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La QCD et son histoire : partons d’un bon pied!!

P. Aurenche!

1. Laboratoire d’Annecy-le-Vieux de Physique Théorique LAPTH, *
B.P. 110, F-74941 Annecy-le-Vieuxr Cedex, France

Résumé

On présente d’abord tres brievement les modeles d’interactions fortes des années "60-
'70. On décrit ensuite les différents ingrédients qui constituent ce qu’il est convenu
d’appeler la Chromodynamique Quantique (QCD) perturbative : modele des partons,
le lagrangien QCD, liberté asymptotique, violations d’invariance d’échelle. On mentionne
enfin quelques applications de la QCD perturbative.

Abstract

The strong interaction models of the years 1960-1970 are briefly presented. The basics
of perturbative Quantum Chromodynamics (QCD) are then introduced: parton model,
the QCD lagrangian, renormalisation, asymptotic freedom, scaling violations. Some phe-
nomenological applications are discussed.

LAPTH-Conf-1151/06

ICours & I’'Ecole Joliot-Curie de Physique Nucléaire 2005, Maubuisson.
*UMRA5108 du CNRS, associée a I’Université de Savoie.



Je remercie le comité d’organisation pour le titre plein d’humour sur un sujet tres a la
mode cette année. La suite de I’exposé n’est pas a la hauteur et aucune trace d’humour
ne peut y étre décelée.

La problématique que 'on considere dans ces notes est la suivante : comment décrire
I'interaction (forte) a haute énergie de particules telles que le proton ou le neutron, qui
sont des objets étendus ou composites, a 'aide de quanta élémentaires, pontuels, les
quarks et les gluons, dont la dynamique est donnée par le lagrangien de QCD. De plus,
comme 'approche perturbative en théorie des champs est un outil bien connu et efficace
pour calculer des observables (cfle succes de 'Electrodynamique Quantique (QED)) est-il
possible de décrire cette interaction forte par la théorie des perturbations? On verra que
ceci est possible sous certaines conditions.

Apres avoir rapidement rappelé les modeles pré-QCD en vogue pour d’écrire la struc-
ture du nucléon (modele des quarks) et la diffusion a haute énergie (poles de Regge et
modeles duaux) on se tourne vers le modele des partons naif (le titre oblige!) sur lequel
repose la QCD perturbative. L’invariance de jauge et le lagrangien QCD font I'objet
de la troisieme section, suivie d’une présentation succinte de la renormalisation et de ses
conséquences (couplage mobile et liberté asymptotique de QCD). La violation d’invariance
d’échelle des distributions de partons dans les hadrons est ensuite discutée avant de con-
clure par quelques applications a la diffusion hadronique a haute énergie. Il existe de tres
nombreuses revues et livres sur la Chromodynamique Quantique [1, 2].

1 Les interactions fortes : ere pré-QCD

Au début des années 1930, les noyaux apparaissent formés de protons et de neutrons.
Ces derniers sont considérés, avec 1’électron, comme les constituants élémentaires de
la matiere. La dimension caractéristique du noyau d'un atome est de 'ordre de 10~
metre. La quatrieme particule fondamentale est le photon, médiateur des interactions
électromagnétiques.

Le pion a été imaginé par Hideka Yukawa en 1935, pour expliquer la cohésion du noyau
des atomes qui aurait du se désintégrer sous 'effet de la force électromagnétique répulsive :
le pion est le porteur de la force nucléaire forte qui lie protons et neutrons. Sa masse était
estimée & 200 m.. Il a été observé en 1947 & Berkeley par C. Powell et all. L’interaction
entre proton, neutron, pion est dite forte par opposition aux autres interactions identifiées :
électromagnétique et faible sans parler de I'interaction gravitationnelle.

La fin des années 1940 et les années 1950 voient le développement des accélérateurs
de particules (synchrocyclotron, puis synchrotron) avec, en particulier, le Bevatron a
Berkeley (énergie de 6,2 GeV) qui permet la découverte de 'antiproton et de résonances,
particules a courte durée de vie. Les grands accélérateurs ont été par la suite les principaux
instruments de découverte en physique des particules*.

TLa masse du pion est 140 MeV, soit 275 fois la masse de 1’électron.

fActuellement en fonctionnement : collisionneurs proton-antiproton de Fermilab & 1,96 TeV dans le
centre de masse, proton-proton du CERN (LHC) & 14 TeV a partir de 2007 ; électron-proton de DESY,
Hambourg (HERA) & 310 GeV ; électron-positon de KEK, Japon (KEKB et collaboration Belle) et



Au début des années 1960 on avait découvert une centaine de particules élémentaires
sensibles a l'interaction forte : les hadrons. Ces particules sont réparties en deux catégories :
— les baryons (lourd) dont le prototype est le proton ou le neutron : ce sont des particules
de spin demi-entier : 1/2, 3/2, .... Comme exemple de résonance on peut citer le baryon
A, de spin 3/2, se désintégrant en un proton et un pion ;

— les mésons (moyen) dont le prototype est le pion : particules de spin entier 0, 1, ....
Comme exemples, on peut citer les mésons p et w de spin 1.

Vu leur nombre croissant, il était clair que ces hadrons ne pouvaient plus étre con-
sidérés comme ”élémentaires”. D’autre part, un certain nombre d’expériences de diffusion
montraient que le proton n’était pas ponctuel mais avait une extension spatiale de ’ordre
de 1071° metre.

Pour essayer d’établir un certain ordre dans ’accumulation des données expérimentales,
deux approches complémentaires ont été suivies. La premiere a consisté a classer les
hadrons c’est a dire a en faire la spectroscopie. L’échelle d’énergie caractéristique associée
est de l'ordre de la masse des hadrons, soit approximativement le GeV®. Les dates et les
résultats importants sont :

—1961-1962 : la voie octuple ou eightfold way fondée sur le groupe de symétrie SU(3) (de
saveur) par Y. Ne’eman [3] et M. Gell-Mann [4] ;

~1964 : le modele des quarks proposé indépendamment par M. Gell-Mann [5] et S. Zweig[6].
Le modele des quarks est une réalisation explicite de la symétrie SU(3) de saveur.

L’autre approche suivie consiste a faire des expériences de diffusion aux plus hautes
énergies possibles pour casser le hadron et libérer, s’ils existent, ses constituants. C’est
cette quete d’énergie toujours plus élevée qui motive la construction d’accélérateurs, puis
de collisionneurs toujours plus puissants. Du point de vue théorique, deux voies ont été
suivies :

— dans les années 1960-1970, la "matrice S” et les poles de Regge [7], qui permettent de
comprendre les collisions avec petits transferts d’énergie [9] ;

— le modele des partons par J.D. Bjorken [10] et R.P. Feynman [11], formulé en 1969-
1972, faisant suite a la découverte, en 1968, de la structure granulaire du proton dans la
diffusion ep a l'accélérateur linéaire du SLAC par Friedman, Kendall, Taylor et al. [12].

Les modeles de hadrons construits a partir des études de spectroscopie et diffusion
a haute énergie sont maintenant unifiées dans une théorie unique, la Chromodynamique
Quantique (QCD), dont les bases ont été établies dans les années 1970 et 1980 avec la
participation de treés nombreux physiciens. On peut dire, en schématisant, que la spec-
troscopie et la diffusion a haute énergie a grand transfert correspondent a deux régimes
différents de la Chromodynamique Quantique : non perturbatif (voir le cours d’O. Péne)
dans le premier cas et perturbatif dans le deuxieme. La QCD fait 'objet de tres nom-
breuses recherches, le but étant de calculer a partir d’'un ensemble unique de parametres
de base de la théorie la quantité phénoménale d’observables expérimentales. Sera t-elle
un jour prise en défaut?

de SLAC (PEP-II et collaboration Babar) & 11 GeV, sans oublier le LEP au CERN & 209 Gev qui a
fonctionné jusqu’en 2000.
$Dans ces notes, les conventions habituelles sont sytématiquement utilisées, soit i = ¢ = 1, de sorte
que la masse, 'impulsion et ’énergie ont la méme dimension que I'on exprime en MeV ou en GeV.
Ydont le papier n’a jamais été publié sans doute pour cause de trop grande originalité.



1.1 La ”voie octuple”

Au début des années 1960, Ne’eman et Gell-Mann proposent indépendamment une clas-
sification des hadrons qui apparaissent comme éléments de représentations d’un groupe
de symétrie. Ce groupe, SU(3), est une généralisation du groupe de symétrie d’isospin
introduit par W. Heisenberg en 1932 pour exprimer le fait que l'interaction forte ne
distingue pas le proton du neutron : ces derniers sont les deux états d’'une méme par-
ticule, le nucléon. Par analogie avec le spin, le nucléon d’isopsin 1/2 peut étre dans
un état d’isospin "up” (I3 = 1/2, proton) ou d’isospin "down” (I3 = —1/2, neutron).
L’interaction forte ne peut distinguer ces deux états ce qui s’exprime mathématiquement
par l'invariance sous une rotation dans ’espace d’isospin, en conséquence de quoi I'isospin
est un nombre quantique conservé. Le groupe d’invariance associé est SU(2). Le nucléon
appartient a la représentation fondamentale 2. Quant au pion (77, 7% 77) il appartient
a la représentation adjointe denotée 3.

Avec la découverte expérimentale des particules ” étranges” apres 1947 et 'introduction
d’'un nouveau nombre quantique conservé, l'hypercharge ¥ = S 4+ B (S le nombre
d’étrangeté, B le nombre baryonique), également reliée a la charge électrique @) par la
relation ) = I3 4+ Y/2, on peut naturellement introduire le groupe d’invariance SU(3)
et classer les hadrons dans les représentations de ce groupe. Les hadrons d'un méme
multiplet ont les mémes spin, parité, parité C mais ils se distinguent par la valeur de leur
hypercharge et leur composante d’isospin. On observe que les mésons peuvent étre classés
dans les représentations singulet 1 ou octet 8 alors que les baryons sont tous dans les
représentations octet 8 ou décuplet 10. Des exemples de multiplets sont donnés dans la
fig. 1 (1 et 8 des mésons pseudos-scalaires) et la fig. 2 (8 du proton et 10 du baryon A
de spin J = 3/2).

La symétrie SU(3) que l'on vient de discuter est dite symétrie de saveur. Cette
symétrie n’est pas exacte, en particulier parceque les particules d’'un méme multiplet
n’ont pas la méme masse (m,- ~ 139,5702 MeV, my ~ 493,68 Mev). On peut noter que
la symétrie SU(2) d’isospin est également brisée, mais dans des proportions moindres, no-

tamment par les interactions électromagnétiques (m,— ~ 139,5702 MeV, m o ~ 134, 9766
MeV).
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Figure 1: Le nonet du pion, J*¢ = 0=F, de spin 0, de parité négative et de C-parité
positive. Les mésons n and n' sont des combinaisons linéaires d’une composante octet et
d’une composante singulet. Le contenu en quarks est indiqué.
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Figure 2: L’octet du nucléon et le décuplet du baryon A. Le contenu en quarks est indiqué.

1.2 Le modele des quarks [13]

Il était surprenant de voir que la représentation de plus basse dimension de SU(3), la
représentation fondamentale ”triplet” 3, n’apparaissait pas. En 1964, Gell-Mann et
indépendamment G. Zweigl introduisent le modele des quarks. Les quarks sont des par-
ticules hypothétiques qui sont justement membres de la représentation fondamentale 3 de
SU(3). Ces quarks sont caractérisés par les nombres quantiques suivants :

— charge fractionnaire, exprimée en unité de —e, la charge de I’électron, : (2/3,-1/3,-1/3)
— nombre baryonique : (1/3, 1/3, 1/3)

— étrangeté : (0, 0, -1) et donc hypercharge (1/3, 1/3, -2/3).

Ces trois quarks correspondent a trois saveurs (u, d, s) pour "up”, "down” et ”strange”.
Les antiquarks sont dans la représentation conjuguée 3. La fig. 3 représente les multiplets
des quarks et des antiquarks. Tous les hadrons connus pouvaient étre construits a l'aide,

Y Y
A A
d 1/3 u —
23] s
!\ / >
-1/2 1/2 |3
-1/2 1/2
} } >
/ \ I3
-213 = -
s u /3 d
quarks antiquarks

Figure 3: Le triplet 3 du quark et l'anti-triplet 3 de ’anti-quark.

— pour les mésons, d'une paire quark-antiquark (nombre baryonique B = 0),

— pour les baryons, de trois quarks (B =1).

En termes mathématiques, les hadrons appartiennent a des représentations irréductibles,
construites a partir de produits directs de la représentation fondamentale des quarks ou
antiquarks. Ainsi puisque :

IG. Zweig les appelait les as.
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les mésons appartiennent a des 1 et 8, en accord avec I'expérience. Pour les baryons on
a:
3®R3xR3=10684841

ou la représentation 10 est totalement symétrique et le singulet 1 est totalement anti-
symétrique. A noter qu’aucun baryon n’appartient a la représentation 1 (voir plus bas).

En tenant compte de la brisure de masse (quark s beaucoup plus lourd que les quarks
u et d) on arrive a comprendre, dans ce modele, la masse des hadrons ainsi que leur
propriétés de désintégration. Un des succes incontestable du modele est la prédiction du
baryon 2~ = (sss) (voir fig. 2) avant sa découverte expérimentale.

Du point de vue théorique ce modele posait un probleme : en effet la fonction d’onde
d’un baryon, construite a partir des fonctions d’onde des quarks, était symétrique par
échange de deux quarks ce qui est en contradiction avec la statistique de Fermi-Dirac.
Pour résoudre ce probleme, on introduit un nouveau nombre quantique [14], la couleur.
Chaque quark existe en trois variétés de couleur (N, = 3), i = R, G, B, que l'on écrit

uR dr SR
u = uqg d= dG S = Sag
up dB SB

A ce nouveau nombre quantique est associé le groupe de symétrie de couleur SU(3),
quelquefois dénoté SU(3). pour le distinguer de la symétrie SU(3) de saveur opérant sur
les u, d, s. Chaque quark est donc un triplet de couleur et on postule que les hadrons sont
des 1 de couleur (les hadrons sont incolores et la couleur est donc une symétrie cachée).
Ainsi la fonction d’onde du AT, de spin J3 = 3/2, est

1
AT — (u}%ugu% — u}%ugug + ugu}%ug — u%ugu; + UI;U,TBU; - UEU}%UL’)

V6
qui est totalement antisymétrique sous une permutation des couleurs. De maniere générale,
la fonction d’onde du baryon est construite de fagon qu’elle soit totalement antisymétrique
dans l'espace des couleurs mais totalement symétrique en ce qui concerne le moment
orbital ® spin ® saveur. On ”comprend” aussi qu’il n’existe pas de baryon dans la
représentation 1 de saveur, comme mentionné plus haut, car sa fonction d’onde serait
globalement symétrique, puisqu’antisymétrique a la fois dans I’espace des couleurs et des
saveurs. Les mésons sont aussi des singulets de SU(3)., et leur fonction d’onde s’écrit, du
point de vue de la couleur

1
M=— 7:9; = —= (ArqR + 4o + I8
\/gzi:qq \/g(qRqR lel'le’ IBqp)

Les regles ci-dessus ”expliquent” pourquoi il n’existe pas d’états hadroniques [¢q] ou
[qqq| puisqu’ils ne sont pas des 1 de couleur, mais n’exclut pas 'existence d’états [qqqq],

lqqqqq).-



Si la couleur est nécessaire pour la cohérence interne du modele des quarks elle
I'est également du point de vue expérimental comme on peut le voir en considérant la
désintégration du pion, 7 — 77 via une boucle de quarks : sans la couleur le taux de
décroissance serait un facteur N2 = 9 trop faible (il faut sommer sur N, = 3 couleurs
dans la boucle).

Le modele des quarks s’est enrichi au cours des années avec la découverte de 3 nou-
veaux éléments :
— quark ”charmé” (m, ~ 1,15 a 1,35 GeV) en 1974 dans une expérience e*e~ — hadrons
au SLAC (B. Richter et al. [15]) et simultanément pp — hadrons (S. Ting et al. [16]) a
Brookhaven ;
— quark "bottom” en 1977 a Fermilab par L. Lederman et al. [17] (m, ~ 4,5 GeV).
Ces deux quarks ont été découverts sous forme d’états liés lourds, J/W et T respective-
ment, de temps de vie anormalement long pour leur masse.
— quark "top” en 1994 a Fermilab par l'expérience CDF [18] et un peu plus tard par
D0. La masse tres élevée (m; ~ 176 GeV) avait été estimée, par des calculs théoriques,
sur la base du résultat des expériences extrément précises du LEP. Ceci a permis au
directeur général du CERN, C. Llewellyn-Smith, de féliciter ses collegues de Fermilab
d’avoir confirmé l'existence du top déja découvert au CERN**!

En résumé, les quarks apparaissent sous 6 saveurs différentes qui sont maintenant
regroupées en trois " générations”: (u, d), (c, s) et (t, b), chaque quark ayant trois couleurs.

Question : Tous les hadrons entrent-ils dans la classification ci-dessus? La réponse
n’est pas claire. Récemment, en particulier, les résultats d’expériences variées ont semblé
indiquer l'existence de baryons n’étant pas constitués de 3 quarks mais plutot de 5
quarks : les pentaquarks [¢gqqq]. Il semble cependant que cette année la signification
de ces résultats se soit affaiblie. De méme l'existence de mésons de type tetraquarks ou
baryonium est mentionnée, ainsi que celle des mésons hybrides [¢gg] ou de gluonium [19].

1.3 Diffusion hadronique a haute énergie

Si le modele des quarks permettait de comprendre la spectroscopie des hadrons (masse,
désintégration) il ne permettait pas de comprendre I'interaction entre hadrons dans les col-
lisions a haute énergie. L’intérét des expériences a des énergies toujours plus grandes est de
sonder les particules avec une résolution toujours plus fine (cf. les relations d’incertitude
de Heisenberg de type Az ~ 0,2 GeV - fm/AF) et ainsi de voir la structure des hadrons
a des échelles de longueur toujours plus petites.

L’approche en vogue a I’époque est celle de la ”théorie de la matrice S” [7]. Les degrés
de liberté fondamentaux sont les hadrons eux-mémes (et non d’hypothétiques constituants
des hadrons) et I'on s’intéresse a construire 'amplitude de diffusion 4 entre les hadrons.
Elle est contrainte par les relations dunitarité, de type Im A ~ A2, et d’analyticité,

**Etant donnée sa grande masse le quark top se désintegre avant de pouvoir former un état lié.



Re A ~ ¢$Im A. On étudie dans ce cadre les diffusions & (quasi-)deux corps du type :

a+b— ¢ + d (1.1)

| !
e + f g+ h

Pour une réaction a deux corps, ignorant le spin, les variables cinématiques pertinentes
sont les variables de Mandelstam : le carré de I’énergie invariante s (s > 0) et le carré de
I'impulsion de transfert ¢ (¢ < 0). Tous les hadrons sont traités sur une base démocratique :
ils apparaissent soit comme particules fondamentales (entrantes ou sortantes dans la
réaction) soit, a 1’état virtuel, comme médiateurs de la force entre les particules. Dans
cette approche, la diffusion

T+p—mT+p (1.2)

procede, par exemple, par production de résonance A dans la voie s et échange de méson
p dans la voie ¢, tandis que les réactions

T+p—p+p (1.3)

et
T+p—-m+A (1.4)

procedent par production de résonance A dans la voie s et échange de 7 dans la voie ¢,
pour la premiere, et nucléon N et p pour la seconde. A basse énergie le mécanisme de
production de résonances domine tandis qu’a haute énergie c’est celui d’échange de "pdles
de Regge” qui décrit la diffusion [8, 9]. Dans ce dernier cas, 'amplitude de diffusion A(s, t)
est exprimée comme la transformée de Mellin de 'amplitude dans le plan de moment
cinétique complexe J (omettant les détails de spin, parité, choix du contour, ...) :

Als, ) = /C 4] A1) s (1.5)

ou A(J,t) est simplement paramétrée comme une somme d’une infinité de poles dans le
plan du moment cinétique complexe (¢ < 0),

A(J ) = Z % : (1.6)

a;(t) = a; + o't étant la trajectoire de Regge i échangée dans la voie ¢ («; U'intercept et o/
la pente universelle)**. Il en résulte que 'amplitude de diffusion a la forme asymptotique:

A(s,t) ~ Zﬁi(t) s%® 5 - grand, t fini. (1.7)

Pour une diffusion élastique, aux énergies asymptotiques, la trajectoire dominante est le
Pomeron d’intercept 1. Cette approche a rencontré un tres grand succes dans la descrip-
tion des réactions hadroniques exclusives dans le domaine s > 10 GeV?, t < 2 GeV? [9].

**Une trajectoire de Regge correspond a une famille de résonances dans la région ¢ > 0 : pour les
mésons, & une valeur entiere de J correspond une résonance de masse m ;s telle que a(m?) = J. Pour les
fermions les résonances correspondent aux valeurs demi-entieres de J.



Cette description de la diffusion hadronique, résonances a basse énergie et poles de
Regge a haute énergie, a été unifiée de fagon spectaculaire dans le modele dual de
G. Veneziano [20]. Pour une diffusion 2 — 2 de particules scalaires, 'amplitude est
extréemement simple,

A(S7t) = B(_Q(S),—a<t)) = /0 dx x—a(s)—l (1 _x>—a(t)—1

_ T(—a(s)) T(~a(t)
= Tals) — a?) (18)

qui peut étre vue comme une somme infinie de résonances (de largeur nulle) dans la voie s
ou dans la voie ¢ : ceci illustre la propriété de dualité & la base du modele. De plus dans
la limite t/s < 1 et s — 0o on retrouve le comportement & la Regge s). Cette formule a
été généralisée par un grand nombre d’auteurs a la diffusion multiparticules. Nambu [21]
et d’autres ont remarqué que le spectre de résonances du modele dual est le méme que
celui des excitations d'une corde quantifiée. Mais il est apparu que, d’un point de vue
théorique, les modeles duaux [22] n’étaient cohérents qu’en 10 ou 26 dimensions suivant les
cas considérés : ces conditions étaient nécessaires pour éliminer les états tachyoniques non
physiques. Du fait de ces difficultés I'approche duale (ou de fagon équivalente le modele
des cordes) a été presque completement oubliée, a partir des années 1975-1980, comme
modele des interactions fortes au profit du modele des partons (voir section suivante) qui
connut alors un essor spectaculaire et justifié. Cependant J. Scherk et J. Schwartz [23]
avaient montré, en 1974, que la théorie de la gravitation (augmenté d’un champ scalaire)
était la limite quand o’ — 0 d’'un modele dual. Avec de nombreux développements
théoriques le modele des cordes, enrichi de la propriété de supersymétrie et ses extensions,
est maintenant, de facon un peu trop hégémonique peut-étre, considéré comme le candidat
a I'unification de toutes les interactions. Il n’existe cependant actuellement aucune base
expérimentale pour ces époustouflantes idées théoriques.

1.4 La diffusion inélastique profonde a SLAC

Pendant qu'un grand nombre de physiciens, théoriciens et expérimentateurs, étudiait les
collisions hadroniques dans le cadre de I'approche de Regge ou du modele dual, un groupe
expérimental a ’accélérateur linéaire de SLAC s’intéressait a la réaction d’électroproduc-
tion suivante :

e + p —e + hadrons, FE, =20 GeV, (1.9)

ol 'on observait la distribution angulaire de I’électron final. C’est la fameuse expérience
de diffusion profondément inélastique. Le nombre d’électrons diffusés a grand angle était
plus important que prévu : par analogie avec I'expérience de Rutherford sur les noyaux,
I'interprétation de I'expérience était que la charge du proton n’était pas uniformément
répartie mais plutot qu’elle était portée par des grains de matiere ponctuels. De plus,
alors que la taille du proton était estimée a 10715 m, cette expérience, dont le pouvoir
de résolution variait de 2 10716 & 5 1077 m, indiquait que I'image du proton n’était pas
modifiée quand on variait le pouvoir de résolution : c’est la fameuse propriété ” d’invariance

TTOn rappelle que la fonction I'(x) a un pole simple en x, V  entier < 0.



d’échelle” (scaling). Sous certaines conditions cinématiques, le proton se comportait donc
comme une collection de diffuseurs ponctuels, appelés partons par R.P. Feynman.

Ce n’est qu’apres de nombreuses études expérimentales et théoriques que les par-
tons chargés ont été identifiés comme ayant les nombres quantiques des quarks de Gell-
Mann (spin 1/2, charge électrique fractionnaire et portant une charge de couleur). A
la différence du modele des quarks cependant, ’accord du modele des partons avec les
données nécessitait ’existence de partons électriquement neutres : les gluons.

L’interaction entre les quarks et les gluons est contenue dans le lagrangien de la Chro-
modynamique Quantique (QCD) construit, comme celui de I’Electrodynamique Quan-
tique (QED), sur la base d’une invariance de jauge qui est non abélienne dans le cas
des interactions colorées. Deux propriétés fondamentales justifient la validité de la QCD
perturbative comme théorie des interactions entre hadrons a haute énergie :

—la "liberté asymptotique” qui exprime le fait que le couplage de QCD devient petit quand
I’énergie en jeu est grande, ce qui justifie une approche perturbative a la dynamique des
quarks et des gluons [24] ;

—le "théoreme de factorisation” qui permet de construire les sections efficaces de diffusion
entre hadrons a partir de sections efficaces de processus partoniques [25].

Le domaine d’applicabilité de la QCD perturbative n’est pas le méme que celui des
poles de Regge : toutes les variables cinématiques sont supposées étre grandes et du
méme ordre dans le premier cas tandis que s grand, t ~ 1. GeV? dans le second. Mais on
peut noter un intense effort théorique, avec L. Lipatov [26] notamment, pour étendre les
techniques pertubatives de QCD au domaine de Regge.

Comme le modele des partons est un des piliers de ’application de la QCD a la physique
des hautes énergies il est nécessaire de s’attarder sur ce modele et, en particulier, sur la
diffusion profondément inélastique qui a joué un role fondamental dans son élaboration.
Ce sera 'objet de la prochaine section. Puis, dans les parties suivantes on justifiera la
propriéte de liberté asymptotique et celle de factorisation avant de conclure par quelques
applications. Différentes applications font 'objet de la derniere section.

2 La diffusion profondément inélastique (DIS).

Historiquement, ’expérience qui a joué un role fondamental est la diffusion profondément
inélastique du nucléon (Deep Inelastic Scattering: DIS) au SLAC au début des années
1970 [12]. Le processus considéré est

e N—e Xoupu N—pu X)

ou N est un nucléon et X est le systeme hadronique produit mais non détecté. En
diagramme, on a
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Le photon virtuel émis par ’électron (ou le muon) a haute énergie est absorbé par le
nucléon qui se casse en hadrons. Du point de vue expérimental, on n’observe que le
lepton sortant. Dans le référentiel du laboratoire la cinématique est définie comme suit :

nucléon, N P = (M,0)

e~ entrant, k= (FE,0,0,k)~ (F,0,0,FE), E >>m,masse du lepton

e~ sortant, k' = (F', E'sin6,0, E' cos )

photon virtuel, ¢ = (F — E’',—E’sin0,0, E — E’' cosf), impulsion du transfert.

ou 0 est I'angle de diffusion du lepton. Le systeme photon-hadron est caractérisé par les
variables :

v=FE—F, énergie du v* dans le laboratoire
Q? = —¢* =4EFE'sin® ¢, carré de I'impulsion de transfert
=2 - & variable de Bjorken, sans dimension, qui prendra

une signification physique dans le modele des partons.
On peut alors écrire, pour la collision v*N — X

My =(P+q)?= M2+Q27(1;$)

Puisque M% > M? (le nucléon étant le plus léger des baryons), on a nécessairement
0 <x<1,lecas z =1 correspondant a la diffusion élastique.

[’élément de matrice au carré se décompose en trois parties :

64
Q*

— le tenseur leptonique connu qui décrit I'interaction lepton-photon :

| M = —L"W,,, avec (2.10)
1
L = §Tr(/f’v“ F") = 2(KEY + K" — kK g™) ; (2.11)

— le carré du propagateur du photon e*/Q* ;
— le tenseur hadronique que 1'on parametre comme

q"q” n 2Ws

wo_ _9\ pw
w Wl(g q2 ) M

(P — —¢")(P" — —¢") (2.12)

qui est la forme la plus générale respectant (i) la parité et (ii) l'invariance de jauge
g W = 0. Les fonctions de structure, Wi (Q?, 2Pq, P?) et W5(Q?,2Pq, P*) dépendent
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des invariants du systeme hadronique. Apres contraction des indices, I’élément de matrice
au carré devient,

Q* 2 2
La section efficace lepton-proton est alors donnée par

B 1 / k' d*Px
2P+ k)2 ) (2m)32E (27)3

4 0 0
| M 2= SMEE'— <2W1 sin® = + W cos® —) : (2.13)

| M 2 2r)*W (P4 k — Px — k) (2.14)

g

ou :

—~1/2(P 4+ k)* ~ 1/4ME est le facteur de flux ;

— d3k'/(27)32E’, I'espace de phase invariant du lepton final ;

— d*Px/(27)3, espace de phase de X (on intégre non seulement sur la tri-impulsion mais
aussi sur la masse invariante du systeme).

Evaluant explicitement 1’équation ci-dessus on a, dans le repere du laboratoire :

do 2ra’?

dE'd cost - 4E2 sin* g

0 0
(2W1(Q2, 2P¢q, M?)sin® 3 + Wa(Q?,2Pq, M?) cos? 5) )

Il est utile d’avoir I’expression de la section différentielle sous forme invariante de Lorentz :

E 2 9 P.
do _a {QQ(QMwl _Walgy We +u2)}. (2.15)

ks s Qf Mz’ " 2M
ott les invariants de Mandelstam, s et u, sont définis par : (P +k)2=s, (P—kK)>=u.

Remarques :

— la dynamique de l'interaction 7*/N est entierement dans les fonctions inconnues Wy,
Wy s

— en jouant sur E, E’, 6 on peut extraire Wi(Q? 2Pq, M?), Wy(Q? 2Pq, M?) expéri-
mentalement ;

- MW, %Wg = vW5, sont sans dimensions ; on peut donc les exprimer comme fonctions
de variables sans dimension et écrire

MW, <x, g—;) . vWs <x, g—;) . (2.16)

L’expérience permet de mettre en évidence les deux faits importants suivants (voir fig. 4) :

x, Q—j) = MWi(x), vW, (x, g—j) = vWs(2) (2.17)

c’est-a-dire qu’il n’y a pas de dépendence explicite en 2, & I'intérieur des barres d’erreurs
expérimentales. C’est la propriété d’invariance d’échelle [10]. Si 'on avait négligé depuis
le début la masse M du proton, (P? = M? = 0) on aurait eu immédiatement I'invariance
d’échelle*. Tout se passe donc comme si le photon virtuel est insensible a la taille du
proton ;

— la relation 2M W, (x) = vWs(z)/x est satisfaite expérimentalement.

Nous allons maintenant montrer comment ces deux propriétés se comprennent dans le
modele des partons de spin %

MWl(

#Ce raisonnement n’est valable que si 'on suppose qu’il n’existe pas d’échelle ”cachée”. On verra
cependant dans le chapitre 5 qu’'une telle échelle est bien présente.
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Figure 4: Résultats expérimentaur de SLAC [12] montrant l'invariance d’échelle de la
fonction vWy. La variable w = 1/x.

2.1 Le modele des partons et la diffusion profondément inélastique

Feynman a proposé de considérer le proton (ou le nucléon) comme composé de partons,
objets sans structure (ponctuels) dont les nombres quantiques sont & priori inconnus (spin,
charge ...) mais qui doivent cependant former un objet de spin, charge,... connus [11].
On se place dans un repeére ou I'impulsion du proton P ~ (F,0,0,E), E — oo (repere
d’impulsion infinie) et on négligera éventuellement les masses du proton et des partons.
L’impulsion du proton est portée par les constituants et on peut donc écrire

pi = ;P
ol p; est 'impulsion du parton i et on a ), z; = 1.

Le postulat de base consiste a décrire l'interaction y*-hadron en termes d’interaction
~y*-parton puisque le photon tres virtuel a un pouvoir de résolution tres élevé et qu’il peut
donc ”voir” les constituants du proton. Ceci est symbolisé par le diagramme suivant ou
le photon virtuel est absorbé par le parton p;

Pj

Le temps caractéristique de l'interaction électromagnétique est (I'inverse de la virtualité
du photon ”dilatée” dans le repere d’impulsion infinie) :

1 1
I S quand £ — oo . (2.18)

Temg ™ \/@ \/@ B

13




En comparaison, le temps caractéristique de l'interaction forte (en supposant le proton
de masse M constitué de 2 partons de masse nulle pour simplifier) est :

1 E
E—-FE —FE, M?

On en conclut l'inégalité 7,,, < 7; ¢ et I'interaction électromagnétique est quasi instan-
tanée comparée au temps d’interaction forte quand £ — oo, x # 0. Il parait donc justifié
de négliger les effets de 'interaction forte et de considérer les partons comme ”libres” lors
de la diffusion électromagnétique. Pendant le temps de 'interaction v*p;, on va ignorer
I'interaction hadronique qui prend place sur une échelle de temps beaucoup plus grande.
Bien apres l'interaction électromagnétique, les partons se recombinent pour donner des
hadrons avec une probabilité unité puisque I’on n’observe que des hadrons dans le systeme
X. Puisque les interactions fortes de confinement n’affectent pas l'interaction du v* avec
le parton quand E — oo, il suffira donc de calculer

Ti.f. — oo quand F — oo. (2.19)

interaction
electromagnétique

Pj

et d’ajouter ensuite de fagon incohérente les sections efficaces invariantes ep; pour recon-
stituer la section efficace électron-proton.

2.1.1 Section efficace électron-parton

On va décomposer I'amplitude invariante de la manieére suivante (c.f. éq. 2.10)

, erel .
) v
‘ M |epi: Q4 L* WHV

interact.y*-parton

ol e; est la charge du parton mesurée par rapport a celle du proton e. On suppose pour

le moment que les partons ont un spin 1 (certains partons ont nécessairement un spin

2
demi-entier, puisque le proton a S = %) On peut poser pour l'interaction v*-parton, et
par analogie avec QED, 1'éq. (2.11),

) 1
Wi = 5Tr(67" 57") = 2y + Pivbiy = PiPigyw). (2:20)

ou 'impulsion du parton final est p, = p; + ¢. Pour des partons de masse nulle on a alors,

eet

04
La section efficace de diffusion électron-parton sera donc (c.f. (éq. 2.14))
1 1 / 3K d3p),

o = — i
7725 0@n2 ) 25 20

| M [2,= 85 ((pik)? + (pik')?) . (2.21)

| ML, 00k +pi — K — ) (2.22)
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avec § = (p; + k)% Apres intégration, la section efficace différentielle invariante aura la

forme : s s g
0« )
B ?63@ ((pik)* + (pik')?) 6(2piq — Q7).

Pour trouver la forme de la section efficace hadronique, on va sommer de fagon incohérente
les diverses contributions partoniques. On va donc devoir calculer :

E'do E’da
d3k’ Z/ dzl i ZZ d3k:’

ou F;(z) est la densité de partons, par unité d’impulsion z, de partons de type i portant la
fraction d’impulsion z du proton. Introduisant la notation § = 2p;k = z;s et 2p;k' = —z;u,

(2.23)

pi=z P

on trouve.
E'do dzZ 22
e~ Z [ R i - @)
24 u? 2L T
valable pour des partons de spin % On note que les contraintes cinématiques fixent la

valeur de I'impulsion du parton interagissant a z; = % = x, la variable de Bjorken. Si

on compare avec la formule de la section efficace différentielle invariante électron-proton
(éq. 2.15), on peut identifier:

Wy 2 P2\ __
M(%Q,P)—Ze P—F()

qui est équivalent a
vWo(z, Q?, P?) = Z e2xFi(x) (2.25)

et on observe, de plus, que
1
QMW (z, Q% P?) = —vWs(x)
x
Exercice : Montrer que pour des partons de spin 0 (couplage au v* donné par e;(p; + p;)*)
onaW; =0.

En conclusion,

e On voit donc que le modele des partons prédit bien I'invariance d’échelle, c’est-a-dire
que vWy(z, Q% P?) = vWsy(z) (conséquence de la nature ponctuelle des partons) ;

e Larelation 2M W, (z) = vWa(z)/x est une conséquence du spin # des partons : cela
montre que les seuls partons chargés dans le proton sont de spin % ;

e La variable de Bjorken z = QQ—PQq prend un sens physique : c¢’est I'impulsion du parton,
qui a subi I'interaction électromagnétique, normalisée a celle du proton ;

e La fonction de structure vWy acquiert également une interprétation : c¢’est la somme
pondérée, par 'impulsion x et la charge €2, des densités de partons i dans le proton.
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2.1.2 Identification partons = quarks + ... ; régles de somme

Il est tentant d’identifier les partons de Feynman aux quarks de Gell-Mann'™ et Zweig
et de supposer que le proton et le neutron, dans les expériences d’inélastique profond
s’expriment, comme dans le modele des quarks, par:

proton = (uud)
neutron = (udd).

Ce sont les quarks de valence et on dénote u,(z) et d,(x) la distribution de ces quarks u
et d dans le proton. Par la symétrie d’isospin on a (p dénote ici le proton et n le neutron)

Fo(x) = Fj(r) = uy(z)
Fi(z) = Fi(z)=dy(z)

Les nombres quantiques du nucléon sont portés par les quarks de valence. L’expérience
montre que le proton contient également des antiquarks : ce sont les antiquarks de la
mer ou “matelots”*. La somme des nombres quantiques portés par les quarks et anti-
quarks matelots est nulle. Leur distribution est donc notée : uy(x) = us(x), ds(z) =
ds(z), ss(x) = 54(x). On définit

u(z) = uy(x)+ us(x)
dz) = dy(x)+ds(z).

En négligeant le role des quarks étranges, on peut écrire, suivant le modele des partons
(voir éq. (2.25))

éngp - g(u(x) +a(xz)) + é(d(:c) +d(x))
é,,w;n — %(u(x) + a(x)) + g(d(:ﬂ) +d(x))

ou on utilise la notation simplifiée: @, = u, dy = d.

L’interprétation des fonctions u(z), d(z) comme densités de probabilité de trouver des
quarks dans le nucléon permet d’écrire de nombreuses "regles de somme” qui expriment
le fait que les caractéristiques d’'un hadron sont entierement portées par ses constituants.
Par exemple, la différence:

(u(z) + a(z) — d(z) — d(x)) = * (u,(2) — d, (1))

Z ep _ZWen :K ep—en —
T 5 () T 5" () 2 (z)

Wl =

dont I'intégrale mesurée expérimentalement est :

T

s [ @) = [ de o) - dufe)) = 1

" Pour la petite histoire, on peut rappeler que Feynman et Gell-Mann, tous deux professeurs & Caltech,
ont eu pendant longtemps des relations ”tendues”.
*Jolie dénomination due, je crois, a Marc Winter de I'IN2P3 & Strasbourg
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qui correspond bien a la différence du nombre de quarks de valence de type u et d. Sil'on
connait u, d, @ et d indépendamment, on peut également vérifier les regles de somme de
charge:

L2 1 -
/ dx [g(u —u)——=(d— d)] = 1 = charge du proton
0

1
2 - 1
/ dx [§(d —d) — =(u— u)} = 0 = charge du neutron
0
Ces regles de somme sont en accord avec I'expérience. D’autre part, il est possible de

mesurer . .
;VW;ere" =3 (u(z) + u(z) + d(z) + d())

et ainsi calculer

2/0 do WP — /0 do w (u(z) + a(z) + d(z) + d(z))

5

qui mesure l'impulsion moyenne portée par les quarks u, d, @ et d dans le nucléon. Le
résultat de cette expérience est:

(2)grq ~ 0.45 < 1. (2.26)

ce qui signifie que les quarks ne portent que la moitié de I'impulsion du nucléon, le reste
étant porté par des partons neutres : il est tentant, alors, d’identifier ces partons neutres
aux ”gluons” qui lient les quarks entre eux dans le nucléon (le quark s ne joue pas un role
important dans cette réaction).

Pour terminer avec cette succinte introduction au modele des partons, on peut noter
que la diffusion v-nucléon est susceptible d’une description similaire & celle de e-nucléon
a condition de remplacer I’échange d'un photon virtuel par I’échange d’'un boson de jauge
W= ou Z virtuel suivant que I'on étudie les courants chargé ou neutre.

2.1.3 Application du modele des partons

On peut considérer le processus croisé de DIS, & savoir ete™ — hadrons:
.

hadrons

Pour E.+.- = () — oo on peut appliquer le modele des partons: le photon virtuel de
genre temps (Q? > 0) se couplera a une paire quark-antiquark qui, "longtemps” apres
I'interaction electromagnétique, se désintegrera en hadrons :

La transition ¢;q; — hadrons se fait avec probabilité 1. On peut donc écrire

O_e+e_—>had _ Z O.€+€_—’fh'q_i‘

i
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e g

W hadrons
"

€ qi

Il est traditionnel de définir le rapport sans dimension :

ete~—had.

o
R=——+— +_:§ el
gete —utp
i

On voit que les seules différence entre le processus hadronique et le processus purement
leptonique sont les facteurs de charge (les facteurs cinématiques, v*, espace de phase sont
identiques pour les quarks et les p car ce sont des particules de spin 1/2; et on néglige les
masses). On trouve alors

R — é + 1
NUPRINCY
u d
ou pour > 10 GeV, il faut prendre en compte la contribution des saveurs lourdes c et b (le
seuil de production du quark top est beaucoup plus élevé et correspond a @ > 350 GeV).
Cette estimation est en désaccord avec les résultats expérimentaux comme on peut le
voir sur la fig. 5 olt 'on observe plutét un facteur 3,7 pour /s = @ > 10 GeV (les pics
correspondent a la production d’états liés de quarks lourds pres du seuil de production
de ces quarks.).

En fait, dans le calcul ci-dessus, on n’a pas tenu compte du fait que les quarks sont
colorés. Prenant ceci en compte il faut sommer sur les 3 types de couleur, ce qui donne

R:Nc;ef:g—l

et qui est en accord avec l'expérience (voir la courbe "naive quark model” sur la figure).
On peut noter qu’en dessous du seuil de production du quark charmé (/s ~ 3 GeV) les
données sont de I'ordre de R = 2 comme il se doit.

2.1.4 Le modele des partons: formulation générale

1. Sous certaines conditions que 1’on précisera ci-dessous, on considere qu’un hadron
est constitué de partons. On travaille dans le repere d’impulsion infinie du hadron.
On a donc

H={p} i=10
P =73".p; oules P, p,; sont les impulsions du hadron et des partons respectivement.

On néglige toutes les masses (du hadron et des partons) et on peut alors écrire

pi = x; P avec g z; = 1.
i
Les partons sont sans structure et on ignore leurs interactions a 'intérieur du hadron.
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40. Plots of cross sections and related quantities 7

R in Light-Flavor, Charm, and Beauty Threshold Regions
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Figure 40.7: R in the light-flavor, charm, and beauty threshold regions. Data errors are total below 2 GeV and statistical above 2 GeV.
The curves are the same as in Fig. 40.6. Note: CLEO data above 7'(4S) were not fully corrected for radiative effects, and we retain

them on the plot only for illustrative purposes with a normalization factor of 0.8. The full list of references to the original data and

the details of the R ratio extraction from them can be found in [arXiv:hep-ph/0312114]. The computer-readable data are available at
http://pdg.ihep.su/xsect/contents.html (Courtesy of the COMPAS(Protvino) and HEPDATA (Durham) Groups, August 2005.)

Figure 5: Compilation par le ”Particle Data Group” des données expérimentales sur le
rapport R au dessous de \/s =12 GeV.
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2. L’interaction entre hadrons se réduit a une interaction entre partons selon le dia-
gramme suivant

Pk
o /

ij

H, X Pl

ou 075 est la section efficace de I'interaction "dure” entre partons. La section efficace
hadronique est une superposition incohérente des sections efficaces partoniques c’est-
a-dire que 1'on ajoute les probabilités et non les amplitudes. On écrit alors

o>

J

ot — 3 / dwrdy FE"(21) Ff(22) 6351, 22, 5).
4,

La fonction FH(x) est la densité partonique c’est-a-dire la probabilité de trouver
dans le hadron H un parton de type ¢ portant la fraction x de 'impulsion du hadron.
On néglige les effets d’impulsion transverse. La fonction Ff(z) est invariante
d’échelle, c’est-a-dire indépendante des variables (dimensionnées) de Mandelstam
s,t,u. Elle contient les effets & ”"longue distance” (confinement) et la dépendance
en x n’est pas prédite par la théorie. Les effets de ”courte distance” sont contenus
dans la section efficace partonique "dure” ¢;;. Cette séparation - factorisation - entre
physique a longue distance et physique a courte distance est analogue a celle réalisée
par 'approche beaucoup plus rigoureuse mais plus restrictive du développement en
produit d’opérateurs sur le cone de lumiere [28].

3. Le modele des partons est un postulat valable quand toutes les variables dimen-
sionnées s, ¢, u sont grandes comparées a 'échelle de masse des hadrons (~ 1 GeV?).

2.2 Au dela du modele des partons naif

Une version moderne de la fig. 4 est montrée en fig. 6. Les données combinées de nom-
breuses expériences permettent de couvrir un trés grand domaine en z, 6,3107° < z <
0,85, et Q% 0,3 < Q*GeV? < 30000. Si l'invariance d’échelle est bien vérifiée pour
les valeurs 0,05 < x < 0,25 ce n'est le cas ni a petit z, ni a grand x ol une violation
logarithmique (en In(Q?)) est clairement visible. L’hypothése & la base du modele des
partons, selon laquelle les partons sont libres et indépendants dans un hadron, est donc
une simplification trop drastique. Il est nécessaire de prendre en compte l'interaction en-
tre partons qui est décrite par la Chromodynamique Quantique. Quand les énergies mises
en jeu sont grandes (s,¢,u — 00) on verra que la constante de couplage de QCD a — 0.
Cela justifie une approche perturbative. Le résultat fondamental de I'application de QCD
perturbatif au modele des partons est que l'interprétation probabilistique du modele est
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16. Structure functions 1

NOTE: THE FIGURES IN THIS SECTION ARE INTENDED TO SHOW THE REPRESENTATIVE DATA.
THEY ARE NOT MEANT TO BE COMPLETE COMPILATIONS OF ALL THE WORLD’S RELIABLE DATA.
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Figure 16.6: The proton structure function F measured in electromagnetic scattering of positrons on
protons (collider experiments ZEUS and H1), in the kinematic domain of the HERA data, for z > 0.00006 (cf.
Fig. 16.9 for data at smaller  and Q?), and for electrons (SLAC) and muons (BCDMS, E665, NMC) on a fixed
target. Statistical and systematic errors added in quadrature are shown. The data are plotted as a function
of @2 in bins of fixed z. Some points have been slightly offset in Q? for clarity. The ZEUS binning in z is
used in this plot; all other data are rebinned to the z values of the ZEUS data. For the purpose of plotting,
F2p has been multiplied by 2“, where i, is the number of the « bin, ranging from i, =1 (# = 0.85) to i, = 28
(2 = 0.000063). References: H1—C. Adloff et al., Eur. Phys. J. C21, 33 (2001); C. Adloff et al., Eur. Phys.
J. (accepted for publication) hep-ex/0304003; ZEUS—S. Chekanov et al., Eur. Phys. J. C21, 443 (2001);
BCDMS—A.C. Benvenuti et al., Phys. Lett. B223, 485 (1989) (as given in [54]); E665—M.R. Adams et al.,
Phys. Rev. D54, 3006 (1996); NMC—M. Arneodo et al., Nucl. Phys. B483, 3 (97); SLAC—L.W. Whitlow
et al., Phys. Lett. B282, 475 (1992).

Figure 6: Compilation par le ”Particle Data Group” des données récentes de la fonction
de structure Fy(x, Q?) = vWa(x, Q?)/x.
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préservée mais il appararait des modifications. Le résultat final du calcul d’une section
efficace est :

gt Z/dxl ds F’Z-Hl(.iEl,M) FJ,H2(332,M) a-ij+as(M) 0,

Z‘?j

olt M est I’échelle de masse caractéristique du processus dur: M? ~ s, ¢, u. Plus précisément,

e la propriété de factorisation entre physique a courte distance (distributions par-
toniques) et physique a longue distance (section partonique dure) n’est pas détruite
par les corrections QCD ;

e les densités partoniques acquierent une dépendance logarithmique en M: c’est la
fameuse ”violation de l'invariance d’échelle” qui est prédite et calculable en QCD ;

e la section efficace partonique admet un développement en puissance de a, a coeffi-
cients finis et calculables.

Un des buts du cours sera de dériver la formule ci-dessus.

2.3 Conclusions

Nous avons essayé dans la section 2 de décrire quelques résultats qui semblent indiquer que
les hadrons sont constitués d’entités plus fondamentales. En effet, on peut comprendre
un grand nombre de phénomenes physiques aux échelles de masse de M~1 GeV aussi bien
que M>>1 GeV si 'on suppose que les hadrons sont constitués de quarks définis comme
des objets ponctuels de spin %, et de charge fractionnaire. Ces quarks sont groupés en

29
trois familles:
U c t
d s b

D’autre part, dans le Modele Standard, un quark de saveur donnée vient en 3 couleurs ¢ =
(¢:), i =1,2,3, q appartenant a la représentation fondamentale 3 du groupe SU(3) outeur-
Les autres candidats possibles pour le groupe de couleur comme O(3), SO(3) et U(3) sont
éliminés car ils sont en désaccord avec les résultats expérimentaux:

e SO(3) et O(3) permettent l'existence d’états [¢q| singulets de couleur de charge
fractionnaire, car ils ne distinguent pas la couleur de 'anti-couleur. De tels états ne
sont pas observés expérimentalement.

e U(3) sera exclu ultérieurement lorsqu’on imposera I'invariance de jauge locale : il
existerait alors un gluon de masse nulle, sans couleur, qui induirait une interaction
a longue portée entre les hadrons, en contradiction avec 'expérience.

Remarque : A priori, le Modele Standard, tel que décrit ci-dessus, n’était pas la
seule possibilité. En particulier, Han et Nambu [27] ont proposé une alternative ou les
quarks ont une charge entiere (c.f. table 1). La version jaugée de Han-Nambu (due a
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Pati et Salam) a eu une certaine vogue: toutes les prédictions ~ > . eg coincident avec
celle du Modele Standard. Elle a néanmoins été éliminée lorsque des mesures précises de
quantités expérimentales dépendant de Zq 63 sont apparues (p. ex. dans les processus
Y+p—=y+ X, pp—y+y+X).

R|G|B
ul 0|11
d{-110]0
s|-1101]0

Table 1: Charge des différents quarks colorés dans le modéle de Han-Nambu

3 Le Lagrangien QCD

Avant d’entrer dans le détail de linteraction entre quarks et gluons nous allons faire
quelques rappels sur I'’Electrodynamique Quantique. Le principe de construction de la
théorie, I'invariance de jauge, est le méme dans les deux cas mais le cas abélien de QED est
beaucoup plus simple a écrire. Le comportement asymptotique (infrarouge et ultraviolet)
des deux théories est cependant completement différent. Toute la physique est contenue
dans la densité lagrangienne, L£(¢(z),d,¢(z)), une fonctionnelle locale des champs ¢(x)
et de leurs premieres dérivées, a partir de laquelle on construit ’action:

5= [ s £lo(). 0,6(0))

L’action est une quantité sans dimension dans les unités o A = 1. Si on impose que
I'action soit stationnaire sous une variation du champ (principe de Hamilton), on obtient
les équations d’Euler-Lagrange :

oL 5 oL
do(z) "50,6(x)
qui décrivent 1’évolution classique du champ ¢(z). C’est a partir de ces équations, qu’en

formalisme de la seconde quantification, on obtient les regles de Feynman qui permettent
de calculer perturbativement n’importe quel processus en théorie des champs.

=0 (3.27)

3.1 Le Lagrangien QED

Pour QED, la densité lagrangienne s’écrit pour un fermion ¥ de masse m et de charge e

1 =
[’QED = _ZFW’FMV + ¢(Z p - m)ﬁ’ (328)
ol le tenseur du champ électromagnétique est
Fr(z) = 0" A" (z) — 0" A*(x)
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avec A*(z) est le champ du photon, tandis que la dérivée covariante est définie par D, =
0, —ieA,. Une transformation de jauge locale est définie par

U(x) = ') = Opa) . D) = P (2) = e () (3.29)
et simultanément pour le photon
Au(r) — Al (v) = Ay(z) + dua(x).
avec a(x) une fonction réelle. Sous forme infinitésimale une transformation de jauge
s’écrit : B B
0 =igay , 6 = —ievpar, 6A, = O = 0F,, =0 (3.30)

L’invariance de jauge garantit que le photon est de masse nulle : en effet un terme de masse
tel que m?A, A" ne serait pas invariant. L’application des équations d’Euler-Lagrange
menent a I’équation de Dirac

(i g=myp(r) = —eAlz)y(z) (3.31)
N— —

terme d’interaction

et aux équations de Maxwell inhomogenes
o F,,(r) = elry, V. (3.32)
Quant aux équations homogenes elles résultent de

MEy () = 0" € FP =0 . (3.33)

3.2 Invariance de jauge non abélienne et le Lagrangien QCD

En QCD, le champ du quark est une collection de 3 champs de Dirac, un pour chaque
composante colorée ;. Il est noté (voir p. 6) :

VR
¢ = QZ]G )
(0

et il appartient a la représentation fondamentale 3 du groupe SU(3) ou U(3) (on doit
encore déterminer le groupe d’invariance). D’apres la théorie des groupes de Lie, un
élément U du groupe agissant sur la représentation fondamentale s’écrit :

__ig ag T
U = 9 2aala

avec T, les générateurs de 'algebre, o, des parametres réels arbitraires et g, le couplage.
La condition d’unitarité Ut = U~! impose T, = T,/. Pour SU(3) comme groupe de jauge,
la condition det U = 1 impose Tr T, = 0 et on a 8 générateurs T, (a = 1,...8) qui
satisfont aux relations de commutation d’une algebre de Lie,

[Taa Tb] = Z‘fabcirca

24



avec fqe totalement antisymétrique et réel. De plus, les générateurs T'* sont orthogonaux
dans le sens ou

1
Tr(T°T") = 55‘“’.

Si on choisit U(3) comme groupe d’invariance au lieu de SU(3) on a alors un générateur
supplémentaire qui est la matrice 1 commutant avec tous les générateurs de SU(3) :
[1,7% = 0. On impose a la théorie une invariance de jauge locale [29]. Si on applique
une transformation de jauge locale,

0 = iga, T , 0% = P(~iga,T*)
a la densité lagrangienne £ = (i @ —m)i) , on obtient alors
0L =1 {—g(Oua) "y} 1.

Par analogie avec QED, on va rétablir I'invariance grace aux champs vecteurs AZ(x) :
L= (i(0, — igAZ(m)Tb)V“ —m) 4, b=1,...,8 pour SU(3) ou 9 pour U(3),
qui devient invariant de jauge si on impose la transformation suivante sur les champs AZ :
0A;, = 0,0 — fcabaaAZ.

Comme pour QED on vérifie facilement qu'un terme de masse associé aux champs Af ()
n’est pas invariant de jauge. Les gluons sont donc des champs de masse nulle qui induisent
alors des interactions a longue portée. Ce dernier argument est déterminant pour le choix
du groupe de jauge. En effet, si U(3) était le groupe d’invariance, on aurait une interaction
a longue portée entre hadrons qui serait singulet 1 de couleur. Ceci est contraire aux
observations expérimentales puisqu’on sait que la force nucléaire forte est a courte portée :
~ m%r Cet argument exclut donc le groupe U(3) comme groupe de couleur et on reste
avec SU(3) et 8 gluons colorés de masse nulle.

Pour compléter le lagrangien de QCD il faut introduire le terme cinétique des champs
de jauge. L’analogue du tenseur F), de QED est

a a a abc Ab pc
Fo, = 9,A% — 9,A% + gf A A
terme non abélien

Il est pratique d’introduire les notations matricielles suivantes :
a=a.(x)T", Au(z) = A ()T, Fu =F,T" (3.34)

ainsi que la dérivée covariante agissant sur le fermion D, = 0, —igA,(x). Le lagrangien,
pour un fermion coloré, prend alors la forme compacte suivante (cf. éq. 3.28) :

Laen = g TrFu ™ + 3.0 P —m) v (3.35)

et I'on peut vérifier, avec pas mal de sueur, que Lqcp est invariant sous la transformation

0 = igay = 0(D,) =igaD,
0A, = O.,a—iglA,,a] = 0F, =—ig|Fu,d (3.36)
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L’application des équations d’Euler-Lagrange (3.27) au champ du fermion permet d’obtenir
I’équation de Dirac du fermion coloré :

(0 §—m)p = —gT"Aiyb, = (). (3.37)
tandis que pour les bosons de jauge on trouve :
a abc Ab c N a
MF,, = —gf" AMES, — gy, T . (3.38)
ou, de fagon explicite,
(Ogt — 0"0,) Af\(x) = —gUn, TV — gf“bcAb“(ﬁuA,‘i —0,A}) — ng“bchdeAb“AZAi(3.39)
On peut alors extraire de ces équations :

— le couplage fermion-gluon-fermion:

J
\ H
/ a
i
— le couplage a trois gluons :
p A b,d
i

a
VQ ¢
r

— le couplage a 4 gluons:
b

=g

_gfabc [(p - Q>ug>\u + (q - T)Aguu + (T - p),ugl/)\]

d _ig2 [ fabedee(g)\yg,up - g)\pg,uy) + facefbde(gAugup - gApQ,uV) + fadefbce(g)\,ugup - g)\ygupﬂ

Il est important de noter que la méme constante de couplage apparait tant dans le
vertex a trois gluons (linéairement), le vertex a quatre gluons (quadratiquement) que
dans le vertex quark-quark-gluon (linéairement). Ceci est due a I'invariance de jauge de
la théorie.

Les termes d’auto-couplage des bosons de jauge sont un des aspects caractéristiques
de QCD et c’est une différence fondamentale entre cette théorie et QED. Ce sont eux qui
vont etre responsables, comme on le verra dans le chapitre suivant, de la propriété de
liberté asymptotique de QCD aux hautes énergies et aussi, sans doute, du confinement
des quarks et des gluons dans les hadrons (non encore prouvé théoriquement).
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3.3 Fantomes de Fadeev-Popov

On rappelle que les formes covariantes du propagateur du gluon contiennent des somma-
tions sur les degrés de liberté non physiques (polarisations scalaire, longitudinale). Ces
contributions ne sont pas génantes en QED car elles ne sont pas couplées au courant
fermionique. En QCD, les gluons interagissent entre eux (couplage & 3 et 4 gluons) et les
propriétés de ces auto-interactions ne permettent pas le découplage des états de polari-
sation non physiques. Pour les éliminer, on introduit, pour chaque gluon coloré A7, un
champ scalaire ¢* (fantome de Fadeev-Popov) obéissant a la statistique de Fermi (nombre
de Grassmann) et dont le propagateur vaut

i
ot p?+ie
Le fait que ¢ soit non-commutant est crucial car, pour chaque boucle, on obtiendra un
facteur (—1) nécessaire pour compenser la contribution de A, due aux états de polarisation
non physique. Pour que la compensation de la contribution des états non physiques ait
lieu le couplage du gluon au fantoéme est nécessairement de la forme (faire attention au
choix des impulsions et au sens de la fleche):

b’ c _gfabc,r
-
Le couplage ¢ppA ci-dessus est valable dans la jauge de Landau aussi bien que dans la
jauge de Feynman. Ces regles de Feynman associées aux fantomes correspondent dans le
lagrangien a un nouveau terme

Lrp ~ ¢I"D,é.

En conclusion, si on fait le calcul en jauge covariante, il ne faut pas omettre les diagrammes
contenant les fantomes. Par contre, si on choisit de travailler avec une jauge non covariante
(ke = ne = 0), il n’y a pas de fantomes puisque seuls les deux degrés de polarisation
physique des bosons de jauge sont pris en compte.

Notre introduction des fantomes de Fadeev-Popov est bien légere! La facon moderne
et correcte de quantifier les théories de jauge non abéliennes repose sur la construction de
la fonctionnelle génératrice qui, par dérivation, donnent les regles de Feynman de la série
perturbative. Pour donner un sens mathématique a cette fonctionnelle il faut d’abord
"fixer” la jauge par une contrainte. C’est cette contrainte qui peut s’exprimer sous forme
de champs de Fadeev-Popov dans le lagrangien de QCD [30]. Quant & la renormalisabilité
de QCD elle a d’abord été prouvée par 't Hooft [31] puis, clarifiée sous une forme élégante,
par Becchi, Rouet, Stora [32]#.

HLV. Tyutin a indépendamment introduit ce quil est convenu d’appeler la symétrie BRST [33)].

27



4 Divergences ultraviolettes et renormalisation

Dans ce qui suit nous allons appliquer les regles de Feynman qui décrivent 'interaction
entre électrons et photons (QED) et entre quarks et gluons (QCD) a1’étude des processus a
hautes énergies. Dans un calcul d’ordre supérieur on est amené a calculer des diagrammes
en "boucles”. Or ces derniers sont divergents. L’objet de ce chapitre est de montrer
comment traiter ces divergences pour donner un sens a la théorie. Le probleme est d’abord
illustré par I'étude d’un modele scalaire simple.

4.1 Divergences ultraviolettes et renormalisation en \¢*.

Le lagrangien de la théorie A¢* est

A

Tl ¢'(z) (4.40)

1 ., m?
£=20,00)7 - gt w)

ou ¢(x) est un champ scalaire réel. Les regles de Feynman correspondantes sont

l

vertex : X = —i\ ; propagateur : = ,
propag p? —m? + e

La diffusion de deux particules est représentée par:

p
3

3 3 4
p
q—> = +
+
b 1 p+q 2
2
3 4 4 3
1 2 1 2

On n’a gardé que les diagrammes aux deux premiers ordres de la théorie des perturbations.
Si on dénote ¢ = p; — p3 'impulsion de transfert entre particules entrante et sortante on
a ¢> < 0. L’amplitude de diffusion s’écrit

(e}

Mo —ine o [ ! + (4.41)
= —1 —_— .

2 ) @2m)*(p? —m?+ie)((p+ q)* — m? +ie)
ou p est I'impulsion dans la boucle et ou ”...” dénote la contribution des deux derniers

diagrammes. L’élément d’espace de phase peut s’écrire

/d4p:/p3dpd9

ou p dénote la norme du vecteur et dS) est 1’élément d’angle solide. Une analyse di-
mensionelle de l'intégrand montre que quand p — oo il se comporte comme [ dp/p qui
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diverge lorgarithmiquement. Pour donner un sens au calcul on régularise 'intégrale en
introduisant un cut-off ultraviolet Ay,

d Aov g
/ N / o (4.42)
p p

L’évaluation de 1'éq. (4.41) donne une expression de la forme

2 In A%]V

—ig(q® Ay) = —i) + 3i Tt

+ termes indépendants de Ayy (4.43)

olt la notation g(¢?, A?,,) rappelle que le résultat du calcul dépend de I'invariant physique
¢* et du cut-off. Considérant maintenant le méme processus a 1’échelle 10 ¢2, on a :

(10¢°, AZy) = A —3 N 1 Apy + (4.44)
-\ n o .
g q,’yy (477')2 _10q2
Eliminant A a l’aide de 1’équation (4.43) on a
2 72 2 A2 9 —10¢? 3
g(loq aAUV) = (q 7AUV) + 3(471’)2 In _q2 +oot O()‘ ) (445)

Dans le terme en A? on a substitué A = g ce qui est tout a fait justifié puisque le calcul
est mené aux deux premiers ordres de la théorie des perturbations et que 'on néglige
les termes d’ordre supérieur en \® ~ ¢g3. La morale de I'histoire est que si I'on exprime
I'amplitude de diffusion & 1’échelle 10 ¢? en fonction de celle & I’échelle ¢2, toute dépendence
explicite en Ay a disparu des équations. En d’autres termes, si on fait une expérience a
I'échelle ¢ pour déterminer la valeur de Pamplitude de diffusion & cette échelle, alors la
théorie prédit, par I'équation (4.45), quel sera le résultat d’une expérience a 10¢>.

En général, la série perturbative pour une quantité physique, ici g(¢") ot ¢* est une
échelle qui caractérise 'énergie du processus étudié, construite a I’aide du parametre A (A
couplage dans le lagrangien) n’est pas bien définie car les coefficients du développement
en A sont infinis (dépendent du cut-off non physique Ayy dans la théorie régularisée).
En revanche, la série perturbative pour g(¢’?) construite a I'aide de g(q?), (¢® # ¢) est
parfaitement définie, les coefficients de la série étant finis. On rappelle que la divergence
des coefficients de la série en A\ est due aux divergences ultraviolettes dans les diagrammes
en boucle. Ce que prédit la théorie n’est donc pas la valeur de I'amplitude de diffusion,
en fonction de A et des autres parametres du lagrangien, mais seulement la variation de
I’amplitude avec I’échelle d’énergie connaissant cette amplitude a une énergie donnée.

On peut exprimer 1'éq. (4.44) sous forme différentielle :

dg(q?, A2 A2 21
dq? (4r?) > (47?) ¢?
puisque A ~ g a l'ordre auquel on fait le calcul. Il s’ensuit, par intégration :
2
3
o) = —9\%) D= en théorie A¢". (4.47)

C1-c g(q?) lng—z (47)?
0
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C’est ce que 'on appelle la ”constante de couplage mobile” (running coupling). Connais-
sant la valeur du couplage en un point g2, la théorie prédit sa valeur en tout point. Le
parametre de couplage A dans le lagrangien est, quant a lui, appelé le ”couplage nu”. On
peut ré-écrire I'éq. (4.45)

2 2 2

39> . ¢ 39° | —q
9(d?) = |g(¢?) — (in)? In e + L In e (4.48)

Le terme entre [ | est la contribution du terme en arbre, exprimé en fonction du couplage
renormalisé, tandis que le dernier terme est la correction a une boucle. La forme (4.48) est
la forme sous laquelle on va construire la série perturbative, c¢’est-a-dire directement en
fonction du couplage renormalisé. Pour cela on écrit la relation entre les deux couplages
sous la forme (renormalisation multiplicative) :

3 2
91 q

A=Zyg ou Zy=1-— n
(4m)? Ay

(4.49)

4.1.1 Principes de la procédure de renormalisation.

Une analyse systématique montre qu’il faut aussi introduire une masse renormalisée et

un champ renormalisé. En fait, pour chaque parametre, dit parametre nu, apparaissant

dans le lagrangien il faut introduire son équivalent renormalisé. On écrit le lagrangien
m

1
L= 5 0u0nf ~ "3

A
S 0%~ 0 (4.50)

ou 'indice B dénote les quantités nues (bare en anglais). On exprime la relation entre
parametres nus et les parametres renormalisés par une généralisation de I’équation (4.49)

bp =27 bp , mh=Znmk . Ap=2\ An. (4.51)

Les ¢r, mg et Ar sont les quantités renormalisées. Pour des raisons qui vont devenir
évidentes, on écrit habituellement
Zo Z

Zm:_az)\

== 4.52
s Z3 (452)

Les Z; sont de la forme éq. (4.49), c’est-a-dire qu’ils admettent un développement per-
turbatif en Agr. A ce point, on introduit une théorie régularisée pour donner un sens
mathématique aux divergences ultraviolettes. Ci-dessus on a introduit un cut-off Ay .
Pour QED, QCD, I’approche moderne consiste a travailler en n # 4 dimensions (voir plus
bas). Les relations de type (4.49) dépendent évidemment de la procédure de régularisation.
Puisque 'on veut travailler directement avec les quantités renormalisées on va ré-écrire le
lagrangien en fonction des ¢g, mg, Ag. On trouve immédiatement

Z Z Z
L= 0u00) = 5 M Op— 7 Ar Ok
1 m2 )\R 523 520 5Zl
= §(au¢R)2 - TR o5 — ar o+ T(au(ﬁR)Q - TW% % — T)\R O
= Lat oL (4.53)
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Par définition, Lg est identique a £ sauf qu’il est exprimé en fonction des quantités
renormalisées tandis que 0L contient les contre-termes proportionnels a 67; = Z; — 1.

Au lieu maintenant de construire la série perturbative a partir de la forme éq. (4.50),
on va la construire a partir de la décomposition éq. (4.53) du lagrangien. Les regles de
Feynman pour Lr sont les mémes que celles pour £ sauf qu’elles concernent maintenant
les quantités renormalisées. Pour avoir la méme théorie que celle en éq. (4.50) il faudra
alors ajouter la contribution des contre-termes qui seront choisis de fagon a compenser
les divergences engendrées par les boucles de Lg (cf. éq. (4.48)). Ces contre-termes sont
traités comme des couplages et correspondent a de nouveaux diagrammes de Feynman
dont les regles sont:

x = —iA\gdZ;, contre-terme du vertex 454
X = p%’0Z;,  contre-terme de la fonction d’onde (4.54)
® = —im%0Z,, contre-terme de masse

Par exemple, pour la fonction a 4-points déja considérée on aura a calculer la série de
diagrammes

HX X

ou, dans ce cas, seul le contre-terme de vertex entre en jeu, L’application des regles de
Feynman donne alors, en accord avec 1'éq. (4.48)
3\% A2 3R 1 —q?

. 9 . . .
—Zg(q/ ) = —ZAR +ZW ln_—(]/2 — (Z)\R)W HF.

ou la contribution du contre-terme est le dernier terme a droite, avec le choix §Z; =

—(3Ar/(4m)%) In(—¢*/A?).

(4.55)

4.1.2 Résumé et discussion

Dans les calculs perturbatifs d’ordre supérieur (calculs en boucles) en théorie des champs,
apparaissent des divergences ultraviolettes dans les coefficients du développement per-
turbatif. Pour donner un sens a la théorie il faut la renormaliser. La procédure de
renormalisation se décompose en plusieurs étapes :

— on exprime, a priori, le lagrangien en fonction des parametres renormalisés et on écrit
les contre-termes ;

— on régularise la théorie pour donner un sens mathématique aux divergences ; on utilisera
la "régularisation dimensionnelle”, qui respecte les symétries, ou ’espace de phase est en
dimension n et les divergences apparaissent comme des poles en 1/¢ o 2e =n —4 ;

— on choisit les contre-termes de fagon a compenser les divergences ; différents choix de
contre-termes, qui different par des termes finis, menent a différents schémas de renor-
malisation. Les parametres renormalisés dépendent d’une échelle de masse caractéristique
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du probeme considéré. Les coefficients du développement perturbatif de n’importe quel
observable, sont alors finis (si la théorie est renormalisable) et, a I'ordre auquel on fait le
calcul, tous les schémas de renormalisation donne le méme résultat.

L’origine des divergences ultraviolettes est liée au fait que 1'on suppose la théorie
valable quelque soit ’échelle d’énergie considérée, en particulier quand |¢?| — oco. Par les
relations d’incertitude de Heisenberg cela correspond a des distances infiniment petites.
Ceci est a contraster avec la situation habituelle en physique ou les lois ont un domaine
de validité limité. Par exemple, la physique atomique est caractérisée par une longueur
[ ~ 1A= 1071 m alors que la physique nucléaire est caractérisée par { ~ 1 fm = 107 m.
Cela correspond respectivement a des énergies de 'ordre de 1 eV et 100 MeV tandis que
le domaine de la physique des particules est de 1 GeV et au dela.

Toute la connaissance de la physique nucléaire nécessaire a la physique atomique se
résume a quelques constantes comme la masse et la charge du noyau. De meéme, la
physique des particules utile a la physique nucléaire se réduit a la connaissance de la masse
du proton, du neutron, du pion et du couplage 7N N. Donc I'étude de la physique a une
échelle donnée n’a pas besoin des détails de la physique a une échelle de distance beaucoup
plus petite: seule la valeur de quelques constantes suffit. La procédure de renormalisation
ramene le cas de la théorie des champs a une situation habituelle en physique puisque
toutes les complications liées aux divergences ultraviolettes peuvent étre éliminées par
une re-définition de quelques parametres tels que masse, couplage, normalisation de la
fonction d’onde.

Avant de passer aux détails des calculs on peut faire la remarque suivante concernant
le couplage mobile. Si dans le lagrangien, éq. (4.40) on avait choisi m = 0, il n’y aurait pas
eu d’echelle de masse explicite dans la théorie puisque A est sans dimension. On aurait pu
définir le couplage mobile et on aurait alors trouvé 1'éq. (4.47) qui dépend explicitement
d’une échelle de masse. Ceci peut paraitre paradoxal mais c’est une conséquence de la
procédure de renormalisation car, pour définir le couplage renormalisé, on a du d’abord
régulariser la théorie par 'introduction d’un cut-off ce qui a implicitement introduit une
échelle de masse.

4.2 Analyse dimensionnelle

La régularisation dimensionnelle [34] consiste & travailler dans un espace a n dimensions,
n=4-—2¢,

et a la fin des calculs prendre la limite ¢ — 0. Il est plus commode, lorsqu’on peut
le faire, d’utiliser une procédure qui préserve les invariances de la théorie. Le cut-off
utilisé précédemment brise I'invariance sous les translations, puisqu’il met une borne sur
I'intégration de I'impulsion interne. Pour QED et QCD, théories covariantes de Lorentz,
ce choix n’est pas approprié¢’ et 'on préfere utiliser la régularisation dimensionnelle qui
respecte l'invariance de la théorie sous les translations ainsi que l'invariance de jauge.

tVoir cependant le cours d’Olivier Pene et la régularisation ”sur réseau”.
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On utilise QED comme exemple. On rappelle que l'action est une quantité sans
dimension

S = /d% L(, 0, Ay).

Les parametres (champs, couplage) voient leur dimension, exprimée en unité de masse,
affectée lorsque lon passe de [ d*z & [ d"z. Sion dénote la dimension de ¢ par le symbole
[¢], -+, on a alors

[S]=0 , [d"z] = —n.

D’ou, de fagon évidente,

(o) =n = [J] =25 0,400 A =n = [A,] =152
e AV]=n = [e]="F=¢c [mPy]=n = [m]=1

Le résultat important est que la charge électrique (couplage) acquiert une dimension e.
Dans la théorie régularisée a n-dimensions, la charge sera alors écrite

(4.56)

e, p parametre de masse arbitraire.

Le terme p® va jouer un role important dans la procédure de renormalisation : d’un certain
point de vue il tient réle du point de soustraction (arbitraire) —¢? dans la discussion
précédente utilisant la régularisation par un cut-off.

Si en régularisation dimensionnelle le couplage est modifié les propagateurs, eux, ne
sont pas modifiés. Lors du calcul des intégrales en boucles on devra typiquement évaluer :

n* [ e - i(zj)? (4%2)6 e 457)
_ i% E +Indr —~y+1In <]\l2—22) - 0(52)]

4.3 Renormalisation de QED a une boucle.

Le lagrangien QED, exprimé en fonction des quantités nues, est

L= —i Fpu FE +¢p(i @ —ep Ap)s +mp ¥p ¥p. (4.58)

On introduit les champs, couplage, masse renormalisés en relation avec leur équivalent nu

Z 1 Z
AL =72 An g =20 =72y, ep=—_euf 4.59
B = 43 =7 Yp =237, ep 77" It (4.59)
Le lagrangien se décompose alors £ = Lg + dL avec
1 . . .
Lr= —ZFWF‘“’—HMZ P — e L) + mp (4.60)

exprimé en fonction des quantités renormalisées et

5L = 3 (Zy —~ VF ™ 4 (Zy = )i 90— (2 — ey b — (Zo — Dym . (461)
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Le lagrangien renormalisé Lz donnent les regles de Feynman usuelles tandis que 0L in-
troduit de nouvelles regles associées aux contre-termes. Les contre-termes sont traités
comme des termes d’interaction et on obtient les diagrammes suivants :

(Zo — 1)ymapyp — @ = —im(Zy—1) c.terme de masse

Zy — )iy — X = 1 p(Zy—1 c.terme de fn. d’onde
( )i

Z1 — Deus _Aw — N\/‘< = —jeuv,(2; —1 c.terme de couplage
( Jept pey, plag
Yz, -1, v — 2% 7070 = i(¢u90 — ¢*9)(Z3 — 1) c.terme de fonction

d’onde du photon

En QED, a I'approximation d’une boucle, il faut calculer 3 types de diagrammes pour
lesquels on va maintenant citer les résultats.

4.3.1 Polarisation du vide : calcul de Z;.

On considere "la polarisation du vide” donnée par les diagrammes a 2 photons externes,
a lordre d’une boucle. On suppose les photons externes hors-couche ¢ < 0 :

p-q
u” N L+ KA
p
On dénote 11, (q) ces contributions et on a donc,
iHW(q) = iHEIO/UCle(Q) +i(Z3 — 1)(%‘]1/ - q29w)' (4.62)

On peut calculer la boucle explicitement ou remarquer que, puisque la régularisation
respecte l'invariance de jauge, 'on a :

Hzgucle(q) — (q;;ql/ o q2guy)Hboucle(q2) (463)
ott [TP°uele(¢2) est une fonction scalaire. 11 suffit alors de calculer la trace
2\ |boucle __ 21T1boucle/ 2
I (q) 7" = (22 = 3) ¢ TIP*"*(q).
L’application des regles de Feynman donne le résultat :

1 1 2 1 2 2 1_
H(QQ):ZS—1+§(—+1I147T—7)8——O£ dx Zf(l—m)lnm q 3;( )
€ T T Jy L

(4.64)

Schémas de renormalisation

Le choix du contre-terme pour compenser la divergence définit le schéma de renormalisa-
tion:
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e schéma M S: "minimal subtraction scheme” ('t Hooft, Veltman)

1 2 _ 2
_ 1 —
Z3—1|pys = SN M9 (¢%) = i(11147r—7)—2g/ dzx x(1—z)In m”—qx(l = 2)
3re 3 T Jo 12
(4.65)
e schéma MS: (Buras, Bardeen, ...)
a 1 7S 200 (1 m? — ¢*x(1 — x)
Z3s—1|355 = —3—7T(5+1n47r—7) = M5 (¢?) = = ), dr z(l—x)In 5
(4.66)
Il permet de se débarasser d’inutiles facteurs In47w — v dans les quantités renor-

malisées.

e schéma ON (schéma physique ou sur couche de masse) : c’est le schéma adopté dans
la discussion de A¢?. On soustrait le contre-terme & ¢* = 0 (condition ”on shell”)
en imposant la contrainte

M(¢* = 0)|on = 0, (4.67)
d’ou )
a1 o m
Zs—1lon = ——~ (= 4 Indr—7) — = 1 &
3~ Llow 37r(€ +Indm =) 37 12
et donc
200 (1 m? — ¢?z(1 —x
H(Hoy = —— | dv2(l—2)In a 2( )
™ Jo m
~ — 2 —_q2 quand ¢* — 0o, (—¢* >>m?) (4.68)
3 m? ’

Ce genre de conditions est souvent utilisé en QED.

On voit que les différents schémas de renormalisation different par des termes constants.

4.3.2 Conséquence et application

Le propagateur du photon est modifié par I'insertion de boucles et contre-termes. Pour
le diffusion ey, par exemple, on peut calculer la série complete

M+>,\,\Cy\/\< OOt
M+ )VW\O\/\<+ :lM -

L’amplitude de diffusion s’obtient apres sommation de la série géométrique et on a :

s qu v 2 2

_ v, q” . _ en €R
Uy — (g"" — WY, U =

_ —1 _
Uy, ?uw”ug (4.69)
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On choisit de travailler dans le schéma de renormalisation ON (physique). Dans ce schéma
2

la charge est, par définition, la valeur de la constante #’Z](O) = €4y & ¢® = 0 (voir éq.

(4.67)). On trouve par une mesure expérimentale que

2
€ON 1
_ ‘N _ 4.70
ON = T 137,0359805 (4.70)

valeur que 1'on dénote habituellement par o. A une valeur ¢?, la charge effective sera,

e (q?) = €on _ b —? >>m?
o L+Ton(e®) 1 — o =2
soit
(6]
aon(q®) = e [P >>m? (4.71)
1— 2 nle]

Au LEP, par exemple, ¢*> = M2 = (90 GeV)?, on aura

1/137 1

L1 M2 128

aon(M3) =

qui est la valeur utilisée pour 'analyse des résultats expérimentaux. La prise en compte
des termes d’ordre supérieur de la théorie des perturbations implique donc que la charge
électrique effective dépend des conditions cinématiques de I'observation.

Remarque : Attention! On n’a considéré dans la discussion qu’une partie des diagrammes
a une boucle ce qui est justifié pour QED comme on le verra plus bas. Le calcul correct
et complet doit prendre en considération tous les diagrammes du méme ordre en « que
ceux considérés ici.

4.3.3 Self-énergie du fermion (calcul de Z;, Z;) et du vertex (Z;)

On considere maintenant le diagramme a deux fermions externes supposant, pour le mo-
ment, le fermion légerement hors couche (p? # m?). 1l y a trois diagrammes & prendre en
compte:

—k
»i:—VYL + + ° = =
p p+k
—iybonde(p)y + i Py(Zy—1) 4+ (—im)(Zo—1) = —iX(p)
contre-terme contre-terme (4.72)
de fn. d’onde de masse

La renormalisation s’obtient dans le schéma M S par le choix des contre-termes :

o} (1 +e a,l
Zo -y = —Stany TED = L ar )
a . (1+4¢) a1
ZQ—l‘m = _E(4ﬂ-) T:—E(g—i‘lnllﬂ'—’y), (473)
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iq
iq

p K p p P

et la forme du propagateur renormalisé dans ce schéma sera donc
~ 7

Sr(p)lars = J—m =S (p) e + i (4.74)

Pour le vertex, les diagrammes a considérer sont :

Il suffira, pour déterminer la partie divergente, de choisir une cinématique particuliere
simple, par exemple ¢ = 0= p = p’. On a alors

Aalp,p) = A"“(p,p) + (Z1 — 1)7a

= (Zl—l)%—i(eua)z/(dnk ! ! -

27r)”%7f+ %—m—l—ie%‘p'—i- K —m+ie TR e

Le choix )
(67

rendra le vertex renormalisé fini dans le schéma MS.

Remarque : La relation Z; = Z, + éventuellement des termes finis est une rela-
tion générale, valable a tous les ordres de la théorie des perturbations, conséquence
de l'invariance de jauge de la théorie. C’est un cas particulier des identités de Ward-
Takahashi.

En résumé, nous avons calculé dans les sections précédentes les contre-termes Z; qui
rendent I’électrodynamique quantique finie dans ’approximation a une boucle de la théorie
des perturbations. C’est a dire que tout processus physique calculé dans cette approxima-
tion n’aura pas de divergences ultraviolettes et le résultat du calcul devra étre fini. Dans le
schéma M S les contre-termes dans les équations (4.66), (4.73), (4.75) sont respectivement:

/\/\Orv\ — Zy=1 +63F(1+a)(47r)5e2 g = 1

€ ) T 1272

& — Z2 =1 + Cgip(l—i_a) 471-)562, Cy = 1

w<{ E e
— Zy=1+ 017F(1+E)E(4”)562 c1 = Cy

)

Le calcul d’un processus physique quelconque a 'ordre d’une boucle nécessitera évidem-
ment le calcul complet de tous les diagrammes et non seulement celui de la partie diver-
gente dans l'ultraviolet. On pourra alors obtenir les corrections d’ordre « par rapport
au terme de Born. C’est ainsi que 'on peut calculer le moment magnétique anormal de
I’électron ou du muon.
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4.3.4 Conséquence : la fonction ((«) et le couplage mobile.

Nous avons montré de fagon intuitive comment les corrections d’ordre supérieur modifi-
aient la constante de couplage et comment il était naturel d’introduire un couplage mobile
(dépendant de la variable d’énergie du probleme considéré). On va introduire maintenant
de fagon plus formelle et générale le couplage mobile.

Le point de départ est la relation éq. (4.59) entre couplage nu, couplage renormalisé
et les fonctions Z;

Z
ep = et —— T (4.76)
2y 23
avec, dans le schéma M S, des Z; de la forme
I'(1
Zi =1+ C; 62 M(Zl’ff)a (477)

3

Dans le cadre de 'approximation & une boucle (approximation d’ordre ¢?) on peut toujours
ré-écrire p )
e
=2, =1+C— (4.78)
7273 <

ou la constante C, est connue des que les Z; le sont, puisque

C, = <01 — ey %) T(1 + ) (4r)° (4.79)

Dans nos notations simplifiées on a donc eg = eu® Z.(e) ou e(u), le couplage renormalisé,
est une fonction de p. On introduit de fagon traditionnelle la fonction f(e), dite fonction

B de Gell-Mann/Low,
de de
e)=pu — = . 4.80
Ble) = p g dinn (4.80)
Le couplage ep est évidemment indépendant de p : en effet, la masse u et le couplage
renormalisé ne sont introduits que lorsqu’on sépare la densité lagrangienne entre une

partie "renormalisée” et les contre-termes. On a donc

d d iz,
“dii =0 = u@(e,wae(e)) = B(e)uZe(e) + cep’Ze(e) + epp d;ie) =0. (4.81)
Apres un calcul un peu subtil, on voit que les termes en 1/¢ disparaissent et que
B(e) = 2C. &’ (4.82)

ou C, est connu, via I’équation (4.79). Il est traditionnel de définir, plutot que ((e) dans
I'équation (4.80), la fonction

_da 1 de?
Cdlnp? 4w dlnp?

Ba) Bla) = = Ble). (1.83)
T

D’ou par I'éq. (4.82), B(a) = 87C.a? = g—i, qui montre que la constante de couplage «

croit quand g croit. Intégrant cette équation différentielle, on obtient le couplage mobile

sous sa forme usuelle,

)

_— 4.84
1——a(”3) In & (4.84)

a(p?) =



On remarque par comparaison avec 1’équation (4.71) que I'évolution en masse (¢ = u?)

des fonctions apn(q?) et a(q?) = agrs(¢?) est identique. Les deux fonctions different par
les conditions aux limites ce qui est normal puisque les fonctions sont définies dans des
schémas de renormalisation différents.

La relation du type dde—f = 0 (éq. (4.59) n’est qu'un cas particulier des équations du
groupe de renormalisation qui jouent un role fondamental en théorie des champs. Elles
expriment que les prédictions physiques (observables) ne doivent pas dépendre du choix
de la procédure de régularisation ni du schéma de renormalisation. En particulier, 1’éq.
(4.84) exprime comment le couplage a(p) doit varier en fonction de p pour que, quand le

"point de renormalisation” yu varie, les prédictions physiques soient indépendantes de p.

4.4 Renormalisation de QCD a une boucle

On rappelle les regles de Feynman de QCD (voir chap. 3). Pour renormaliser la théorie on
doit procéder comme pour QED, c’est-a-dire, partir de Loop(Yis, Alp, 9B, ...) et exprimer
cette densité lagrangienne en fonction des quantités renormalisées et des contre-termes.
Notre but ici étant seulement le calcul du couplage mobile on se contentera de partir de

la relation
Z

gB = gp

ZaN Z3
concernant le couplage gluon-fermion-fermion. Les Z; ont la méme signification qu’en
QED : Z; contre-terme du vertex, Z, contre-terme de la fonction d’onde du quark (on

supposera les quarks de masse nulle donc pas de Z;), Z3 contre-terme de la fonction d’onde
du gluon. Le calcul est effectué en jauge covariante, le propagateur du gluon étant choisi

de la forme : _
4 duqv
0 — | —guw+(1—a :
bq2+ze< 9o+ )q2+ze)
avec a = 0 en jauge de Landau utilisée ci-dessous. Nous allons maintenant calculer
successivement Zo, Z3 et Z.

c (4.85)

4.4.1 Calcul de 2,

C’est le contre-terme de la fonction d’onde du quark. Il n’y pas lieu de calculer le contre-
terme de masse 07 puisque les quarks sont supposés de masse nulle (mp = m = 0). Les
diagrammes a considérer sont similaires a ceux de QED avec essentiellement le facteur de
couleur en plus :

I
SRE)
> +

i ] i |- _Z'Eboucle(p) + (Z2 . 1)2 %
Le diagramme en boucle s’écrit :

X

drl i(p+ ) i } 11"
—g 1—a)—
(2m)™ Tn (p+1)%+ie T l2+ie( g+ 1-a) [2 )

—i Zboucle — (_29#8)2 < z‘CILcTIgj > /
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ou la seule différence avec QED est le calcul du facteur de couleur (voir le vertex fermion-
fermion-gluon en sec. 3.2) :

92 Z(TGTG)U = g2 < cp > 5ij = 92 57Lj

apres avoir sommé sur 'indice de couleur du gluon et du quark interne. Le résultat est :

L(1+e) (4mp®\" ¢
Eboucle = _—q< > 1
W=-a<er> D (TE) e

Comme on travaille en jauge de Landau on a alors trivialement,

Eboucle (p) =0

et donc nécessairement Zs|3s = 1 puisqu’il n’y a pas de divergence a compenser! On
peut remarquer que ce résultat est différent de celui en jauge de Feynman, a = 1, comme
on peut s’en rendre compte si on le compare avec le calcul de la self-énergie de I’électron
décrit plus haut. Ceci illustre le fait que les diagrammes de Feynman ne sont pas indi-
viduellement indépendants de jauge alors que les observables physiques le sont.

4.4.2 Calcul de Z3

Le calcul de ce contre-terme est bien plus compliqué et il met en jeu des diagrammes
typiques d’une théorie non abélienne puisqu’ils contiennent des couplages a trois ou quatre
bosons de jauge. Il faut évaluer :

J
iTl“"(q)=aO_SL©Q_% +m¢2§m + 007 00 +m§§£&+m@m
i

Dans une notation évidente on décompose le diagramme de polarisation du gluon en une
série de termes :

" (q) = 1% (q) + 110" (q) + 115 (q) + 1147 (@) + (Zs — 1)(¢"¢” — ¢°¢™™).

- II%(q) : ce diagramme contient une boucle fermionique et du point de vue structure
de Lorentz il est similaire au diagramme de polarisation du vide en QED. Aucun nouveau
calcul n’est nécessaire pour évaluer l'intégrale sur 'impulsion interne. Quant a la partie
de couleur, elle est simplement :

, . (')‘ab
a _ a —
Cependant puisque chaque espece de quark léger contribue a part égale (quarks de masse
nulle) il faudra multiplier le résultat par N, le nombre de saveurs considérées. Ainsi

5 (')‘ab .
MY (q) = < Np—- > 11"(q) qup

§ab g% [(4mpP\"T(1+¢) €
= < Np— > <1 —) rg — ¢ g
I nﬂ(—f) . +g) (= d)g
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- HZ; (q) : c’est le diagramme de type ”tadpole”, le seul qui fasse intervenir le couplage
a quatre gluons. Il se trouve étre égal a 0 en régularisation dimensionnelle.

- Hg‘”(q) . c’est le diagramme avec la boucle de gluons; le calcul de l'intégrale sur
I'impulsion est tres long mais ne présente aucune difficulté majeure et nous nous bornerons

a citer le résultat. Quant au facteur de couleur c’est simplement :
d

aﬁl&é?&&b ~ facd fbed ~ Nc 5ab
Cc

On trouve finalement :

2 (4mpP\"T(1+¢) (7 25
™ - _ Ncéab 9 Sop v Y 2 uv
g (q) < > 1677 (_qQ) . (3q ¢ =599

On constate aisément que le calcul n’est pas complet car la condition de transversalité
n’est pas satisfaite : g,I11" # 0, ce qui est une manifestation de la non-invariance de jauge
de ce diagramme. En effet, il faut calculer la contribution de la boucle avec fantomes.

- 17} (¢) : T'application des régles de Feynman permet d’écrire facilement avec les
conventions de la figure (attention aux signes!) :
d >k+q

09 00

Cx

C

2 (AmnpP\"T(1+¢) (1 1
-Hul/ —< Nc5ab > g P e 2 v
il (q) 672 (—q2) . (6q ¢+ 599

En combinant tous les termes, on arrive finalement a déterminer le contre-terme de la
fonction d’onde du gluon, dans le schéma MS,

13 4 ¢ T(1+e)
Zs—1)|57e =( —N.— =N —=(4m)* 4.
(7= s = (g Mo e ) 2 am (486

4.4.3 Calcul de 7,

Il y a trois diagrammes :
a p’ Cc ]
" + g L ung_0<
p
i
_Zglu“g Au(p7p,)‘boucle + (_ZQME) (Zl - 1) E?VM
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- La premiere boucle (avec 2 fermions internes) est de la méme forme qu’en QED sauf
pour les facteurs de couleur. La partie divergente est en relation avec la partie divergente
de la ”self-energie” du fermion et nous avions trouvé que Z; = Z,. Cette relation est
vraie en jauge de Landau et ce diagramme n’a donc pas de divergence ultraviolette.

- La seconde boucle a le facteur de couleur

CA

fabc T;I; T‘l? — fabc(TbTC)ij — fabc - 5

1 _ . N,
3 [1°,7T; = i<—=>Tt=i< 7 > T3 (4.87)
Apres avoir évalué la partie de Lorentz (calcul fastidieux), on peut déterminer le contre-

terme dans le schéma M S et on trouve :

B NN\ 3 ¢ T(1+¢)
(Zl_l)|MS__< 2 > 2 1672 ¢

(47)° (4.88)

En résumé, dans la notation de I'éq. (4.77), la valeur des contre-termes Z;, Zs, Z3 est

o 3 T'(1+e)(4n)®

a = —i Ne =5 1 11 9

Co = 0 :>Cg:_32ﬂ'2 (ch_gNF)
_ (13N, 4 T(1+e)(dm)e

3 = ( 6 ENF) 1672

ot 'on a évidemment défini Cy = ¢; —co — 3.

4.4.4 Le couplage mobile o, et définition de Agcp

Nous sommes maintenant en mesure de calculer la fonction 8(a) de QCD (ot oy = g /4n
est la ”constante de structure fine” de la Chromodynamique Quantique) ainsi que le
couplage mobile. Utilisant les résultats ci-dessus dans les éqs. (4.82, 4.83) il vient

o) = it =~ (8- 3

3 3

d’ou le couplage mobile

as(MO)
o () = . 4.89
0

Le couplage décroit donc quand g croit si 11N, — 2Np > 0 (nombre de saveurs de quarks
inférieur a 17) : c’est la propriété de liberté asymptotique [24].

On retrouve le résultat pour QED si N, = 0 et Np < % >= 1 (pour un fermion
sans couleur). Le terme proportionnel a N, dans 1’équation ci-dessus, associé aux termes
"non-abéliens” avec couplage a trois gluons, est responsable de la propriété de liberté
asymptotique (il est positif) tandis que le terme dépendant de N, qui vient uniquement
de la boucle fermionique, est négatif comme en QED. On peut se rappeler le signe relatif
entre ces deux types de contributions en se souvenant que les boucles de fermions ont un
facteur (—1) supplémentaire da a la statistique de Fermi-Dirac.
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Pour le calcul de a4 nous avons considéré le couplage quark-gluon-quark. Nous auri-
ons aussi bien pu choisir le couplage a trois gluons ou le couplage fantome-gluon-fantome,
calculer les facteurs Z; correspondants et en déduire les fonctions (3(ay) relatives a ces
couplages. L’invariance de jauge de QCD implique certaines relations entre les Z; (invari-
ance BRS (Becchi, Rouet, Stora) en QCD) qui sont 'équivalent de la relation Z; = Z,
en QED. Ces relations impliquent que 'on obtient la méme fonction F(as) quelque soit
le couplage étudié.

Comme application on considere la diffusion quark-quark* et on travaille & ”1‘approximation
des logarithmes dominants” c’est a dire que I'on néglige les termes d’ordre a, comparés

aux termes d’ordre 1 et a,lIn(—¢*/p3) ou ¢ est Pimpulsion de transfert du processus.
2

théorie

a1 d2

L’amplitude de diffusion au carré, c’est a dire a un facteur de proportionalité pres la
section efficace différentielle, s’écrit théoriquement (voir 1’éq. 4.69:

2

— Oés — 1 —
| MEe q1q2|2 = 1+ (llNc—2NF)(Iu0) 2 \U2%U2?U17”U1|2 (4.90)

N6 (1) In(5E)

On choisira une valeur de p arbitraire et on déterminera alors la valeur numérique de
as(pg) de fagon que la normalisation du membre de droite soit en accord avec le résultat
expérimental a une impulsion de transfert quelconque. La chromodynamique quantique
sera alors capable de prédire la dépendance en ¢ de la diffusion quark-quark et bien
d’autres choses d’ailleurs.

On aurait pu effectuer la renormalisation a une autre échelle p; # po et obtenir une
équation similaire a celle ci-dessus avec g — p;. La relation éq. (4.89) exprime que
la théorie renormalisée a 1’échelle ug et celle renormalisée a 1'échelle py donnent les
mémes prédictions physiques. Il est clair, par des arguments généraux que les prédictions
théoriques ne dépendent pas du choix du point de renormalisation : en effet, on rappelle
que toute la physique est contenue dans L(v;,, Ay, Gy, ---) €t I'éq. (4.89) exprime juste-
ment l'indépendance du couplage nu g, par rapport au point de renormalisation (voir I'éq.
(4.81)). Les sceptiques peuvent vérifier explicitement ce résultat sur 'exemple ci-dessus.
L’analogue de ’éq. (4.90) pour la théorie renormalisée a q est :

2

| M@z |2 = (1)

1 BN 0 (1) In(58)

1
|ty e — U1y U ? (4.91)
127 q

Injectant ’éq. (4.89), avec u = py, dans cette équation et négligeant tous les termes en
a? on retrouve exactement 1'éq. (4.90).

fLa diffusion quark-quark est une ”expérience de pensée” : il faut utiliser le modele des partons pour
passer de la diffusion parton-parton a diffusion hadron-hadron qui est I’observable.
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Le couple de valeurs (u, as()) ne correspond pas a deux variables indépendantes mais
a une seule puisqu’elles sont contraintes pour pouvoir décrire la méme physique quelque
soit . Mathématiquement cela s’exprime par le fait que 'on peut introduire une échelle
de masse unique qui déterminera completement le couplage mobile. En effet, on peut
écrire I’équation (4.89):

1 1
as(p) = - = (4.92)
oty + 2N Ity b Inp?/AT
avec 1o -
A% = pig exp ( — d ¢ b= 4.93
. exp( (11N —2NF>as(u3>) T IIN, -2 (4.93)

A est la constante fondamentale de QCD que l'on détermine expérimentalement. Sur la
base d'une compilation des données expérimentales [35] on trouve :

ANF=5 — 210738 MeV (4.94)

MS

ou, de fagon équivalente,

as(Myz) = 1182 & .0027

dans le schéma M S, dans un monde avec 5 saveurs de quarks légers.

On peut comparer la situation en QCD avec celle en QED. La constante de structure
fine de QED « = 1/137,0359895 pourrait paraitre plus fondamentale que celle de QCD
as(M. Z)‘m pour laquelle il faut spécifier, le schéma de renormalisation ainsi qu’'une valeur
de I’énergie. En fait il n’en n’est rien et la situation est identique dans les deux cas (hormis
la précision des mesures expérimentales!). En effet, la valeur de « ci-dessus est donnée, de
facon traditionnelle dans le schéma de renormalisation sur couche de masse (schéma ON
de la section 4.3) dans la limite ol les impulsions — 0. Comme jusqu’a récemment c’était
le seul schéma de renormalisation utilisé en QED on ”oubliait” de le préciser. Dans le
schéma M S la valeur de « serait différente et elle peut étre calculée avec les formules de
la section 4.3. La différence avec QCD réside dans le fait qu’il n’est pas possible de définir
un schéma ON en Chromodynamique car les quarks et les gluons étant confinés dans les
hadrons ils ne sont pas sur leur couche de masse. D’autre part, il n’est pas possible de
prendre la limite des impulsions nulles car en théorie perturbative le couplage n’est alors
plus défini puisqu’il tend vers l'infini.

Le concept de liberté asymptotique est illustré par la fig. 7 ot 'on voit clairement la
décroissance du couplage fort en fonction de ’échelle de masse.

5 Violations de 'invariance d’échelle dans les fonc-
tions de structure

Dans la discussion précédente nous n’avons étudié que les diagrammes en boucles. Nous
avons extrait de ces diagrammes la partie divergente dans l'ultraviolet (~ 1/¢) et nous
avons vu que, par la renormalisation, on pouvait absorber ces singularités et définir un
couplage mobile. Par exemple, si on considere les diagrammes suivants de la diffusion

qq¢' — qq’ a grande impulsion de transfert [Q = \/—¢?
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Figure 7: Compilation des résultats expérimentaux illustrant la liberté asymptotique :
décroissance du couplage fort avec l’échelle d’énergie [35].

MB = ZGSABGS

-q2=Q2

leur contribution a la section efficace est, apres renormalisation dans le schéma M.S, de
la forme :

ay ‘MB +Mv‘2 ~ ‘MBP —|—2R6 MB M*V
~ a2 (Q) (|As* +2 o (Q) ReApBy)

MS

La contribution By des diagrammes en boucle n’a plus de singularité ultraviolette. A ce
point, cependant, le calcul de la section efficace n’est pas complet, car au méme ordre
contribuent aussi les diagrammes "réels” correspondant a la production de quanta sur
couche de masse ("réels”). Ce sont les processus du type 2 corps — 3 corps tels que
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k
P P;
k
R= + + +
P, Pa

dont la contribution & ¢ est de la forme o ~ |Mpg|? qui est d’ordre a’ . Ces termes
ne peuvent avoir de divergences ultraviolettes puisque 1’énergie des partons finals est
limitée par I’énergie initiale finie. En revanche, ils possedent des ”divergences colinéaires”
ou "singularités de masse” ainsi que des ”divergences infrarouges”. Ainsi, le premier
diagramme correspondant a 1’émission d’un gluon par un quark incident conduit, quand
on integre sur l'espace de phase du gluon, a un terme dans og du type

dk:dcos&dgp / /+1 /2
Iy = dk dcosb d 5.95
w55 ¢ (59)

ol /s/2 est I'énergie maximale que peut avoir le gluon dans le repere du centre de masse.
Dans ce repere on a (on donne une masse m fictive au quark) :

3

Vs 1 w5 om? m
_ 0.0 — ~(s—14 2 ~ Y- d — << 1.
n (27,7;9, p 2(3 m?) o s auend o

L’intégrale devient donc :

1
Ly = —27r/ = /dCOSG(\/E—2pcos0)
dk . \/s—2p
p— _— _l .
+2p/A T (5.96)

ou l'on a régularisé l'intégrale dans l'infrarouge par le cut-off A\. Finalement, on trouve
Iy~ ——-In— - In— (5.97)

Il apparait que :

— Le facteur In 5, résulte de I'intégrale sur cos ¢ : il diverge quand m — 0, et la divergence
vient de la conﬁguratlon ou le gluon est colinéaire au quark qui émet ce gluon. On parle
alors de ”singularite de masse” ou de "singularité colinéaire” ;

— Le facteur ln = reflete la dlvergence infrarouge (IR), c’est-a-dire la singularité de | M g|?
quand le gluon é emls devient "mou”. Cette singularité est caractéristique de I’émission de
boson de jauge et il n’y a pas de singularité infrarouge associée a I’émission de quark
d’impulsion nulle.

Il faut noter que les divergences colinéaires ou IR apparaissent aussi dans le calcul des
boucles. Ne nous intéressant alors qu’au comportement dans I'ultraviolet, nous n’avions
pas cherché a les mettre en évidence.

En résumé, la structure d’un calcul perturbatif aux deux premiers ordres, avant renor-
malisation, est la suivante, dans le cas ot on introduit Ayy régulateur ultraviolet, A
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régulateur IR, m le régulateur colinéaire (F symbolise les fonctions de structure, ® la con-
volution avec les sections partoniques et ) 1’échelle caractéristique du processus étudié),

op = P F®o
Apv

oy = T F® aln——i—bl anQ+bgan+b31nQ+c
Q A A

or = ap+1F®< +b; 1 ang—i-b'l %—l—bgln%jtc')

ou la premiere ligne est la section efficace dans I'approximation de Born, c’est a dire a
l'ordre le plus bas en « (ici d’ordre p), tandis que les deux lignes suivantes symbolisent
respectivement la contribution des diagrammes virtuels et réels d’ordre supérieur.

On peut prouver que by + b) = by + b, = 0. C’est le théoreme de Lee-Kinoshita-
Nauenberg [36] : les divergences infrarouges se compensent entre diagrammes réels et
virtuels. Donc, apres renormalisation, et apres compensation des singularités IR on a

c=al (QF® (3 +a_ (Q)(bs +b5)In % +a_ (Q)(c+ c’))

ol on a effectué la renormalisation dans le schéma MS et on a choisi @ comme échelle
de renormalisation. De fagon similaire a la renormalisation, on peut éliminer de cette
expression les divergences colinéaires par une redéfinition des fonctions de structure qui
acquierent alors une dépendence en une variable de masse [25], ici @ : c’est-a-dire que

F—F Q)

de telle sorte que

o=a (Q) F,(Q® ([ +a, (Q)c+)) (5.98)

On dit que les fonctions de structure ainsi définies violent 'invariance d’échelle. Comme
dans le cas du couplage mobile, on pourra définir F'(QQ) de plusieurs fagons (par exemple,
F__(Q), F,s(Q), Fprs(Q), ...) suivant les termes finis que I'on inclut dans la relation
entre F' et F;(Q). Cette propriété, qui consiste a définir F;(Q) a partir de F est une
illustration du théoreme de factorisation : les divergences de masse sont factorisées du
sous-processus partonique dur (c’est-a-dire de la série & + a___(c + ¢’) + ...) et associées

aux pattes externes modifiant ainsi les distributions des partons dans les hadrons.

5.1 Violations d’invariance d’échelle : approximation des loga-
rithmes dominants.

Cet exemple a été traité en détail, & 'approximation de Born (ordre (0)), en sec. 2.1.
On simplifie par rapport a cette étude en ne gardant que le vertex hadronique, c’est-a-
dire en ne considérant que le processus v*P — hadrons au lieu de eP — hadrons. La
section hadronique est une superposition de sections efficaces au niveau partonique (voir

éq. 2.23) :
o O(P,q) = / dz q(z) 39(=P, q) (5.99)
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ou p = zP est 'impulsion du quark qui absorbe le photon et ¢(z) la densité de quarks
dans le hadron. On a la ”section efficace” v*q — ¢ (voir égs. 2.20, 2.22)

50 _ 1 PV oy 5 L pam i
O = Tpg o e Yl ——(27) 6W(p — q— )W (2P, q) = — eq o (z —x) W,,(5.100)

La ”section efficace” au niveau hadronique s’écrit alors simplement (via 1'éq. (5.99))

1

oW)(P.q) = Pg 1@ Q2 W, (2P, q) . (5.101)

Au premier ordre des interactions fortes, c’est-a-dire a l'ordre «y, il faut considérer

I’amplitude
Y- Y-
+
P P

et prendre le carré de cette amplitude. On obtient alors, apres un calcul long et compliqué,

1 [td s 1 2 2 .
o =gz [ T [p0 =D+ e (FHLE) mE] b G

z 1—x/z

ol la section efficace partonique est factorisée hors de l'intégrale en z%, ce qui permet
d’écrire par analogie avec 'éq. (5.101)

1 T A
% = 1Pq q(z, 2— Wuw(zP,q) (5.103)

avec la nouvelle distribution partonique :

q(z,Q) = /%q(z) {5(1 _ g) i ;‘_W cr (M) n Qz}

1—x/z m?
- )+ 22 [ Lo (%)R n (5.104)

Dans les équations précédentes, on n’a gardé que les termes contenant les ”grands” log-
arithmes In(Q?/m?) (approximation des "logaritmes dominants” [LL]). On voit que de
tels termes peuvent naturellement étre absorbés dans une redéfinition de la distribution
de quarks dans le proton qui acquiert ainsi une dépendence en 1’échelle caractéristique
du processus considéré, la section partonique dure restant inchangée. Ce phénomene est
"naturel” en ce sens que le terme logarithmique reflete la sensibilité de la section efficace a
la physique a longue distance [m? est "petit”] et il est normal qu’un tel terme soit associé
a la patte externe plutot qu’au processus de diffusion dure [c’est-a-dire a courte distance].
Il faut cependant noter que si on fait un calcul au dela de I'approximation des logarithmes

$L’indice g signifie que la fonction ainsi indexée est regularisée au pole z = x. Ce point, qui correspond
a ’émission d’un gluon d’impulsion nulle est un point de divergence IR. Cette derniere est compensée par
la contribution des diagrammes virtuels qu’il faut ajouter aux diagrammes réels pour obtenir la section
efficace complete.
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dominants on doit garder les termes ”finis” [ne contenant pas In(Q?/m?)] et la section
partonique dure sera alors modifée par des corrections d’ordre «.

Techniquement, 1’éq. (5.104) n’est pas définie quand le régulateur m — 0, cependant

Ay
o derivee dg(r,Q) _0u(Q)  ['dz L+ (2/2)° 5.105
N0~ 2r cp/x % 1= 0) (W)R o

I'est parfaitement! Dans cette équation on a substitué ¢(z) — ¢(z,Q) dans le mem-
bre de droite ce qui est justifié a 'ordre a, ou on fait le calcul. La théorie ne prédit
donc pas ¢(z,Q) mais seulement ’évolution de la fonction de structure avec 'échelle
Q). L’équation (5.105) a de nombreux peres et elle est maintenant connue sous le nom
d’équation d’évolution de Dokshitser-Gribov-Lipatov-Altarelli-Parisi [37].

5.1.1 Solution de I’équation d’évolution par la méthode des moments.

On peut ramener I’équation intégro-différentielle (5.105) & une équation différentielle or-
dinaire en considérant les moments

M, (7) :/0 dx 2" 'q(z, Q) (5.106)

ot on a introduit la variable naturelle 7 = In Q?/A%. En terme des moments I’équation
d’évolution est simplement

dM (1) (@)

=y My(r) - diy (5.107)

avec dgz), appelé n-ieme moment de la dimension anomale, est donnée par

1 n—-1 /1 2
d((;;) = CF/ d(f) (f) <m> ) (5.108)
0 z/) \z l—z/z ),
La solution est obtenue par
1 dM, dy 1
M, dr 27 br
ou on a substitué a as(Q) sa dépendance explicite en fonction de 1'échelle (voir éq. 4.92).
La solution est donnée par

4

My(r) _ (ois(go)))_%’ (5.109)

On peut montrer que d%) =0, dgz) <0 pour n > 2. Plus n est grand, plus le
poids de la région a grand z est important dans 'intégrale (5.106). Donc 1’évolution en
Q de M,( ) a grand n reflete I'évolution en @ de ¢(z, @) a grand x. L’éq. (5.109) donne
M,(7) ~ (In Q2/A2)df(12)/2”b qui décroit quand @ croit pour n > 2. D’ott ¢(z, Q) décroit
a grand x quand (@) croit. La dépendance en () est lente puisque logarithmique. Les
conséquences phénoménologiques sont discutées en sec. 5.1.3.
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5.1.2 Equations d’évolution couplées : cas singulet.

S’affranchissant des détails de la collision dure on peut résumer 1’étude précédente par les
diagrammes

Q
xP
+
— quark
P v 0200000  gluon

Le symbole ) indique la collision ”dure” du parton : dans le cas précédent ce processus
est simplement 1’absorption d’un photon virtuel par le quark. Un hadron contient aussi
des gluons et le quark de saveur ¢ qui participe a la collision dure peut étre émis, a l'ordre
g, par un gluon par les diagrammes suivant :

B

Ce processus va ajouter un terme a ’équation (5.104) ci-dessus, et il n’est pas étonnant
que ce terme ait la structure suivante

S, Q) = Y / L6 P (D) m S (5.110)

s m2

comme on peut s’en convaincre par le calcul. La fonction G(z) est la densité de gluons
dans le hadron et la fonction P,,(2) = 1(22 + (1 — 2)?), Panalogue de Pyy(2) = cp 2= du
cas précédent, décrit la fragmentation du gluon en une paire quark-antiquark. A noter
que cette fonction est indépendante de la saveur ¢ puisque le gluon n’est pas sensible a
la "saveur” des quarks légers. On peut aussi remarquer que ce processus contribue de
la méme facon a la densité de quarks ¢; ou d’antiquarks ¢;. On définit la distribution
"singulet”

2(2,Q) = Y (6, Q) + Gi(x, Q) (5.111)
qui est la probabilité de trouver un ¢ ou un ¢ dans le hadron et, a l'ordre ay, il vient par
analogie avec 1'éq. (5.104)

Vdz T as(Q Q?

Y(z,Q) = / — {Z(—) {5(1 —z)+ ( >P (2)In W]

z z or Y

In-- x_2 x Ng (5.112)
~~

@¢i+G  nb. de saveurs

Sous forme différentielle on trouve

d;(;cécg) B asé(g) /m % {E@,@)qu(z) +2Np G(;@)an(z)} (5.113)
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qui généralise 1'éq. (5.105).

Jusqu’a maintenant nous n’avons consideré que le cas ot le quark participe directement
a la sous-collision dure [par exemple absorbtion du photon virtuel] mais on peut imaginer
des processus, purement hadroniques, ou le gluon peut lui aussi participer a la diffusion
dure et on a alors a prendre en compte les diagrammes suivants :

@eoo0 ®0000

3 : grose
+ jeoeo 4 e >—q;i + b ¢ G

o N ,

qui menent a une équation d’évolution pour le gluon similaire a (5.113). Regroupant tout
on obtient les équations couplées pour les distributions du singulet et du gluon

d < (x, Q) ) _a,(Q) /:@ ( Py(2) 2NpPy(2) ) < (2,Q) ) . (5.114)

dan2 G(JI,Q) 2m z PG(I(Z) PGG(Z) G(Za@)
tandis que pour I’évolution d’un quark de valence V; = ¢; — ¢; on a
d‘/z(x7 Q as A
— — P AT 1].
d ln QQ / qq (Z Q) (5 5)

pour chaque saveur i. Les P;;(z), appelés noyaux d’Altarelli-Parisi, sont prédits par la
théorie.Dans I'approximation des logarithmes dominants on trouve:

1+ 22 3
P,(z) = <CF><1—Z|++56(1_Z))
Pio(2) = <5 >(F+(1-2))
Y
P (2) = <CF>1+(1Z ) (5.116)
P..(z) = <2NC>( © +1_Z+z(1—z))+<w>5(l—z)
1—z|y z 6

ou la prescription ”4” est la notation habituelle pour la régularisation dénotée "R” des
divergences infrarouges et est définie au sens des distributions par

/ldz hz) :/ldzM, (5.117)

1—2z|4 1—=2

h(z) étant une fonction test¥

Dans le modele des partons naif on était conduit aux regles de somme suivantes

/ dzx Vi(z) =n; = nombre de quarks de valence de type i

YDans les sections précédentes, nous avons introduit, pour des raisons pédagogiques, un cut-off m
pour régulariser la divergence colinéaire. Une approche moderne consiste & travailler en régularisation
dimensionnelle dans laquelle les singularités colinéaires et infrarouges apparaissent comme des poles en
e. Ainsi le double logarithme de 1’éq. (5.97) devient un terme 1/¢2.
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1
/ dr x (3(x) + G(z)) =1 = conservation de l'impulsion.
0

Ces lois de conservation sont indépendantes de 1’échelle @) de la collision dure. Est-ce vrai
apres corrections QCD, c’est-a-dire les relations

d ! d 1

sont-elles vérifiées? On peut voir que c’est le cas a cause des regles de somme suivantes :
1
/ dz Pyy(z) = 0
0

/01 dz 2 [Ppy(2) + Poyl2)] =0 /01 dz 2 [P (2) +2Ng P ()] = 0. (5.118)

5.1.3 Phénoménologie

Expérimentalement les violations d’invariance d’échelle sont étudiées dans les réactions de
diffusion profondément inélastiques sur le nucléon, ot I'on peut mesurer (voir I'éq. (2.25))

]/WQ(.I’Q2) _ Fy(z, QQ) _ 262_qi($ Q) (5.119)

T T

qui est valable dans I'approximation des logarithmes dominants. La figure 6 montre une
compilation des données récentes sur la fonction de structure du proton obtenues dans les
collisions ep et up. Comme prévu par la théorie (voir la discussion apres 1'éq. (5.109)), la
violation de I'invariance d’échelle a tendance & faire décroitre Fy(z, Q%) & x > 0,25 quand
(QQ? augmente, tandis qu’aux petites valeurs de z la fonction de structure Fy(x, Q?) croit
rapidement avec Q* pour des valeurs suffisament grandes : 1'évolution en Q? dégrade
I’énergie des partons a grands x par 1’émission des gluons a petits x, ces gluons se
désintégrant a leur tour en une paire gq, etc. Il est convenu d’appeler ce mécanisme
"parton shower” en franglais.

A partir de ces données, et en utilisant aussi d’autres réactions telles que celles dis-
cutées dans la section suivante, il est possible d’extraire la distribution des quarks u, d, ...
et du gluon dans le proton. La figure 8 montrent le résultat obtenu, dans I'approximation
au deld des logarithmes dominants, pour deux valeurs de Q%. A grand z on voit la dom-
inance des quarks sur le gluon alors que le gluon domine compleétement a petit z. A
Q? = 10000 GeV? toutes les distributions tendent & devenir ”"piquées” aux petites valeurs
de z : en premiere approximation les distributions décroissent quand Q? augmente pour
x grand et croissent aux valeurs de x petites. C’est une conséquence du mécanisme de
"parton shower” d’apres lequel les partons "rayonnent” en se cassant en deux partons
d’impulsion plus basse. Ceci explique la présence du pic dans la distribution des quarks
a x = 0, pic dit aux quarks matelots produits de désintégration du gluon.

5.1.4 Conclusions

Dans 'approximation des logarithmes dominants, il n’y a pas de modifications au modele
des partons, sauf que les fonctions de structure acquierent une dépendance en 1’échelle
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Figure 8: Distributions pondérées par x des quarks u, d et du gluon a Q* = 10 Gel?
et a Q* = 10000 GeV?. Ces graphes peuvent étre obtenus sur le site de Durham HEP
Databases : http://durpdg.dur.ac.uk/hepdata/pdf.html

de masse caractéristique du processus considéré : ce sont les violations de l'invariance
d’échelle. Cette dépendance des fonctions de structure en fonction de I’échelle de masse
est prédite par la théorie et elle est universelle c¢’est-a-dire qu’elle sera la méme quelque
soit le processus dur considéré ou apparaissent ces fonctions de structure.

6 Le modele des partons amélioré et applications.

Le modele des partons amélioré par les corrections QCD s’applique a d’autres processus
que le DIS, pourvu qu’ils mettent en jeu des échelles de masse ou des impulsions de
transfert importantes. On discute d’abord le cas de la production de paires de leptons
dans les collisions hadroniques, ou mécanisme de Drell-Yan, qui a joué un role fondamental
dans la découverte des bosons de jauge W et Z au CERN dans les années 80. On
passera ensuite rapidement en revue la production de photons directs a grande impulsion
transverse et la production de gerbes hadroniques (”jets”) dans les collisions hadroniques.
Ces différents processus sont utiles pour déterminer avec précision la distribution des
quarks et des gluons dans les hadrons ainsi que la valeur de A, la constante fondamentale
des interactions fortes. Nous ne considérerons pas ici la production de saveurs lourdes
pour laquelle le modele des partons s’applique aussi ni les réactions de photoproduction
qui jouent un role tres important a HERA.

6.1 Processus de Drell-Yan

Il est relié a la diffusion profondément inélastique par croisement et, dans I’approximation
de Born, le photon virtuel est produit dans 1’état final par annihilation d’un quark de I'un
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des hadrons initiaux avec un antiquark de I'autre comme indiqué dans la figure.

X
P1

P2

Le modele des partons s’applique quand la masse invariante () de la paire de leptons
produite est grande car, alors, le photon virtuel de genre temps a un haut pouvoir de
résolution et il peut "voir” les constituants des hadrons A et B. Les diagrammes d’ordre
supérieur a 'origine des violations d’invariance d’échelle sont :

On écrit la section efficace de production sous la forme

o
dQ?

54
dQ?

ou les Fj/y sont les fonctions de structure et ou on doit sommer sur toutes les saveurs de
quarks dans les hadrons A et B. La section efficace partonique ¢ — (71~ est simplement

-y / dardies (Fypa (21, Q) Fyy (@, Q) + Fypa(ar, Q) Fy(2, Q) (6.120)
q

do1  Ara? e

dQ*  3Q* N,
Dans les collisions pp, la section efficace est proportionnelle a la distribution des antiquarks
dans le proton, ce qui permet donc de mesurer cette derniere.

5(5—Q%), S = 11228

A des énergies élevées il est possible de produire les bosons de jauge chargés W (resp.
W~) par annihilation d'une paire quark-antiquark ud (resp. di) ou le boson neutre Z°
par annihilation u@ ou dd. C’est par ce mécanisme que les bosons électrofaibles ont été
découverts au collisionneur du CERN dans les années 1970 [38], [39]. On espére bientot
mettre en évidence le fameux boson de Higgs au LHC dans un processus similaire mais
impliquant ’annihilation de deux gluons.

6.2 Production de photons directs a grands transferts

Le processus considéré ici est la réaction A B — v.X, ou X représente les hadrons produits
non observés. Au niveau partonique, il faut calculer la diffusion ¢qg — ~y¢g (annihilation)
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et qg — 7vq ou gg — ~q (diffusion de type Compton) qui ont la représentation diagram-
matique suivante,

S

AN —D>—— DOV

AWV —<—NNnnnn

(@ (b)
On considere le cas ou le photon est produit a grande impulsion transverse kr. La section

hadronique inclusive est donnée par

Kdo do dc
= :Z/dl’ldl’gF’i/A(.Tl,]{,’T)F’]'/B(xg,k’T)k‘O dk‘3’ (6121)
4,3

dk3  dkrdy

ou 'on a inclu les corrections QCD a 'approximation des logarithmes dominants et on a
choisi k7 comme échelle de factorisation dans les fonctions de structure. Symboliquement,
la section efficace s’écrit

do=q®§do""+ G ® q do

ol ¢, g et GG dénotent respectivement la distribution des quarks, antiquarks et gluons dans
les hadrons. Dans le cas de la diffusion pp, ¢ ® § < G ® q et le deuxieme terme domine
completement la section efficace. La réaction pp — X est donc idéale pour mesurer
directement la distribution du gluon dans le proton. Notre discussion de la production de
photons directs est tres simplifiée et nous n’avons parlé que du mécanisme ou le photon
participe au processus dur comme indiqué par les diagrammes de Feyman ci-dessus. Il
existe un autre mécanisme ou le photon est rayonné par un quark produit a grande
impulsion transverse. Ce processus n’est pas important dans les expériences de type cible
fixe mais il joue un réle prédominant aux collisioneurs ot la valeur de la variable kp/v/S
est petite. Une compilation récente des données expérimentales et de leur comparaison
avec la théorie, au dela des logarithmes dominants [40], est montrée en fig. 9. On peut
noter le remarquable accord sur 9 ordres de grandeur, pour des expériences couvrant 2
ordres de grandeur en énergie (a l'exception toutefois des données de la collaboration
E706).

6.3 Production de jets dans les collisions hadroniques

Dans I'approximation des logarithmes dominants la gerbe hadronique ou ”jet” est identifié
a un parton final (quark ou gluon) produit a grande impulsion transverse kr. Aucun effet
de fragmentation du parton en hadrons n’est pris en compte. La cinématique est donc
la méme que pour la production d’un photon mais on doit sommer sur tous les types de
partons de 1’état final

do® 1 bode % R
0 _ E 1 F ;
K dk st /z;“in 33—% (@ k) By (w2, Fr) (4m)? | M ‘ij_)kl

Z‘ij7 )l
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Figure 9: Compilation de la section efficace inclusive de production d’un photon en fonc-
tion de l’énergie transverse du photon dans les collisions pp ou pp de /s = 22,9 GeV q
1,96 TeV. Les prédictions théoriques sont calculées au-dela de ['ordre dominant.

La dynamique au niveau partonique est assez compliquée car il y a un grand nombre de
processus en jew: qq — qq, 49 — qq, 49 — 44, 99 — 99, 99 — 49, 99 — 99, 99 — 99.
A Ténergie des collisioneurs pp actuels les processus dominants sont qq — gq aux valeurs
élevées du kr et gg — gq a kp plus faible quand les valeurs effectives des x; des partons
dans les hadrons incidents sont petites. Il faut aussi signaler que la section efficace de
production de jets est proportionnelle & a? et elle est donc trés sensible a la valeur de A.
On compare dans la figure 10 les données sur la production inclusive d’un jet, en fonction
de Iénergie transverse du jet, au Tevatron (Fermilab) (/s = 1,96 TeV) [41] avec les
prédictions théoriques dans 'approximation au dela des logarithmes dominants: 1’accord
entre théorie et expérience sur 8 ordres de grandeurs est remarquable.

6.4 Au dela de approximation des logarithmes dominants

Le modele des partons amélioré (QCD en LLA) donne une image simple des processus
hadroniques durs. En combinant notre étude sur la renormalisation et celle sur la factori-
sation, on a vu qu'une section efficace a la forme

0B = a?(Q) / da1d2sFya(er, Q) F) p (v, Q)d6™
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Figure 10: Production de jets au Tevatron : comparaison entre les prédictions théoriques
“au dela des logaritmes dominants” et les données de la collaboration CDF.

=
Q
4

ou Q est I’échelle caractéristique du processus dur : ) ~ My« = M;+;- pour la production
d’une paire de leptons ou, ) ~ \/% , pour les processus a grande impulsion de transfert k.
Sa valeur n’est pas déterminée précisément par la théorie; on peut prendre, par exemple,
Q) = alM.,- avec a arbitraire car, dans I’approximation des logarithmes dominants, In ) ~
Ina@. Ceci pose un probleme si I'on veut faire des prédictions quantitatives : en effet,
tout changement d’échelle affecte les prédictions théoriques. Ainsi, si on prend a@) comme
échelle, la prédiction théorique devient

doP = aé’(a@)/da:ldngi/A(xl,aQ)Fj/B(;Eg,aQ)dc}ij.

Mais on sait que :

— le couplage a; décroit quand a croit (éq. 4.89),

— les fonctions de structure Fj g (x,aQ) varient de fagon monotone avec I’échelle & x fixé
(éq. 5.114).

Dans I'approximation des logarithmes dominants les prédictions théoriques ne sont donc
pas stables car elles dépendent de a mais la théorie ne dit pas quelle valeur de a il faut
choisir ! De facon plus générale le résultat théorique a la structure :

do = () /dxldngi/A(xl,M)Fj/B(xg,M) dev (6.122)

ou p, M sont des échelles de masse du "méme ordre de grandeur” que celles mises en
jeu dans le sous-processus do. p est la masse qui intervient lors de 1’élimination des
divergences ultraviolettes et la définition du couplage renormalisé a(p), et M est celle
qui intervient lors de la régularisation des divergences colinéaires et la redéfinition des
fonctions de structure Fj p(x) — Fiju(x, M).
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Si l'on se reporte a 1'éq. (4.90) on voit qu’'une section efficace hadronique typique peut
étre écrite symboliquement sous la forme

2

do = a?_(u) (da— +oa_(n) (p bln %d& + k(.. ))) (6.123)
ou do représente la section efficace a 1'ordre le plus bas dont on a extrait la dépendance
en la constante de couplage al et ou b est défini dans ’éq. (4.93). Par rapport a 1'éq.
(4.90) on a développé I'expression en puissance de o ne gardant que les deux premiers
termes. La fonction k(...) contient les ”corrections d’ordre supérieur” a l'exclusion des
termes en In(u?/ — ¢?) que 'on a explicitement écrits. Utilisant 1'éq. (4.89) on trouve que
la variation de 1’éq. (6.123) par rapport a p est

do 12
v (da" s (1) (b I Z oo + (.. ->>) T pha?* () doy + O(ar*?)
~ 00 (6.124)

MS

Il faut bien remarquer que, pour obtenir ce résultat, il est crucial de garder le facteur
en In(u?/ — ¢*) du terme d’ordre supérieur qui compense la variation en p du terme
dominant. Ceci est cohérent car si on fait un calcul a l'ordre a% ! Pambiguité de la

prédiction théorique est d’ordre a% 2,

Le méme mécanisme est a ’ceuvre concernant ’échelle de factorisation M de telle sorte
que 'ambiguité d’un calcul "au dela des logarithmes dominants” est d’un ordre supérieur
a celui auquel le calcul est conduit.

En QCD perturbative, les seuls calculs qui peuvent prétendre étre quantitatifs sont
donc ceux qui sont faits a 'approximation ”au dela des logarithmes dominants”

6.5 Conclusions

Un nombre considérable d’observables dépendent des fonctions de structure des partons
dans les hadrons et de la valeur de A. Pour que QCD soit validée en tant que théorie il
faut que les prédictions soient en accord avec toutes les observables. Les données devenant
de plus en plus précises et couvrant un domaine cinématique de plus en plus étendu les
tests de QCD deviennent de plus en plus contraignants. Jusqu’a maintenant la QCD
perturbative a passé avec succes tous les tests expérimentaux.
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