pour la sous-classe
des corrections Yukawa considérée ici et on a trouvé un accord parfait.

Figure 5.1 – Les plages autorisées à 95 % CL (couleur jaune) et 68 % CL (couleur verte) à partir des
données de recherche directe au LHC Run-II sont indiquées. Les régions exclues par des contraintes
théoriques sont données par la couleur bleu. Une étoile rouge correspond au meilleur point d’ajustement
pour chaque scénario.

Pour explorer l’effet de la nouvelle physique dans le modèle 2HDM dans notre étude suivante, nous
proposons quatre points de référence (BPs) comme indiqué dans le tableau 5.2 basé sur le meilleur
ajustement des derniers résultats des données de Higgs utilisant les codes publics HiggsBounds et
HiggsSignals.
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BPs sin(β − α) tan β mh (GeV) mH (GeV) mA (GeV) mH± (GeV) λ5
BP1-h 0.99679 14.300 125.00 212.00 98.20 178.27 0.5819

BP2-h 0.99999 2.012 125.00 594.00 512.00 592.00 0.0000

BP1-H -0.06000 2.830 95.00 125.00 169.00 170.00 -0.3220

BP2-H -0.03000 2.160 95.00 125.00 600.00 600.00 -5.7800

Table 5.2 – Des points de référence sélectionnés utilisant des données de Higgs à 13 TeV avec mh=125
GeV sont présentés, pour BP1-h et BP2-h et avec mH=125 GeV, pour BP1-H et BP2-H. Évidemment,
dans cette notation, le type BP1 (BP2) est lié au type-I (type-II). Ici, nous adoptons quatre masses
physiques, deux angles et λ5 pour décrire chaque point dans l’espace des paramètres. Dans chaque BP,
nous examinons le rapport de la largeur de désintégration totale sur la masse d’un boson de Higgs,
c’est-à-dire Γφ/mφ, et trouvons qu’il est inférieur à 5% avec φ = H,A et H±.

Pour démontrer l’impact des données expérimentales ainsi que les contraintes théoriques sur les
espaces des paramètres, nous effectuons un scan sur le plan de sin(β − α)/ cos(β − α) et tan β. Les
résultats sont présentés dans la figure (5.1) où nous projetons les contraintes du LHC discutées ci-dessus
sur des régions autorisées à un niveau de confiance de 95 % (CL) (couleur jaune) ainsi qu’à 68 %
CL (couleur verte) dans le plan [sin(β − α), tan β] pour h étant de type-MS pour le type-I (panneau
en haut à gauche) et le type-II (panneau en haut à droite) du modèle 2HDM. Dans les graphiques
inférieurs, le boson de Higgs le plus lourd H est le boson de Higgs de type-MS avec la même couleur
de codage.
Les quatre points de référence sélectionnés sont donnés dans le tableau 5.2, dont chacun correspond à
l’étoile rouge dans chaque tracé de la figure (5.1).
Concernant la masse du boson de Higgs chargé, nous tenons à souligner ici qu’un boson de Higgs
légèrement chargé inférieure à 200 GeV peut être cohérent avec les données actuelles de Higgs du LHC.
Comme il est bien connu que dans le cadre de 2HDM II et IV, par exemple, la mesure du rapport de
branchement b→ sγ nécessite que la masse du boson de Higgs chargé soit plus lourde que 580 GeV
[214, 215] pour toute valeur de tan β ≥ 1. Une telle limite est beaucoup plus faible pour les autres
types du modèle 2HDM [118]. Dans le modèle 2HDM type-I et type-III, tant que tan β ≥ 2, il y a
des régions autorisées dans l’espace de paramètres avec un bosons de Higgs aussi léger que 100 GeV
[26, 118] qui sont toujours compatibles avec toutes les contraintes de la physique B ainsi qu’avec les
limites de LEP et LHC [3, 4, 7, 12, 178, 179].

En raison du petit couplage Yukawa du boson Higgs/Goldstone à l’électron, la contribution à
l’ordre dominant (LO) pour le processus e+e− → Zh et e+e− → ZH dans le modèle 2HDM provient
du diagramme de Feynman donné dans la figure (5.2).

Ensuite la section efficace totale à l’arbre dans le modèle 2HDM, σ0 peut être exprimée comme :

σ0 (e+e− Ï Zφ
) = sin2(β − α)[cos2(β − α)]σ0

SM
(
e+e− Ï Zh

)
pour φ = h[H] (5.2)
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Figure 5.2 – Le diagramme de Feynman (LO) pour le processus e+e− → Zh et e+e− → ZH dans le
modèle 2HDM est affiché.

où la section efficace à l’arbre du modèle standard, σ0
SM est définie comme :

σ0
SM
(
e+e− Ï Zh

) = α2
emπ192ss4
Wc4

W

(
v2
e + a2

e

)
λ

12 λ + 12m2
Z/s(1−m2

Z/s
)2 (5.3)

où s est l’énergie de collision au carré, ae = −1, ve = −1+4 sin2 θW , αem = e2/4π, λ = (1−m2
h/s −m2

Z/s
)2−4m2

hm2
Z/s2. Ici, nous avons utilisé sW et cW pour sin(θW ) et cos(θW ), et θW est l’angle de Weinberg.

Avec la relation αem = √2m2
Ws2

WGF /π, on peut voir que notre résultat à l’ordre dominant (LO) dans
le modèle standard est cohérent avec ceux des références [75, 110, 181]. La formule des sections efficaces
au niveau de l’arbre pour le processus de Higgs-strahlung aux collisionneurs e+e− dans le modèle
2HDM peut également être trouvée dans [111], où le Modèle Standard Supersymétrique Minimal
(MSSM) était considéré un modèle 2HDM de type II intégré dans le secteur Higgs.

5.2 Schéma de Renormalisation et calcul à l’ordre d’une boucle

Les calculs de corrections d’ordre supérieur dans la théorie des perturbations conduisent en général
à des divergences ultraviolettes (UV). La procédure standard pour éliminer ces divergences UV consiste
à la renormalisation du lagrangien nu, en redéfinissant les couplages et les champs. Dans le modèle
standard, le schéma de renormalisation sur couche est bien élaboré [69, 101, 160]. Comme le montre la
référence [101], la constante de renormalisation pour la charge δZe est obtenue comme :

δZe = −12δZAA − sW
cW

12δZZA = 12Π(0)− sW
cW

∑AZ
T (0)
m2
Z

(5.4)

avec

Π(s) ≡ ∑AA
T (s)
s , (5.5)

et

Π(0) = lim
sÏ0

∑AA
T (s)
s = ∂

∑AA
T (s)
∂s

∣∣∣∣
s=0. (5.6)

où les définitions de δZe, δZAA et δZZA peuvent être trouvées dans les équations (E.2) et (E.3). Cela
correspond à la constante de couplage courante obtenue dans la limite de Thomson, prise comme
αem(me) ou αem(0). La polarisation du vide Π(0), premier terme de δZe, est sensible à la contribution
hadronique. Généralement, un paramètre non perturbatif ∆α(5)

hadron(mZ) ("5" ici est le nombre de saveurs
de quark, ce qui signifie que le quark top n’est pas inclus) est utilisé pour absorber la contribution
hadronique, c’est-à-dire que Π(0) est modifié comme (les contributions des leptons sont également
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séparées pour une discussion plus approfondie) :

Π(0) = Π(5)
hadron(0)+Πlepton(0)+Πremaining(0)Ï ReΠ(5)

hadron(m2
Z)+∆α(5)

hadron(mZ)+Πlepton(0)+Πremaining(0),
(5.7)

avec ∆α(5)
hadron(mZ) = 0, 02764 selon le groupe de données de particules (PDG) [248]. Alors δZe est

réécrit comme :

δZe(0) = 12ReΠ(5)
hadron(m2

Z) + 12∆α(5)
hadron(mZ) + 12Πlepton(0) + 12Πremaining(0)− sW

cW

∑AZ
T (0)
m2
Z

. (5.8)

Dans le texte suivant et le tableau 5.3, nous étiquetons le schéma défini dans l’équation (5.8) comme
le schéma αem(0). Pendant ce temps, chaque fois que Π(0) est mentionné, il fait référence à celui
défini dans l’équation (5.7). Deux autres schémas étiquetés comme αem(mZ) et αem(√s) sont définis
ci-dessous où les grandes contributions logarithmiques des leptons sont également absorbées dans la
redéfinition de la constante de couplage en cours.[101, 247]

δZe(µ) ≡ δZe(0)− 12∆α(µ) = 12ReΠ(5)
hadron(µ2) + 12ReΠlepton(µ2) + 12Πremaining(0)− sW

cW

∑AZ
T (0)
m2
Z

, (5.9)

avec

∆α(µ) ≡ Πf 6=top(0)− ReΠf 6=top(µ2)= [ReΠ(5)
hadron(m2

Z) +∆α(5)
hadron(mZ)− ReΠ(5)

hadron(µ2)] + [Πlepton(0)− ReΠlepton(µ2)] (5.10)
Et la constante de couplage en marche est définie comme :

αem(µ) ≡ αem(0)1−∆α(µ) . (5.11)

Dans le schéma αem(mZ), nous prenons µ = mZ , tandis que dans le schéma αem(√s), nous prenons
µ = √s. Résultats dans ces deux schémas seront indépendants de log(me). Dans ce qui suit, nous
utilisons le schéma αem(mZ) comme choix par défaut. Dans la procédure de renormalisation utilisant
la régularisation dimensionnelle, une échelle µr est introduite. Habituellement, cela génère un terme
logarithmique log(µr). Comme nous utilisons un schéma complet sur couche dans les deux processus
de production, ces termes qui peuvent être considérés comme un facteur global (µ2

r)ε dans chaque
partie individuelle [contre-termes dans le la soustraction minimale modifiée (schéma MS) n’a pas un tel
facteur], disparaîtra lors de l’annulation des divergences UV et infrarouge (IR) lors de la sommation de
toutes les parties. Cela conduit à l’indépendance µr de nos résultats pour les processus de production.
D’autre part, à partir de l’équation (5.9), une nouvelle échelle µ est introduite, qui indique l’échelle à
laquelle la charge est renormalisée, et nos résultats en dépendent. Désormais, lorsque nous parlons
d’échelle de renormalisation, cela désigne µ qui est introduit dans la renormalisation de la charge, et non
µr. La renormalisation du modèle 2HDM avait été en proie au problème de la dépendance de la jauge
des paramètres de mélange, comme le tan β, comme dans le cas du Modèle Standard Supersymétrique
Minimal (MSSM) où le type-II du modèle 2HDM est nécessaire [171, 173, 175]. Un schéma raisonnable
et pratique doit être indépendant de la jauge et du processus et numériquement stable également [129].
Sur la base du schéma de renormalisation élaboré par Fleischer et Jegerlehner dans la référence [127],
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qui est maintenant généralement appelé schéma de tadpole FJ, deux groupes trouvent un moyen de
remplir ces conditions. Le premier est le schéma de tadpole MS (MSTS) [104–106], où les angles de
mélange sont renormalisés en utilisant la soustraction MS. L’autre est le schéma du tadpole pincé
(PTS) [190, 192], où la technique du pincement (voir par exemple Réf. [67]) est utilisée pour définir
les termes de compteur indépendants de la jauge pour les angles de mélange. D’autres schémas de
renormalisation ont été proposés et examinés numériquement [14, 15] et ont été implémentés dans le
package HDecay [193]. Dans ce travail, nous adoptons le le schéma du tadpole pincé (PTS) sur couche
décrit dans [190]. "On-shell" signifie ici que l’échelle sur couche est choisie dans les self-énergies lors
de la renormalisation des angles de mélange. Plus de détails sur le schéma de renormalisation dans
ce travail peuvent être trouvés dans l’annexe E. Dans notre calcul, une petite masse de photons λ
est introduite pour régulariser la divergence douce. Pendant ce temps, deux seuils, ∆E et ∆θ, sont
introduits pour traiter les singularités IR dans les processus de correction réels. L’espace de phase à 3
corps du processus de correction réel e+e− Ï Zhγ est divisé en trois parties :

— partie douce (S) : où l’énergie du photon Eγ est plus petite que ∆E ;

— partie colinéaire dure (HC) : où Eγ ≥ ∆E et l’angle entre le photon et le faisceau θγ est plus
petit que ∆θ ;

— partie dure non colinéaire (HC) : la partie restante, qui est finie.

Ainsi, les corrections au second ordre dominant (NLO) peuvent être exprimées comme :

dσ1 = dσV (λ) + dσS(λ,∆E) + dσHC+CT (∆E,∆θ) + dσHC(∆E,∆θ), (5.12)

Ici, dσV désigne la correction virtuelle comprenant les diagrammes de boucle et les contre-termes issus
de la renormalisation. La partie douce est donnée par :

dσS = −αemπ dσ0 × [log 4∆E2
λ2

(1 + log m2
e
s

)+ 12 log2 m2
e
s + log m2

e
s + 13π2], (5.13)

où dσ0 désigne la section efficace différentielle au niveau de l’arbre.
La partie colinéaire dure est obtenue dans la limite colinéaire comme :

dσHC = αem2π
[1 + z21− z log ∆θ2 + 4m2

e/s4m2
e/s

− 2z1− z ∆θ2
∆θ2 + 4m2

e/s

]
dσ0(zk1)dz + (k1 ⇔ k2)

∆θ2�m2
e/s−−−−−−Ï αem2π

[1 + z21− z log ∆θ2s4m2
e
− 2z1− z

]
×
[
dσ0(zk1) + dσ0(zk2)]dz , (5.14)

avec 0 ≤ z ≤ 1− δs = 1− 2∆E/√s, qui est également lié à la section efficace différentielle au niveau
de l’arbre dσ0. CT désigne le "contre-terme" de la fonction de structure électronique, issu du 2eme
terme de l’équation (C.1) :

dσCT = −αem2π log s4m2
e
P+
ee(z, 0)× [dσ0(zk1) + dσ0(zk2)]dz (5.15)
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Figure 5.3 – Diagrammes de Feynman à une boucle à trois points génériques dans le modèle 2HDM
contribuant au processus e+e− → Zh0 (nous prenons φ = h0) sont présentés, où les étiquettes U ,
V , S et F font référence respectivement aux fantômes, aux bosons de jauge vectorielle, aux bosons
scalaires de Higgs et aux fermions.

avec 0 ≤ z ≤ 1. Ainsi, la combinaison des parties HC et CT peut être exprimée comme :

dσHC+CT ≡ dσ∗HC+CT + dσSC

dσ∗HC+CT = αem2π
[1 + z21− z log∆θ2 − 2z1− z

]
×
[
dσ0(zk1) + dσ0(zk2)]dz

dσSC = −αemπ log s4m2
e

[32 + 2 log δs]dσ0 (5.16)

Les parties douce et virtuelle sont obtenues avec FormCalc, tandis que les autres parties sont
obtenues à l’aide de calcul du diagramme de Feynman (FDC) [254]. La dépendance λ a été vérifiée
lorsque nous combinons les parties douce et virtuelle, une vérification plus détaillée dans le modèle
standard peut être trouvée dans l’annexe C.

Dans l’annexe C, nous examinons la dépendance de la section efficace du modèle standard sur
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Figure 5.4 – Diagrammes de Feynman à une boucle à quatres points génériques dans le modèle 2HDM
contribuant au processus e+e− → Zh0 (nous prenons φ = h0) sont affichés, où les étiquettes de V , S
et F font référence respectivement aux bosons de jauge vectorielle, aux bosons scalaires de Higgs et
aux fermions.
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Figure 5.5 – Diagrammes de Feynman à une boucle à deux points génériques dans le modèle 2HDM
contribuant au processus e+e− → Zh0 (nous prenons φ = h0) sont affichés, où les étiquettes U , V , S
et F font référence respectivement aux fantômes, aux bosons de jauge vectorielle, aux bosons scalaires
de Higgs et aux fermions.

ces paramètres non physiques, tels que δs dans Table C.1 et ∆θ dans Table C.2. A partir de ces
résultats, on observe que dans une région raisonnable où δs � 1 et me/

√
s� ∆θ � 1 sont satisfaits,

nos résultats sont en effet indépendants de ces paramètres non physiques introduits par l’algorithme.
Pendant ce temps, comme nous adoptons le schéma αem(mZ), la section efficace devrait également être
indépendante du terme logarithme de la masse d’électrons log(me). Cette indépendance est indiquée
dans le tableau C.3. Après ces vérifications, nous appliquons notre procédure au modèle 2HDM,
c’est-à-dire que nous calculons les corrections radiatives à une boucle du processus de Higgs-strahlung
e+e− → Zφ.
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Figure 5.6 – Diagrammes de Feynman à une boucle de contre-termes génériques dans le modèle 2HDM
contribuant à e+e− → Zh0 (nous prenons φ = h0) sont présentés.

Ici, nous calculons les corrections radiatives au niveau de l’arbre du processus e+e− → Zh0, ZH0
en 2HDM dans la jauge de Feynman-’t Hooft, y compris toutes les particules du modèle dans les
boucles. Les contre-termes sont construits par des conditions de renormalisation spécifiques qui nous
permettent d’annuler toutes les divergences UV avec des diagrammes à une boucle.

En insérant ces redéfinitions dans le lagrangien, nous trouvons le contre-terme suivant pour h0ZZ
et H0ZZ :

δLh0ZZ = emW sin(β − α)
sWc2

W

[
δZe −

δsW
sW
− 2δcW

cW
+ δm2

W2m2
W

+ 12δZh0h0 + δZZZ

+ 12 cot(β − α)δZH0h0 + cot(β − α)(δβ − δα)]h0ZµZνgµν (5.17)

δLH0ZZ = emW cos(β − α)
sWc2

W

[
δZe −

δsW
sW
− 2δcW

cW
+ δm2

W2m2
W

+ 12δZH0H0 + δZZZ

+ 12 tan(β − α)δZh0H0 − tan(β − α)(δβ − δα)]H0ZµZνgµν. (5.18)

Les diagrammes de Feynman à une boucle liés aux processus e+e− → Zφi sont affichés dans les
figures (5.3 - 5.6), qui sont appelés respectivement : les corrections de sommets, les contributions
de boîte, les corrections de self-énergie et les contre-termes. Dans ces diagrammes de Feynman, les
étiquettes V, S, F désignent toutes les insertions d’états vectoriels, scalaires et fermioniques du modèle
2HDM. Comme nous avons utilisé le schéma PTS sur couche (On-shell pinched tadpole scheme) dans
notre schéma de renormalisation, nous devrions également inclure tous les diagrammes des tadpoles
possibles, qui ont été fusionnés avec les diagrammes de contre-termes correspondants dans la figure
(5.6) et n’ont pas été montrés explicitement. Il y a un problème sur les effets de la largeur des particules
dans les diagrammes du s-canal qui doit être clarifié. Pour les processus que nous considérons ici, le
boson intermédiaire Z est toujours éloigné de sa couche de masse car l’énergie de collision est supposée
être de 250 GeV ou même plus. Il est donc probable de négliger l’effet de la largeur du boson Z dans
notre calcul. Pendant ce temps, on observe que les contributions de l’état initial des sommets e+e−φ
disparaissent dans la limite me → 0 puisque les deux e+ et e− sont sur couche, alors il est justifié de
négliger les largeurs des bosons scalaires. De toute évidence, un tel argument est valable pour le reste
des diagrammes d’échange de bosons scalaires dans le s-canal. Comme mentionné dans la légende du
tableau 5.2, le rapport Γ /m pour toutes les nouvelles particules de boson de Higgs est inférieur à 5 %
et l’approximation de largeur étroite peut tenir. Par conséquent, dans ce travail, pour ces diagrammes
du s-canal, nous négligeons simplement les largeurs du boson Z et des autres bosons scalaires.

Enfin, la section efficace totale au second ordre dominant (NLO), notée σNLO, est définie comme
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la somme de la section efficace (LO), σ0 et des corrections (NLO), σ1, c’est à dire :

σNLO = σ0 + σ1 ≡ σ0(1 + δ1) , (5.19)

où δ1 est défini comme le rapport qui mesure la force relative des corrections au second ordre
dominant (NLO) sur le résultat à l’arbre. Comme indiqué dans la section 3.1 de la réf.[57], les corrections
électrofaible NLO σ1 peuvent être regroupées en deux parties invariantes de jauge :

— la partie "QED", qui comprend tous les diagrammes qui contiennent un photon supplémen-
taire attaché aux diagrammes LO, tels que les diagrammes v23, v29 et v52 dans la figure (5.3)
lorsque le boson vectoriel désigne un photon. Pendant ce temps, la contribution du photon à la
renormalisation de la fonction d’onde de l’électron est également regroupée dans cette partie.

— la partie «faible», qui contient toutes les contributions restantes.

En termes de convention introduite dans [57], nous pouvons diviser σ1 comme :

σ1 = σ1,weak + σ1,QED . (5.20)

En conséquence, le δ défini dans l’équation (5.19) peut également être divisé en deux parties :

δ1 = δ1,weak + δ1,QED , (5.21)

qui représentent la force relative des corrections faibles et QED, respectivement.

5.3 Résultats Numériques et Discussions

Ci-dessous, nous présentons les résultats numériques obtenus à partir de l’analyse des processus
e+e− Ï Z + h/H à l’ordre d’une boucle dans le modèle standard et le modèle 2HDM. § Nous nous
concentrons sur les deux quantités suivantes : le rapport de la correction faible δ1,weak et le rapport
des corrections complètes à une boucle (y compris les émissions réelles) sur les résultats du premier
ordre δ1.

Dans notre calcul numérique, les paramètres du tableau (5.2) sont utilisés comme entrée physique
dans le secteur de Higgs, tandis que dans le secteur de jauge, deux paramétrisations physiques différentes
sont utilisées :

— {αem, GF ,mZ} : Ils sont utilisés dans le scan de l’espace des paramètres du modèle 2HDM, ce
qui conduit finalement au tableau (5.2). Ils sont également utilisés pour déterminer la plage
autorisée de λ5 et pour le calcul de la partie de désintégration.

— {αem,mW ,mZ} : Ils sont utilisés dans le calcul des processus de production, comme nous avons
utilisé la condition sur couche pour la renormalisation de self-énergie du boson W .

Les valeurs des paramètres ci-dessus sont tirées du groupe de données de particules (PDG) [248]
comme αem = 1/137.036, GF = 1.16638× 10−5 Gev −2, mZ = 91.1876 GeV et mW = 80.385 GeV. Il
convient de noter que la valeur attendue dans le vide (VEV) v est différente dans ces deux cas. Dans

§. Dans la partie QED, le photon supplémentaire ne peut se fixer qu’à une paire d’électrons initiale dans ce processus
soit dans le modèle standard soit dans le modèle 2HDM. Ainsi δ1, QED devrait être le même dans les résultats du MS et
2HDM.
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le premier cas, il est déterminé comme étant v = 1/√√2GF ≈ 246.220 GeV. Alors que dans ce dernier
cas, il est déterminé comme v = mW

√1−m2
W /m2

Z/
√παem et varie lorsque l’échelle de αem change.

Dans le schéma αem(mZ), c’est v ≈ 243.137 GeV.
La section efficace totale NLO pour le processus e+e− Ï ZhMS, y compris les émissions réelles,

peut être trouvée dans le tableau 5.3. Les résultats dans le schéma αem(0) dépendent toujours delog(me) tandis que les deux autres sont indépendants. À l’ordre dominant (LO), la section efficace σ0
dans ces trois schémas se lit respectivement comme 223.12 fb, 252 fb et 257.68 fb, où la différence
maximale est 34.56 fb. Au second ordre dominant (NLO), la section efficace σNLO se lit comme suit :
230.25, 228.93 et 228.05 fb, où la différence maximale est de 1.20 fb. À partir de ces chiffres, nous
pouvons voir que la dépendance à l’échelle a été grandement améliorée chez au second ordre dominant
(NLO), ce qui peut être exposé plus clairement dans la figure (5.7). Par souci de comparaison avec
d’autres publications, notre définition de la partie faible est conforme à celle définie dans les références
[138, 247] et nous trouvons également que nos résultats numériques dans le modèle standard sont en
accord avec ceux donnés dans les références [138, 247].

Dans la figure (5.7), la dépendance à l’échelle de renormalisation µ et l’énergie de collision de la
section efficace dans le modèle standard sont explicitement montrées. Sur la figure (5.7 a), on observe
que les résultats de l’ordre dominant peuvent changer radicalement lorsque l’échelle de renormalisation
non physique µ varie de 0 à

√
s, soit la différence entre les résultats de αem(0) et αem(√s) peuvent

atteindre jusqu’à 15 % comme indiqué dans le tableau 5.3. En revanche, la dépendance d’échelle des
résultats est considérablement réduite au second ordre dominant. Par exemple, la différence entre les
résultats NLO de αem(0) et αem(√s) est de 1 % environ. Dans la figure (5.7 b), les formes de ligne
des sections efficaces LO et NLO variant avec l’énergie de collision

√
s sont montrées. La plus grande

différence entre les différentes échelles de renormalisation se produit près du seuil.
Dans la figure (5.8), nous comparons les résultats du premier ordre (LO) et ceux du seconde ordre (NLO)

scheme 1/αem(µ) σ0 σ1,weak σ1 σNLO = σ0 + σ1
αem(0) 137.036 223.12(0) 6.09(0) 7.13(2) 230.25(2)
αem(mZ) 128.943 252.00(0) -24.33(0) -23.07(2) 228.93(2)
αem(√s) 127.515 257.68(0) -30.92(0) -29.63(2) 228.05(2)

Table 5.3 – Résultats du modèle standard au seconde ordre dominant (NLO) sous différents schémas à√
s = 250 GeV (en unité de fb). Trois schémas sont choisis pour démontrer la dépendance d’échelle

des résultats.

complet dans le modèle standard. Dans la figure (5.8 a), la distribution de l’impulsion transversale du
boson de Higgs dans le processus e+e− → Zh dans le modèle standard est montrée où l’énergie de
collision

√
s équivaut à 250 GeV. Lorsque l’angle du boson de Higgs sortant par rapport à la direction

de l’électron entrant est défini comme θ dans la trame de laboratoire, le moment transversal du
boson de Higgs est défini comme Pt(h) = |−ÏP (h)| sin θ, où |−ÏP (h)| désigne la magnitude de l’impulsion
tridimensionnelle du boson de Higgs dans le cadre du laboratoire. Le seuil de Pt(h) est déterminé par
l’énergie de collision totale. Lorsque la collision est fixée à 250 GeV, le maximum de Pt(h) est de 62.12
GeV, ce qui est déterminé par la cinématique. Nous constatons que les formes de ligne du premier
ordre (LO) et les résultats complets du seconde ordre dominant (NLO) sont similaires, à l’exception
d’un facteur d’échelle global. Sur la figure (5.8 b), la dépendance énergétique de la section efficace est
représentée. En guise de vérification croisée, nous comparons notre section efficace (LO) du modèle
standard avec celle calculée en utilisant Whizard [182] (par exemple dans le schéma αem(mZ)), un bon
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accord est trouvé. De plus, on observe que bien que la forme de ligne de Pt(h) donnée dans la figure
(5.8 a) soit différente de la fig.(2b) dans la référence [78] où la distribution est normalisée avec les
effets du rayonnement de l’état initial (ISR) inclus, un bon accord est trouvé lorsque nous normalisons
également la forme de ligne de Pt(h) donnée dans la figure (5.8 a) avec des résultats à l’arbre de la
fig.(2b) de la référence [78] simulé en utilisant MadGraph [17].
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Figure 5.8 – (a) : Distribution du moment transversale du boson de Higgs, Pt(h), et les formes de
lignes des sections efficaces de (LO) et (NLO) dans le MS ; (b) : Sections efficaces (LO) et (NLO) en
fonction de l’énergie de collision

√
s dans le MS dans le schéma αem(mZ).

Sur la base des résultats du modèle standard, puisque les résultats (NLO) sont moins dépendants de
l’échelle de renormalisation µ, dans l’étude suivante sur le modèle 2HDM, nous allons fixer une échelle
de renormalisation µ = mZ pour présenter les résultats. Nous commençons maintenant à présenter les
résultats des quatre points de référence du modèle 2HDM. Le paramètre de λ5 est lié aux couplages
triples du boson de Higgs, qui est donné comme : [148]

λ5 = m212 −m2
Asβcβ

v2sβcβ (5.22)

Une fois que λ5 est fixé, tous les couplages triples de bosons de Higgs sont fixés, comme indiqué
dans les équations. (D1 - D8) de l’annexe D. Pour démontrer les effets des auto-couplages triples du
boson de Higgs, nous essayons de les faire varier près de ses valeurs pour chaque point de référence
dans le tableau (5.2). Désormais, nous traitons chaque BP comme un scénario. Dans chaque scénario,
nous fixons les spectres de masse, α et tan β comme indiqué dans le tableau (5.2), et faisons varier λ5.
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En raison des contraintes de la stabilité du vide, de l’unitarité et de la perturbativité aux paramètres
théoriques, les paramètres λ5 pour les quatre scénarios de référence sont déterminés comme étant dans
les plages [0.545, 0.583], [-0.48, 0.37], [-1.32, -0.30] et [-6.50, -5.74], respectivement. Nous présentons nos
résultats en modèle 2HDM avec trois valeurs typiques de λ5, la borne supérieure, la borne inférieure et
celle du point de référence.

Dans la figure (5.9), les rapports δ1,weak et δ1, définis dans l’Eq. (5.21), sont affichés, où les résultats
sont obtenus dans le schéma αem(mZ) et l’étiquette "h" indique que le boson de Higgs CP-pair plus
léger est supposé être le boson de Higgs de type-MS. δ1, dans lequel les corrections faibles et QED
sont incluses n’est présenté que pour le modèle standard, comme nous l’avons vu précédemment que
δ1,QED est exactement le même dans le modèle standard et 2HDM. On constate que les signes de la
partie faible et de la partie QED sont différents dans le modèle standard. La partie QED a tendance à
augmenter la section efficace totale de +0.5 ∼ +1% à mesure que l’énergie de collision augmente.

(a) BP1-h (b) BP2-h

Figure 5.9 – Rapports des corrections faibles et complètes aux résultats (LO) pour e+e− Ï Zh en
fonction de l’énergie de collision correspondant aux points de référence BP1-h (gauche) et BP2-h
(droite) dans le modèle 2HDM, où h0 est supposé être le boson de Higgs de type-MS. Quelques valeurs
typiques de λ5 sont prises pour montrer les effets des couplages triples de Higgs.

De plus, dans les scénarios BP1-h et BP2-h, la différence entre les courbes avec des valeurs différentes
de λ5 est petite et insignifiante. Pour le scénario BP1-h, cela peut être attribué au fait que la plage
autorisée pour λ5 est trop étroite et que les couplages triple du boson de Higgs sont petits, comme le
montre la figure (D.1 a). En revanche, pour le scénario BP2-h, la plage autorisée est suffisamment
large et les couplages triple de Higgs peuvent être suffisamment grands, comme le montre la figure (D.1
b), cette petite différence peut être attribuée aux effets de découplage du boson de Higgs lourd. On
constate que pour le scénario BP2-h, cette différence entre la prédiction du modèle standard est faible
et généralement inférieure à 0.2 % au plus, ce qui signifie que à NLO, la nouvelle physique joue un
rôle moins important. Alors que pour le scénario BP1-h, on observe que la différence entre la nouvelle
physique et le modèle standard peut atteindre 0.8 % environ de 300 GeV à 500 GeV. Dans la figure
(5.10), deux points de référence pour une interprétation alternative du boson de Higgs de type-MS sont
considérés. Dans un tel scénario, le boson de Higgs CP-pair plus lourd a une masse proche de 125 GeV.
Les informations détaillées sur les spectres de masse et les paramètres de ces deux points de référence
sont présentées dans le tableau 5.2 et étiquetées comme des scénarios BP1-H et BP2-H. Encore une fois,
trois valeurs typiques de λ5 sont utilisées pour montrer les effets de la nouvelle physique. On observe
que le rapport pour le scénario BP1-H (la courbe en pointillé rose) varie de −13% à −23% environ,
tandis que pour le scénario BP2-H il varie de −13.8% à −22%. Également dans cette interprétation
alternative, la différence de rapport pour différentes valeurs de λ5 (disons λ5 = −1.32 et λ5 = 0.30
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(a) BP1-H (b) BP2-H

Figure 5.10 – Rapports des corrections faibles et complètes aux résultats (LO) pour e+e− Ï ZH en
tant que fonctions de l’énergie de collision correspondant aux points de référence BP1-H (gauche) et
BP2-H (droite) dans le modèle 2HDM. Quelques valeurs typiques de λ5 sont prises pour montrer les
effets des couplages triples de Higgs.

pour le scénario BP1-H, et λ5 = −6.5 et λ5 = −5.74 pour le scénario BP2-H) peut atteindre plus de
5 %. On constate que les faibles corrections du modèle 2HDM pour ces deux points de référence et
les valeurs typiques de λ5 ont le même signe dans le modèle standard, ce qui vaut à la fois pour le
type-I et le type-II ainsi que pour le processus e+e− → Zh et e+e− → ZH. Le dernier mais pas le
moindres, toutes les lignes ont une bosse proche de l’énergie de collision 350-400 GeV, qui peut être
attribuée à la contribution de la paire de quarks-Up dans les fonctions de boucle. Afin d’exposer la
contribution de la nouvelle physique, dans les figures (5.11) et (5.12), nous présentons la contribution
de la nouvelle physique ∆weakZh et ∆faibleZH , respectivement avec des valeurs différentes λ5. La quantité
∆faible est définie comme

∆weak = σ02HDM + σ1,weak2HDM
σ0
SM + σ1,weak

SM
− 1, (5.23)

qui décrit la contribution de la nouvelle physique par rapport aux résultats du modèle standard.
Nous avons déjà discuté du fait que δ1,QED sont exactement les mêmes dans le modèle standard et
2HDM, donc ∆weak est suffisamment pour montrer les différences. Évidemment, dans cette formule, la
contribution pure du modèle standard est soustraite, tandis que la contribution de la nouvelle physique
et les termes d’interférence entre la nouvelle physique et le modèle standard sont comptés.

Dans la figure (5.11), les quantités ∆weak des scénarios de référence BP1-h et BP2-h sont dé-
montrées. À partir de la figure du panneau de gauche, on observe que les écarts causés par le modèle
2HDM peuvent passer de -0.28 % à -0.29 % près du seuil et peuvent diminuer à -0.54 % et -0.52 %
lorsque l’énergie de collision augmente à 1000 GeV. Une bosse proche de 2mH± = 356 GeV peut être
observée pour le scénario BP1-h. D’après la figure du panneau de droite, les écarts sont plats dans
la région énergétique explorée et peuvent passer de -0.03 % à -0.37 % au seuil et peuvent diminuer
à +0.02% et −0.30% à 1 TeV. Pendant ce temps, les écarts sont plus sensibles à λ5 dans le scénario
BP1-h où les nouveaux bosons de Higgs sont relativement plus légers que ceux du scénario BP2-h,
bien que la plage autorisée de λ5 soit plus étroite. Pour ces trois cas de scénario BP2-h, les écarts ne
montrent pas de bosses évidentes dans l’énergie de collision explorée.

Dans la figure (5.12), les quantités ∆weak des scénarios de référence BP1-H et BP2-H sont présen-
tées. Dans la figure du panneau de gauche pour le scénario BP1-H, les écarts sont d’environ −0.58% au
seuil et sont similaires pour λ5 = −0.32 et λ5 = −0.30. Pour deux cas avec λ5 = −0.32 et λ5 = −0.30,
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(a) BP1-h (b) BP2-h

Figure 5.11 – Rapports de nouvelle physique pour le processus e+e− Ï Zh en tant que fonctions de
l’énergie de collision avec trois valeurs typiques de λ5
lorsque l’énergie de collision augmente à 1000 GeV, les écarts deviennent −1.5% environ. Alors que le
cas avec λ5 = −1.32, l’écart passe de −5.2% au seuil à −6.6% à 1000 GeV. Dans la figure du panneau
de droite pour le scénario BP2-H, les écarts peuvent aller de −1.6% à −5.8% qui dépend des valeurs de
λ5. Lorsque l’énergie de collision augmente à 1000 GeV, les écarts passent de 0.1% à −4.4%. Pour le cas
du scénario BP1-H avec λ5 = −1.32, une petite bosse près de la région énergétique

√
s = 2mH± = 340

GeV peut être observée. En revanche, pour les deux cas du scénario BP1-H avec λ5 = −0.30 et
λ5 = −0.32, les nouvelles contributions physiques ne montrent pas de structure claire avec l’augmenta-
tion de l’énergie de collision due à des couplages triples de Higgs plus petits. Pour le cas BP2-H avec
λ5 = −6.50, un creux évident près de la région énergétique

√
s = mA0 +mh0 = 695 GeV peut être

attribué à la contribution de A0 et H0 via les diagrammes comme v12, v14, v15 et v16, dans la figure (5.3).
À l’exception des sections efficaces différentielles de e+e− → Zφi pour quatre points de référence dans

(a) BP1-H (b) BP2-H

Figure 5.12 – Ratios of new physics for process e+e− Ï ZH as functions of collision energy with three
typical values of λ5
le modèle 2HDM, il pourrait également être intéressant d’explorer les effets de la nouvelle physique sur
les fractions de branchement des désintégrations du boson de Higgs, qui peut être mesurée avec une
précision de 1% ou moins dans les futures usines de Higgs.

La largeur de désintégration du boson de Higgs neutre dans un modèle comprenant une correction
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à une boucle peut être formulée comme suit :

Γ1(φ → f f̄ ) = NCGFm2
f4√2π β3

f (ξφf )2mφẐφ[1−∆r + 2Re(∆M1)] , (5.24)

où NC est le nombre de couleurs, GF est la constante de Fermion, mf désigne la masse du fermion, βf
est la vitesse du fermion en unités naturelles, et ξφf est le rapport des couplages du boson de Higgs
neutre dans le modèle à ceux du modèle standard. Le Ẑφ fait référence à la renormalisation de la
fonction d’onde finie du φ externe, tandis que ∆M1 est l’amplitude des diagrammes de sommets à une
boucle de φ → f f̄ . La quantité ∆r peut être trouvée dans [101], qui est évidemment dépend du modèle
et du schéma de renormalisation. Comme cette partie est un travail suivant la référence [27], le même
schéma de renormalisation que dans la référence [27] est utilisé. Nos résultats pour les désintégrations
dépendent de l’échelle de renormalisation puisque le schéma MS est utilisé dans la renormalisation
des fonctions d’onde du boson de Higgs. Nous avons choisi l’échelle comme µr = mφ, la masse de la
particule en décomposition. Pour l’étude sur la désintegration φ → f f̄ , comme il s’agit d’un travail
suivant la référence [27], le même schéma de renormalisation que dans la référence [27] est utilisé et ne
sera pas discuté ici. On peut définir une quantité ∆ff (φ) à partir de l’équation (5.24) comme un écart
par rapport aux prédictions du modèle standard, qui a la forme suivante :

∆ff (φ) = Ẑφ(1−∆r2HDM + 2Re(∆M 2HDM1 ))(1−∆rSM + 2Re(∆M SM1 )) − 1, f = b, τ . (5.25)

Plus de détails peuvent être trouvés dans [24].
Il faut préciser que la valeur de ∆ff (φ) dans le modèle standard est 0, et c’est une mesure de

nouveaux effets physiques au niveau quantique. Il existe plusieurs études qui évaluent les effets au-delà
du modèle standard au niveau de l’arbre et au niveau des corrections radiatives à une boucle des
désintégrations des bosons de Higgs [27] et récemment dans [177, 194].

Dans les modèles de type-I et de type-II, les couplages de h0 à bb̄ et τ+τ− sont proportionnels au
même facteur ξh0

f . C’est cosα/ sin β en type-I et − sinα/ cos β en type-II. Les couplages de H0 à bb̄
et τ+τ− sont également proportionnels à un autre même facteur ξH0

f . Dans le type-I, c’est sinα/ sin β
tandis que dans le type-II, c’est cosα/ cos β. Évidemment, il existe deux cas particuliers :
1) les couplages |ξh0

f | = 1 si h0 correspond au boson de Higgs de type-MS ;
2) les couplages |ξH0

f | = 1 si H0 correspond au boson de Higgs de type-MS.
Apparemment, à partir de l’expression au niveau de l’arbre, il est impossible de séparer ces cas du
modèle standard. Ci-dessous, nous explorons s’il est possible de distinguer ces cas en utilisant les
corrections quantiques, c’est-à-dire en recourant aux informations de ∆ff (h0) et ∆ff (H0).

Nous utilisons HiggsSignals [51, 53, 244] qui incorpore le cadre simplifié de la section efficace
(STXS) [98] pour évaluer le χ2 de chaque point dans l’espace des paramètres. Le χ2 de HiggsSignals
que nous avons utilisé ici comprend deux parties :
1) une partie du signal fort χ2

µ et ;
2) une partie pic de masse

∑
i χ2

mi .
Dans la partie du signal fort, lorsque N observables pour un boson de Higgs donné sont considérés,
le χ2

µ (ici µ désigne l’un des bosons de Higgs) est égal à χ2
µ = ∑N

α=1 χ2
µ,α = (µ̂ − µ)TC−1

µ (µ̂ − µ), où(µ̂ − µ) doit être vu comme un vecteur à N-dimensions et Cµ est la matrice de covariance de force du
signal N ×N. Les observables théoriques dans χ2 de HiggsSignals sont définis comme des intensités de
signal µ̂. Lorsque les états finaux de la désintégration de Higgs sont spécifiés, une force de signal est
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définie comme µ̂ =∑i(σ2HDM
i Br2HDM )/(σSMi BrSM ), où σi désigne la section efficace d’un processus

de production et Br le rapport de branchement de désintégration du boson de Higgs. La partie pic
de masse prend en compte tous les bosons de Higgs neutres dans un modèle, qui est défini comme
χ2
mi = ∑N

α=1 χ2
mi,α = (m̂ −mi)TC−1

mi (m̂ −mi), où N boson de Higgs neutre est supposé. Dans notre
étude du modèle 2HDM, le χ2 prend principalement en compte χ2

µ et le χ2
mi quand un mi est assigné

pour être le boson de Higgs de type-MS. Par exemple, lorsque H0 est assigné au boson de Higgs de
type-MS dans les scénarios BP1-H et BP2-H, les χ2

µ et χ2
mH0 correspondants sont calculés.

−20 −10 0
∆ττ(h)[%]

−25

−20

−15

−10

−5

0

5

∆
bb

(h
)[

%
]

cos(β − α) < 0, T ype− I
best fit
mH = 212GeV

0

1

2

3

4

5

6

7

8

9

∆χ2

0 20 40 60 80
∆ττ(h)[%]

0

20

40

60

80

∆
bb

(h
)[

%
]

cos(β − α) < 0, T ype− II
best fit
mH = 330GeV

0

1

2

3

4

5

6

7

8

9

∆χ2

0 20 40 60 80
∆ττ(h)[%]

0

10

20

30

40

50

60

70

80

∆
bb

(h
)[

%
]

cos(β − α) > 0, T ype− I
best fit, mH = 212GeV

0

1

2

3

4

5

6

7

8

9

∆χ2

−80 −60 −40 −20 0
∆ττ(h)[%]

−80

−70

−60

−50

−40

−30

−20

−10

0

∆
bb

(h
)[

%
]

cos(β − α) > 0, T ype− II
best fit, mH = 330GeV

0

1

2

3

4

5

6

7

8

9

∆χ2

Figure 5.13 – Corrélation entre les précisions relatives ∆ττ(h) et ∆bb(h) sont examinées pour 2HDM,
où h0 est supposé être le boson de Higgs de type-MS avec mH = 212 GeV (594 GeV) pour les scénarios
± D1-h (panneau supérieur) et les scénarios ± D2-h (panneau inférieur).

Dans les figures (5.13) et (5.14), pour examiner ∆ff (φ) dans le modèle 2HDM, nous utilisons les
paramètres de masse à partir du tableau (5.2) et |ξφf | = 1 pour corriger α. Ensuite, nous permettons
à deux paramètres tan β et λ5 de changer. Ces deux paramètres peuvent varier dans l’intervalle2 < tan β ≤ 15 et −6 ≤ λ5 ≤ 1 alors que seuls les points qui satisfont toutes les contraintes théoriques
et expérimentales sont acceptés. Dans la figure (5.13), nous examinons numériquement ∆bb(h) et
∆ττ(h) pour les scénarios D1-h et D2-h où h0 est supposé être le boson de Higgs de type-MS. Nous
utilisons D1-h et D2-h pour étiqueter ces deux scénarios différents qui ont les mêmes spectres de masse
du BP1-h et du BP2-h dans le tableau (5.2), respectivement. Dans cette pratique, il est évident que le
signe de cos(β − α) peut varier ; par conséquent nous supposons qu’il est soit positif soit négatif. Dans
la figure (5.14), nous examinons ∆bb(H) et ∆ττ(H) pour les scénarios D1-H et D2-H où On suppose
que H0 est le boson de Higgs de type-MS ; de même, les scénarios D1-H et D2-H partagent les mêmes
spectres de masse que BP1-H et BP2-H, respectivement. Pendant ce temps, le signe de sin(β−α) peut
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Figure 5.14 – Corrélations entre les précisions relatives ∆ττ(H) et ∆bb(H) dans 2HDM sont montrées,
où H0 est supposé être le boson de Higgs de type-MS. La couleur de codage est la même que dans la
figure (5.13) et mh = 95 GeV pour les scénarios ± D1-H (panneau supérieur) et ± D2-H (panneau
inférieur).

être à la fois positif et négatif, donc nous marquons les scénarios comme ± D1-H et ± D2-H. De même,
nous étiquetons d’autres scénarios comme ± D1-h et ± D2-h. Au total, nous pouvons avoir 8 scénarios.
En parcourant l’espace des paramètres du modèle 2HDM, nous pouvons calculer sa valeur χ2 corres-
pondante. Évidemment, le χ2 peut être déterminé pour chaque point dans l’espace des paramètres, et
ensuite on peut calculer la différence de ∆χ2 = χ2 − χ2

min. Le total du nombre de liberté υ est défini
comme υ = no − np, où no est le nombre d’observables pris à partir des mesures expérimentales (qui
est égal à 78 dans ce travail), et np est le nombre des paramètres du modèle en 2HDM (qui est égal à
7). Pour un ajustement général, comme le montre la figure (5.1) et les résultats fournis dans le tableau
5.2, le nombre de liberté est de 78− 7 = 71. Maintenant, pour les ajustements spécifiques présentés
dans les figures (5.13) et (5.14), en raison de la contrainte de |ξφf | = 1 et le fait que nous avons fixé
quatre paramètres de masse, il n’y a que deux paramètres libres. Par conséquent, le degré de liberté
est de 78 − 2 = 76.

Dans les figures (5.13) et (5.14), nous montrons les points qui ont satisfait à la condition ∆χ2 ≤ 11
(< 3σ pour un ajustement à deux paramètres). Pour les 8 scénarios (étiquetés comme ± Dh-1, ± Dh-2,
± DH-1 et ± DH-2), le principal ∆χ2 est principalement la contribution de χ2

µ à partir des observables
de fortes signal, puisque χ2 de la partie masse est minuscule et négligeable. Les tracés sont affichés
jusqu’à 99 % C.L. Il est remarquable que nos résultats soient en bon accord avec les publications
antérieures [24, 176]. Il y a quelques commentaires :
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1. Une corrélation positive entre ∆ττ(h) et ∆bb(h) est observée pour ± D1-h et ± D2-h, comme
démontré dans la figure (5.13), où la barre de couleur indique les régions proches du minimum χ2. Le
point de meilleur ajustement est indiqué par une étoile rouge sur chacune de ces figures. Il s’avère
que dans les scénarios D1-h, les corrections de ∆bb(h) et ∆ττ(h) dépendent du signe de cos(β − α),
c’est-à-dire lorsque cos(β−α) > 0 (cos(β−α) < 0) les corrections sont positives (négatives). Ils peuvent
s’écarter des prédictions du modèle standard de +15% (−6%) pour le meilleur point d’ajustement. En
revanche, le contraire est le cas pour le scénario BP2-h, et il est autorisé à s’écarter des prédictions du
modèle standard par moins de −6% (+5%).

2. Une observation intéressante est qu’en raison de la corrélation positive entre ∆bb(h) et ∆ττ(h),
il est possible de déterminer le signe de cos(β − α) en utilisant une mesure précise des rapports de
branchement de h→ bb̄ et h→ ττ. Comme indiqué dans Refs. [24, 97, 134, 260], si les couplages
de Higgs aux fermions peuvent être déterminés jusqu’à 8%, il devient possible de discriminer les types
d’interactions de Yukawa.

3. Au CEPC ou à l’ILC [22, 40, 112], la précision des mesures de couplage de Higgs peut atteindre
typiquement O (1) %, et là ne fait aucun doute sur leur capacité à discriminer les types d’interactions
Yukawa, comme 4 scénarios présentés ici.

Les écarts de désintégration de H en bb̄ et ττ sont présentés dans la figure (5.14), où les corrélations
de ∆bb(H) et ∆ττ(H) pour les scénarios ± D1-H et ± D2-H sont présentés. Une différence remarquable
par rapport à la figure (5.13) est que l’écart autorisé de ∆bb(H) et ∆ττ(H) par rapport à ceux du
modèle standard est inférieur à 2,5 % (−3%) pour le meilleur point d’ajustement. Un tel écart est
encore plus petit (moins de 1 %) comme le montre le BP2-H dans les scénarios D2-H. Ces écarts sont
assez distinctifs en raison de la structure de Yukawa dans ces quatre scénarios. En d’autres termes,
lorsqu’un écart est observé, une limite supérieure peut être fixée sur les angles de mélange cos(β − α)
ou sin(β − α).
5.4 Discussions des résultats

Dans ce travail, nous avons proposé 4 scénarios de référence du modèle 2HDM après avoir pris
en compte les données de Higgs actuelles du LHC, et évalué les corrections radiatives du processus
e+e− → Zφ dans le modèle standard, ainsi ces 4 scénarios de référence sont à l’ordre d’une boucle.

Dans les résultats de simulation de Monte Carlo [216] obtenus à l’aide de Whizard, on constate
que l’ISR peut diminuer la section efficace totale LO de e+e− → Zh dans le modèle standard, de
plus de 10% lorsque la contribution des logarithmes d’ordre élevé est reprise. En revanche, l’émission
réelle dans ce travail ne peut augmenter la section efficace totale de LO que d’un facteur +0.5%. Cela
manifeste simplement la différence entre les résultats résumés et les résultats d’ordre fixe. Pendant
ce temps, nous constatons que la correction faible à l’ordre d’une boucle du modèle standard peut
réduire la section efficace totale du NLO de 9.15 %, comme le montre le tableau 5.3.

A titre d’estimation, nous pouvons exprimer la section efficace totale avec rayonnement à l’état
initial (ISR) comme :

σLO(s) = σ̄W,LO(s)R(1− ∆EE , s) , (5.26)
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qui avait été proposé par la référence [198] lorsque ∆EE << 1 (E désigne l’énergie de l’électron/positon,
et ∆E est l’énergie du photon doux), où R(1− ∆EE , s) désigne la convolution des flux entrants d’électrons
et de positons, (i.e. ISR), et σ̄LO(s) désigne la section efficace sans corrections faibles. Il convient de
souligner que σ̄W,LO a inclus des corrections QED d’ordre élevé mais pas de corrections faibles. Les
résultats numériques donnés dans [216] ont démontré que R(1− ∆E

E , s) est approximativement égal à0.90.
Lorsque la correction faible à une boucle est prise en compte, la section efficace totale à NLO avec

ISR peut être exprimée sous la forme :

σNLO(s) = σ̄W,NLO(s)R(1− ∆EE , s) (5.27)

où le R(1 − ∆E
E , s) (i.e. ISR) est le même que dans le cas de LO. Nos résultats démontrent qu’une

correction faible peut réduire σ̄W,LO d’un facteur de 9, 15% avec µ = mZ . Nous pouvons utiliser la
section efficace NLO σ̄W,NLO = 228 fb avec µ = mZ pour estimer la section efficace totale avec à la
fois l’ISR et les corrections faibles, ce qui donne σNLO(s) = 228 × 0.9 = 205, 2 fb, ce qui est 18, 6%
plus petit que la section transversale au niveau de l’arbre dans le schéma αem(mZ) donné dans le
tableau 5.3 .

Nous ajoutons ici un autre commentaire sur les ISR. Comme il est bien connu qu’en raison des diver-
gences colinéaires douces de QED, les grands termes logarithmiques sous la forme αnem logn s

m2
e
logm me

λ
(ici λ désigne la masse du photon ou de coupure IR) de l’ISR doit être repris. Les effets des ISR sur
les collisionneurs électron-positon peuvent affecter de manière significative les sections efficaces des
processus physiques [61, 165]. Dans Whizard [182], l’effet des ISR à tous les ordres [141, 165, 198] a été
implémenté dans les fonctions de structure des électrons et positons entrants. L’ISR a été implémenté
dans d’autres codes Monte Carlo [42, 165–167, 241] et appliqué aux analyses expérimentales au LEP
I [41] et au LEP II [234]. Par conséquent, on s’attend à ce que les résultats de Whizard, pour le
modèle standard avec l’ISR, soient plus précis dans les rapports des larges captures. Alors que pour
l’étude du modèle 2HDM, actuellement l’effet ISR n’a pas été implémenté dans Whizard, et il n’y
a donc pas de code alternatif pour le vérifier. On calcule les désintégrations φ → bb̄ et φ → τ+τ−
avec φ = h0 ( H0 ) dans Dh-1 et Dh-2 (DH-1 et DH-2) en incluant les corrections électrofaibles. Nous
avons montré que dans les scénarios Dh-2 et DH-2, les corrections radiatives électrofaibles dans ces
deux processus de désintégration sont plutôt faibles du fait que les états lourds A0, H0 et H± ont des
masses de l’ordre de 600 GeV alors qu’elles pourraient être importantes pour D1-h et D1-H, comme
le montrent la Figure (5.13) et la Figure (5.14). Compte tenu des progrès récents dans les schémas
de renormalisation indépendants de la jauge [14, 104, 190], il sera intéressant d’évaluer les différences
causées par différents schémas de renormalisation.

Nos résultats démontrent que les collisionneurs e+e− (en particulier les usines de Higgs avec
√
s = 250 GeV) peuvent nous offrir le potentiel de distinguer divers modèles 2HDM en examinant

les effets quantiques dans les observables de Higgs. À l’exception des mesures de précision du boson
de Higgs de type-MS, les collisionneurs linéaires ont également le potentiel de découvrir une nouvelle
physique. Par exemple, il peut produire directement la paire de boson de Higgs chargée de lumière
dans les scénarios BP1-h et BP1-H via les processus e+e− → H+H− [28, 188]. Le balayage énergétique
des collisionneurs e+e− peut également aider à détecter les spectres de masse des bosons de Higgs
et même les triples couplages des bosons de Higgs, comme le montrent les figures (5.11) et (5.12).
Si on choisit le modèle 2HDM comme nouvelle physique au-delà du modèle standard à la région du
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TeV, il serait bon de sonder les paramètres du secteur potentiel du Higgs en utilisant les données des
productions et des désintégrations. Les résultats des points de référence proposés montrent que la
mesure de précision sur les sections efficaces à différentes énergies de collision est utile pour explorer
les spectres de masse et les couplages de Higgs du modèle 2HDM.
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Dans ce travail, nous avons proposé 4 scénarios de référence du modèle 2HDM après avoir pris
en compte les données de Higgs actuelles au LHC. Nous avons évalué les corrections radiatives du
processus e+e− → Zφ dans le modèle standard et dans ces 4 scénarios de référence jusqu’à l’ordre
d’une boucle. On constate que le calcul donné par le générateur d’événements Whizard, l’état initial
de rayonnement [217] peut provoquer une diminution de la section efficace de e+e− → Zh dans le
modèle standard d’un facteur de 10%, où la contribution des logarithmes d’ordre supérieur est reprise.
Alors que nous avons remarqué ici que l’émission réelle de l’état initial peut augmenter la section
efficace d’un facteur de +0, 5%. La différence peut être attribuée au fait que nos résultats sont ceux
à ordre fixe. De plus, on remarque que la forme de ligne de Pt(h) donnée dans la figure (5.8) est
différente de la figure (2b) donnée dans [77], où la distribution est normalisé. Lorsque nous normalisons
également la forme de ligne de Pt(h) donnée dans la figure (5.8), un bon accord est trouvé. Comme il
est bien connu qu’en raison de la divergence colinéaire douce de l’électrodynamique quantique (QED),
les grands termes logarithmiques comme αnem logn s

m2
e
logm me

λ du rayonnement d’état initial (ISR)
doit être repris. Les effets de l’ISR sur les collisionneurs électron-positon peuvent affecter de manière
significative les sections efficaces des processus physiques [66, 165], Whizard [182] avait appliqué l’effet
de l’ISR à tous les ordres [141, 240] dans les fonctions de structure de l’électron et du positron entrants.
L’ISR a été implémenté dans d’autres codes Monte Carlo [42, 165–167, 241], et ont été appliqués
aux analyses expérimentales du LEP I [41] et LEP II [234]. Par conséquent, on s’attend à ce que
les résultats de Whizard, pour le modèle standard avec l’ISR, soient plus précis dans les rapports
des larges captures. Cependant, pour l’étude du modèle 2HDM, actuellement l’effet ISR n’a pas été
implémenté dans Whizard, et il n’y a donc pas de code alternatif avec lequel le vérifier. Nous calculons
également les désintégrations φ → bb̄ et φ → τ+τ− avec φ = h0 et H0 dans les quatre types du modèle
2HDM donnés dans le tableau(1) de la réf.[24], en incluant les corrections électrofaible. Nous avons
montré que dans les types II et IV, les corrections radiatives électrofaibles dans ces deux processus de
désintégration sont plutôt faibles en raison, du fait que les états lourds A0, H0 et H± ont une masse
de l’ordre de 600 GeV, alors qu’ils pourraient être importants pour le modèle 2HDM de type I et
II, comme indiqué sur les figures (5.13) et (5.14). Compte tenu des progrès récents dans les schémas
de renormalisation indépendants de jauge [14, 104, 190], il sera intéressant d’évaluer les différences
causées par les différents schémas de renormalisation qui sera dans notre perspective.

Nos résultats démontrent que les collisionneurs e+e− (en particulier les usines de production des
Higgs avec

√
s = 250 GeV) peuvent nous offrir la capacité potentielle de faire la distinction entre

divers modèles 2HDM en examinant ces effets quantiques dans les observables des Higgs. Comme
démontré dans le tableau (5.2), à l’exception de l’exécution de mesures de précision, les collisionneurs
linéaires ont également le potentiel de découvrir une nouvelle physique. Par exemple, il est possible de
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découvrir le boson de Higgs chargé de lumière dans BP1-h et BP1-H via les processus e+e− → H+H−.
De toute évidence, le balayage d’énergie des collisionneurs e+e− peut également aider à détecter les

spectres de masse des bosons de Higgs et même les couplages triples des bosons de Higgs, comme le
montrent les figures (5.11) et (5.12). Il est plein d’espoir de reconstruire le secteur du potentiel de
Higgs après avoir combiné toutes les futures données de production et de désintégration. Nos points
de repère montrent qu’il est également possible d’explorer une nouvelle physique au-delà du modèle
standard, même si certaines nouvelles particules ne pourraient pas être produites directement dans les
futures expériences.

Pour les travaux futurs, il serait intéressant d’étendre davantage les études et les calculs présentés
dans cette thèse. L’efficacité des calculs des rapports de branchement et des largeurs de désintégrations
partielles électrofaibles des bosons de Higgs du modèle 2HDM, avec Formcalc et Whizard, permet des
études phénoménologiques dédiées sur tous les canaux de désintégration pour cette théorie au-delà
du modèle standard. Il serait également intéressant d’analyser les effets avec rayonnement à état
initial (ISR) d’ordre supérieur et les mettre en œuvre. Ainsi, des contributions électrofaibles d’ordre
supérieur sur certaines régions plus spécifiques de l’espace des paramètres du modèle 2HDM, par
exemple l’alignement ou les limites de découplage sont suffisamment importantes pour avoir un effet
sur ces limites. Pour les schémas de renormalisation, une analyse numérique dédiée comprenant de
grandes quantités de différents jeux de paramètres d’entrée serait intéressante et peuvent être étudiées
à l’avenir, permettant ainsi une catégorisation plus générale des schémas de renormalisation en fonction
de leur stabilité numérique.
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Annexe A

Paramétrisation alternative du potentiel
2HDM

La forme du potentiel 2HDM introduit dans l’équation. (2.7) est l’un des plus couramment utilisés
dans la littérature [72, 148], bien que ce ne soit pas le seul moyen de paramétrer le secteur scalaire. Une
autre forme de paramétrage est celle introduite dans le Guide Higgs Hunter’s [149], qui est implémentée
dans le fichier modèle FeynArts [154]. Par conséquent, il convient également de mentionner explicitement
cette forme de potentiel.
La forme la plus générale du potentiel 2HDM dans la paramétrisation du Guide Higgs Hunter’s, limitée
par une symétrie Z2 discrète Φ1 → −Φ1 qui n’est que légèrement violée, contient sept paramètres réels
Λi (i=1,....,7), deux valeurs réelles d’espérance de vide V1, V2 et une phase réelle de violation de CP ξ.
Notez que nous utilisons une notation en majuscule pour les Vevs afin de les distinguer de celles du
potentiel dans la section (2.4). Les Vevs pour les deux paramétrisations différentes des potentiels sont
connectés à travers les relations

V1 = v1√2 , V2 = v2√2 , v2 = 2V1V2
sβcβ

(A.1)

Les conditions minimales sont automatiquement remplies par le paramétrage. Dans le cas de conserva-
tion de CP, c’est-à-dire pour Λ7 = 0 et ξ = 0, le potentiel 2HDM est donné par [148]

V =Λ1 (Φ†1Φ1 − V21)2 + Λ2 (Φ†2Φ2 − V22)2 + Λ3 [(Φ†1Φ1 − V21)+ (Φ†2Φ2 − V22)]2
+ Λ4 [(Φ†1Φ1)(Φ†2Φ2)− (Φ†1Φ2)(Φ†2Φ1)]+ Λ5 [Re(Φ†1Φ2)− V1V2]2
+ Λ6 [Im(

Φ
†1Φ2)]2

(A.2)

96
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Dans le cas de la conservation du CP, les paramètres du potentiel dans l’équation. (2.7) peuvent être
convertis en ceux du potentiel en Eq. (A.2) à travers les relations [148]

λ1 = 2 (Λ1 + Λ3)
λ2 = 2 (Λ2 + Λ3)
λ3 = 2Λ3 + Λ4
λ4 = −Λ4 + Λ5 + Λ62
λ5 = Λ5 − Λ62

m211 = −2V21Λ1 − 2(V21 + V22)Λ3
m222 = −2V22Λ2 − 2(V21 + V22)Λ3
m212 = V1V2Λ5

(A.3)

et vice versa à travers [148]

Λ1 = λ1 − λ3452 + m212
v2sβcβ

Λ2 = λ2 − λ3452 + m212
v2sβcβ

Λ3 = λ3452 − m212
v2sβcβ

Λ4 = 2m212
v2sβcβ

− λ4 − λ5
Λ5 = 2m212

v2sβcβ
Λ6 = 2m212

v2sβcβ − 2λ5

(A.4)

Notez que m211 et m222 sont absents dans l’équation. (A.4), puisque les deux paramètres peuvent être
éliminés du potentiel 2HDM en utilisant les conditions du tadpole, comme indiqué dans l’équation.
(2.14).
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Annexe B

Constantes de renormalisation électrofaible
à une boucle du Modèle 2HDM

B.1 Constantes de renormalisation à une boucle des Tadpoles

Dans le schéma standard des tadpoles, les termes tadpoles Ti (i=1,2) sont promus à l’ordre d’une
boucle au moyen de l’équation. (4.1) et fixé en exigeant que les VEVs à boucle corrigée représentent les
minima du potentiel scalaire à boucle corrigée. Ceci connecte les contre-termes tadpoles δTi directement
aux diagrammes tadpoles à une boucle,

iδTH/h =

©
p
p
p

H/h


où nous avons également fait pivoter les contres-terme des tadpoles de la base de jauge à la base de
masse au moyen de la matrice de rotation Rα telle que définie dans l’équation. (2.22). Les neuf termes
tadpoles distincts apparaissant dans les matrices de masse diagonalisées de l’Eq. (2.27) reçoivent
également des contre-termes qui sont donnés par [191]

Renormalisation des tadpoles (schéma standard)

δTHH = c3
αsβ + s3

αcβ
vsβcβ

δTH −
s2αsβ−α
vs2β δTh (B.1)

δTHh = −s2αsβ−α
vs2β δTH + s2αcβ−α

vs2β δTh (B.2)

δThh = s2αcβ−α
vs2β δTH −

s3
αsβ − c3

αcβ
vsβcβ

δTh (B.3)

δTG0G0 = cβ−α
v δTH + sβ−α

v δTh (B.4)
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δTG0A = −sβ−αv δTH + cβ−α
v δTh (B.5)

δTAA = cαs3
β + sαc3

β
vsβcβ

δTH −
sαs3

β − cαc3
β

vsβcβ
δTh (B.6)

δTG±G± = cβ−α
v δTH + sβ−α

v δTh (B.7)

δTG±H± = −sβ−αv δTH + cβ−α
v δTh (B.8)

δTH±H± = cαs3
β + sαc3

β
vsβcβ

δTH −
sαs3

β − cαc3
β

vsβcβ
δTh (B.9)

Dans le schéma alternatif des tadpoles, les VEVs sont les quantités fondamentales et, par conséquent,
les termes des tadpoles ne reçoivent pas de contre-terme. Au lieu de cela, la condition selon laquelle les
VEVs au niveau de l’arbre représentent le minimum approprié du potentiel est imposée à l’ordre d’une
boucle, conduisant à la définition suivante des contre-termes de VEV [191] :

δv1 = −icα
m2
H


©
p
p
p
H

− −isαm2
h


©
p
p
p
h

 , δv2 = −isα
m2
H


©
p
p
p
H

+ −icα
m2
h


©
p
p
p
h

 (B.10)

Renormalisation des tadpoles (schéma alternatif FJ)

δTij = 0 (B.11)

Σ(p2)Ï Σtad(p2) (B.12)

Les diagrammes de tadpoles doivent être pris en compte dans les corrections de vertex.

B.2 Constantes de renormalisation à une boucle du secteur de jauge

Les formes explicites des contre-termes de masse de bosons de jauge dépendent du schéma de
tadpole choisi. En désignant la partie transversale des self-énergies du boson de jauge avec l’exposant
T, les contre-termes correspondants sont donnés par [191]
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Renormalisation du secteur de jauge (schéma standard)

δm2
W = Re

[
ΣTWW (m2

W )] (B.13)

δm2
Z = Re

[
ΣTZZ(m2

Z)] (B.14)

Renormalisation du secteur de jauge (schéma alternatif FJ)

δm2
W = Re

[
Σ
tad,T
WW (m2

W )] (B.15)

δm2
Z = Re

[
Σ
tad,T
ZZ (m2

Z)] (B.16)

La constante de couplage g du groupe SU(2)L n’est pas un paramètre indépendant dans notre travail,
mais pour des raisons de commodité, nous présentons néanmoins son contre-terme en fonction des
contre-termes des paramètres indépendants comme suit :

δg
g = δZe + c2

W2s2
W

(
δm2

W
m2
W
− δm2

Z
m2
Z

)
(B.17)

Les constantes renormalisées de la fonction d’onde des bosons de jauge ainsi que la définition du
contre-terme pour la charge électromagnétique e sont indépendants du schéma tadpole et explicitement
donnés par [191].

Renormalisation du secteur de jauge (les deux schémas)

δZe
(
m2
Z

) = 12 ∂ΣTγγ
(
p2)

∂p2
∣∣∣∣∣
p2=0 + sW

cW
ΣTγZ(0)
m2
Z
− 12∆α(m2

Z

)
(B.18)

δZWW = −Re[∂ΣTWW
(
p2)

∂p2
]
p2=m2

W

(B.19)

(
δZZZ δZZγ
δZγZ δZγγ

) =
 −Re [∂ΣTZZ(p2)

∂p2
]
p2=m2

Z

2
m2
Z
ΣTZγ(0)

− 2
m2
Z

Re [ΣTZγ (m2
Z
)]
−Re [∂ΣTγγ(p2)

∂p2
]
p2=0

 (B.20)
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Comme nous ne définissons pas δZe dans la limite de Thomson mais à l’échelle de la masse du boson
Z, nous introduisons en outre le terme

∆α
(
m2
Z

) = ∂Σlight ,T
γγ

(
p2)

∂p2
∣∣∣∣∣
p2=0 −

ΣTγγ
(
m2
Z
)

m2
Z

(B.21)

ce qui explique ce changement d’échelle. Le self-énergie des photons transverses Σlight ,T
γγ

(
p2) ne contient

que des contributions des fermions légers, c’est-à-dire de tous les fermions à l’exception du quark
supérieur. De ce fait, les corrections à une boucle des largeurs de désintégration contenant δZe sont
indépendantes des grands logarithmes résultant des contributions des fermions légers [101].

B.3 Constantes de renormalisation à une boucle du secteur scalaire

Les constantes renormalisées de la fonction d’onde diagonaux des bosons de Higgs du modèle 2HDM
sont indépendants des contributions des tadpoles car ils sont définis sur les dérivées des self-énergies
scalaires. Par conséquent, leurs formes explicites sont les mêmes dans les deux schémas tadpoles [191] :

Renormalisation du secteur scalaire (les deux schémas)

δZHH = −Re[∂ΣHH (p2)
∂p2

]
p2=m2

H

(B.22)

δZhh = −Re[∂Σhh (p2)
∂p2

]
p2=m2

h

(B.23)

δZG0G0 = −Re[∂ΣG0G0 (p2)
∂p2

]
p2=0 (B.24)

δZAA = −Re[∂ΣAA (p2)
∂p2

]
p2=m2

A

(B.25)

δZG±G± = −Re[∂ΣG±G± (p2)
∂p2

]
p2=0 (B.26)

δZH±H± = −Re[∂ΣH±H± (p2)
∂p2

]
p2=m2

H±

(B.27)

Les contre-termes de masse des bosons scalaires de Higgs ainsi que leurs constantes renormalisées de
la fonction d’onde non diagonale dépendent du schéma tadpole choisi et sont explicitement donnés
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comme suit [191],

Renormalisation du secteur scalaire (schéma standard)

δZHh = 2
m2
H −m2

h
Re [ΣHh (m2

h

)
− δTHh

]
(B.28)

δZhH = − 2
m2
H −m2

h
Re [ΣHh (m2

H

)
− δTHh

]
(B.29)

δZG0A = − 2
m2
A

Re [ΣG0A
(
m2
A

)
− δTG0A

]
(B.30)

δZAG0 = 2
m2
A

Re [ΣG0A(0)− δTG0A] (B.31)

δZG±H± = − 2
m2
H±

Re [ΣG±H± (m2
H±
)
− δTG±H±

]
(B.32)

δZH±G± = 2
m2
H±

Re [ΣG±H±(0) − δTG±H±] (B.33)

δm2
H = Re [ΣHH (m2

H

)
− δTHH

]
(B.34)

δm2
h = Re [Σhh (m2

h

)
− δThh

]
(B.35)

δm2
A = Re [ΣAA (m2

A

)
− δTAA

]
(B.36)

δm2
H± = Re [ΣH±H± (m2

H±
)
− δTH±H±

]
(B.37)

Renormalisation du secteur scalaire (schéma alternatif FJ)

δZHh = 2
m2
H −m2

h
Re [Σtad

Hh

(
m2
h

)]
(B.38)
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δZhH = − 2
m2
H −m2

h
Re [Σtad

Hh

(
m2
H

)]
(B.39)

δZG0A = − 2
m2
A

Re [Σtad
G0A

(
m2
A

)]
(B.40)

δZAG0 = 2
m2
A

Re [Σtad
G0A(0)] (B.41)

δZG±H± = − 2
m2
H±

Re [Σtad
G±H±

(
m2
H±
)]

(B.42)

δZH±G± = 2
m2
H±

Re [Σtad
G±H±(0)] (B.43)

δm2
H = Re [Σtad

HH

(
m2
H

)]
(B.44)

δm2
h = Re [Σtad

hh

(
m2
h

)]
(B.45)

δm2
A = Re [Σtad

AA

(
m2
A

)]
(B.46)

δm2
H± = Re [Σtad

H±H±
(
m2
H±
)]

(B.47)

B.4 Constantes de renormalisation à une boucle du secteur Fermionique

Les contre-termes de masse des fermions et de leurs constantes renormalisées de la fonction d’onde
hors diagonale dépendant du schéma tadpole,

Renormalisation du secteur des fermions (schéma standard)

δmf,i = mf,i2 Re(Σf,Lii (m2
f,i

)+ Σf,Rii (m2
f,i

)+ 2Σf,Sii (m2
f,i

))
(B.48)

δZf,Lij = 2
m2
f,i −m2

f,j
Re[m2

f,jΣ
f,L
ij

(
m2
f,j

)+mf,imf,jΣ
f,R
ij

(
m2
f,j

)
+(m2

f,i +m2
f,j

)
Σ
f,S
ij

(
m2
f,j

)] (i 6= j) (B.49)
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δZf,Rij = 2
m2
f,i−m2

f,j
Re [m2

f,jΣ
f,R
ij

(
m2
f,j

)+mf,imf,jΣ
f,L
ij

(
m2
f,j

)
+2mf,imf,jΣ

f,S
ij

(
m2
f,j

)] (i 6= j) (B.50)

Renormalisation du secteur des fermions (schéma alternatif FJ)

δmf,i = mf,i2 Re(Σf,Lii (m2
f,i

)+ Σf,Rii (m2
f,i

)+ 2Σtad,f ,S
ii

(
m2
f,i

))
(B.51)

δZf,Lij = 2
m2
f,i−m2

f,j
Re [m2

f,jΣ
f,L
ij

(
m2
f,j

)+mf,imf,jΣ
f,R
ij

(
m2
f,j

)
+(m2

f,i +m2
f,j

)
Σ

tad,f ,S
ij

(
m2
f,j

)] (i 6= j) (B.52)

δZf,Rij = 2
m2
f,i−m2

f,j
Re [m2

f,jΣ
f,R
ij

(
m2
f,j

)+mf,imf,jΣ
f,L
ij

(
m2
f,j

)
+2mf,imf,jΣ

tad,f ,S
ij

(
m2
f,j

)] (i 6= j) (B.53)

Les constantes renormalisées de la fonction d’onde diagonaux sont indépendants de la renormalisation du
tadpole. Pour les contre-termes des éléments de la matrice CKM, nous implémentons le schéma présenté
dans [259] qui définit les contre-termes sur les self-énergies fermions pincées qui sont équivalentes aux
self-énergies des fermions ordinaires, mais évaluées dans la jauge Feynman-’t Hooft. Les contre-termes
et constantes renormalisées de la fonction d’onde correspondants sont donnés

Renormalisation du secteur des fermions (les deux schémas)

δVij = 14 [(δZu,Lik − δZ
u,L†
ik

)
Vkj − Vik

(
δZd,Lkj − δZ

d,L†
kj

)]
ξ=1 (B.54)

δZf,Lii = −Re [Σf,Lii (m2
f,i

)]
−m2

f,i Re[∂Σf,Lii (p2)
∂p2 + ∂Σf,Rii

(
p2)

∂p2 + 2∂Σf,Sii (p2)
∂p2

]
p2=m2

f,i

(B.55)

δZf,Rii = −Re [Σf,Rii (m2
f,i

)]
−m2

f,i Re[∂Σf,Lii (p2)
∂p2 + ∂Σf,Rii

(
p2)

∂p2 + 2∂Σf,Sii (p2)
∂p2

]
p2=m2

f,i

(B.56)

Comme argumenté dans [106], nous voulons noter que la définition de contre-terme dans l’équation.
(B.55) peut également être utilisé dans le cadre du schéma standard des tadpoles, qui ressemble
effectivement à la définition dépendante de la GFP des contre-termes des éléments de la matrice CKM
présentée dans [101], mais évaluée à une jauge spécifique. Les paramètres de couplage Yukawa présentés
dans le tableau (5.yukawa) ne sont pas des paramètres indépendants. Pour plus de commodité, nous
présentons néanmoins leurs contre-termes en fonction des angles de mélange des contre-termes δα
et δβ, présentés dans l’annexe suivante. (B.5). Les formes explicites des paramètres de couplage
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contre-termes de Yukawa, indépendamment du type 2HDM choisi, sont données par

δY1 = Y1
(
−Y2
Y1δα+ Y3δβ

)
(B.57)

δY2 = Y2
(
Y1
Y2δα+ Y3δβ

)
(B.58)

δY3 = (1 + Y23) δβ (B.59)

δY4 = Y4
(
−Y5
Y4δα+ Y6δβ

)
(B.60)

δY5 = Y5
(
Y4
Y5δα+ Y6δβ

)
(B.61)

δY6 = (1 + Y26) δβ (B.62)

B.5 Constantes de renormalisation à une boucle des angles de mélange sca-
laires

B.5.1 Schéma de soustraction minimale MS

Dans le schéma de soustraction minimale MS, les contre-termes des angles de mélange ne reçoivent
pas de contributions finies δαfin et δβfin mais à la place, ils ne contiennent que les parties diver-
gentes aux UV proportionnelles à ∆, définies dans l’équation (3.2). Les contre-termes résultants sont
indépendants du schéma tadpole et sont donc donnés par :

Renormalisation de δα et δβ : schéma de soustraction minimale MS (les deux
schémas)

δα|fin = 0 (B.63)

δβ|fin = 0 (B.64)

Les formes analytiques des parties divergentes UV de δα et δβ sont plutôt complexes. Par conséquent,
nous ne les affichons pas ici explicitement mais nous référons à [? ] pour leur présentation.
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B.5.2 Le Schéma KOSY

Le schéma KOSY [171] relie la définition des contre-termes des angles de mélange aux constantes
renormalisées de la fonction d’onde des doublets scalaires. Pour l’angle de mélange scalaire CP-pair
α, cette connexion est sans ambiguïté, tandis que pour l’angle de mélange CP-impair et chargé β,
différentes combinaisons de constantes renormalisées de la fonction d’onde dans la définition de δβ
sont possibles. Nous choisissons les deux combinaisons où δβ est défini uniquement par le secteur
CP-impair, dénoté par δβ0, et où il est défini uniquement par le secteur chargé, dénoté par δβc. Les
contre-termes correspondants dans le schéma standard et alternatif des tadpoles FJ sont donnés par
[171, 191]

Renormalisation de δα et δβ : schéma KOSY (schéma standard)

δα = 12 (m2
H −m2

h
) Re [ΣHh (m2

H

)+ ΣHh (m2
h

)
− 2δTHh] (B.65)

δβo = − 12m2
A

Re [ΣG0A
(
m2
A

)+ ΣG0A(0)− 2δTG0A
]

(B.66)

δβc = − 12m2
H±

Re [ΣG±H± (m2
H±
)+ ΣG±H±(0)− 2δTG±H±] (B.67)

Renormalization of δα and δβ : Schéma KOSY (schéma alternatif FJ)

δα = 12 (m2
H −m2

h
) Re [Σtad

Hh

(
m2
H

)+ Σtad
Hh

(
m2
h

)]
(B.68)

δβo = − 12m2
A

Re [Σtad
G0A

(
m2
A

)+ Σtad
G0A(0)] (B.69)

δβc = − 12m2
H±

Re [Σtad
G±H±

(
m2
H±
)+ Σtad

G±H±(0)] (B.70)

Nous voulons souligner que le schéma KOSY comporte des contre-termes d’angle de mélange qui
sont manifestement dépendants de la GFP et que leur ordre à une boucle d’utilisation donne des
largeurs de désintégration partielles dépendantes de la GFP.

B.5.3 Schéma p∗-Pincé (p∗-pinched)

Dans le schéma p∗-pincé, l’approche motivée par sur couche du schéma KOSY est liée à une
définition sans ambiguïté de la partie indépendante de la GFP des self-énergies impliquées dans la
définition des contre-termes des angles de mélange, donnée par les self-énergies du scalaire pincé.
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Pour l’échelle p∗, voir l’équation (4.26), les self-énergies des scalaires pincées du modèle 2HDM sont
équivalentes aux self-énergies habituelles

∑ tad(p2) y compris les contributions des tadpoles, évaluées à
la jauge de Feynman-’t Hooft ξV = 1 (V ∈ {W±, Z, γ}). Par souci de cohérence, le schéma à p∗-pincé
nécessite le cadre du régime alternatif FJ. Les contre-termes des angles de mélange dans ce schéma
sont donnés par [191]

B.5.4 Schémas physiques sur couche

La définition formelle des contre-termes des angles de mélange dans les schémas physiques sur
couche de [106] est indépendante du schéma des tadpoles et explicitement donnée par

Renormalisation de δα et δβ : Schéma physique (sur couche) OS1 (les deux
schémas)

δα = sαcα (δHν1ν̄1 − δhν1ν̄1) + sαcα
δZHH − δZhh2 + c2

αδZHh − s2
αδZhH2 (B.71)

δβ = tβ
[
c2
αδHν1ν̄1 + s2

αδhν1ν̄1 − δAν1ν̄1 + c2
αδZHH+s2

αδZhh−δZAA2
−sαcα δZHh+δZhH2 ]+ δZG0A2 (B.72)

Renormalisation de δα et δβ : Schéma physique (sur couche) OS2 (les deux
schémas)

δα = sαcα (δhν2ν̄2 − δHν2ν̄2) + sαcα
δZhh − δZHH2 + s2

αδZHh − c2
αδZhH2 (B.73)

δβ = 1
tβ

[
δAν2ν̄2 − s2

αδHν2ν̄2 − c2
αδhν2ν̄2 + δZAA−s2

αδZHH−c2
αδZhh2

−sαcα δZHh+δZhH2 ]+ δZG0A2 (B.74)

Renormalisation de δα et δβ : Schéma physique (sur couche) OS12 (les deux
schémas)

δα = sαcα (δhν2ν̄2 − δHν2ν̄2) + sαcα
δZhh − δZHH2 + s2

αδZHh − c2
αδZhH2 (B.75)

δβ =sβcβ [c2α δZHH − δZhh2 − s2α δZHh + δZhH2
]+ δZG0A2+ sβcβ

[
δAν2ν̄2 − δAν1ν̄1 + c2

αδHν1ν̄1 − s2
αδHν2ν̄2 + s2

αδhν1ν̄1 − c2
αδhν2ν̄2

] (B.76)
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B.6 Constante de renormalisation à une boucle du paramètre m212 de la
brisure douce Z2

En tant que véritable paramètre du potentiel du modèle 2HDM au niveau de l’arbre, le paramètre
de brisure douce-Z2 le m212 et son contre-terme sont indépendants de la renormalisation du tadpole et
ce dernier se lit :

Renormalisation de m212 (les deux schémas)

δm212 = αemm21216πm2
W

(1− m2
W

m2
Z

) [8m212
s2β − 2m2

H± −m2
A + s2α

s2β
(
m2
H −m2

h

)
− 3(2m2

W +m2
Z

)
+∑

u
3m2

u
1
s2
β
−
∑
d

6m2
dY3

(
−Y3 − 1

t2β
)
−
∑
l

2m2
l Y6

(
−Y6 − 1

t2β
)]
∆

(B.77)

où l’on additionne tous les quarks up-type (u) et down-type (d) et les leptons chargés (`).
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Le comportement IR du processus
e+e−→ Zh dans le modèle standard

La dépendance des corrections à NLO, σ1, sur ∆E et ∆θ sont montrées dans les tableaux C.1 et C.2.
Dans le tableau C.1, la dépendance est vue dans une large gamme et nous choisissons δs = 10−3 comme
choix par défaut. Dans le tableau C.2, le résultat devient dépendant de la coupure lorsque ∆θ est
inférieur à 10−4. C’est parce que l’approximation de l’équation (5.14) demande∆θ �me/

√
s ∼ 2×10−6.

Ainsi, nous choisissons ∆θ = 10−3 dans notre paramétrage.

δs = 2∆E/√s σS+V σHC σ∗HC+CT σSC σ110−1 -0.7127(0) 0.1240(0) -0.1209(0) 0.4794(0) -0.2302(0)10−2 -1.4347(0) 0.5445(0) -0.5306(1) 1.1903(0) -0.2305(1)10−3 -2.1567(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.9012(0) -0.2307(2)10−4 -2.8787(0) 1.4142(1) -1.3784(2) 2.6121(0) -0.2308(2)10−5 -3.6006(0) 1.8497(2) -1.8027(4) 3.3230(0) -0.2306(4)10−6 -4.3227(0) 2.2853(2) -2.2271(5) 4.0339(0) -0.2306(5)10−7 -5.0446(0) 2.7208(2) -2.6516(6) 4.7448(0) -0.2306(6)10−8 -5.7666(0) 3.1564(3) -3.0762(7) 5.4558(0) -0.2306(8)

Table C.1 – Vérification de l’indépendance ∆E à
√
s = 250 GeV (par unité de 10 −1 pb).

∆θ σV+S σHC σ∗HC+CT σSC σ (1)10−1 -2.1567(0) 0.3856(1) -0.3608(1) 1.9012(0) -0.2307(1)10−2 -2.1567(0) 0.6822(1) -0.6574(1) 1.9012(0) -0.2307(1)10−3 -2.1567(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.9012(0) -0.2307(2)10−4 -2.1567(0) 1.2751(1) -1.2506(3) 1.9012(0) -0.2310(3)10−5 -2.1567(0) 1.5527(1) -1.5471(3) 1.9012(0) -0.2499(3)10−6 -2.1567(0) 1.6227(2) -1.8437(4) 1.9012(0) -0.4765(4)

Table C.2 – Vérification de l’indépendance de ∆θ à
√
s = 250 GeV (en unité de 10−1 pb).

Les corrections de rayonnement à une boucle incluent des singularités colinéaires qui peuvent être
infinies lorsque me va à zéro, et elles deviennent des termes proportionnels à log(me) dans cette limite.
Certains de ces termes sont annulés lorsque les corrections virtuelles et réelles sont résumées, certains
d’entre eux peuvent être absorbés dans la redéfinition de la constante du couplage en cours comme
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mentionné ci-dessus, mais les singularités colinéaires ne peuvent pas être complètement supprimées, ce
qui nécessite une manipulation minutieuse.

fee(x, s) = δ(1− x) + αem2π log s4m2
e
P+
ee(x, 0) (C.1)

avec

P+
ee(z, 0) = 1 + z2(1− z)+ + 32δ(1− z), (C.2)

étant la fonction Altarelli-Parisi de fractionnement régularisée. La fonction de structure à une
boucle est utilisée ici au lieu de celle qui est la plus couramment utilisée pour garantir l’annulation des
singularités colinéaires. L’annulation est indiquée dans le tableau C.3. Nous faisons varier la masse
d’électrons avec un facteur k de 2−4 à 28 et trouvons le résultat inchangé. De plus, nous pouvons voir
que les termes singuliers n’apparaissent que dans les parties σV+S et σSC.

k σV+S σHC σ∗HC+CT σSC σ (1)2−4 -2.5815(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 2.3260(0) -0.2307(2)2−3 -2.4753(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 2.2198(0) -0.2307(2)2−2 -2.3691(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 2.1136(0) -0.2307(2)2−1 -2.2629(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 2.0074(0) -0.2307(2)20 -2.1567(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.9012(0) -0.2307(2)21 -2.0505(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.7950(0) -0.2307(2)22 -1.9443(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.6888(0) -0.2307(2)23 -1.8381(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.5826(0) -0.2307(2)24 -1.7318(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.4763(0) -0.2307(2)25 -1.6256(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.3701(0) -0.2307(2)26 -1.5194(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.2639(0) -0.2307(2)27 -1.4132(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.1577(0) -0.2307(2)28 -1.3070(0) 0.9788(1) -0.9540(2) 1.0515(0) -0.2307(2)

Table C.3 – Vérification de l’indépendance de me à
√
s = 250 GeV (en unité de 10−1 pb).
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Annexe D

Triple couplage de Higgs en Modèle 2HDM

Le potentiel de Higgs du modèle 2HDM détermine les auto-couplages entre les bosons de Higgs.
Parmi eux, les couplages triple de Higgs peuvent être paramétrés en fonction des paramètres du modèle
2HDM : mh0 , mH0 , mA0 , mH± , tan β, α et λ5. Au niveau de l’arbre, ces couplages sont indépendants
des types Yukawa utilisés et sont donnés par :

λ2HDM
h0h0h0 = 1

v

{
− 3
s22β
[(2cα+β + s2αsβ−α)s2βm2

h0 − 4c2
β−αcβ+αm212

]}
(D.1)

λ2HDM
H0h0h0 = 1

v

{
−cβ−α

s22β
[(2m2

h0 +m2
H0)s2αs2β − 2(3s2α − s2β)m212

]}
(D.2)

λ2HDM
h0H0H0 = 1

v

{
sβ−α
s22β
[(m2

h0 + 2m2
H0)s2αs2β − 2(3s2α + s2β)m212

]}
(D.3)

λ2HDM
h0H±H∓ = 1

v

{ 1
s22β
[(m2

h0 − 2m2
H±)sβ−αs22β − 2cβ+α(m2

h0s2β − 2m212)]} (D.4)

λ2HDM
h0A0A0 = 1

v

{ 1
s22β
[(m2

h0 − 2m2
A0)sβ−αs22β − 2cβ+α(m2

h0s2β − 2m212)]} (D.5)

λ2HDM
H0H0H0 = 1

v

{
− 3
s22β
[(2sα+β − s2αcβ−α)s2βm2

H0 − 4s2
β−αsα+βm212

]}
(D.6)

λ2HDM
H0A0A0 = 1

v

{
− 1
s22β
[
sα+β(2m2

H0s2β − 4m212)− (m2
H0 − 2m2

A0)s22βcβ−α
]}

(D.7)

λ2HDM
H±H∓H0 = 1

v

{
− 1
s22β
[
sα+β(2m2

H0s2β − 4m212)− (m2
H0 − 2m2

H±)s22βcβ−α
]}

(D.8)

où v est le VEV et m212 peut être dérivé de mA, β, λ5 et v, selon la relation donnée dans l’équation
(5.22). Nous avons utilisé les notations sθ et cθ comme notations abrégées pour sin(θ) et cos(θ),
respectivement. L’angle de mélange β est défini par tan β = v2/v1.

Comme mentionné dans le deuxième paragraphe de la section (5.3), deux paramétrisations physiques
différentes ont été utilisées dans notre travail, ce qui donne des valeurs différentes de v et donc des
THCs différents. Outre le facteur global 1/v, les termes restants des équations (D1-D8) dépendent
toujours de v, du fait que m212 est obtenu via l’équation (5.22) et des termes proportionnels à λ5v2
apparaîtront. Afin d’étudier plus en détail la dépendance, nous réécrivons les THCs comme suit :

λi ≡
(246.220 GeV)2

v λ̂i, i = h0h0h0, H0h0h0, . . . (D.9)

où les couplages sans dimension λ̂i ne sont que les termes entre accolades des équations (D.1-D.8)
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divisé par (246,220 GeV)2.
v(GeV) BPs λ̂h0h0h0 λ̂H0h0h0 λ̂h0H0H0 λ̂h0H±H± λ̂h0A0A0 λ̂H0H±H± λ̂H0A0A0 λ̂H0H0H0 m212(GeV2)
246.220

BP1-h -0.763 -0.048 -0.810 -0.375 0.353 -0.030 0.028 -0.195 3126.00
BP2-h -0.773 -0.049 -3.257 -3.199 -0.285 -2.305 -2.292 -6.917 104480.72
BP1-H 0.025 -0.240 -0.002 0.048 0.047 -0.895 -0.884 -0.774 2839.78
BP2-H -0.036 -0.235 -0.001 0.335 0.335 -11.807 -11.807 -0.773 3567.16

243.137

BP1-h -0.763 -0.047 -0.789 -0.388 0.340 -0.238 -0.179 -0.814 3064.92
BP2-h -0.773 -0.049 -3.257 -3.199 -0.285 -2.305 -2.292 -6.917 104480.72
BP1-H -0.037 -0.228 -0.0003 0.027 0.026 -0.880 -0.869 -0.774 2992.36
BP2-H -0.793 0.030 0.016 0.083 0.083 -11.527 -11.527 -0.773 6981.21

Table D.1 – Couplages sans dimension λ̂i avec deux valeurs typiques de v, les entrées de chacun des
points de référence sont données dans le tableau 5.2. λ̂i sont définis à partir des THCs via l’équation
(D.9). Les valeurs de v sont prises comme expliqué dans le deuxième paragraphe de la section (5.3).

Dans le tableau D.1, tous les λ̂i dans les deux cas sont tabulés, ainsi que les valeurs correspondantes
de m212. On peut voir dans le tableau que dans le cas de BP2-h (BP2-H), certains des THCs sont assez
gros comparés à h0h0h0 (H0H0H0). Bien que ces THCs soient importants, nous avons vérifié qu’ils
respectaient toujours les conditions de perturbativité et l’unitarité des amplitudes de diffusion des
bosons de Higgs dans le modèle 2HDM.

En revanche, bien que l’écart entre les deux VEV soit inférieur à 1,5%, on observe que les valeurs
de λ̂i peuvent être significativement différentes, telles que : λ̂H0H±H± , λ̂H0A0A0 et λ̂H0H0H0 dans le cas
de BP1-h, et λ̂h0h0h0 , λ̂H0h0h0 , λ̂h0H±H± et λ̂h0A0A0 dans le cas de BP2-H, ce qui indique que les THCs
correspondants sont très sensibles à la valeur de v. Comme v n’apparaît que dans λ̂i en termes de
λ5v2, cela signifie également que ces THCs sont très sensibles à la valeur de λ5 (un écart inférieur à 3
% changera radicalement le λ̂i). Habituellement, les effets causés par les différentes valeurs de v sont
considérés comme des corrections d’ordre supérieur. Mais à partir du tableau D.1, nous pouvons voir
que dans certains cas, cela conduira à des prédictions théoriques totalement différentes, par exemple la
largeur de désintégration de H0 Ï A0A0 dans le cas de BP1-h. Heureusement dans ce travail, cette
différence de λ̂i ne change pas beaucoup nos résultats (voir aussi la discussion ci-dessous).

Dans la figure (D.1), nous montrons la dépendance de λ̂i sur le paramètre λ5 pour chacun des
spectres de masse de référence et des paramètres fixes α et tan β donné dans le tableau 5.2, où
v = 243.137 GeV est utilisé. Dans les points de référence BP1-h (H) et BP2-h (H) où h0 (H0) est
supposé être le boson de Higgs de type-MS, le λ̂i liés à h0 (H0) sont représentés par des lignes pleines
tandis que les autres sont représentés par des lignes pointillées car ils peuvent également contribuer
via la renormalisation des fonctions d’onde ou les angles de mélange. Nous avons fusionné plusieurs
couples de lignes dans la figure car elles sont identiques ou très proches les unes des autres, ce qui peut
être facilement appris à partir des équations (D.1 - D.8) et des spectres de masse du tableau 5.2. La
plage de λ5 entre deux lignes verticales en pointillés indique la région autorisée pour chaque point de
référence. On observe sur la figure que les gradients de certaines lignes sont assez grands, donc le λ̂i
correspondant change radicalement dans la plage autorisée de λ5, comme λ̂h0h0h0 dans le cas de BP1-H
qui passe de 7, 5 à −0, 05. Comme nous l’avons vu précédemment, la dépendance de λ̂i sur v peut être
convertie en dépendance sur λ5. Ceci explique la divergence de certains λ̂i causée par les différentes
valeurs de v dans le tableau D.1. De plus, on peut estimer que l’effet causé par différentes valeurs de
v (après suppression du facteur global) est beaucoup plus petit que la variation de λ5 dans la plage
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(a) BP1-h (b) BP2-h

(c) BP1-H (d) BP2-H

Figure D.1 – La dépendance de λ̂i sur λ5 pour chacun des points de référence est démontrée. Dans
chaque graphique, la plage entre deux lignes verticales en pointillés correspond aux λ5 autorisés par
les contraintes et limites théoriques et expérimentales. v équivaut à 243,137 GeV.
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autorisée, puisque la différence entre les valeurs de v peut être considéré comme un écart inférieur à3% sur λ5.
v(GeV) BPs BP1-h BP2-h BP1-H BP2-H

246.220
λ5 [0.545,0.583] [-0.482,0.377] [-1.330,-0.294] [-6.500,-5.737]

λ5v2(GeV2) [33040, 35368] [-29197, 22874] [-80612, -17848] [-394063, -347807]
m212(GeV2) [2970, 3132] [92844, 113597] [-16351, 3365] [-12986, 4649]

243.137
λ5 [0.560, 0.598] [-0.441, 0.387] [-1.337, -0.302] [-6.601, -5.884]

λ5v2(GeV2) [33099, 35367] [-26094, 22872] [-79032, -17847] [-390217, -347807]
m212(GeV2) [2974, 3132] [94081, 113597] [-15855, 3366] [-11520, 4649]

Table D.2 – Plages autorisées de λ5, λ5v2 et m212 avec deux valeurs typiques de v. Les contraintes de
stabilité du vide, d’unitarité et de perturbativité sont utilisées pour déterminer les plages. Les valeurs
de v sont prises comme expliqué dans le deuxième paragraphe de la section (3.5)

.

Nous avons discuté la dépendance des THCs vis-à-vis de v. En fait, les plages autorisées de λ5 en
dépendent également. Dans le tableau D.2, nous montrons les plages autorisées de λ5 pour tous les
BPs. Comme mentionné dans la section (3.5), nous déterminons les plages autorisées de λ5 en fixant
d’autres paramètres et en utilisant les contraintes de stabilité du vide, d’unitarité et de perturbativité.
Dans cette procédure, nous avons pris v = 246, 220 GeV, identique à celui utilisé dans le balayage
de l’espace de paramètres du modèle 2HDM. Cependant, dans le calcul des processus de production,
v = 243, 137 GeV est utilisé.

On peut observer à partir du tableau D.2 que les bornes supérieure et inférieure de λ5 changeront
quand un v différent est utilisé. L’écart le plus important se trouve dans la borne inférieure de BP2-h,
qui est d’environ 10 %. Cela ne peut pas être simplement expliqué par un facteur global lié à v
uniquement, et nécessite une enquête plus approfondie.

Les contraintes utilisées pour déterminer les plages de λ5 peuvent être exprimées comme plusieurs
inégalités sans dimension impliquant v et les paramètres du modèle 2HDM : mh0 , mH0 , mA0 , mH± ,tan β, α et λ5. Outre un facteur global 1/v2, la seule dépendance de v dans ces inégalités est le terme
λ5v2, similaire au cas des THC. Cela signifie que nous pouvons supprimer une partie des effets de v en
examinant λ5v2 ou m212. Dans le tableau D.2, les plages de λ5v2 et m212 sont également présentées.
On constate que les bornes supérieures de λ5v2 et m212 sont presque les mêmes, même si des valeurs
différentes de v sont utilisées, tandis que les bornes inférieures sont assez différentes. Nous avons vérifié
les contraintes liées à chaque borne et constaté que toutes les bornes supérieures sont déterminées par
les contraintes de stabilité du vide tandis que toutes les bornes inférieures sont déterminées par les
contraintes d’unitarité. Les contraintes de stabilité du vide sont homogènes de sorte qu’elles ne sont
pas affectées par le choix de v. En revanche, les contraintes d’unitarité sont inhomogènes, et certaines
d’entre elles sont même non linéaires. Cela conduit à une dépendance v plus compliquée de λ5v2 et
m212. À partir du tableau, nous pouvons voir que les effets de différents v sur les bornes inférieures
peuvent être négligeables comme m212 dans BP1-h, mais ils peuvent aussi être importants comme m212
en BP2-H.

À partir de l’analyse ci-dessus, nous pouvons conclure que les écarts des bornes supérieures de λ5
peuvent être facilement compris comme en multipliant le rapport de deux v2 différents, tandis que les
bornes inférieures sont plus compliquées. De plus, avec la situation des THCs, cela laisse entendre
qu’il vaut mieux choisir des paramètres physiques indépendants avec la même dimension de masse.
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Annexe E

Schéma de tadpole pincé sur couche dans le
Modèle 2HDM

Dans cette annexe, nous présentons plus de détails sur le schéma de tadpole pincé sur couche
(On-shell pinched tadpole scheme : PTS) [190, 192], qui est utilisé dans le calcul de la production
e+e− Ï Zφ. Pour l’étude de la désintégration φ → f f̄ , car il s’agit d’un travail suivant la réf. [27], le
même schéma de renormalisation que dans la réf. [27] est utilisé et ne sera pas discuté ici.

E.0.1 Définition des constantes de renormalisation

Dans ce qui suit, nous introduisons des quantités renormalisées et des constantes de renormalisation
dans le PTS sur couche, où un indice 0 est utilisé pour étiqueter les quantités nues.

— Secteurs de jauge et de fermions : les choses sont similaires comme dans le modèle standard pour
ces deux secteurs.
La renormalisation des masses de boson et de fermion de jauge est donnée par :

m2
V,0 = m2

V + δm2
V , V = W,Z

mf,0 = mf + δmf , (E.1)

et la charge électrique par :

e0 = (1 + δZe)e. (E.2)

Pendant ce temps, la renormalisation des champs de jauge est définie comme :

W±0 = (1 + 12δZWW )W±,(
Z
A

)
0 = ( 1 + 12δZZZ 12δZZA12δZAZ 1 + 12δZAA

)(
Z
A

)
, (E.3)

tandis que pour le champ de fermions, en raison de sa chiralité gauche et droite, il a des constantes
de renormalisation de champ indépendantes :
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fL0 = (1 + 12δZLf )fL
fR0 = (1 + 12δZRf )fR. (E.4)

— Secteur de Higgs : la renormalisation est réalisée sur la base de la physique de Higgs. La
renormalisation des masses de Higgs est définie comme :

m2
φ,0 = m2

φ + δm2
φ, φ = G±, H±, G0, H0, h0, (E.5)

tandis que la renormalisation des champs de Higgs est donnée par :(
H0
h0

)
0 = ( 1 + 12δZH0H0 12δZH0h012δZh0H0 1 + 12δZh0h0

)(
H0
h0

)
,(

G0
A0

)
0 = ( 1 + 12δZG0G0 12δZG0A012δZA0G0 1 + 12δZA0A0

)(
G0
A0

)
,(

G±

H±

)
0 = ( 1 + 12δZG±G± 12δZG±H±12δZH±G± 1 + 12δZH±H±

)(
G±

H±

)
.

(E.6)

Pour les angles de mélange, ils sont définis comme :

α0 = α+ δα,

β0 = β + δβ. (E.7)

Nous avons ignoré la renormalisation de λ5 car elle n’est pas nécessaire dans notre calcul. Afin
d’exposer la différence entre le PTS sur couche et les autres schémas de tadpoles, nous fournissons
également la renormalisation des tadpoles dans le schéma de tadpole standard, qui sont définis
comme indiqué ci-dessous :

TH0,0 = TH0 + δTH0 ,
Th0,0 = Th0 + δTh0 . (E.8)

En revanche, le PTS sur couche est basé sur le schéma de tadpole FJ [127], où les décalages des
VEVs v1,2 Ï v1,2 +∆v1,2 sont introduits. Nous pouvons choisir les valeurs de ∆v1,2 par ordre
pour faire disparaître les tadpoles renormalisés dans l’expansion des perturbations. Dans une telle
procédure, nous sommes en mesure d’allouer de manière appropriée les contributions de tadpole
et de définir tous les contre-termes d’une manière indépendante de jauge. Il est à noter que dans
le PTS sur couche, il n’est pas nécessaire de définir les termes de compteur de tadpole donnés
dans l’équation (E.8) (c’est-à-dire δTH0,h0 ) plus. Au lieu de cela, leurs rôles sont remplacés par
∆TH0,h0 qui sont causés par le décalage des VEVs et sont donnés dans [190, 192] comme :

∆TH0 = (cα∆v1 + sα∆v2)m2
H0 ,

∆Th0 = (−sα∆v1 + cα∆v2)m2
h0 . (E.9)
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Pour éviter toute confusion, nous avons délibérément changé la convention de δT dans [190, 192]
en ∆T pour indiquer que l’origine et la signification de ∆T sont différentes de δT donné dans
l’Eq. (E.8). Une telle convention a également été adoptée dans [104].

E.0.2 Conditions de renormalisation

∆v1,2 / ∆TH0,h0 apparaîtra dans les self-énergies ainsi que dans les sommets. Il a déjà été révélé
dans les références [104, 191] que l’effet de ∆v1,2 / ∆TH0,h0 peuvent être facilement inclus en ajoutant
des diagrammes de tadpoles possibles à des diagrammes irréductibles génériques à une particule. Dans
ce schéma, des conditions sur couche bien connues sont utilisées partout. Les différences entre le schéma
sur couche bien connu et ce schéma sont :

1. Les contre-termes de tadpole δTH0,h0 définis dans l’équation (E.8) disparaissent dans ce schéma ;

2. Les self-énergies Σ(k2) sont remplacées par Σtad(k2) en ajoutant des contributions de tadpoles
possibles.

Il convient de noter que les dérivées des énergies propres Σ′(k2) restent inchangées du fait que les
contributions des tadpoles sont indépendantes de l’impulsion externe k, donc la plupart des constantes
de renormalisation de la fonction d’onde sont les mêmes. Dans ce qui suit, nous présentons des
informations plus nécessaires sur ce PTS sur couche [191]. Dans les secteurs de jauge et de fermion,
les mêmes conditions sur couche que dans le modèle standard sont utilisées [101]. Parmi toutes les
constantes de renormalisation dans ces secteurs, trois sont différentes : δm2

W , δm2
Z et δmf . Seuls les

deux premiers sont utilisés dans ce travail, ils sont donnés par :

δm2
V = ReΣtad,T

VV (m2
V ), V = W,Z (E.10)

Dans le secteur de Higgs, la self-énergie renormalisée du champ de Higgs φ est la combinaison finie
suivante du self-énergie non renormalisée

Σ̂φφ(k2) = Σtad
φφ (k2)− δm2

φ + (k2 −m2
φ) δZφφ, φ = G±, H±, G0, A0, H0, h0

tandis que pour le mixage, c’est :

Σ̂φ1φ2(k2) = Σtad
φ1φ2(k2) + 12δZφ1φ2(k2 −m2

φ1) + 12δZφ2φ1(k2 −m2
φ2),

avec : (φ1, φ2) = (G±, H±), (G0, A0) and (H0, h0).
Les conditions de renormalisation des masses et des fonctions d’onde dans le secteur de Higgs sont

données comme suit :

— Pour les masses, des conditions sur couche sont utilisées :

ReΣ̂φφ(m2
φ) = 0, φ = H±, A0, H0, h0. (E.11)

Ces conditions garantissent que les masses physiques de bosons de Higgs sont des masses polaires
des propagateurs renormalisés correspondants, à partir desquels nous obtenons :

δm2
φ = ReΣtad

φφ (m2
φ), φ = H±, A0, H0, h0 (E.12)
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— Pour les fonctions d’onde, nous exigeons que le résidu du propagateur renormalisé φ soit un :

ReΣ̂′φφ(k2)|k2=m2
φ

= 0, φ = G±, H±, G0, A0, H0, h0 (E.13)

et les self-énergies de mélange disparaissent lorsque l’une des particules externes est sur couche :

Σ̂φ1φ2(m2
φ1) = Σ̂φ1φ2(m2

φ2) = 0, (φ1, φ2) = (G±, H±), (G0, A0), (H0, h0). (E.14)

À partir des équations, nous obtenons :

δZφφ = −ReΣ′φφ(m2
φφ), φ = G±, H±, G0, A0, H0, h0

δZφ1φ2 = 2ReΣtad
φ1φ2(m2

φ2)
m2
φ1 −m2

φ2
, (φ1, φ2) = (G±, H±), (G0, A0), (H0, h0). (E.15)

La renormalisation des angles de mélange pourrait être la partie la plus importante de cette annexe.
Lorsque le schéma de tadpole FJ est appliqué, des définitions indépendantes de la jauge pour les
contre-termes δα et δβ sont possibles. Dans la référence [104], la soustraction MS est utilisée, alors
que dans ce travail, nous suivons la procédure de la référence [190] où la technique du pincement (voir
par exemple Réf. [67]) est appliqué :

— Tout d’abord, les self-énergies pincées Σ sont obtenues à l’aide de la technique pincée. Il se
décompose en une somme de deux parties :

Σ(k2) = Σtad|ξ=1(k2) + Σadd(k2), (E.16)

où ξ représente les paramètres de fixation de jauge ξZ , ξW et ξγ de la jauge Rξ . Comme le
montre l’équation (E.16), la première partie a la même forme que les self-énergies du tadpole
évaluées dans la jauge de Feynman, et la seconde est une contribution supplémentaire qui est
explicitement indépendante du paramètre de fixation de jauge ξ.

— Les contre-termes sont ensuite définis par les self-énergies pincées ci-dessus avec l’échelle sur
couche, à savoir :

δα = ReΣH0h0(m2
H0) + ReΣH0h0(m2

h0)2(m2
H0 −m2

h0) ,

δβ = −
ReΣG0A0(0) + ReΣG0A0(m2

A0)2m2
A0 . (E.17)

où la définition de δβ du secteur de Higgs CP-impair a été choisie.

Plus de détails sur ce PTS sur couche peuvent être trouvés dans la référence [190]. Par souci d’ex-
haustivité, nous énumérons ici les parties supplémentaires des self-énergies pincées à la fin de cette
annexe :

Σadd
H0h0(k2) = g2sβ−αcβ−α32π2c2

W

(
k2 − m2

H0 +m2
h02
){[

B0(k2;m2
Z ,m2

A0)− B0(k2;m2
Z ,m2

Z)]
+2c2

W

[
B0(k2;m2

W ,m2
H±)− B0(k2;m2

W ,m2
W )]},

Σadd
G0A0(k2) = g2sβ−αcβ−α32π2c2

W

(
k2 − m2

A02
)[
B0(k2;m2

Z ,m2
H0)− B0(k2;m2

Z ,m2
h0)], (E.18)
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ANNEXE E. SCHÉMA DE TADPOLE PINCÉ SUR COUCHE DANS LE MODÈLE 2HDM

où B0 est la fonction scalaire à deux points [162].
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