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Introduction

Le Modele Standard est le cadre théorique adopté a I’heure actuelle pour décrire
les particules élémentaires et leurs interactions faibles, électromagnétiques et fortes.
Bien qu’il n’ait pas été mis en défaut expérimentalement, les motivations théoriques
sont nombreuses pour penser que ce modele est seulement la théorie effective, val-
able aux énergies accessibles aujourd’hui, d’une théorie plus fondamentale. Plusieurs
extensions de ce modele ont été proposées, mais pour 'instant ’expérience n’a pas
permis de confirmer une de ces hypotheses. Parmi elles, la supersymétrie occupe
une place de choix. Cette théorie prédit 'existence, pour chaque particule connue,
d’un “partenaire supersymétrique”. Le sujet de cette these concerne la recherche
de telles particules dans I'expérience H1, a HERA. Le cadre théorique considéré est
celui de 'extension supersymétrique la plus simple du Modele Standard, mais ou la
R-parité, un nouveau nombre quantique introduit en supersymétrie, n’est pas con-
servée.

Cette these est organisée en sept chapitres, dont on va brievement décrire le contenu.

Le premier chapitre est une présentation de la machine HERA, qui est un col-
lisionneur ep. On y rappellera aussi le Modele Standard dans ses grandes lignes,
et on verra quelles sont ses principales insuffisances, parmi lesquelles émergent des
motivations pour la supersymétrie. Enfin, une rapide revue des sujets de physique
étudiés a HERA sera proposée.

Le chapitre suivant présente le cadre théorique de I'extension supersymétrique
du Modele Standard. On y verra comment construire une théorie supersymétrique
possédant aussi certaines symétries de jauge. On insistera sur la nécessité de briser
la supersymeétrie et sur les moyens d’y arriver. Pour ce faire, quelques notions de
supergravité seront introduites. Le Modele Standard Supersymétrique Minimal sera
ensuite présenté, et la R-parité définie. C’est un modele dans lequel cette R-parité
n’est pas conservée que nous considérerons par la suite.

La phénoménologie de la supersymétrie a HERA sera étudiée dans le chapitre
suivant. On verra en quoi les signatures attendues sont différentes suivant que
HERA tourne avec des électrons ou des positrons. Le cas qui va nous intéresser
pour notre analyse n’ayant pas été traité dans la littérature, une partie de mon tra-
vail de these a été consacrée a cette étude. Les processus supersymétriques étudiés
seront présentés, a savoir la production de squarks (partenaires supersymétriques
de quarks) par résonance, et la production de paires de squarks. Ce dernier proces-
sus est intéressant a HERA dans I’hypothese d’un stop (partenaire supersymétrique



du quark top) léger. On y verra les sections efficaces de production des processus
recherchés, les différents modes de désintégration des particules supersymétriques
mises en jeu, et les états finals attendus. Pour la production résonante de squarks,
ces états finals seront classés en huit topologies discernables, chacune correspondant
a un canal d’analyse particulier.

Dans le chapitre 4, on présentera ’expérience H1. Les parties du détecteur qui
nous seront les plus utiles pour notre analyse seront décrites en détail.

Divers outils nécessaires a notre analyse seront exposés dans le chapitre 5. Dans
un premier temps, on présentera les générateurs d’événements de “physique stan-
dard” grace auxquels nos données seront comparées aux prédictions du Modele Stan-
dard. Les autres outils ont principalement été développés dans le cadre de cette
these. On détaillera en particulier la génération d’événements supersymétriques. La
présence d’un électron dans le calorimetre a Argon Liquide constituant la pierre an-
gulaire de notre analyse, on verra ensuite comment nous identifions un tel électron.
Enfin, les méthodes employées pour reconstruire les variables cinématiques qui vont
nous étre utiles seront présentées.

Le chapitre suivant présente 1’analyse menée a partir des données accumulées
par l'expérience H1 en 1994, correspondant & une luminosité de ~ 3 pb™'. On y
détaillera la sélection des données, pour chacun des huit canaux correspondant a la
production de squarks par résonance, et pour la production de paires de stops. Dans
chaque cas, on explicitera les criteres de sélection, les efficacités avec lesquelles on
serait a méme de détecter un signal, et on verra comment les données étudiées se
comparent aux prédictions du Modele Standard.

Les résultats de notre analyse seront proposés au chapitre 7. On verra entre
autres comment, a partir de la non-observation d’un signal, on peut dériver des
limites de rejet sur la masse des particules cherchées. Ces résultats seront comparés
aux limites existantes, directes ou indirectes.

En conclusion, les points importants de notre analyse seront rappelés. On verra
aussi comment cette analyse peut étre étendue, et les potentialités de découverte de
la supersymétrie a HERA et aupres des autres expériences seront mises en perspec-
tives.



Chapitre 1

HERA ET LE MODELE
STANDARD

Dans ce chapitre, on va présenter le collisionneur HERA ainsi que les analyses de
physique qui y sont menées. Apres une description de la machine, le Modele Stan-
dard sera rappelé dans ses grandes lignes. On verra aussi quelles sont les insuffi-
sances de ce modele, et quelques possibilités pour y remédier, parmi lesquelles la
supersymétrie. Dans la derniere section, on définira la diffusion profondément in-
élastique, qui est un processus essentiel a HERA. Les sujets de physique étudiés
seront ensuite présentés.

1.1 Le collisionneur HER A

Le collisionneur HERA (pour Hadron Elektron Ring Anlage) est situé a DESY
(Deutsches Elektronen SYnchroton) a Hambourg, en Allemagne. Des collisions entre
des électrons (ou des positrons) d’une trentaine de GeV et des protons de 820 GeV
y sont réalisées. L’énergie disponible dans le centre de masse de la réaction vaut
/s ~ 300 GeV . Notons que, pour obtenir la méme énergie lors d’interactions entre
un faisceau d’électrons et les protons d’une cible fixe d’hydrogene, il aurait fallu
disposer d’un faisceau d’électrons d’énergie ~ 1700 fois plus élevée. Ceci illustre
I'intérét du mode collisionneur par rapport au mode cible fixe. HERA est consti-
tué de deux accélérateurs indépendants, I'un pour les électrons et "autre pour les
protons, en raison de la différence de masse entre les deux types de particules. Ces
deux accélérateurs sont situés a l'intérieur d’un tunnel de 6.3 km de circonférence,
qui se trouve a une profondeur d’une vingtaine de metres.

Les électrons et les protons sont injectés dans HERA par PETRA, & des énergies res-
pectives de 14 et 40 GeV . La chaine d’injection est représentée sur la Fig. 1.1. Les
particules sont alors accélérées jusqu’a ce qu’elles atteignent 1’énergie voulue pour les
collisions. Les faisceaux sont constitués de paquets (ou “bunches”) de particules, qui
peuvent se croiser en quatre zones d’interaction. Trois de ces zones sont actuelle-
ment équipées de détecteurs : il s’agit des expériences H1, ZEUS et HERMES.
Une nouvelle expérience viendra bientot occuper la quatrieme zone d’interaction :
I’expérience HERA-B de diffusion de protons sur cible fixe étudiera la violation de
CP dans le systeme B — B. L’expérience HERMES est aussi une expérience sur
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Figure 1.1: Vue d’ensemble de Uaccélérateur HERA.

cible fixe : a l'aide d’un faisceau d’électrons polarisés longitudinalement, qu’on fait
diffuser sur une cible gazeuse de protons polarisés, on peut étudier la structure en
spin du nucléon.

Les parametres nominaux de HERA, ainsi que les valeurs de ces parametres pour
les prises de données de 1994 et 1995, sont indiqués dans la table 1.1. Notons que
les faisceaux sont constitués de 210 paquets “collisionnels” de particules en mode de
fonctionnement nominal. De plus, 6 paquets de protons n’ont pas de correspondant
dans le faisceau de leptons, et de méme 15 paquets de leptons n’ont pas de parte-
naire dans le faisceau de protons. Ces paquets, appelés “paquets pilotes”, servent a
controler le bruit de fond pour calculer la luminosité. Remarquons que le temps de
séparation entre deux paquets de particules est de 96 ns. La fréquence des collisions
est donc nettement supérieure a celle du LEP, ou ce temps de croisement est de 22
ps. Ceci implique que 1’électronique d’acquisition soit tres rapide, préfigurant en ce
sens ce que seront les futures expériences BaBar ou au LHC, ou ce temps de collision
sera respectivement de 4 et 25 ns.

La premiere prise de données a HERA utilisable pour les analyses de physique
a été réalisée en juillet 1992, avec des électrons de 26.7 GeV et des protons de

2,—1

820 GeV . La luminosité instantanée culminait alors a 3.10%°cm™2s soit & une

b
valeur encore bien inférieure a sa valeur nominale.

En 1993, les collisions étaient réalisées avec des électrons de 26.7 GeV et un facteur
~ 5 a été gagné en luminosité. Ce gain est di entre autres a une nette augmentation
des courants par paquet d’électrons et de protons.

La prise de données de 1994 comporte deux phases distinctes :

e au début de la prise de données, des électrons de 27.5 GeV ont été délivrés
par la machine HERA. La luminosité accumulée par H1 pendant cette période



nominal | 1994 e~ | 1994 et | 1995 e
énergie (leptons) 30 27.5 27.5 27.5
( GeV)
énergie (protons) 820 820 820 820
( GeV)
courant moyen (leptons) 60 10.5 17.0 18.4
(mA)
courant moyen (protons) 160 28.6 41.0 54
(mA)
nombre de paquets 210 153 153 174
paquets pilotes 15 15 15
(leptons)
paquets pilotes 6 6 6
(protons)
luminosité maximale 1.5 10°" | 2.6 10°° | 4.3 10°° | 6.0 10°°
(cm™2s71)

Tableau 1.1: Valeurs nominales des paramétres principaux de la machine HERA. Les
valeurs de ces parameétres lors des prises de données de 1994 et 1995 sont également
indiquées.

correspond & ~ 0.5 pb 7'

e a partir du début du mois d’aott 1994, les électrons ont été remplacés par
des positrons. La principale motivation était que ce changement permettait
d’accroitre nettement la luminosité, en augmentant le courant par paquet de
leptons. En effet, avec un faisceau d’électrons, le courant par paquet est limité
du fait de la capture des électrons par des cations provenant des pompes a
vide. Durant cette période, la luminosité instantanée maximale atteignait
~ 3.10%cm~2s™", et une luminosité intégrée de ~ 3 pb™" a pu étre utilisée
pour les analyses de physique.

En 1995, I'intégralité de la prise de données a été effectuée avec des positrons. La
luminosité maximale a atteint ~ 6.10°°cm™2s™!, ce qui a permis & H1 d’accumuler
~ 5.5 pb~!. La Fig. 1.2 montre angmentation de la luminosité délivrée par HERA
et accumulée par 'expérience H1 depuis 1992. Bien que la luminosité nominale
ne soit pas encore atteinte, la statistique accumulée permet de mener a bien de
nombreuses analyses de physique. Avant de présenter les sujets étudiés a HERA, je
vais rappeler les bases du modele décrivant a I’heure actuelle les interactions entre
particules élémentaires, le Modele Standard. On verra aussi en quoi ce modele n’est
pas pleinement satisfaisant, ceci justifiant que des recherches de nouvelles particules

soient menées activement, a HERA et aupres des autres accélérateurs.
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1.2 Le Modele standard

Le Modele Standard (MS) est une théorie de jauge renormalisable qui repose sur le
groupe SU(3), x SU(2)p, x U(1)y. Parmi les fermions représentant les particules de
matiere, on distingue :

o les leptons, qui sont regroupés en trois familles. La premiere famille con-
tient I’électron et son neutrino associé (e, v, ), la seconde (u, v, ) et la troisieme

(7—7’/7);

e les quarks, qui eux aussi sont groupés en trois générations (u, d), (¢, s) et (¢,b).
Les quarks sont les constituants de base de la matiere hadronique (par exemple
du proton et du neutron).

Le MS décrit les interactions électromagnétique, faible et forte entre ces particu-
les. Les deux premieres interactions sont décrites de maniere unifiée : c’est la
théorie électrofaible de Glashow-Salam-Weinberg [1], qui repose sur le groupe de
jauge SU(2) x U(l)y. Ce groupe est celui des transformations laissant invariant
le Lagrangien des interactions faibles. Le groupe SU(3). est le groupe de jauge de
la théorie décrivant les interactions fortes, la Chromodynamique Quantique (QCD,
pour Quantum Chromo Dynamics). Les interactions entre particules de matiere
sont véhiculées par les bosons de jauge (de spin 1), qui sont :

e le photon, de masse nulle, pour I'interaction électromagnétique;
e les bosons massifs W et Z° pour I'interaction faible;

o les huit gluons de masse nulle pour l'interaction forte.

L’interaction électrofaible

Pour prendre en compte la violation de la parité dans les interactions faibles, les
composantes de chiralité droite et gauche des fermions sont traitées différemment
dans la théorie. Les composantes gauches des leptons appartiennent a des doublets
d’isospin du groupe SU(2)y :

= (), (), (), ),

et les composantes droites a des singlets (c’est-a-dire une transformation de SU(2)y,
laisse invariantes ces composantes droites) :

€R, LR, TR, UR, dR, CR, SR, tR, br

Notons que les neutrinos, supposés de masse nulle dans le MS, ne sont représentés
que par des états de chiralité gauche.

L’hypercharge Y est le générateur des transformations de U(1), I'isospin faible T =
7/2 (les T étant les matrices de Pauli) est celui des transformations de SU(2). La
charge électrique d’un état est liée a son hypercharge et a la troisieme composante

T5 de son isospin faible par : ) =15+ Y/2.
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Notons que les états propres de masse des quarks ne sont pas les mémes que les états
propres de 'interaction faible. Celle-ci agit sur des doublets (u,d’)r, (¢, s")r, (£,0')1,
les états d’, s’ et &’ étant des combinaisons linéaires des états propres de masse d,
s et b. Par convention, les quarks de charge 2/3 ne sont pas sujets au mélange.
Le passage des états propres de masse aux états propres faibles fait intervenir la

matrice V' de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa :

d’ d
s’ =V| s
b’ b

Cette matrice est définie par quatre parametres : trois angles et une phase mesurant
la violation de C'P.

Les constantes de couplage g de 'interaction faible et ¢’ de I'interaction électroma-
gnétique sont reliées par 'angle de Weinberg 8y : tan 0y = ¢'/g. La mesure de cet
angle donne : sin® Oy = 0.2319 £ 0.0005 £ 0.0002 [2]. Notons que l'unification de

ces deux interactions est formelle car la valeur de fy n’est pas prédite par la théorie.

L’interaction forte

Chaque type (ou saveur) de quark peut porter trois couleurs (rouge, bleu, vert) : les
quarks appartiennent a des triplets de SU(3).. Les leptons au contraire, qui sont
des objets non colorés, se comportent comme des singlets sous une transformation
de SU(3).. Les gluons appartiennent quant a eux a des octets de SU(3).. Les
générateurs des transformations de SU(3). sont les matrices de Gell-Mann.
L’interaction forte, au contraire des interactions électromagnétique et faible, voit son
intensité augmenter avec la distance. A faible distance, les quarks peuvent étre con-
sidérés comme des particules libres (on parle de liberté asymptotique). Au contraire,
lorsque la distance entre deux quarks ¢; et g augmente, des paires quark-antiquark
sont créées a partir du vide, de sorte que ¢; et g2 ne sont pas observés individuelle-
ment mais forment des objets non colorés (les hadrons) : c’est la propriété dite du
confinement.

La génération des masses

Tant que la symétrie SU(2), x U(1)y est exacte, les fermions sont de masse nulle
(un terme de masse i3 = tribr nest pas invariant sous SU(2)r). De méme, a
ce stade, la partie du Lagrangien décrivant les bosons de jauge (qui apparaissent
techniquement en remplagant la dérivée 0, par une dérivée covariante D,, pour
restaurer l'invariance sous des transformations de jauge locales), ne contient pas de
terme de masse pour ces bosons. C’est le mécanisme de Higgs qui génere dans le
MS les masses des particules.

On suppose l'existence d’un champ scalaire H, neutre électromagnétiquement et
appartenant a un doublet de SU(2)y, qui se couple aux bosons de jauge et aux
fermions (ces derniers couplages sont appelés couplages de Yukawa). Le potentiel
scalaire du MS est choisi de telle sorte qu’au minimum, H prenne une valeur moyenne
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non nulle dans le vide (v =< H >~ 250 GeV ). La symétrie SU(2);, x U(1l)y se
brise alors spontanément en U(1).,, et les particules acquierent une masse.
Les tableaux 1.2 et 1.3 résument les propriétés des particules décrites par le Modele

Standard.

H Fermions ‘ Q ‘ 15 Y H
(Ve) (VM) (V) 0 1/2 —1
e ), ), T/, —1 —1/2 -1
€R MR TR —1 0 —2
u ¢ t 2/3 1/2 1/3
d ), s ), b ), —1/3 —1/2 1/3
UR CR tR 2/3 0 4/3
dr SR br —1/3 0 —2/3

Tableau 1.2: Les fermions du Modéle Standard et leurs principales caractéristiques.

H Bosons ‘ spin ‘ Q ‘ masse ( GeV ) H
gluons ¢; (1 =1..8) | 1 0 0
photon ~ 1 0 0
W= 1 | +£1 80.2
Z° 1 0 91.2
Higes H 0 0 > 584

Tableau 1.3: Les bosons du Modéle Standard. Pour le boson de Higgs, on a donné
la limite inférieure a 95% de confiance [2].

La découverte des bosons W et Z en 1983 au CERN, ainsi que celle du quark

top a Fermilab en 1995 [3], constituent les succes les plus marquants du MS. Les
tests expérimentaux effectués (notamment au LEP, a la masse du Z) confirment
également les prédictions du modele dans le secteur électrofaible. Seul le boson de
Higgs, qui constitue la pierre angulaire du modele, n’a pas encore été mis en évi-
dence. Quant a la QCD, elle ne peut étre testée que dans des processus a courte
distance, la ou la constante de couplage ag est suffisamment faible pour permettre
des calculs perturbatifs. Ces tests de QCD constituent un domaine d’activité privi-
légié a HERA.
De maniere générale, I’'expérience laisse a penser que le Modele Standard décrit bien
la physique aux énergies accessibles aujourd’hui dans les accélérateurs, de 'ordre
de la centaine de GeV . Néanmoins, ce modele souffre de quelques faiblesses et il
pourrait n’étre que la théorie effective “basse énergie” d’une théorie plus fondamen-
tale.
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1.3 Les faiblesses du modeéle standard

Le succes de 'unification des interactions faible et électromagnétique nous amene a
souhaiter qu’on puisse construire une théorie qui décrive, dans un meéme cadre, les
interactions électrofaible et forte.

En utilisant les équations du groupe de renormalisation, qui permettent d’extrapoler
les constantes de couplage ¢, ¢’ et ag jusqu’a des énergies élevées, on s’apercoit que
ces trois constantes atteignent le méme ordre de grandeur a une échelle d’énergie de
lordre de 10" — 10'® GeV . Ceci suggere ’existence d’un degré d’unification plus
élevé a de grandes échelles d’énergie. 1l est alors tentant d’essayer de construire une
théorie de jauge avec une seule constante de couplage et un groupe de jauge plus
grand, contenant SU(3) x SU(2) x U(1). La premiere tentative, réalisée a 1’aide du
groupe SU(H) [4], a échoué car la théorie obtenue donne un temps de vie pour le
proton incompatible avec les mesures expérimentales (7, ~ 10* ans dans ce modele,
alors qu’expérimentalement 7, > 10?* ans [5, 6]). Les tentatives pour construire des
théories de grande unification (GUT, pour Grand Unified Theory), reposent a
I’heure actuelle sur les groupes SO(10) ou Fg par exemple. Une théorie de GUT
dont le Modele Standard serait la théorie effective basse énergie permettrait de plus
de comprendre l'origine des 18 parametres libres du MS :

3 constantes de couplage g, ¢’ et as (ou g, as et Oy );

la masse du boson de Higgs ;

9 masses pour les fermions ;
e une masse de boson électrofaible (Mz ou My ) ;
o les 4 parametres de la matrice de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa.

Une grande unification pourrait aussi expliquer la symétrie apparente entre quarks
et leptons (I'arrangement en trois familles pour ces deux types de particules).

De plus, le Modele Standard n’inclut absolument pas les interactions gravitation-
nelles. Cette théorie ne peut donc pas décrire la physique a des échelles d’énergie
tres élevées, ou la gravitation ne peut plus étre négligée. Notons par ailleurs que,
a des énergies tres élevées, le concept méme de particule élémentaire “ponctuelle”
est peut-étre a revoir. En effet, la gravitation tend a diminuer la taille de toute
particule massive. Ceci entre en conflit avec le principe d’incertitude d’Heisenberg,
qui impose qu’une particule de masse m ne puisse pas étre localisée a mieux que sa

K

mc

longueur d’onde de Compton :

Pour s’échapper d’une “particule” sphérique de rayon r et de masse m, il faut une
vitesse de libération v telle que :

1 G
_U2:_m

2 r

ou (& est la constante gravitationnelle. Lorsque la particule est concentrée dans
un rayon inférieur & reiigue = 2Gm/c* (en fait reigue = Gm/c?, un facteur 1/2
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intervenant dans le calcul relativiste), cette vitesse de libération devient supérieure
a celle de la lumiere. La particule ne peut donc plus échanger d’information avec
I’extérieur et ne peut que s’effondrer sur elle méme : elle est localisée. En égalant ce
rayon critique et la longueur d’onde de Compton [, on obtient I’échelle d’énergie a
partir de laquelle la gravitation entre en conflit avec la mécanique quantique. Cette
échelle est appelée la masse de Planck, ou échelle de Planck :

c
Epl = % ~ 1019 GeV 5

ce qui correspond a une distance de Planck [pjner ~ 107°*m. Notons que cette
échelle d’énergie est plusieurs ordres de grandeur au-dessus des énergies accessi-
bles dans les collisionneurs existants. A 1’heure actuelle, les théories de cordes,
dans lesquelles les particules ne sont plus ponctuelles mais correspondent a des
modes de vibration d’objets de dimension non nulle, bénéficient d’un engouement
tres prononcé pour tenter de résoudre ce conflit.

Le probleme de naturalité

Indépendamment du fait que le Modele Standard n’est pas la théorie ultime per-
mettant de décrire les quatre interactions fondamentales dans un cadre unifié, il
souffre d’un probleme théorique lié a la présence d’un champ scalaire fondamental
(en l'occurence le champ de Higgs).

En effet, les masses des particules scalaires fondamentales présentent des divergences
quadratiques. La contribution a 'ordre d’une boucle de ces corrections radiatives
est représentée sur la Fig. 1.3. Tant que les masses sont des parametres libres de la

4
‘ R Ly

R (2m)* K—m?
Ll H
2 ®< A >
; soit 6m” =

....... > “....'.':............ 167T2
H A

Figure 1.3: Corrections radiatives a la masse du Higgs, a Uordre d’une boucle

théorie, on peut toujours les renormaliser. Un probleme d’ordre de grandeur se pose
alors. Appelons A 1’échelle d’énergie ou les divergences quadratiques a la masse du
Higgs sont “coupées”, c’est-a-dire A indique le seuil entre le domaine d’énergie ou
le Modele Standard est valide, et un domaine d’énergie plus élevé. A peut étre par
exemple une échelle de grande unification ou ’échelle de Planck Ep;. Soit mg la
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masse “nue” du champ de Higgs, c’est-a-dire la masse a I’échelle A, et m la masse
renormalisée & 1’échelle électrofaible Fgw = O(100 GeV ). On a, a l'ordre d’une
boucle :

AZAZ
2 _ 2
I T e
La masse du Higgs a ’échelle Fgw devant étre de l'ordre de O(100 GeV ), cette
derniere équation donne, avec m = 100 GeV et A = 10! GeV :

mg = 10°(\* + 107°)

Donc, A? doit étre ajusté a 34 ordres de grandeur, ou encore m3/A?* doit étre ajusté
a 31 décimales pres. C’est le probleme de “fine-tuning”, ou encore de naturalité.
Une théorie est dite naturelle si, lorsqu’on modifie tres peu les parametres fonda-
mentaux, la physique a basse énergie n’est pas affectée. Ici, ce n’est pas le cas : le
Modele Standard n’est pas une théorie naturelle.

Pour résoudre ce probleme, on doit soit éliminer les champs scalaires fondamentaux
de la théorie, soit trouver un moyen de se débarrasser des corrections radiatives
quadratiques a la masse des scalaires.

La premiere solution ouvre la porte aux modeles de technicouleur [7]. Dans
de tels modeles, le champ scalaire de Higgs responsable de la brisure de SU(2)y, x
U(1)y n’est plus fondamental mais composite. Les nouvelles particules qui forment
I’analogue du champ de Higgs sont appelées des technifermions. Une nouvelle inter-
action de jauge est introduite : la technicouleur. De méme que la Chromodynamique
Quantique, cette interaction est non abélienne, confinante et asymptotiquement li-
bre, avec une échelle Ape ~ 1 TeV . Cest elle qui régit les interactions entre les
technifermions. Des condensats technifermion-antitechnifermion sont supposés se
former et briser la symétrie SU(2) x U(1) a une échelle de l'ordre de la centaine
de GeV , ceci donnant lieu a trois technibosons de Goldstone qui, absorbés par les
bosons de jauge, leur conferent une masse.
Le probleme de tels modeles est qu’il est difficile de trouver un mécanisme satis-
faisant pour donner une masse aux fermions. Les modeles de technicouleur éten-
due [8] (ETC, pour Extended TechniColor), permettent de générer une masse m ¢
pour les fermions. m; est alors proportionnelle & 1/A%;. Néanmoins, ces modeles
ETC nécessitent d’introduire de nouveaux bosons se couplant aux quarks et aux lep-
tons. L’existence de ces derniers implique des taux de changement de saveur dans
les courants neutres trop élevés, sauf si ’échelle Agre est tres importante. Mais
alors, les masses des fermions deviennent beaucoup trop faibles.

La seconde solution est apportée par la supersymeétrie. Le probleme de natu-
ralité vient du fait que la hiérarchie EFgw << Ep; est instable sous les corrections
radiatives. L’idée est alors d’introduire une nouvelle symétrie qui va préserver cette
hiérarchie, et rendre ainsi le Modele Standard naturel. On peut montrer [9] que la
seule symétrie permettant de résoudre le probleme est une symétrie entre bosons et
fermions : la supersymétrie. Techniquement, a chaque boson on associe un fermion
et vice-versa. Alors, les corrections radiatives a my sont annulées par la boucle
faisant intervenir le partenaire supersymétrique du Higgs, cette contribution béni-
ficiant d’un facteur —1 puisque ce dernier est un fermion. Ceci est illustré sur la
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Fig. 1.4. En fait, les deux contributions s’annulent exactement si la masse du Higgs

H NN B
>\\\\\> = Po e Pooeenns
SRR A Wi

Figure 1.4: Corrections radiatives a la masse du Higgs, a Uordre d’une boucle, dans
le cadre d’une théorie supersymétrique.

et celle de son partenaire supersymétrique sont rigoureusement identiques. Néan-
moins, les limites expérimentales sur les masses des particules supersymétriques ex-
cluent par exemple 'existence d’un électron scalaire de méme masse que 1’électron.
Ainsi, la supersymétrie, si elle existe, doit étre brisée. On verra au chapitre suivant
le mécanisme de brisure adopté dans le MSSM (Minimal Supersymmetric Standard
Model), extension supersymétrique minimale du MS. Appelant mp la masse du
fermion associé au boson de Higgs par supersymétrie, la correction a la masse du
Higgs s’écrit :
Smi o N(mip—my)

Ainsi, pour que dmy reste de 'ordre de la centaine de GeV | la différence de masse
entre un boson et son partenaire supersymétrique ne doit pas étre tres au-dela de
Erpw. Par conséquent, si c’est la supersymétrie qui apporte la solution au probleme
de naturalité, elle doit se manifester en-deca du TeV. D’ou l'intérét de rechercher
des particules supersymétriques aupres des accélérateurs actuels ou a venir.

Autres intéréts de la supersymétrie

Inclure la supersymétrie permet aussi d’arranger les choses lorsqu’on cherche a con-
struire une théorie de grande unification. FEn effet, 1’évolution des constantes de
couplage g, ¢’ et as montre qu’il est plus facile de faire “se rencontrer” les trois
courbes dans une théorie supersymétrique que dans une théorie qui ne l'est pas
(du fait de I'introduction de nouvelles particules dans une théorie supersymétrique,
I’évolution des constantes de couplage est modifiée). La Fig. 1.5, extraite de [10],
illustre ce fait.
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Figure 1.5: Fvolution des constantes de couplage de SU(3)., SU(2)p et U(1)y dans
le cadre (a) de Uextension supersymétrique minimale du MS et (b) du MS.
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Par ailleurs, la version locale de la supersymétrie fait naturellement intervenir la

gravité. La supersymétrie semble donc étre un bon ingrédient lorsqu’on cherche a
construire une théorie “ultime”, rendant compte également des interactions gravi-
tationnelles.
Dans le méme ordre d’idées, la supersymétrie permet aussi de construire plus facile-
ment une théorie de cordes (on parle alors de théories de supercordes). En effet,
dans une théorie de cordes, des anomalies apparaissent (ceci est 1ié a la brisure
de l'invariance de Weyl par quantification). Ces anomalies s’annulent lorsqu’on
est en dimension 26 : un tel espace contient beaucoup plus de dimensions que
I’espace-temps usuel. Faire intervenir la supersymétrie permet d’introduire de nou-
velles coordonnées et de ramener a 10 cette dimension critique [11]. Il reste alors a
compactifier 6 dimensions non physiques suivant des cercles de tres petit diametre
(>~ 107! fm), pour se ramener & un espace a quatre dimensions.

La construction du modele supersymétrique minimal étendant le Modele Stan-
dard sera présentée dans le chapitre suivant. On verra ensuite au chapitre 3 quelles
sont les voies intéressantes a HERA pour rechercher des particules supersymétriques.
Avant cela, on va terminer cette introduction en présentant les sujets de physique
qui sont étudiés a HERA.

1.4 La physique a HERA

1.4.1 La diffusion profondément inélastique

Des réactions produites lors des collisions ep a HERA et qui sont tout particuliere-
ment intéressantes sont les réactions de diffusion profondément inélastique, ou le
lepton incident interagit avec un quark émis par le proton en échangeant un boson
virtuel neutre (un photon ou un Z) ou chargé (W¥). Le carré Q? du moment porté
par le boson échangé peut atteindre des valeurs tres élevées (Q2 . ~ 10° GeV ?),
ce qui permet de sonder le proton a de tres faibles distances et donc d’étudier sa
structure (le pouvoir de résolution avec lequel on sonde le proton variant comme
NG

Le diagramme de Feynman correspondant a une réaction de diffusion inélastique
profonde (DIP) & l'ordre le plus bas est représenté sur la Fig. 1.6. Lorsque le bo-
son échangé est un photon ou un boson Z. le lepton diffusé est un positron. On
parle alors de réaction “par courant neutre”. Dans le cas ot c’est un boson W+ qui
est échangé, c’est un neutrino qui est présent dans 1’état final : ceci correspond a
une réaction “par courant chargé”. Le résidu du proton (ce qui n’a pas participé
a 'interaction) forme ce qu’on appelle le jet spectateur. Ce dernier repart tres a
lavant du détecteur (dans la direction du proton incident), une grande partie est
meéme perdue dans le tube faisceau. Le jet de courant est celui formé par I'habillage
du quark diffusé.

Tant qu’on ne s’intéresse pas de trop pres au systeme hadronique, c’est-a-dire qu’on
ne fait que des études inclusives, la cinématique d’une réaction de DIP peut étre
définie a partir de deux variables uniquement. Ces variables peuvent étre choisies
parmi celles que 'on va définir ci-dessous, et qui nous seront tres utiles pour notre
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Figure 1.6: Réaction de diffusion inélastique profonde.
analyse.
Notons respectivement :
o ket k' les quadrivecteurs du lepton incident et diffusé;
o ¢ =Fk — k' celui du boson échangé;
e P celui du proton incident;
o F° et EY les énergies du lepton incident et du proton.

On définit alors :
Q' =—¢
C’est le carré du moment transféré. Les variables de Bjorken x et y sont alors
définies par :
Q? (P.q)

2P VT Py

En négligeant les masses du lepton incident et du proton devant leurs énergies, ces

trois variables sont reliées par :

Q* = Szy

ot S ~ 4E°EY est le carré de I’énergie disponible dans le centre de masse de la
réaction ep.
Les variables = et y sont comprises entre 0 et 1. Dans le modele des partons, x
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représente la fraction d’impulsion du proton emportée par le quark qui interagit.
Dans le référentiel ou le proton incident est au repos, y correspond a la fraction
d’énergie cédée par le lepton incident au systeme hadronique.
De plus, a partir de z et ()%, on obtient la masse invariante du systéme hadronique,
notée W2 :

l—2

Wo=(P+q) =mp+Q° — :

ou mp est la masse du proton.

Nous verrons au chapitre 5 comment ces variables cinématiques peuvent étre
reconstruites a partir de la mesure de 1’état final. Notons juste pour I'instant que,
dans une réaction par courant neutre, la mesure de ’énergie et de ’angle polaire du
positron diffusé permet de reconstruire z, y et Q2. Dans le cas d’'une réaction par
courant chargé, c’est l'information sur le flux hadronique qui sera utilisée.

Les Fig. 1.7 et 1.8 montrent 1’étendue du domaine cinématique accessible a
HERA. On peut atteindre des valeurs de Q? tres élevées (jusqu'a 10° GeV ?), ce qui
correspond & un pouvoir de résolution tres grand pour sonder le proton (de 'ordre de
107'® m). Par ailleurs, le domaine cinématique accessible 8 HERA s’étend jusqu’a
de tres petites valeurs de x (~ 107°, la plus petite valeur de x obtenue en 1994
étant ~ 3.107%). La physique a tres bas x permet d’étudier la structure du proton
a grande densité de partons. C’est un domaine qui n’a pas encore été exploré, dans
lequel on ne sait pas tres bien encore décrire 1’évolution des densités de partons.
C’est une des missions importantes de HERA d’étudier ce domaine, comme on le
verra dans la section suivante.

Les Fig. 1.7 et 1.8 permettent aussi de faire quelques remarques simples sur la re-
construction des variables x et Q2.

Les courbes a énergie et angle polaire constants pour le positron diffusé sont représen-
tées sur la Fig. 1.7. Pour des petites valeurs de y (dans le coin supérieur gauche des
figures), les courbes iso-énergie sont tres espacées. Une petite erreur sur la mesure
de cette énergie entrainera donc une grande erreur sur la mesure de z. De plus,
dans la région des petits Q?, la reconstruction de z et Q% va étre tres affectée par
la qualité de la mesure de I’angle polaire du positron (émis préférentiellement dans
la partie arriere! du détecteur).

Par ailleurs, la reconstruction des variables cinématiques peut également se faire en
mesurant uniquement ’énergie et I’angle polaire du jet de courant. Les iso-énergies
et iso-angles pour ce jet sont représentées sur la Fig. 1.8. On voit que lorsqu’on est a
grand y (proche de la diagonale Q* = Sx), les iso-énergies du jet sont tres espacées.

Ainsi, pour des valeurs de y élevées, il sera difficile de bien reconstruire les variables
T et Q2.

a partie avant (z > 0) est définie par la direction des protons incidents.
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Figure 1.7: Iso-énergies (en haut) et iso-angles (en bas) du positron diffusé dans
les réactions de DIP a HERA. Par convention, 6, = 180° correspond a un angle de
diffusion nul pour le positron.
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1.4.2 Les sujets de physiques étudiés 4 HERA

Mesure de la fonction de structure F/, du proton

L’étude de I’évolution des densités de partons a l'intérieur du proton constitue un
sujet d’étude majeur a HERA. La violation logarithmique de I'invariance d’échelle
a bien été observée [12] sur tout le domaine en Q2. Par ailleurs, I’évolution en (),
en se placant a = fixé (pas trop petit) montre un comportement compatible avec
les prédictions des équations standards de DGLAP [13] (pour Dokhshitzer-Gribov-
Lipatov-Altarelli-Parisi), dans lesquelles les divergences qui sont sommées sont les
divergences colinéaires (émission de gluons colinéaires au parton).

A bas x, quand la densité de partons dans le proton devient tres élevée, il nous faut
resommer les divergences “molles” (émission de gluons peu énergétiques). Il appa-
rait alors une nouvelle variable d’expansion en série, non plus agslog(Q?) comme
dans les équations DGLAP, mais aglog(1/x). L’évolution de la densité de par-
tons dans le proton en fonction de log(1/x), a Q? fixé, est décrite par I’équation de
BFKL (Balitsky-Fadin-Kuraev-Lipatov) [14]. Cette équation prédit une remontée
de la densité de gluons dans le proton quand on tend vers les bas x. Cette remon-
tée a bien été observée a HERA [12, 15, 16], mais pour Iinstant la statistique est
insuffisante pour pouvoir trancher entre un comportement DGLAP ou BFKL a bas
x.

Mesure de ag

Les sections efficaces d’événements de DIP par courant neutre ou on observe plusieurs
jets dans I’état final peuvent se développer en série, en puissances de ag. En faisant
le rapport du nombre d’événements présentant 2 jets dans 1’état final (en plus du
jet spectateur) au nombre d’événements “un jet”, on obtient une quantité propor-
tionnelle a ag. La constante de couplage de I'interaction forte a ainsi été mesurée
en fonction de Q* & HERA [17]. La valeur obtenue & M%, a,(MZ) = 0.123 £0.018

est compatible avec la valeur mondiale.

Etude des événements diffractifs

L’examen des événements de DIP par courant neutre a montré [18] qu’environ 10%
de ces événements ne présentaient aucun dépot d’énergie dans la partie avant du
détecteur (alors qu’on s’attend a trouver un peu d’énergie déposée par les résidus
du proton). De tels événements sont appelés “événements a grand intervalle de ra-
pidité”, ou encore “événements diffractifs”. Un événement de DIP “standard” ainsi
qu’un événement diffractif typique, observés dans le détecteur H1, sont représentés
sur la Fig. 1.9. De tels événements peuvent s’expliquer si on suppose que le lepton
incident et le proton interagissent via I’échange d’un objet non coloré, de telle sorte
qu’il n’y ait pas de connection de couleur entre le résidu du proton et le (ou les) jet
de I’événement.

Il existe a I’heure actuelle trois modeles qui permettent de rendre compte de tels
événements. Les deux premiers supposent ’existence d’une particule “blanche”, le
poméron. Le troisieme invoque un nouveau type d’hadronisation, reposant sur des
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échanges de gluons “mous” entre les partons du sous-processus hadronique et le
proton.

Le premier modele constitue une réminiscence des théories de Regge [19]. Le second
s’appuie sur la Chromodynamique Quantique perturbative. [.’échange d’une struc-
ture “blanche” de couleur se fait plus facilement a partir d’une échelle de gluons.
(C’est donc le domaine des bas x (la ou on est dominé par les gluons) qui est a
prendre en compte. La dynamique de BFKL permet alors de calculer des échanges
d’une échelle de gluons non colorée : une telle échelle constitue ce qu’on appelle le
Poméron BFKL.

Pour l'instant, la statistique est encore insuffisante pour que les études menées a
HERA sur ce sujet [20] puissent exclure I'un ou 'autre de ces modeles.

La photoproduction

La majeure partie des événements observés a HERA correspond a de tres faibles
valeurs du carré Q% du moment transféré. Dans de tels événements, c’est un photon
quasi-réel qui interagit avec le proton. Le positron (ou I’électron) n’est alors quasi-
ment pas diffusé (6. = 180°), comme le montrela Fig. 1.7. L’étude de ces événements
a pour but de comprendre le régime de transition entre la physique “dure” (dans
le domaine perturbatif de QCD) et la physique “molle” (& Q* — 0, quand on tend
vers le domaine non perturbatif). Pour ce faire, des études de production de mésons
vecteurs (p et J/i¢ par exemple) ont été réalisées [21]. Par ailleurs, ces événements
de photoproduction permettent d’étudier la structure en quarks et en gluons du
photon.

La physique électrofaible

[’étude d’événements de DIP par courant chargé (ou un boson W est échangé) a
montré pour la premiere fois 'effet du propagateur du W dans la voie ¢t. La satura-
tion de la section efficace (du fait du terme 1/(Q* 4+ M§,)) a bien été observée [22].
Les mesures des sections efficaces o(etp — v X) et o(e”p — vX) s’averent compat-
ibles avec la masse du boson W [23, 24].

La recherche de nouvelles particules

Dans le cadre de la physique au-dela du modele standard, plusieurs études ont été
menées :

e larecherche de leptoquarks. Les leptoquarks sont des bosons scalaires ou vecto-
riels, apparaissant dans plusieurs modeles étendant le modele standard (ce sont
les bosons fondamentaux de SU(5) par exemple, mais ils apparaissent aussi
dans des modeles composites ou de technicouleur, et dans certains modeles de
supercordes). Se couplant a un lepton et un quark, ils peuvent étre produits
naturellement &8 HERA par fusion entre le positron (ou 1’électron) incident et
un quark venant du proton. Les recherches menées jusqua présent [25, 26, 27]
n’ont pas permis de mettre en évidence un signal. Des limites de rejet, éten-
dant le domaine exclu par les autres expériences, ont été dérivées.
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e la recherche d’électrons ou de quarks excités. De telles particules sont prédites
par les modeles composites, qui tentent d’expliquer "organisation des fermions
en familles. Les recherches menées jusqua présent [28, 29] n’ont pas permis
d’observer un signal.

e la recherche de particules supersymétriques, qui constitue le sujet de cette
these. Pour I'instant, I'accent a été mis essentiellement sur des modeles ou la
“R-parité”, un nouveau nombre quantique introduit en supersymétrie, n’est
pas conservée [25, 27]. L’étude de processus conservant la R-parité est ré-
cente [30], car elle nécessite une luminosité importante.

27
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T |

Figure 1.9: Fvénements de DIP par courant neutre “ordinaire” (en haut) et diffractif
(en bas), observés dans le détecteur HI.
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Chapitre 2

LA SUPERSYMETRIE

Ce chapitre propose une introduction aux théories supersymétriques. Le formalisme
adopté est celui de [1, 2]. A partir d’'un Lagrangien simple décrivant une particule
de spin 1/2 et une particule scalaire, on va introduire le concept de supermultiplet
et donner 1’algebre de supersymétrie. On introduira ensuite le formalisme des su-
perchamps et du superespace, et on verra en quoi ces objets sont bien utiles pour
construire une théorie de jauge supersymétrique. La section suivante sera consacrée
aux brisures de supersymétrie. Les notions de base de supergravité seront ensuite
introduites, afin d’éclairer le mécanisme qui brise la supersymétrie dans la version
“supersymétrisée” du Modele Standard, le MSSM. Quelques détails sur le MSSM
seront donnés a la fin de ce chapitre, ou la R-parité sera aussi introduite. Un résumé
des points importants sera proposé a la fin de ce chapitre.

2.1 Construction de I’algebre de supersymétrie

2.1.1 Introduction

Les théories de champ utilisées dans la description des particules élémentaires sont
avant tout caractérisées par leur contenu en symétries. Le principe de relativité
restreinte postule que 'action définissant la théorie soit invariante sous les transfor-
mations de coordonnées globales du groupe de Poincaré P (contenant les translations
d’espace-temps et les transformations de Lorentz). Rappelons qu'une transforma-
tion de Poincaré infinitésimale des coordonnées a* peut s’écrire :

ot — 2 =t 4 dat = 2 4 a" + Al (2.1)

les parametres a” correspondant aux translations, les A#* aux transformations de
Lorentz. On peut écrire dx* sous la forme :

1
(Sl’“ = i(a”Py + §A;M£})$M (22)
ou les opérateurs :
P, = —10, (2.3)
M,, =i(x,0, —x,0,) (2.4)
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sont les générateurs de 1’algebre de Lie du groupe de Poincaré pour les transforma-
tions des coordonnées. Cette algebre s’écrit :

[PM Pl/] =0
[Puv Mup] = i(ﬁuuPp - nupPu) (25)
[Muua Mpcr] = _Z(nM)MVU + e Myup — Mo My — UVPMM)

ou (1,,) est la métrique de ’espace de Minkowski (n,,) = diag(1, -1, -1, -1).

Le principe d’invariance relativiste postule alors que les champs de la théorie soient
porteurs d’une représentation de cette algebre, c’est-a-dire qu’il existe un ensemble
d’opérateurs P, et M, vérifiant les regles de commutation précédentes, agissant sur
les champs @ et les coordonnées et générant les transformations infinitésimales de
Poincaré ®(x) — ®'(2').

Dans le cadre du Modele Standard, 1’action est aussi invariante sous les trans-
formations du groupe de jauge G = SU(3). x SU(2)r, x U(1l)y. La structure de
la symétrie de la théorie s’écrit alors sous la forme du produit direct P x G du
groupe de Poincaré et de ce groupe G de symétries internes, les symétries internes
commutant avec les transformations de Poincaré.

Lorsque la supersymétrie a été introduite dans les années 1970, on ne s’intéressait
pas aux problemes de hiérarchie ou de grande unification. L’idée était d’introduire
une symétrie supplémentaire reliant les deux types de champs fondamentaux : les
fermions, constituant la matiere, et les bosons, pouvant constituer un champ clas-
sique cohérent et “porteurs” des interactions.

On essaie pour cela de construire une symétrie plus large, toujours a partir du
groupe de Poincaré et d’'un groupe de symétries internes, mais moins simplement
qu’avec un produit direct de ces deux groupes. En effet, les générateurs @)° des
transformations de la symétrie bosons-fermions doivent porter un indice spinoriel
non nul pour pouvoir relier entre elles des particules de spin différent, donc ils ne
peuvent pas commuter avec les transformations de Lorentz :

Q' M,.,| #0

Ces générateurs peuvent a priori porter un spin entier non nul, ou un spin demi-
entier. Dans le premier cas, on connaitra par quantification canonique les com-
mutateurs [Q°, Q7], d’olt une structure d’algebre de Lie étendant celle du groupe
de Poincaré. Dans le cas ou les Q' ont un spin demi-entier, les anticommutateurs
{Q*, Q7} seront connus, et la structure ne sera plus celle d’une algebre de Lie. Néan-
moins, le théoreme de Coleman-Mandula [3] supprime la possibilité de prendre
les Q' de spin entier, c’est-a-dire de rajouter des symétries bosoniques. En effet,
d’apres ce théoreme, lorsque la structure de la symétrie est celle d’'une algebre de
Lie, les seules charges conservées qui se transforment comme des tenseurs sous le
groupe de Lorentz sont les générateurs P, et M,, du groupe de Poincaré. Mais le
théoreme de Coleman-Mandula n’interdit pas aux charges conservées, correspondant
aux symétries internes, de se transformer comme des spineurs sous le groupe de
Lorentz. C’est cette possibilité qui est exploitée en supersymétrie, oil les Q' sont
1

choisis de spin 5. Les générateurs des transformations de supersymétrie agissent

donc de la maniere suivante :
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Q‘|boson, spin S > = [fermion, spin S £ 1>
Q' |fermion, spin S > = |boson, spin S+ 1 >

2.1.2 Un premier modele simple

Wess et Zumino [4] ont proposé le premier Lagrangien supersymétrique mettant en
jeu un fermion et une particule scalaire. Leur modele comportait aussi des termes
d’interactions entre les champs. On va voir ici une version simplifiée de ce modele.

Théorie libre décrivant un fermion de Weyl et un scalaire

On commence par considérer le cas simple d’une théorie décrivant un champ scalaire
complexe z et un champ de fermions de chiralité gauche 1, tous deux non massifs.
On va mettre en évidence une transformation reliant ces champs, et un Lagrangien
invariant sous ces transformations.

Soit L le Lagrangien le plus simple qu’on puisse écrire a partir de z et ¥, dans
I’hypothese ou il n’y a pas d’interaction :

L= (0,27)(0"2) + ivry,0"¢1 (2.6)

La transformation la plus générale du champ z du type souhaité doit s’écrire a partir
de 'action d'un opérateur O, sur le champ ¢y, : 6z = O,(¢1). Cette opération
fait nécessairement intervenir un spineur e, pour que ¢z reste un scalaire. ¢ est le
parametre de la transformation. On pose alors :

(SZ == \/§§¢L, (27)

De méme, la transformation de ¢y, est de la forme :
577Z)L = N(Z)67

ou N(z) est une matrice de nombres. Comme §t;, doit étre un spineur de Weyl, ¢
doit aussi étre de chiralité donnée. Et afin d’éviter 6z = 0, & doit en fait étre de
chiralité droite (car épr, = 0 ). Par ailleurs, remarquons qu’un Lagrangien étant de
dimension 4 en masse, z doit étre de dimension 1 et ¢ de dimension %, ce que l'on
note : [z] =1, [¢/] = 2. Donc, d’apres Péquation (2.7), [] = —31. L’opérateur N(z)
est par conséquent de dimension 2 en masse. Partant du champ scalaire z, on doit
donc faire intervenir la dérivée 0, ([d,] = 1) pour obtenir un objet de dimension 2.

Il est alors naturel de poser :
Sy, = V2 {a(y“@uz) + b(’y”ayz"')} ERs

ou a et b sont des nombres complexes. On a alors, en décomposant le Lagrangien
en sa partie £, décrivant la particule scalaire et sa partie £, décrivant le fermion :

S(L.) = 0,(055)(0%2) + (B,4)(0%52)
= ﬂauﬂ/)L@Ra“Z + (8ﬂz+)éR8“¢L
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En particulier, §(£.) ne contient pas de terme en ¢z ou 237, (seulement en vy z
et zTir). Le calcul de 6L, est plus long et n’est pas détaillé ici. Notons juste que
si le complexe b est non nul, on aura dans §(£L,) un terme 7 v"0,bv"d,2%cr, et la
compensation de 6L, par 6L, ne peut avoir lieu. Il faut donc prendre b = 0, soit :

81 = V2a(v9,2)er
Le calcul complet [2] de 6L, montre qu’en prenant a = —i, on a :
0L, 4+ 6Ly = 0, [....] = quadri-divergence
On a donc bien invariance du Lagrangien sous les transformations :

{52 = V2eRryp

(S@/)L = —iﬂv“aMZeSR (28)

Commutateur de deux transformations de supersymétrie

Reprenons le Lagrangien simple (2.6) :

L= (0,27)(0"2) + ivry,0"Pr
Soient 41 et 4y deux transformations de supersymétrie définies comme précédem-
ment, de parametres respectifs e1p et eap. On s’intéresse au commutateur [d1, ds].
Pour que 'algebre de supersymétrie (c’est-a-dire I’algebre de Poincaré étendue par
les transformations de supersymétrie) soit fermée, ce commutateur doit s’écrire
comme combinaison linéaire de translations et de transformations de Lorentz (car

le produit de deux transformations du type (2.8) ne change pas le spin). Le calcul
donne, a partir des lois de transformation des champs (2.8) :

[(Sl, 52] z = —21.(3’:?2]3’)/#51]2 — 5137“523)8MZ (29)
Soit, en utilisant le générateur P, = —10, des translations :
[51,52] Z = AMPMZ
avec AM = 2(52]{7“51]@ — élR’)/M@QR)

Donc, ce commutateur agit bien comme on le souhaite sur le champ scalaire.
Pour le champ de fermions, on trouve :

(61,0241, = A*(Pubr + %i’yw”ay@/@) (2.10)

Or, I’équation du mouvement pour le champ vy, est I’équation de Dirac dans le cas
ou la masse du champ est nulle :

fy”&;/;L = 0
Donc, pour des champs fermioniques satisfaisant a I’équation du mouvement, le

commutateur de deux transformations de supersymétrie est une simple translation,
de parametre A* = 2(éapy"e1p — E1rY e2r). On a donc :

[61, 2] ( JL ) = A"P, ( JL ) (2.11)

Ainsi, algebre de supersymétrie est fermée uniquement lorsque les particules sont
sur leur couche de masse, alors qu’on voudrait qu’elle le soit aussi lorsque les par-
ticules sont virtuelles.
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2.1.3 Les champs auxillaires

Plusieurs problemes se posent dans I’exemple précédent :

e tout d’abord, comme on vient de le voir, ’algebre de supersymétrie est fermée
uniquement lorsque les particules sont sur leur couche de masse,

o les nombres de degrés de liberté bosoniques et fermioniques ne sont pas égaux
hors couche de masse. En effet, le champ scalaire complexe z contient deux
degrés de libertés, le spineur ¢ en contient deux seulement s’il vérifie I’équation
de Dirac, et quatre sinon.

L’introduction de nouveaux champs, les champs auxilliaires, va permettre de
résoudre ces problemes [4]. Reprenons le Lagrangien (2.6). On cherche a modifier
L de telle sorte que la théorie sous-jacente contienne :

e (i) 4 degrés de liberté fermioniques et 4 degrés de liberté bosoniques lorsque
les particules sont hors couche de masse,

e (ii) 2 degrés de liberté fermioniques et bosoniques dans le cas contraire.

Pour que la condition (i) soit réalisée, il faut rajouter a £ deux degrés de liberté
bosoniques. Le moyen le plus simple pour y arriver est d’introduire un nouveau
champ scalaire complexe F, et d’ajouter a £ un terme F*F. Par ailleurs, le La-
grangien (2.6) vérifie déja (ii). Il faut donc que le nouveau champ F' n’amene pas de
degré de liberté supplémentaire lorsque les particules sont sur leur couche de masse.
Autrement dit, il faut que la solution des équations du mouvement pour le champ
F soit F' = 0, c’est-a-dire que le Lagrangien ne contienne pas de terme cinétique
pour F. Par conséquent, le seul terme que 'on va rajouter a L est le terme F'TF.
Le champ F', qui n’a pas de dynamique propre, est appelé un champ auxillaire. On
considere donc :

L =0,20" +iyy" 00 + FTF

Sous une transformation de supersymétrie, le champ F' va étre lui aussi modifié. 11
faut donc modifier les lois de transformation des champs (2.8) pour que le Lagrangien
ci-dessus reste invariant. Gardons pour z la méme loi de transformation :

(1) 62 =2&yp

On doit alors modifier §1> et chercher la transformation 6 F' de F' qui laisse £ inva-
riant. La nouvelle transformation de ¢ doit faire intervenir le champ F. A nouveau
par des arguments de dimension en masse ([F] = 2, [] = —1,[¢)] = 2), il est naturel
d’ajouter au d¢ de (2.8) un terme Fe. On voit des lors que, au contraire de
ce qui se passe dans l’exemple précédent, le parametre ¢ de la transformation de
supersymétrie ne peut plus étre un spineur de Weyl de chiralité droite. Ainsi, on

prend ¢ spineur de Majorana et on pose :

(2) Y = —V2L(iv"0,z + F)e
= —ﬂi’y“@uzsg—ﬂFq
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ouep = Leet ep = Re, L et R étant respectivement les projecteurs gauche et droit
( (1 F+°)). La variation de £ sous les transformations (1) et (2) s’écrit :

SL = F(SF*) + (SF)F* + ipy"0,(—V2F L) 4+ i(—V2F*)ey 0,0
Ainsi, £ est invariant sous les transformations :

§2 = 2epiy
S, = —\/2iy"d,zer — \V2Fer, (2.12)
o = \/51'67’)/“8#77/)]4

On vérifie alors que le commutateur [d1, §3] de deux transformations de supersymétrie
est une translation A*P, pour tous les champs (z,¢, F'), avec A* = 2(&9y"ey) :
I’algebre est maintenant fermée que les particules soient ou non sur leur couche de
masse. De plus, on a restauré 1’équilibre entre les degrés de liberté bosoniques et
fermioniques. En effet, on a, hors couche de masse, 4 degrés de liberté bosoniques
(z, F) et autant de fermioniques. Et lorsque les particules sont sur leur couche de
masse, on a seulement 2 degrés de liberté bosoniques (z) et 2 fermioniques en raison
de I’équation de Dirac.

Ainsi, on a mis en évidence un ensemble de champs (z,, F') qui est porteur d’une
représentation linéaire de la supersymétrie. Un tel ensemble de champs s’appelle un
supermultiplet. Le supermultiplet ® = (z, 4, F'), contenant un champ scalaire et
un champ de fermions est appelé supermultiplet chiral. Dans le modele minimal
supersymétrique (le modele supersymétrique le plus simple construit a partir du
modele standard), les quarks et les leptons seront associés a des champs fermioniques
d’un supermultiplet chiral. Ainsi, les partenaires supersymétriques des quarks et des
leptons seront des particules scalaires, ce qui justifie la terminologie de “squarks”
et “sleptons”.

Quand on demande que la théorie supersymétrique ait aussi une symétrie de jauge
(par exemple si on veut construire une théorie invariante sous les transformations
locales du groupe SU(3). x SU(2)r x U(1)y), on doit faire intervenir des champs
de jauge, qui décrivent des particules de spin 1. Dans la version supersymétrisée
du modele standard, ces champs de jauge sont associés par supersymétrie a des
champs fermioniques. Le Lagrangien supersymétrique le plus simple qu’on peut
construire a partir d'un champ vectoriel A, et d’'un spineur A, de Majorana fait
la encore intervenir un champ auxilliaire scalaire réel D, pour avoir équilibre entre
les degrés de liberté fermioniques et bosoniques. Ce Lagrangien s’écrit, en notant

comme d’habitude F,, = d,A, — 0, A, :
1 - 1
L= _ZF“”FW + Xy, + 5D2

et les lois de transformation des champs laissant £ invariants sont :

0A, = &y,
A\ = De+ o"el, avec o =Ly 4] (2.13)
0D = ay"9,A

[’ensemble de champs (A, A, D) est ce qu’on appelle un supermultiplet vectoriel.
Ces supermultiplets sont les éléments de base qui vont nous permettre de construire
le Lagrangien du modele standard supersymétrique minimal.
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2.1.4 L’algebre de supersymétrie

On vient de voir dans ce qui précede que les supermultiplets sont porteurs d’une
représentation linéaire de la supersymétrie. On a vu aussi les lois de transformation
de chaque champ d’un supermultiplet chiral ou vectoriel. L’action d’une transfor-
mation infinitésimale de supersymétrie sur un supermultiplet ® doit pouvoir s’écrire
a I’aide du générateur () de supersymétrie sous la forme :

3(®) = izQ(®), (2.14)

de la méme maniere qu’on peut écrire 'action d’une transformation de Lorentz
infinitésimale agissant sur un champ ¢ :

5o = i%&:WG“”qb

les €, étant les parametres de la transformation, et l'expression des générateurs G**
dépendant ensuite de la nature du champ ¢ :

G = (a*0” — x0p)  pour un champ scalaire
G = 1" pour un champ spinoriel

Une transformation finie de supersymétrie sur un supermultiplet s’obtiendra alors
par exponentiation :

P = o

Le parametre ¢ d’une transformation infinitésimale de supersymétrie étant un spineur
de Majorana, il doit en étre de méme pour le générateur ) de la transformation.
Pour construire l'algebre de supersymétrie, on a besoin de connaitre des lois de
composition (commutateurs ou anti-commutateurs) mettant en jeu 'opérateur @) et
les générateurs des symétries de Poincaré, et laissant ’algebre fermée. On utilisera
pour cela les résultats obtenus sur 'exemple de la section précédente.

Soient g1, €5 et ) trois spineurs de Majorana. Le commutateur [dy, d5] , calculé
précédemment, fait intervenir [£;Q), £2Q)], et peut s’écrire :

[51752] == [éleéQQ] = _(E?QaégQﬁ - égQﬁg?Qa) (2 15)
—a =P .
= 75 {Qa, Qs}
car {ey,e2} = {&;,Q} = 0 (les composantes de spineurs anticommutent). Puisque

ce commutateur est une translation d’espace-temps, on s’attend a ce que 1’algebre
de supersymétrie ait la structure suivante :

[B,B] C B
[B,F] C F (2.16)
{F,F} ¢ B

ou B représente I'ensemble des symétries bosoniques (translations et transformations
de Lorentz), et F'les transformations fermioniques de supersymétrie (les @, o étant
un indice spinoriel a=1..4). L’écriture ci-dessus signifie que le commutateur de
deux symétries bosoniques est une symétrie bosonique. Par contre, le commutateur

37



d’une symétrie bosonique avec un générateur de supersymétrie doit changer le spin,
c’est donc une symétrie fermionique. Enfin, ’anticommutateur de deux symétries
fermioniques ne change pas le spin et est donc une symétrie bosonique.

On est donc naturellement amené a calculer 'anticommutateur {Q,,Qz}. On a vu
dans la section précédente :

[51,52] o = 2(52’7“51)PM(I)
En combinant ce résultat avec (2.15), on obtient :

£0E0 {Qu, Qs @ = 2(5544,20) P, (2.17)

€1 étant un spineur de Majorana, il vérifie la condition ¢y = C'gt, on C est la matrice
de conjugaison de charge. On peut donc écrire les composantes du spineur £; en
fonction de celles de son conjugué de Dirac &, :

ey = Crey (2.18)
En reportant (2.18) dans (2.17), on obtient aisément :

{Qa, Qp} = —2(v"C)pa by = =2(7"C)ap P

car les matrices v*C' sont symétriques. On rencontre souvent dans la littérature
I’expression suivante :

{Qa.Qs} = 2415 P (2.19)

qui se déduit immédiatement de la précédente en utilisant le fait que () est un spineur
de Majorana Q' = C~'Q.

Restent a calculer les commutateurs d’un générateur de supersymétrie avec un
générateur de 'algébre de Poincaré. Ils s’obtiennent a partir des identités de Jacobi
correspondant aux structures (2.16) (une telle structure s’appelle une algebre de Lie
graduée).

Regardons par exemple [M,,,, Q),]. Puisque [B, F| C F', on peut poser :

(M, Qa] = (b)) Qs
En utilisant alors I'identité de Jacobi :
(B, Ba], F5] + [[Ba, 5], Bi] + [[F5, Bi], Ba] = 0
avec By = M,,, By = M,; et I'5 = (),, on obtient :
04, 5°7] = —i(nb"T 4 P Tbe — b o)

Ce commutateur est celui de deux générateurs G*” de transformations de Lorentz.
Ainsi, les 0" forment une représentation de 1’algebre de Lorentz pour les spineurs.
Leur expression est donc bien connue :

o i

o v
4[%7]
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On définit v = L[y#,4"]. Alors :

v Z v
21,Q) = L4 (2.20)
Par un raisonnement similaire, on obtient le dernier commutateur cherché :
[P Qa] =0 (2.21)

Pour récapituler, I’algebre de supersymétrie s’obtient en étendant 1’algebre de Poincaré

(2.5) par :

(M, Q] = 39Q
[Pu;Qa] =0 (2.22)
{Qm@ﬁ} = QVSﬁPM

2.1.5 Quelques conséquences immédiates

On peut faire deux remarques utiles a partir des résultats précédents :

e de [P,,Q.] = 0 on déduit [P* Q,] = 0, ot on a noté P* = P*P,. Par
conséquent, si z et ¥ sont deux champs appartenant a un méme supermultiplet,
de masses respectives m et m’, on a :

P2Q.z = Q.P%*
P = Q.(mz)
my = my

par conséquent, m = m'. Ainsi, les particules appartenant a un méme
supermultiplet ont la méme masse. On voit des lors que la supersymétrie
doit étre brisée, puisque les limites expérimentales actuelles interdisent par
exemple 'existence d'une particule scalaire de méme masse que I’électron. Les
mécanismes de brisure de supersymétrie seront abordés plus loin.

e de la relation d’anti-commutation {Qa, Qﬁ} = 2(¥*)ap Py, on obtient, en con-

tractant avec ’ygy :

1
Py=75Q: (2.23)

Par conséquent, dans une théorie supersymétrique, les énergies des états sont
positives ou nulles.
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2.2 Lagrangiens et théories de jauge supersymé-
triques

On va d’abord présenter la construction de Lagrangiens supersymétriques. On va
pour cela introduire le formalisme des superchamps, qui sont une autre représen-
tation des supermultiplets. L’intérét est que sur ces objets, les générateurs de su-
persymétrie agissent par des dérivées : il est alors beaucoup plus simple de voir
si un Lagrangien est invariant sous des transformations de supersymétrie (avec
uniquement les lois de transformations des champs, les calculs sont laborieux !).
On verra ensuite comment obtenir une théorie supersymétrique ou les symétries de
SU(3). x SU(2)r, x U(l)y sont locales. Pour ce faire, dans le cadre du modele
standard, on part des champs de matiere et on doit remplacer les dérivées d, par
des dérivées covariantes, ce qui nécessite d’introduire de nouveaux champs, ceux qui
décrivent les bosons de jauge. Dans un modele supersymétrique, on part de super-
champs chiraux et on introduit de nouveaux superchamps pour décrire les bosons
de jauge. Ces superchamps sont appelés “superchamps vectoriels”.

2.2.1 Superespace et superchamps

On a vu dans le partie précédente que le commutateur [61,d2] de deux transforma-
tions infinitésimales de supersymétrie est une translation. C’est en ce sens qu’on
dit parfois que les transformations de supersymétrie sont des “racines carrées” de
translations. L’idée est alors d’essayer de représenter ces transformations de super-
symétrie comme des “translations généralisées”, et de trouver une nouvelle représen-
tation des supermultiplets sur laquelle ces transformations agissent via uniquement
des dérivées. Il sera alors simple de voir si la variation d’'un Lagrangien sous une
transformation de supersymétrie est nulle a une quadri-divergence pres.

Afin d’écrire une transformation de supersymétrie comme une translation général-
isée, on doit “élargir” 1’espace des coordonnées sur lesquelles vont agir ces transla-
tions. Ce nouvel espace élargi est ce qu’on appelle le superespace. Etant donné que
le parametre d’'une transformation infinitésimale de supersymétrie est un spineur de
Majorana, il est naturel de poser que :

une coordonnée du superespace = (z",6)

ou # est un spineur de Majorana. En particulier, les composantes de # anticommu-
tent : un tel objet est appelé une variable de Grassman.

On introduit ensuite de nouveaux champs, les superchamps, sur lesquels les généra-
teurs (), de supersymétrie agissent uniquement via des dérivées, de maniere ana-
logue aux translations. Ces superchamps seront fonction non plus d’un point de
I’espace-temps, mais d’un point du superespace.

Il est pratique et tres répandu d’utiliser pour cela la notation a deux composantes
pour les spineurs, qu’on va rappeler brievement. C’est cette notation qu’on adoptera
dans tout ce qui suit.
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Notation a deux composantes pour des spineurs

Un spineur ¢ de Dirac peut s’écrire sous la forme usuelle :

_ [ YL
v= ( dn
%, 0) du groupe de Lorentz, et ¢ dans

). La notation a deux composantes pour les spineurs consiste

ou vy, se transforme dans la représentation (

, . 1
la représentation (0, 3
a poser :

77Z)oz:1
s
pe!
77Z)oz:2

v =
vr =

Il s’agit uniquement d’une notation : le 1 ci-dessus n’a rien a voir avec le conjugué
de Dirac du spineur. Les indices pointés ou non pointés rappellent juste que les
composantes droite et gauche du spineur ¢ ne se transforment pas suivant la méme
représentation du groupe de Lorentz.

Les quantités ¥{"1)q, sont alors invariantes de Lorentz, avec par définition :

P = iy

0 1
off _
“=(4)

servant a monter ou descendre les indices.

le tenseur

Pour deux spineurs v et ¥y qui anticommutent, on adoptera la convention suivante :

{%/Wz = ¥ivn
b = iy

Notons que la place des indices est importante, puisque ¥{'10y, = —101,05.
Les matrices de Dirac v* s’écrivent alors dans cette notation :

avec par définition :

(o) = edﬁleaﬁ(a“)m et o' =(1, —O'i)

les o étant les matrices de Pauli.
Ecrivant le générateur () de supersymétrie (spineur de Majorana) dans cette nota-
tion, l'algebre devient :

{ {Qanﬁ} {deQB} =0
(00,0} = 2P0

(2.25)
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Superchamps et charges de supersymétrie

Un point du superespace s’écrit, dans cette notation, (z#,0%,6%). On introduit alors
les superchamps ® = ®(z#, §%,0%) de telle sorte que les générateurs de supersymétrie
agissent sur ® par l'intermédiaire de dérivées. On cherche alors la représentation
des (), sur ces superchamps. Par définition, elle doit étre de la forme :

0 0

u
Qo =ald, + ba + Cogy—=— FTR (2.26)
~ 0 0
R oA
Qs L0, +ba +c % 5ga (2.27)

On peut deviner la forme des coeflicients a, b et ¢, par des arguments de dimension.
En effet, [Q.] = £ (par exemple d’apres (2.19)), [9,] = 1 et, 0% et 0% ayant la méme
dimension que ¢, on a :

or-t=-be [ (8] -

Ainsi, [a¥] = —1. On va donc chercher & écrire a” & partir de 8 ou . Par ailleurs,
pour obtemr lmdlce vectoriel de a*

4 il est naturel d’utiliser une matrice o (qui

porte un indice non pointé et un indice pointé), et donc de poser :
at = a(o")asl” et @y = ab“cl,

ou a et a sont des nombres complexes (non nécessairement conjugués 1'un de I"autre)

de dimension nulle en masse. De plus, [Q,] = {%} implique : [che] = 0. Une

inspection systématique montre qu’on ne peut pas construire de maniere naturelle

un tenseur T, de dimension nulle en masse. On prend donc ¢,q = 0 et de méme
o

cs = 0.

Calculons alors I'anticommutateur {Qa, Qﬁ} :

_ 5 0
I noge B H
{QaQﬁ}—{aa 0 baeﬁ}+{bae af ﬁﬁ}
On obtient :
{Qa, Qﬁ} = (ab + a(g)azﬁau d’ott, d’apres (2.25) ab+ ab = —

Ainsi, on a une certaine liberté pour les complexes a et b, et les expressions des
charges (), ne sont pas déterminées exactement par ’algebre, mais on peut choisir :

Qo = —i (5% —i(0")s0°0,)
Qs = —i(—5% +i0°(0")asy)
Ainsi, une transformation infinitésimale de supersymétrie de parametre ¢

génere sur les superchamps une translation icc*f dans ’espace des z*, et
une translation ¢ de la coordonnée 6.

(2.28)
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Les superchamps chiraux et vectoriels

Un superchamp est une fonction F(x#, 0, 0) ot § est une variable de Grassman. On
peut alors développer F en ses puissances en (6, 0). Aucun terme en 6% ou 6% n’est
présent dans le développement, car 6 = 0 du fait des propriétés des variables de
Grassman. Le développement de F s’écrit alors :

+ 00" 0v,(x) 4 000X(x) + 000 (x) + 0000d(x) '

ot on a noté : fatf = 0“(0“)adéd, et ou :
e v, est un champ vectoriel complexe
o f,m, n, dsont des champs scalaires complexes
o U, Y% A% et 1, sont des champs spinoriels & deux composantes.

Par conséquent, le superchamp le plus général contient 16 degrés de liberté bosoniques
et autant de fermioniques. C’est beaucoup trop pour décrire par exemple le super-
multiplet chiral (z,v, F') introduit précédemment, qui ne contient que 4 degrés de
liberté fermioniques et bosoniques. On doit donc imposer des contraintes sur le su-
perchamp pour réduire le nombre de degrés de liberté bosoniques et fermioniques.
Pour cela, on peut soit :

e chercher une dérivée covariante invariante sous une transformation de super-
symétrie, et imposer que la dérivée covariante du superchamp F soit nulle.
Cette premiere possibilité permet de réaliser le superchamp chiral. FEn fait,
on va introduire deux dérivées covariantes D, et Dy : la premiere sera nulle
pour un superchamp chiral droit (contenant un champ de fermions de chiralité
droite), "autre sur un superchamp chiral gauche.

e imposer au superchamp d’étre réel : F = F*. Ce second choix correspond au
cas du superchamp vectoriel.

a) Le superchamp chiral:

Commencons par chercher une expression possible pour les dérivées covariantes
D,. ¢ étant une transformation de supersymétrie, on veut que D, vérifie D,0F =
d(DoF). En écrivant la transformation de F : 0F = i(eQ + Q)F(x,0,0), cette

condition devient :

jam)

{ {Qo: Dp) (2.30)

(0.0} -

jam)

et de méme pour les Dﬁ-. Ayant obtenu précédemment une expression pour les

charges (), et (), on peut calculer les anticommutateurs de ces charges avec les
opérateurs différentiels % et %. En faisant ensuite des combinaisons linéaires
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judicieuses, on obtient donc des quantités qui anticommutent avec les charges @), et
()s. Ceci nous donne une expression possible pour les dérivées covariantes :

{Da = 2 —i(0")asb70,

Dd = % — iaa(aﬂ)adau

(2.31)

On va détailler le cas du superchamp chiral gauche, et montrer que ce cas correspond
bien a celui du supermultiplet chiral ou le champ de fermions est de chiralité gauche.
Le superchamp chiral gauche doit vérifier par définition D4y® = 0. On voit immé-
diatement sur ’expression de D, obtenue plus haut que :

Dif) = 0
Dayh = 0 (2.32)
ol on a posé :
y' =zt — ot = 2" — i0%c" 0% (2.33)

Des lors, le superchamp @ est fonction uniquement de 6 et de cette variable y*.
En reprenant 'expression générale (2.29) d’un superchamp, seules restent donc les
composantes 1, 8 et 80 dans le développement. Le superchamp chiral gauche s’écrit
alors :

Oy, 0) = =(y) + V200 (y) — 00 f(y) (2.34)

Le superchamp chiral gauche contient donc deux champs scalaires complexes z et f
et un champ de fermions de chiralité gauche . Le contenu en champ correspond
donc au supermultiplet chiral gauche, f étant le champ auxillaire, et le nombre de
degrés de liberté bosonique et fermionique est égal a 4.

[action d’une transformation de supersymétrie de parametre (g,£) sur le super-
champ ® s’écrit :

§O(y,0) = i(cQ + eQ)(y,0) = i(*Qu + €,Q )P (y, )

et peut se calculer a partir de I'expression (2.34) du superchamp @ et de celle (2.28)
des charges Q, et Q% On écrit alors §® sous la forme a + /20b + 00c, et, en
identifiant avec §® = 6z + /208y — 005 f, on en déduit les lois de transformation

des champs :

5z = V2e
Sty = —V2fe, — ﬂi(a“é)aauz (2.35)
of —\/5@'(9#%/)0“5)

Ces lois de transformation sont bien les mémes que celles (2.12) obtenues dans le
modele de Wess-Zumino simplifié pour le supermultiplet chiral gauche, en passant

a la notation a deux composantes pour les spineurs. Donc :
supermultiplet (z,¢r, F') ~ superchamp (z,%,, f)

Notons pour conclure sur le superchamp chiral que, par la linéarité de la dérivée
covariante, une fonction polynomiale de superchamps chiraux est un superchamp
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chiral.
b) Le superchamp vectoriel :

On n’impose plus de conditions a partir de dérivées, mais on veut que le superchamp
soit réel :

V(z,0,0)=V(z,0,0)"

En reprenant I’expression générale d’un superchamp (2.29) et en écrivant les con-
séquences de la réalité de V' sur les champs, on peut montrer qu’une transformation
“de jauge” du superchamp V' de la forme :

VoV+o+0F (2.36)
ou ® est un superchamp chiral (2.34) dont les champs sont bien choisis, permet :

e de mettre a zéro plusieurs composantes du développement de V' suivant les

puissances de #,6. La forme obtenue pour V' par ce changement “de jauge”
s’écrit alors :

V(x,0,8) = 60"fv,(x) + 000X (x) — i000A(z) + %0900[)(1‘) (2.37)

ou D est un champ scalaire réel, v, un champ vectoriel et A un champ de
fermions de Majorana.

e d’¢éliminer une composante du champ v,,.

Une fois cette opération réalisée, on dit qu’on est dans la jauge de Wess-Zumino.
Dans cette jauge, le supermultiplet vectoriel contient 4 degrés de liberté bosoniques
(le champ D et les trois composantes restantes du champ vectoriel), et 4 degrés de
liberté fermioniques (le spineur A). Notons qu’une fonction polynémiale a coeffi-
cients réels de superchamps vectoriels reste un superchamp vectoriel, et que V" =0
pour n > 3 en raison des propriétés de la variable de Grassman 6. Par ailleurs,
comme dans le cas du superchamp chiral, on peut calculer ’expression d’une trans-
formation infinitésimale de supersymétrie sur un superchamp vectoriel, en utilisant
les expressions de Q, et Q4. On en déduit alors les lois de transformation des champs
vy, A et D constituant le superchamp vectoriel. On vérifie que ces lois correspondent

A (2.13).

2.2.2 Construction d’un Lagrangien supersymeétrique

Dans la construction du modele minimal supersymétrique, qui sera détaillée dans
la derniere partie de ce chapitre, on “copie” le Modele Standard en remplacant les
champs décrivant les leptons et quarks (en doublets ou singlets de SU(2)r) par
des superchamps chiraux. On a donc besoin de trouver des termes fonctions de
superchamps chiraux, qui sont invariants (a une quadridivergence pres) sous une
transformation de supersymétrie. A partir de ce qui précede, la tache n’est plus
trop ardue.
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On constate dans (2.35) que sous une transformation de supersymétrie, le champ
auxillaire f se transforme comme une dérivée totale (en effet, les champs auxilliai-
res n’ont pas de dynamique propre). Or, f est la composante 80 du superchamp
d’apres (2.34). Par conséquent, la partie 86 d’un superchamp chiral, ou d’une com-
binaison linéaire de superchamps chiraux, est invariante sous une transformation de
supersymeétrie :

§ (X [a"0"]gy) = Dy [...]

Une premiere “brique” pour construire un Lagrangien supersymétrique est donc la
composante #6 d’'un polynéme en ®;, les ®; étant des superchamps chiraux. On se
limitera en fait a des polynomes de degré 3, les ordres supérieurs en ®; conduisant a
des théories non renormalisables. Notons que des termes de masse et d’interactions
peuvent étre introduits par la composante 86 du polynome de degré 3 en ®,.

Ce premier élément est néanmoins insuffisant, car [®"],, ne contient pas de dérivée
dans les champs. Il faut donc trouver autre chose pour construire la partie ciné-
tique du Lagrangien. Pour cela, on peut remarquer que la composante #0060 d’un
superchamp se transforme toujours comme une dérivée totale sous une transfor-
mation de supersymétrie. En effet, si on reprend l’expression générale d’un su-
perchamp F (2.29), et celle des charges de supersymétrie (2.28), on voit que la
partie 0000 de §F = i(cQ + €Q)F ne peut venir que de I'action de ¢o”0d, sur la
composante #00 de F, ou bien de l’action de fo*ed, sur la composante #06. Donc,
§(Foogs) = (0F )ggas = O, [...], et la partie 0000 est bien invariante par supersymétrie.
On part ensuite de Iexpression (2.34) du superchamp ® = ®(y,0). En utilisant
I’expression de y (2.33), on peut faire un développement de Taylor de z, ¥ et f pour
avoir ® en fonction de z et non plus y. Ce développement fait intervenir les dérivées
des champs z et ¢». On remarque alors que la partie #0900 de ®*® contient les ter-
mes cherchés (par exemple le terme 0,20%z%). Par conséquent, la partie cinétique
d’un Lagrangien supersymétrique fonction de superchamps chiraux sera obtenue en
prenant les composantes 0000 de termes @7 ®,.

Ainsi, le Lagrangien supersymétrique le plus général pour les superchamps chi-
raux peut s’écrire a I'aide d’une fonction polynémiale g(®;) = a;P; + %mijq)iq)j +
%)\ijkCI)i(I)j(I)k et est de la forme :

L= S([@fo, )+ [9()]y + [T (@), (2.38)

On explicite ensuite les superchamps ®; en fonction des champs z;, ¥; et f; pour avoir

}9095

une expression du Lagrangien supersymétrique directement fonction des champs.
L’équation du mouvement pour les champs auxilliaires f; :

oL
afi

permet alors d’éliminer les f; en les exprimant en fonction des champs scalaires. On

0= fi7 = mijz; + Njrzjzr + ai

trouve finalement :
L = $(io" 0 — Dabioahi) ,
- %m”(;/)zg/)] + 1hith;) + (@LZZ)(aMZZ) (2.39)
—  Aijpzitihy — )\;;‘kz;r@/’ﬂ/)k

2
— Xla; +miz + Aijrzizil
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Le potentiel scalaire qui apparait dans I’expression ci-dessus est une somme de carrés,
et s’écrit a 1’aide de la fonction ¢ :

0g(zi)
Vs = Z‘ 0z;

Cette fonction g est appelée le superpotentiel. On peut alors réexprimer le La-

(2.40)

grangien en utilisant le superpotentiel :
L = L(pio"dup; — Oubiot i)
+ (Guz)(0) (2.41)
- ilgh| aas v - maEE i
Dans (2.39), on a des termes —m?z? et —im;;(¢ih; + Pib;). On retrouve donc le

i~y
fait que les particules scalaires, décrites par les z;, ont les mémes masses que leurs

partenaires supersymétriques, les fermions ;.

On va voir dans le paragraphe suivant comment construire une théorie de jauge
supersymétrique a partir par exemple du groupe SU(3). x SU(2), x U(l)y. De
maniere analogue au modele standard, pour que la symétrie de jauge soit locale,
on va devoir introduire les bosons de jauge, qui seront décrits par les champs d’un
superchamp vectoriel. Ces champs devant pouvoir se propager, il nous reste un
dernier élément a trouver, celui permettant d’écrire la partie cinétique du Lagrangien
correspondant a ces champs de jauge. Reprenons la forme générale du superchamp
vectoriel (2.37). Elle ne contient pas de dérivée dans les champs, donc ce n’est pas
a partir d'une combinaison linéaire de superchamps vectoriels qu’on peut obtenir
les termes cinétiques. Il nous faut a nouveau utiliser les dérivées covariantes D, et
D% introduites dans le présentation du superchamp chiral. On peut alors remarquer
que les quantités suivantes :

Wo =
W =

ol

—4(DD)D,

>
—LDD)DsV

»M»—wkh—‘

sont des superchamps chiraux puisque DsW, = D,W; = 0 (en effet, d’apres
I'expression des dérivées covariantes D3 = D? = 0). Par ailleurs, on vérifie aisément
que W, et W, sont invariants sous la transformation “de jauge” V =V + & + T,
Le calcul de W, et W, dans la jauge de Wess-Zumino, en utilisant les variables y et
f dont dépendent les superchamps chiraux, montre que ces quantités contiennent le
terme :

F, = 0,0,(y) — 0vu(y)

qui est le terme permettant de construire la partie cinétique iFWF“” d’un La-
grangien décrivant un champ vectoriel. La partie cinétique d’un Lagrangien super-
symétrique décrivant des bosons vecteurs et des fermions s’obtient alors en prenant la
composante 86 de W*W,, qui se transforme en une dérivée totale par supersymétrie.
En écrivant W, et W, en fonction des champs, le calcul donne :

Ly [WaWa]eé’ + i {ded}gg

- 2 2.42
(Ao DA — Aot A) + $D* — 11, I (2.42)

1
4
i
2
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Notons que ce Lagrangien ne comporte pas de dérivée en D, qui est un champ aux-
illiaire et donc ne se propage pas.

On a maintenant tout ce qu’il faut pour construire une théorie de jauge super-
symeétrique.

2.2.3 Théories de jauge supersymeétriques

On cherche a construire une théorie supersymétrique contenant aussi la symétrie
SU(3). x SU(2)p, x U(1)y. Dans le cas ou cette symétrie est globale, le Lagrangien
supersymétrique décrivant des quarks et des leptons :

A+ [g(®i)], + {g"’(@j’)}%

L= {q);rq)i}eeee

est invariant sous une transformation de SU(3) x SU(2) x U(1) (a condition que le
superpotentiel le soit). En effet, notant T les générateurs du groupe de symétrie,
on peut écrire le transformé des superchamps chiraux ®; sous la forme :

O = exp(iA ") D

ou les A, sont des constantes réelles. Des lors, I’équation précédente est une équa-
tion de superchamps et ® se transforme bien en un superchamp chiral gauche. On
vérifie alors aisément que ®T® est invariant.

Si maintenant on veut que la symétrie SU(3) x SU(2) x U(1) soit locale, les A,
deviennent des fonctions de x. Pour que ® se transforme en un superchamp chi-
ral gauche, il faut imposer aux A,(x) d’étre aussi des superchamps chiraux. Mais
alors, ils ne sont pas réels : AT =% A,, puisque cette derniere propriété définit des
superchamps vectoriels. Par conséquent :

®TP — dFexp(—iAt)exp(iA)® avec A =A,T°

n’est plus invariant sous une transformation locale de SU(3) x SU(2) x U(1). Pour
restaurer 'invariance, il faut, comme dans le cadre du modele standard, introduire
des bosons de jauge, qui sont décrits par des superchamps vectoriels. Les super-
champs vectoriels qu’il nous faut introduire sont les suivants :

e V) pour la symétrie U(1), qui décrira le champ de jauge A, du modele standard
et son partenaire supersymétrique;

o VI, V2 et V3P pour la symétrie SU(2). Ils décriront le W? neutre (dont la
combinaison avec A, donne le photon et le boson Z), les deux bosons W* et
leurs partenaires supersymétriques;

o V=18 pour SU(3), qui décriront les gluons et leurs partenaires supersymétriques,
les gluinos.

Notons V' = V, 7. En imposant que V se transforme de telle sorte que :
OV Ly GiAT Y —in

ce qui correspond au premier ordre a §V = —i(A — AT), c’est-a-dire a une transfor-
mation “de jauge” de la forme (2.36), on vérifie que ®¥e¥® est invariant. On va
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donc remplacer la partie cinétique du Lagrangien décrivant les fermions de matiere
par :

Lo = [0FeV0]

6660

qui sera ainsi invariant sous une transformation locale du groupe de symétries in-
ternes. Rappelons que dans le Modele Standard, demander 'invariance locale d’une
symétrie implique de remplacer les dérivées 0, par des dérivées covariantes D, que
I’on définit en introduisant les champs décrivant les bosons de jauge. Cette opéra-
tion fait apparaitre des interactions entre les fermions de matiere et les bosons de

jauge. De méme ici, ces interactions émergent du terme [CI)"'eV(I)Le%.

Reste maintenant a permettre aux bosons de jauge décrits par Vi, Vj=13 et
Vi=t-® de se propager. A nouveau, il faut remplacer les superchamps chiraux W, et
W, introduits plus haut et qui permettent de construire la partie cinétique attachée
aux champs de jauge par :

W, = —LY(DD)eVD,e"
=5 1 — (2.43)
a 1
{ we = —3(D
de sorte que [W*W,],, soit invariant sous une transformation locale du groupe de
jauge.

Ainsi, le Lagrangien total s’écrit :

Lot = |OF (¥)i®F| 4 1T [WOW, ]y, + 1Te [WalV?]

+ 19(®)]eg + [ (@1 e

ou la trace est en fait une somme sur les indices du groupe de jauge.

La symétrie U(1) permet d’ajouter un terme supplémentaire a ce Lagrangien. En
effet, U(1) est abélien ce qui implique : [A, V1] = 0. Alors, la loi de transformation
pour Vj :

Vi At VI —iA

s’écrit : Vi — Vi —iA +iAT, alors que pour V; et V3 ce n'est vrai qu’au premier
ordre. Donc, sous une transformation U(1), V] est un superchamp chiral. Or,
si on reprend 'expression générale d’un superchamp chiral (2.34) et qu’on ’écrit
en fonction des variables (x,60) au lieu de (y, ), on s’apercoit que la composante
0000 d’un tel superchamp est de la forme 9,0"[...]. Par conséquent, la composante
[(Vilgegs de Vi est invariante sous une transformation du groupe de jauge. De plus,
d’apres la forme générale (2.37) d’un champ vectoriel, cette composante n’est autre
que le champ scalaire auxilliaire D, qui se transforme comme une dérivée totale par
supersymétrie, d’apres (2.13). Donc, [V]],455 €st aussi invariant par supersymétrie.
Par conséquent, on peut ajouter au Lagrangien un terme de la forme :

Lrr= d‘ﬂeeéé
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Un tel terme est appelé terme de Fayet-Illiopoulos. Si un tel terme est présent
dans le Lagrangien, il joue un réle important dans les mécanismes de brisure de
supersymétrie. Ce sont d’ailleurs Fayet et Illiopoulos [5] qui ont les premiers mon-
tré comment on pouvait briser spontanément la supersymétrie dans le cadre d’une
théorie de jauge dont le groupe possede un sous-groupe abélien.

En calculant tout en fonction des champs, 'expression précédente (2.44) de L0
permet de réécrire le potentiel scalaire :

. 2
Vizi2h) = 5|2+ 10 2, (5 (1)1 +¢7) (2.45)
= X |FP 45 2.(DY)?

g ozt
somme de deux termes positifs ou nuls, appellés usuellement F-terme et D-terme,

le F-terme dérivant du superpotentiel et le D-terme traduisant la structure de jauge
de la théorie.

ol on a posé : F¥ = 22 et Do = gz{"(T“)ézj + (*. Ce potentiel scalaire est donc la
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2.3 Brisures de supersymétrie

Comme on 'a déja remarqué, dans une théorie supersymétrique, les masses des
fermions sont égales a celles de leurs partenaires scalaires. Or, les limites expéri-
mentales nous montrent que ces particules scalaires doivent étre bien plus massives
que les fermions qui leur sont associés par supersymétrie. Par conséquent, la super-
symétrie doit étre brisée, et le mécanisme de brisure doit faire en sorte que les masses
des nouveaux scalaires deviennent plus élevées que celles des particules standards.

2.3.1 Brisure spontanée de supersymétrie

On dit qu’une théorie est brisée spontanément lorsque le Lagrangien de la théorie
est invariant sous les transformations de cette symétrie, mais le vide de I’est pas. Le
vide |Q > de la théorie est supersymétrique si il est invariant par e¢'?*, c’est-a-dire
si Qa2 >= 0 pour tout a. Or, on a vu (2.23) que I’'Hamiltonien s’écrit :

1
H=1ye

Donc, si le vide est supersymétrique, H|Q2 >= 0 et I’énergie du vide est nulle.
Réciproquement, si I’énergie du vide est nulle, on a < Q|H|Q) >= 0, ce qui donne :

3 < 00QuQul >= 3 1QuQ > |* =0

donc, pour tout a, Q,|Q >= 0, et le vide est bien supersymétrique. Par conséquent :

le vide est supersymétrique & Eq=0
et la supersymétrie est spontanément brisée <& Fqg #£ 0

Le vide étant une configuration dans laquelle seuls des champs scalaires peuvent
avoir une valeur constante non nulle, ’énergie du vide n’est autre que le minimum
du potentiel scalaire dans cette configuration. Celui-ci s’écrit comme une somme de
termes positifs ou nuls :

Vs = Y |FP+33,D?
2 .
> 291" 4 %Zﬁ,a gﬁzj(TE)}Zj + (dp,1

Az
ou g = a;z; + %mijzizj + %)\ijkzizjzk. On a noté gz les constantes de couplage, 3
indi¢ant les groupes. Un terme de Fayet-Illiopoulos est possible si le groupe de jauge

‘ 2

contient un sous-groupe U(1).
Deux possibilités permettent alors a I’énergie du vide d’étre non nulle :

e < F;, > 0 pour un certain . On dit alors que la brisure spontanée de
supersymétrie est “de type 7. Cette condition contraint fortement le super-
potentiel ¢g. FEn effet, dans une configuration ou tous les champs scalaires sont
nuls, la valeur moyenne des F-termes est nulle sauf si il existe un a; # 0. Donc,
le superpotentiel doit contenir un terme linéaire en un champ zg, ce champ
devant étre singlet de jauge pour que g soit invariant de jauge.

e < D, ># 0, ce qui correpond a une brisure “de type D”. Ceci implique
la présence d’'un terme de Fayet-Illiopoulos ¢ dans le superpotentiel, sinon a
nouveau V(z; = 0) = 0 et 0 est le minimum global de V', et I’énergie du vide
est donc nulle.
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Brisures spontanées de type F

On va donner ici un exemple de brisure de type F' et voir comment se compor-
tent les masses des scalaires (partenaires supersymétriques des fermions de matiere)
apres cette brisure. On parle souvent, pour les brisures “de type F”, de brisure
Fayet-O’Raifeartaigh [6]. On considere trois superchamps ®;, ®; et ®3, et un su-
perpotentiel g de la forme :

g = A21(25 —m?) + pzezs

Les parametres A, u et m sont pris réels moyennant si nécessaire une redéfinition de
la phase des champs scalaires. Le potentiel scalaire s’écrit :

2

0
L1 = 02122 =2 4 g2 feal + |uzs + 20z 22

VS :Z‘azz

L’énergie du vide est nulle si, pour certaines valeurs des champs, les trois termes
ci-dessus s’annulent. Des que m, A et p sont non nuls, on voit que cela ne peut pas
étre réalisé, puisque le second terme est nul seulement pour z3 = 0, mais alors le
premier vaut A?m?*. Donc, la supersymétrie est brisée spontanément. Les équations
.. . 2 .. .
an minimum 2 = ¥ = 9 — ( montrent que si m? < £5. le minimum est atteint
82’1 82’2 82’3 . 2727
pour : < zy >=< z3 >= 0, indépendamment de la valeur de < z; >, et vaut :
Viin = AXm*. Pour simplifier, prenons < z; >= 0. Pour connaitre les masses
des champs scalaires et fermioniques, on repart du Lagrangien général (2.41). Les
termes de masse pour les fermions sont obtenus a partir des dérivées secondes du

superpotentiel par rapport aux champs scalaires :

_ 1 9%g 1 9%g7t
ﬁmasse,spinl/? - _5321.82] ¢2¢] - 582?82}" ¢2¢]

—%M(@/}z@/}:a + @/;2@/;3)

Ainsi, il y a deux combinaisons linéaires de i et ¥3 de masse i, et le champ )y est
non massif. Notons que le fait d’obtenir un champ non massif est caractéristique
d’une brisure spontanée de symétrie. Fn effet, dans le Modele Standard, lorsque la
symétrie SU(2)p, x U(1)y est brisée spontanément, on obtient un boson de Goldstone
(G dont la transformation s’écrit :

60G =va+ ...

ou v est la valeur moyenne dans le vide d'un champ scalaire, et « est le parametre
de la transformation de jauge. Ici, le champ auxilliaire du superchamp ®; a une
valeur moyenne non nulle dans le vide : < fi >= /V,,Am?. D’apres (2.35),
la loi de transformation du champ ; sous une transformation infinitésimale de
supersymétrie de parametre ¢ s’écrit :

Sty = V2 < fi>ce+ ...

ce qui est similaire a la transformation d’un boson de Goldstone : le champ ) est
un Goldstino.
Regardons maintenant les champs scalaires. Les termes de masse pour les champs
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scalaires proviennent des termes du potentiel scalaire qui sont quadratiques dans les
champs d’apres (2.41) :

dg 2
Az

Emasse,spinO = - [Zz :|
quadratique

= —p’nzg — (1 + AmP)ag — (p? — Nm?)bs

ol on a posé : zz = %(ag + ib3). Ainsi, le champ z; est non massif, le champ z,
est de masse p, et on a deux champs scalaires réels a3 et by de masses respectives
V2 + X2m? et /u? — A?m?. Le spectre des états bosoniques et fermioniques est
représenté sur la Fig. 2.1. Les champs z; et z, sont dégénérés en masse avec leurs
partenaires supersymétriques 17 et 1,. La brisure de supersymétrie se manifeste
par le fait que le champ z3 est “séparé” en deux champs états propres de masse as
et b3, dont la masse differe de celle de 3. Les masses de a3 et b3 sont réparties
symétriquement autour de la masse de v’3. Ainsi, dans un tel modele, on aurait par
exemple deux électrons scalaires dont 1'un serait plus léger que ’électron : ce modele
n’est pas réaliste.

BOSONS FERMIONS

(/,L2+7\2m2>1/2 a,
M — 4 — Y Ys
<//L2—7\2m2>1/2 b3

Figure 2.1: Spectre supersymétrique, dans le cas d’une brisure de type F'

Brisures spontanées de type D

Pour briser spontanément la supersymétrie par un D-terme, c’est-a-dire pour avoir
< D, >=# 0, on a vu qu’il faut un terme ( de Fayet-Illiopoulos dans le superpotentiel,
ce qui n’est possible que lorsque le groupe de jauge contient un sous-groupe U(1).
L’exemple le plus simple a été donné par Fayet et Illiopoulos, et consiste en une
version “supersymétrisée” de I’électrodynamique quantique. On parle souvent, pour
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les brisures “de type D”, de brisure de Fayet-Illiopoulos [5].

Soient deux superchamps chiraux contenant les champs z,,1%, et z_,¢_, le signe
correspondant a la charge électrique des champs. Pour rendre la symétrie U(1)gnm
locale, on doit introduire un champ vectoriel A,, et son partenaire supersymétrique
Y. Posons alors pour le superpotentiel :

g=mziz_
Le D-terme intervenant dans le potentiel scalaire s’écrit :
D= —ezj'l_'z+ +eztz. —(

de telle sorte que 'expression du potentiel scalaire est :
1 1
Vo = 2l = [P 4 (m* £ el 4 (m® — Qe + 2

On a alors la distinction suivante :

e si m* > e(, le minimum du potentiel est atteint pour (24 = z_ = 0) et vaut
Vinin = %(2 La supersymétrie est donc bien brisée, mais pas la symétrie de
jauge U(1). On vérifie alors que les masses des scalaires deviennent :

my =m? £ el

alors que 1, et t_ sont de masse m, et que les champs du supermultiplet
vectoriel A, et x restent non massifs. Ainsi, comme précédemment, le spectre
obtenu n’est pas réaliste.

e si au contraire m? < e(, le minimum de V' est atteint en (24 = 0,2_ = v) ot v
est défini par e*v? = e( — m?. La supersymétrie et la symétrie de jauge U(1)
sont brisées spontanément. Ce qui se produit alors est similaire au mécanisme
de Higgs. En translatant de v le champ z_, le champ z, prend une masse

V2m, un degré de liberté du champ z_ devient aussi massif, de masse p =

\/2(eC —m?), et autre est absorbé pour donner une masse au boson vecteur
décrit par A,. De plus, a partir des spineurs ¢4, ¥_ et du spineur A décrit par
le superchamp vectoriel V', on obtient deux états de masse /m? + u?, et un
état de masse nulle. Ainsi, on obtient la encore des scalaires plus légers que
les fermions dont ils sont les partenaires supersymétriques.

Revenons au cas d’un groupe de jauge plus général contenant une symétrie U(1).
Supposons que le superpotentiel ¢ ne contient pas de terme linéaire dans les champs,
de sorte que le minimum du potentiel scalaire est atteint dans la configuration ou
tous les champs scalaires sont nuls. Alors, au minimum, on a < D; >= (, l'indice
1 rappelant que ce D-terme provient de la partie U(1) du groupe de jauge. Le
générateur Ty de U(1) étant diagonal dans les champs, on définit alors les charges
¢; des champs scalaires z; par :

Z(TI);% = gq;z;

J
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Le terme du potentiel scalaire brisant la supersymétrie s’écrit :

Loy | o i
Worisure = §Q1§ + 91ZT(TI)J‘Z]C
et apporte un terme de masse supplémentaire pour les champs scalaires :

. — NSy
Vmasse, brisure p = 914 i
Ainsi, si m; est la masse des fermions ; et donc aussi celle des champs z; avant la
brisure de supersymétrie, les masses des scalaires sont modifiées et deviennent :

m(z;) = m? + giqiC

Pour étre compatibles avec I'expérience, les masses m/ doivent toutes étre supérieures
a m; (les partenaires supersymétriques des fermions connus sont plus massifs que
ces fermions). Ceci ne peut étre réalisé que si toutes les charges ¢; sont de méme
signe. On voit des lors que le groupe U(1)y du modele standard ne peut conduire
a ce résultat, puisque ’hypercharge faible vaut par exemple —1 pour un doublet de
leptons, et % pour un doublet de quarks. On peut alors envisager la possibilité de
rajouter un nouveau groupe U(1)" # U(1)y, mais c’est difficile car, pour éviter la
présence de divergences quadratiques dans la théorie, ce nouveau U(1)" doit étre de
trace nulle, ce qui implique >, ¢/ = 0.

Ainsi, il est difficile de construire un modele réaliste ou la supersymétrie est
brisée spontanément. On va alors essayer de briser explicitement la supersymétrie,
en ajoutant au Lagrangien des termes non supersymétriques.

2.3.2 Brisure douce de supersymétrie

L’idée est de rajouter au Lagrangien des termes non supersymétriques, mais sans
perdre ce que la supersymétrie nous apportait, a savoir sans retomber sur des
divergences quadratiques a la masse du boson de Higgs. En effet, I’absence de
ces divergences quadratiques n’implique pas que la théorie soit exactement super-
symétrique. Le Lagrangien peut contenir des termes non supersymétriques, mais
qui n’amenent que des divergences logarithmiques, c’est-a-dire des termes qui ne
brisent pas trop fortement la supersymétrie. De tels termes sont appelés “termes
de brisure douce”. Posons donc :

L = Lsusy + LNoNsUsy

En fait, les termes de brisure douce contenus dans Lyonsysy ne sont pas rajoutés
“a la main” au Lagrangien supersymétrique. On verra plus loin comment de tels
termes apparaissent naturellement dans une théorie basse énergie de la supergravité.
On peut montrer [7] que les termes possibles de brisure douce sont de la forme :

e pour les scalaires :

_|_

1. des termes de masse — M7 zz]
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2. un terme de la forme n(z;)+n* (2] ), ou 1 est un polynéome de degré 3 dans

les champs scalaires de la théorie : n(z) = a; 2t — %M{fzizj + %Aijkzizjzk.
e pour les jauginos : des termes de masse —2m,,(A*A* + AT)bY.

Les termes précédents permettent alors de “rehausser” la masse des scalaires (des
squarks et des sleptons) ainsi que celle des jauginos, de telle sorte que la théorie
soit compatible avec les limites expérimentales sur les masses des particules super-
symétriques.

On va voir dans la section suivante comment ces termes de brisure douce trouvent

une interprétation physique. Il nous faut pour cela introduire brievement quelques
notions de supergravité.
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2.4 La supergravité

Cette section s’appuie essentiellement sur la référence [8]. Nous allons voir comment,
en rendant la supersymétrie locale, on peut trouver une signification physique aux
termes de brisure douce introduits précédemment.
On a vu que le commutateur de deux transformations de supersymétrie globale, de
parametres spinoriels £; et €9, est une translation :

[51,52] = 252’)/M€1PM.

Des lors, si on veut rendre ces parametres dépendants de x, la translation [dy, §5] sera
elle aussi fonction du point d’espace-temps, c’est-a-dire une tranformation générale
de coordonnées. Ainsi, on s’attend a ce que la supersymétrie locale fasse inter-
venir la Relativité Générale, donc que cette théorie englobe la gravitation. C’est
la raison pour laquelle la supersymétrie locale est appelée supergravité. Une mo-
tivation supplémentaire pour introduire la supergravité réside dans la construction
de théories “grandes unifiées” : a une échelle de grande unification tres élevée, de
I’ordre de la masse de Planck par exemple, on ne peut plus négliger les effets gravi-
tationnels.

On va dans un premier temps rappeler la procédure de Noether, et voir comment
la supersymétrie locale amene a introduire deux nouveaux champs, le graviton et
le gravitino. On verra ensuite comment une brisure spontanée de la supergravité
induit les termes de brisure douce.

2.4.1 Procédure de Noether
Rappel sur un exemple simple

Considérons le Lagrangien simple :
Lo = i&vua%ﬂbv

invariant sous une transformation globale de U(1) : (z) — e~ (z). Sous la
transformation locale o (x) — e~ (@) (x), ce Lagrangien n’est plus invariant, et la
variation de Ly est proportionnelle & d,a (6Ly = 0 si o ne dépend pas de x). Le
calcul donne :

Lo = py*(Oue)y).

La variation de ’action s’écrit alors a I'aide du courant de Noether j, :

55 = [dia(@0)j @) o (@) = dle)yula)

La solution pour rendre cette action invariante consiste en I'introduction d’un champ
vectoriel A, qui, sous une transformation locale de U(1), se transforme selon :
dA,(x) = d,o. En ajoutant au Lagrangien Ly le terme — A, (x)j*(x) :

Ly =Ly~ Au(a)j"()

la variation de Ly est compensée par celle de A,, et £; est bien invariant. Notons
que dans cet exemple simple, la procédure s’arréte ici car le courant de Noether j*
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est invariant sous une transformation locale de U(1). De maniere générale, lorsque
le courant n’est pas invariant sous la transformation locale souhaitée, il faut itérer
la procédure, c’est-a-dire calculer la variation de £; et trouver les termes a ajouter
au Lagrangien pour obtenir I'invariance.

Application a la supersymétrie

Considérons maintenant le cas de la supersymétrie. Le parametre d’une transfor-
mation de supersymétrie est un parametre spinoriel ¢,. Sous une transformation de
supersymétrie locale, la variation d’un Lagrangien possédant I'invariance par super-
symétrie globale (par exemple le Lagrangien de Wess-Zumino simplifié (2.6) ou un
Lagrangien du type (2.41)), va étre proportionnelle & d,¢,. La procédure de Noether
nous amene donc a introduire un champ tel que, sous une transformation locale de
supersymeétrie :

d( champ ) = d,e,.

Ce champ doit donc porter un indice vectoriel p, et un indice spinoriel . On le
notera W, .. Etant la composition d’un spin 1 et d’un spin 1/2, ¥, est a priori une
combinaison linéaire d’états de spin 1/2 et de spin 3/2.

Le calcul explicite de la variation par exemple du Lagrangien de Wess-Zumino, a
’aide des lois de transformation des champs ou cette fois ¢ = £(x), permet d’obtenir
I’expression du courant de Noether j#. On ajoute alors au Lagrangien Ly dont on
est parti un terme faisant intervenir \T/Zj;‘, et on pose :

k- .

La constante k est introduite pour que £, ait la bonne dimension : W7 étant de
dimension 3/2 en masse, et le calcul du courant montrant que [j#] = %, k doit étre
homogene a I'inverse d’'une masse. Sous une transformation locale de supersymétrie,
U7 se transforme selon : §W,, = %8“5. Le probleme est alors que cette fois, le courant
de Noether n’est pas invariant. Des lors :

0Ly = 0Ly — g@@;)ﬁf — SKI/Z((S];L)

Comme dans I'exemple précédent, la variation de Ly est compensée par %(5@;)@&
mais £1 n’est pas invariant a cause du terme §3*. Il nous faut itérer la procédure
de Noether, ce qui va nous amener a introduire un nouveau champ. Remarquons
que cela n’a rien d’étonnant : on a introduit par W} de nouveaux degrés de liberté
fermioniques dans la théorie, on s’attend donc, afin de restaurer 1’équilibre entre
degrés de liberté fermioniques et bosoniques, a ce qu’il faille aussi introduire une
nouveau champ de bosons. Le calcul explicite de §£; confirme ce fait, et montre
que 6L est proportionnel a un tenseur “usuel” de la Relativité Générale, le tenseur
énergie-impulsion 7),, :

SLy = kW, y,e(x)TH.

Pour un rappel des notions de Relativité Générale, on peut consulter la référence [9].
On y trouve entre autres l’expression du tenseur énergie-impulsion d’un champ
scalaire; c’est bien cette expression qui apparait quand on calcule £y, le Lagrangien
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de base étant par exemple celui de Wess-Zumino. Rappelons juste ici que ce tenseur
T, est celul qui apparait quand on fait un changement général de coordonnées,
c’est-a-dire une transformation du tenseur métrique :

) x /d4x(5g“”)Tw.

Pour rendre £; invariant par supersymétrie locale, on va donc lul ajouter un terme
2
—g,, T", et demander que g, se transforme selon :

59, = kYU, v,e.

Ainsi, il nous faut introduire une métrique locale g, () pour rendre un Lagrangien
invariant par supersymétrie locale : on retrouve la fait qu’une théorie de super-
symétrie locale doit englober la gravité. Le champ g,, est, a peu de choses pres,
celui qui décrit la graviton, de spin 2. La loi de transformation précédente indique
alors que g,, et ¥, sont partenaires supersymétriques I'un de "autre. Ceci permet
de lever 'ambiguité quant au spin de ¥, : W, est de spin 3/2. Ce champ ¥, est
alors appelé naturellement “gravitino.

Maintenant qu’on a introduit deux nouveaux champs ¥, et g,,, il nous reste a
leur permettre de se propager. Ceci est fait en introduisant les termes cinétiques
suivants :

o la densité lagrangienne de Ratita-Schwinger, décrivant la dynamique d’un spin
3/2, pour le gravitino :

1 _
'CRS = —53’5“”00\1}#’}/5’)/1,8/)\1}0;

o le Lagrangien d’Einstein-Hilbert :

1
Lpg = —@\/537
ou e = det(gu (x)) et R est la courbure scalaire de la variété de métrique g,
(son expression contient entre autres les dérivées de ¢,,). Lgp contient les
termes décrivant la dynamique du graviton.

Notons que Lry + Lps est le Lagrangien dit de “supergravité pure”, en I"absence
totale de champs de matiere. En effet, moyennant les lois de transformations par
supersymétrie locale pour les champs ¥, et g, données plus haut, ce Lagrangien est
bien invariant. Par ailleurs, en considérant les termes du Lagrangien Lry — ¢""T),,
et en écrivant ’équation du mouvement pour g, on trouve, en identifiant avec les
équations d’Einstein :

1
M7

lanck

k* = 8n
Notons que, au point ot on en est, le graviton est de masse nulle (c’est le boson

vecteur d’une interaction de portée infinie), donc le gravitino est aussi non massif
puisque la supergravité n’est pas brisée.
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2.4.2 Supergravité couplée a la matiere

On cherche a construire une théorie qui soit invariante par supersymétrie locale, et
qui soit aussi une théorie de jauge sous un groupe (. En notant ® les superchamps
chiraux décrivant les champs de matiere, z et ¢ les champs scalaires et fermioniques
correspondants, et V' les superchamps vectoriels décrivant les bosons de jauge, on
a vu dans la section précédente que les ingrédients de base pour construire un La-
grangien invariant par supersymétrie globale et invariant de jauge sont les suivants :

o [g(®;)],, ou g est le superpotentiel. Ce terme contient entre autres les auto-
interactions des champs scalaires;

° [CI)"'eV(I)LeM, qui contient les termes cinétiques des champs scalaires ainsi que

les interactions des champs de matiere avec les bosons de jauge:;

o [WW],,, qui décrit la dynamique des bosons de jauge.

En fait, la densité Lagrangienne la plus générale qu’on puisse écrire qui soit invari-
ante de jauge et invariante par supersymétrie globale fait intervenir deux fonctions
¢ et f en plus du superpotentiel ¢ :

sogs T iTT [FOYWWo]g + [9(Pi)] e + hc. (2.46)

L=[p(0%e", )

Dans la section précédente, on a pris pour f une fonction constante et ¢(X,Y) = XY
car c¢’est uniquement sous ces conditions que la théorie est renormalisable. Dans le
cadre de la supergravité, la théorie ne sera de toute facon pas renormalisable car
elle doit contenir la gravité. On peut donc relaxer les contraintes qui viennent de
la renormalisabilité et introduire ces fonctions ¢ et f. On demandera juste que la
théorie basse énergie induite par la théorie qu’on cherche a construire soit renormali-
sable : les termes non renormalisables dolvent tendre vers zéro a la limite Mp; — oo.
On part du Lagrangien général (2.46), invariant par supersymétrie globale et invari-
ant de jauge. On développe ce Lagrangien en champs. Le passage de la super-
symétrie globale a la supersymétrie locale se fait ensuite en appliquant la procédure
de Noether, telle qu’on I’a décrite plus haut. Apres plusieurs étapes de cette procé-
dure, on obtient les termes & ajouter a (2.46) pour rendre ce Lagrangien invariant
par supersymétrie locale. Le Lagrangien obtenu alors [10] tient sur plusieurs lignes
et on ne va écrire ici que les termes qui vont jouer un role dans la brisure de la
supergravité.

Le calcul montre que la fonction ¢ (donnant la dynamique des champs scalaires)
et le superpotentiel ¢ perdent leur indépendance et n’interviennent plus que par
I'intermédiaire d’une fonction G, appelée potentiel de Kahler, reliée a ¢ et ¢ par :

G'= —k*K (2, 27) —log(lg(=i, 2))I°K%)

ou K est une fonction s’exprimant a partir de la fonction “cinétique” ¢. Les facteurs
k sont introduits afin que le potentiel de Kahler soit sans dimension (le superpoten-
tiel est de dimension 3 en masse).

On notera par la suite G; et G ; les dérivées premiere et seconde de GG par rap-
port aux champs scalaires z; et (z;,2;7). Les termes du Lagrangien invariant par
supergravité qui vont nous étre utiles sont les suivants :
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e pour la partie bosonique non cinétique :
11
Vek!
1 - 7 ang
— SO R (G T ) (GHT) ) (247

{exp(=) B+ GuGAY

e les termes cinétiques des champs scalaires sont proportionnels a G7;

e pour la partie fermionique non cinétique :

1 r1 - 1 g
7 {E exp(—G/2)V 0"V, + 5] exp(—G/2) [G”

GG — GGG ity — %exp(—G/Z)Gi\PM’y“m} (2.48)

2.4.3 Brisure spontanée de la supersymétrie locale
Mécanisme de Super-Higgs

On a vu dans la section précédente que, pour briser la supersymétrie globale de
maniere spontanée, il faut que un des champs auxilliaires F' ou D prenne une valeur
non nulle dans le vide. Alors, si un champ F' par exemple est tel que < F >#£ 0, le
champ 1 de fermions qui est dans le méme supermultiplet que F' est un Goldstino.
Ceci est en fait une conséquence de 'algebre de supersymétrie, et doit donc rester
vrai en supersymétrie locale.

On va expliciter le cas d’une brisure spontanée de la supergravité “de type F”. Pour
ce faire, on peut se rappeler que les champs auxilliaires F' sont obtenus en opérant
une transformation de supersymétrie sur les champs ¥ de spineurs, et en ne gardant
dans 1) que la partie qui ne contient pas de dérivés (voir (2.12) par exemple). Or, la
procédure de Noether permet d’obtenir les lois de transformation par supersymétrie
locale des spineurs décrits par les superchamps chiraux ®;. En prenant la partie
ad-hoc des 61;, on trouve pour les champs auxilliaires F{;) :

- 1
F; = exp(—G/Z)(G_l)ijE + des termes fermioniques,

les termes fermioniques n’intervenant pas dans la brisure de la supergravité. Ce
sont alors les dérivées premieres G; du potentiel de Kahler qui vont déterminer si
la valeur moyenne dans le vide d'un champ auxilliaire F' est nulle ou pas (en effet,
exp(—G/2) £ 0, et les () doivent étre non nuls car on a vu qu'ils interviennent dans
les termes cinétiques des champs scalaires).

Faisons le choix des termes cinétiques “minimaux” pour les champs scalaires :
K(z,2]) = ziz}, cest-a-dire K;; = ;. Ce choix implique : G} = —k*§]. Sup-
posons alors qu’il existe un ¢ tel que < F; > 0. Alors, pour cette valeur de 7, on
a < (G; ># 0. En supersymétrie globale, le fermion 1; (le fermion qui est dans le
méme supermultiplet que le champ F;), serait un Goldstino, c’est-a-dire une par-
ticule de masse nulle. La différence en supergravité vient du fait que ce fermion se
mélange avec le gravitino, comme on peut le voir dans I’équation (2.48). En effet,

d’apres cette équation, le fermion de Goldstone exp(—(/2)G "), se combine avec le
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gravitino de spin 3/2 et de masse nulle pour former une particule massive de spin
3/2, et de masse

1
msz/y = exp(— < G > /2)2

Ce qui s’est passé est 1’équivalent du mécanisme de Higgs pour la brisure de la
supergravité. On a au départ un gravitino de masse nulle et un Goldstino, chacun
ayant deux degrés de liberté puisqu’ils sont non massifs. Ces degrés de liberté
se sont combinés pour former un gravitino massif, qui a bien quatre degrés de
liberté (correspondants au états -3/2, -1/2, 1/2, 3/2). Ce mécanisme est appelé
mécanisme de Super-Higgs.

Relation entre 1’échelle de brisure de supergravité et ms/,

Lorsque la supergravité est brisée par un champ F; par exemple, on appelle Mg
’échelle de brisure de supersymétrie, définie par : M2 =< F; >. Repartons de
I’équation (2.47). Cette partie du Lagrangien permet d’écrire le potentiel scalaire :

1 1 . 1o
Vo= e e G)6 + GGG + I D7D’

ou on a posé DY = (1/k2)gGi(TQ)fzj. Choisissons alors des termes cinétiques “min-
imaux”, K;; = §;;. Avec un superpotentiel cubique, ce choix implique G} = —k*4;.
Prenons de plus f.s = dap (ceci peut étre fait moyennant une redéfinition des
champs). Le potentiel scalaire s’écrit alors :

V, = % {—ek2l‘ (3lg1*k* — 1g]G:G7) + %DQDQ}

Cette expression est a rapprocher de celle du potentiel scalaire (2.45) obtenue en
supersymétrie globale. En effet, a la limite Mp; — oo, c’est-a-dire & — 0, on
a |g|*G:G* — gig', et les deux derniers termes de ’expression ci-dessus redonnent
bien (2.45). La différence entre le potentiel scalaire en supersymétrie et en supergra-
vité réside dans le premier terme, qui permet d’établir une différence fondamentale
entre supersymétrie globale et supergravité. En effet, en supposant nuls les D-termes
au minimum du potentiel scalaire, on obtient au minimum :

11 1

Vio exp(—Go)(3 12

7:_%y

Ainsi, au contraire de ce qui se passe en supersymeétrie globale, V; o peut étre nul,

GOi GOZ)

positif ou négatif. En particulier, on peut avoir brisure de supergravité tout en
gardant 1’énergie du vide nulle, c’est-a-dire une constante cosmologique nulle, ce qui
était interdit en supersymeétrie globale. Prenons Vo = 0, c’est-a-dire une constante
cosmologique nulle. On a alors, de I'équation précédente : < Go; >= v/3k. Or :

(- S92
m = exp(——)—
3/2 P 5 7.
1 G
Mg =< F;> = Eexp(—%) < Go; >
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d’ou on déduit :

jug
m = —F—
3/2 \/gM ’

%. ms/p étant la séparation entre la masse du graviton (nulle) et celle
du gravitino, c’est mg/, qui va déterminer la séparation des masses entre particules

avec M =

supersymétriques et particules standards. On voit des lors que cette séparation peut
étre tres faible devant 1’échelle de brisure de supersymétrie, si Mg << Mp;.

2.4.4 Le secteur caché; origine des termes de brisure douce

Rappelons que le probleme de la brisure spontanée de supersymétrie vient du fait
que les champs responsables de cette brisure (par exemple un champ F') se couplent
directement aux champs de matiere. On va alors supposer que la brisure de super-
symétrie s’opere a une tres grande échelle, dans ce qu’on appelle le “secteur caché”,
les champs constituant ce secteur caché n’interagissant que de maniere gravitation-
nelle avec les champs de matiere.

On va voir ici comment une brisure de supergravité, dans le secteur caché, apporte
les termes de brisure douce dont on a parlé auparavant.

Appelons z; les champs scalaires du secteur observable (les champs de higgs, les
partenaires supersymétriques des quarks et des leptons), et zj, les champs du secteur
caché. Pour simplifier, on va en fait considérer un seul champ scalaire dans le secteur
caché (un seul superchamp chiral). Prenons un potentiel de Kahler avec les termes
cinétiques minimaux, c’est-a-dire :

G = k22" — K 2,2™ — log(|g|*k®)

et écrivons le superpotentiel g en séparant le secteur caché du secteur observable :

g = 5(h(a) + W(=0)

Le potentiel scalaire s’écrit alors :
2
Vo= exp(kzﬂzﬂz—+|zhp)){‘ah/azhﬁ—Zngz‘ (2.49)

+ [0W/0zi + 21gk?

=T (2.50)

Supposons qu’au minimum du potentiel scalaire, < z, > soit non nul et tel que la
valeur moyenne de la dérivée premiere du potentiel de Kahler par rapport a z;, soit
non nulle. Alors, < Fj, ># 0 et la supergravité est brisée, et le gravitino acquiert

@)l
2 ) k

Or, au minimum, I'argument de ’exponentielle de I’équation (2.50) n’est autre que

urne masse

mgz/a = €Xp <_

—Gly. Donc cette exponentielle est proportionnelle a m?,)/Q. Le deuxieme terme
entre accolades dans I’équation (2.50) donne alors un terme mg/zzizi* pour tous les
champs scalaires du secteur observable. Ceci est bien un des termes de brisure douce
dont on a parlé précédemment. Ainsi, les partenaires supersymétriques des fermions
de matiere acquierent tous une méme masse ms/,. Le développement du potentiel
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scalaire autour du minimum montre qu’on a aussi des termes de la forme mg/,, W,
c’est-a-dire des termes en un, deux ou trois champs scalaires du secteur observable
(c’est la fonction n introduite en 2.3.2). Les termes couplant trois champs scalaires
sont appelés des A-termes de brisure douce. Dans le MSSM, les A-termes qu’on
introduira coupleront deux champs scalaires de matiere a un champ scalaire de
Higgs, comme on va le voir dans la section suivante.

Ainsi, une brisure spontanée de la supergravité amene les termes de brisure douce
grace auxquels la supersymétrie n’est plus une symétrie exacte.
On a donc vu comment construire une théorie de jauge supersymétrique, et com-
ment la supersymétrie peut étre brisée et “rehausser” les masses des particules su-
persymétriques. On a maintenant tous les ingrédients pour construire la version
supersymétrisée minimale du Modele Standard, ce que nous allons voir dans la sec-
tion suivante.
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2.5 Le modele standard supersymétrique minimal

On cherche a construire une théorie de jauge supersymétrique a partir du groupe
de jauge SU(3). x SU(2)r x U(1l)y, qui soit le plus proche possible du Modele
Standard (la symétrie électrofaible SU(2);, x U(1)y sera brisée par un mécanisme
de Higgs). Dans ce modele, on choisit de briser la supersymétrie par des termes de
brisure douce. On va commencer par établir le contenu en champs de ce modele, en
particulier dans le secteur de Higgs.

2.5.1 Contenu en champs du MSSM

La premiere étape pour construire le Lagrangien du MSSM consiste a introduire
des superchamps chiraux, qui doivent contenir les champs de matiere (les quarks et
les leptons). On choisit de décrire tous les fermions par des spineurs de chiralité
gauche, moyennant une transformation de conjugaison de charge si nécessaire. Les
superchamps chiraux du MSSM décrivant les fermions de matiere s’écrivent conven-
tionnellement :

ieme

o ()° est le superchamp chiral contenant les quarks de chiralité gauche de la a

Qa:(gi) ,

ou U" contient uj et son partenaire supersymétrique a7, et D* contient dj et
df. Ce superchamp Q® se transforme dans la représentation (3, 2, %) du groupe

de jauge SU(3). x SU(2)p x U(1)y.

génération.

o U* (ou U?) contient (u%) et (u%)*, conjugués de charge de u% et u%. Il se
transforme dans (3,1, —3%).

o D (ou D) contient (d%) et (d%)*, conjugués de charge de d% et d%. 1l se

transforme dans (3,1, 2).

e [ contient les leptons gauches :

o N
()

N® décrivant v} et 7, et E* contenant e} et €7. Le superchamp L* se trans-
forme selon (1,2, —1).

e % (ou E%) contient €5 et é%, conjugués de charge de eg et ép. £ se transforme
selon la représentation (1, 1,2) du groupe SU(3). x SU(2)r, x U(1)y.

Notons que @y, (partenaire supersymétrique de wuy, décrit par le superchamp U) et
tp (partenaire supersymétrique de upg, décrit par U.) sont deux champs scalaires
completement indépendants. On parle parfois, par abus de langage, de “squark
gauche” et “squark droit”, afin de rappeler la chiralité du quark auquel le squark
est associé.
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D’apres ce qu’on a vu dans la section 2, une fois définis les superchamps chiraux,
il nous faut introduire une fonction de ces champs, le superpotentiel, a partir de
laquelle on construira la partie ' du potentiel scalaire. Dans le cadre du MSSM,
on choisit de prendre un superpotentiel cubique dans les superchamps de matiere,
c’est-a-dire ne contenant pas de termes linéaires dans ces champs, ni de termes
quadratiques. Entre autres, aucun terme de masse ne dérivera de ce superpotentiel.
En effet, comme dans le Modele Standard, c’est par le mécanisme de Higgs que les
particules vont acquérir une masse.

Afin de rendre la symétrie de jauge SU(3). x SU(2)r x U(1)y locale, on doit

introduire les superchamps vectoriels suivants :

o V3=731cacs VSA%)\A pour SU(3)., ott les superchamps vectoriels V;* contien-
nent les 8 états de couleur des gluons ainsi que les gluinos associés;

o Vo =73 1cics V;%Ui pour SU(2)r, les V; contenant les bosons de jauge W& et
le W2 neutre, ainsi que leurs partenaires supersymétriques;

e Vi pour U(l)y, qui contient le champ A, et son partenaire supersymétrique.

A partir de ces superchamps chiraux et vectoriels, on peut écrire comme dans la
section 2 un Lagrangien supersymétrique qui soit invariant sous les transformations
locales de SU(3). x SU(2), x U(1)y. Néanmoins, ce Lagrangien ne contient pas de
termes de masse. Il n’y en a pas pour les champs des superchamps chiraux (c’est-
a-dire les fermions et les sfermions) car on a pris un superpotentiel cubique. Et
quelle que soit la forme de ce superpotentiel, les bosons de jauge et leurs partenaires
supersymétriques (les jauginos) sont non massifs. Dans le Modele Standard, on se
sort de cette situation en introduisant un nouveau scalaire, le boson de Higgs, de
telle sorte que :

e en prenant une valeur non nulle dans le vide, le champ de Higgs brise la
symétrie SU(2);, x U(1)y donne une masse aux bosons Z et W¥;

o le couplage du boson de Higgs aux fermions permet a ces derniers d’acquérir
une masse.

Le secteur de Higgs

On va procéder de maniere analogue au modele standard. Dans le modele standard,
on introduit un doublet de Higgs d’hypercharge faible Y = +1. Les quarks de charge
—% et les leptons chargés se couplent a H, et les quarks de charge % se couplent a
H*. Dans le cadre d’une théorie de jauge supersymétrique, les couplages des champs
entre eux proviennent du superpotentiel, qui est une fonction des champs scalaires
complexes, mais pas de leurs conjugués. Ainsi, en introduisant un seul doublet
de Higgs, on ne pourra pas générer les masses de tous les fermions. On doit pour
cela introduire un doublet de Higgs supplémentaire.

On peut le voir “plus physiquement” de la maniere suivante. Les diagrammes en
triangle du type de celui représenté sur la Fig. 2.2 sont dangereux pour le maintien
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Figure 2.2: Diagramme d’anomalies triangulaires

de la symétrie de jauge locale au niveau quantique. Dans le modele standard, ces
anomalies se compensent quand on somme sur tous les fermions (les leptons et les 3
états de couleur des quarks). Dans un modele supersymétrique ot on a introduit un
doublet de Higgs d’hypercharge Y = 1, une nouvelle contribution a ces anonalies ap-
parait du fait de I'introduction du Higgsino, fermion partenaire supersymétrique du
Higgs (les jauginos se couplant vectoriellement aux leptons, ils ne vont pas donner de
nouvelles anomalies). La contribution du Higgsino aux diagrammes en triangle est
proportionnelle a Y? = 41, elle ne s’annule pas. Afin de compenser ces anomalies,
on est conduit a introduire un nouveau doublet de Higgs d’hypercharge Y’ = —1, de
sorte qu’en sommant sur tous les fermions (leptons, quarks, 1¢" et 2" Higgsinos),
I’anomalie triangulaire soit nulle.

On appelera Hy le doublet de Higgs d’hypercharge —1, et Hy le doublet d’hypercharge
+1. Ces deux doublets contiennent des champs scalaires neutres et chargés :

0 +
1 2

Ces champs de Higgs sont éléments de superchamps chiraux, qu’on notera aussi H;
et Hy.

Il nous reste maintenant a écrire le superpotentiel du MSSM. La partie super-
symétrique du Lagrangien du MSSM sera alors connue.

2.5.2 Le Lagrangien du MSSM

On a vu précédemment que, pour préserver la renormalisabilité de la théorie, le
superpotentiel doit étre de degré inférieur ou égal a 3. A partir d’un seul superchamp,
on ne peut pas construire un singlet de SU(3), x SU(2);, x U(l)y. On va donc
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s’intéresser aux termes cubiques et quadratiques.
Les seuls termes cubiques invariants sous une transformation de jauge de SU(3). x
SU(2)r, x U(1)y sont les suivants :

L H\EY, Q".H1D", Q"“.H, U’ et
Lo LPES,  L.Q"D:s, U*DDe

Les superchamps L® et H; par exemple étant des doublets de SU(2)y, I'écriture
L*.H, signifie £;; L[], afin d’assurer I'invariance de jauge sous SU(2)r.

Les trois derniers termes ci-dessus font intervenir trois superchamps de matiere,
et violent soit le nombre leptonique, soit le nombre baryonique. Le MSSM étant
I’extension minimale supersymétrique du Modele Standard (c’est-a-dire son contenu
est minimal en champs et en couplages), on interdit leur présence en imposant la
conservation d’une nouvelle symétrie, la R-parité, sur laquelle on reviendra par la
suite. Ainsi, la partie de superspotentiel du MSSM faisant intervenir les champs de
matiere est cubique dans les superchamps et s’écrit :

g® = NELH B+ ASQ . H\ D" + X\ Q* HyU?

(C’est cette partie du superpotentiel qui contient les couplages de Yukawa (définis
par les matrices Ag, Ap et Apy). Alors, si les valeurs moyennes dans le vide vy et vq
de H; et H, sont non nulles, on aura, apres les translations usuelles H; — H; 4+ vq
et Hy — Hy + vy, des termes de masse proportionnels a vy pour les leptons chargés
et les quarks “down”, et a v, pour les quarks “up”.

Le seul terme possible (renormalisable et invariant de jauge) mettant en jeu les
champs de Higgs uniquement est quadratique :

g = pHy.Hy = pe;i H{Hj

On connait maintenant les différents superchamps qui sous-tendent le MSSM,
ainsi que le superpotentiel. On peut alors écrire la partie supersymétrique du La-
grangien du MSSM, comme on I’a vu dans la section 2 de ce chapitre. Il nous reste
a connaitre les termes de brisure douce, qui permettent de réaliser explicitement la
brisure de supersymétrie. On a vu dans la section 3 quels sont les termes possibles.
Lop¢ contient :

e des termes de masse pour les champs scalaires, partenaires supersymétriques
des champs de matiere :

(mg)*|=g 1" + (mL)* |22 ” + (mp,)* |2, 1" + -
o des termes de masse pour les champs scalaires de Higgs :
Th%Hl—I—Hl —|—7’7”L§H2+H2—|—m%2(H1H2—|—hC) 5

soit une masse 1, pour hY et hy, 1y pour Ay et hi et un terme de mélange
mia.
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e des termes tri-linéaires, mettant en jeu deux champs scalaires partenaires de
fermions de matiere et un champ scalaire de Higgs :

ab_a _b ab_a _b ab_a b
A zhz0 20, + Ap2ozp 2m, + AL 212 20, + hie

le premier terme contenant A% (arwhhS + CZL&Rh;). Ces termes sont appelés
les A-termes.

o des termes de masse pour les jauginos :

1. Mj est celui associé aux gluinos,

2. M, est le terme des jauginos de SU(2); (les winos chargés et le W3
neutre),

3. Mj est celui associé au jaugino de U(1) (le champ A)

2.5.3 Le potentiel scalaire et les états physiques

Le potentiel scalaire est la somme d’un F-terme Vi, d’'un D-terme Vp et du terme
Vsopt de brisure douce. On voit facilement que 0Vr/dz; = 0 pour z; = zg v, p..L.E. =
0 indépendament de zg, et zp,. On va donc s’intéresser uniquement a la partie
du potentiel scalaire qui vient des champs (neutres) de Higgs. Cette partie de Vg
dépend alors de m? = m? + |u|*, m3 = m3 + |p|? et m3,. L’équation au minimum
pour Vs montre que les champs neutres de Higgs prennent une valeur non nulle dans
le vide, soit vy pour H; et vy pour Hy. Ainsi, comme on ’a vu plus haut, des termes
de masse sont générés pour les fermions de matiere grace aux couplages de Yukawa.
Par ailleurs, pour que le minimum du potentiel scalaire soit stable et non trivial, il

faut que les deux conditions suivantes soient réalisées :

2 2 2

mj + m; > 2|mlz|

2 2 4
mi+m; < my,

De plus, I’équation au minimum donne une relation entre les parametres my, mao,
mi2 et U1, V3.

Etats propres de masse dans le secteur de Higgs

Les parties réelle et imaginaire des champs de Higgs (neutres et chargés) ne sont
pas états propres de masse. Deux champs pseudoscalaires, G° et A%, sont obtenus
a partir de Im(hY) et Im(h9) par une rotation d’angle /3, ’angle 3 étant défini par
tan 3 = vy/vy. Seul le champ A° est un champ physique, le champ G° décrivant un
boson de Goldstone qui va servir & donner une masse au Z° :

1
M= L)
ou g et ¢’ sont les contantes de couplage de I'interaction faible et électromagnétique.
La relation entre my, msq, my2, v; et vy s’écrit alors, en utilisant cette derniere
équation :
m? — mjtan 3

tan? 3 — 1

MZ =2
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On s’attend donc a ce que les parametres m; et my soient de l'ordre de la centaine
de GeV .

Deux champs physiques scalaires, H° et h® (par convention h° est plus léger que
H?) sont obtenus a partir des parties réelles de hY et hj.

Dans le secteur des Higgs chargés, c’est a nouveau ’angle 3 qui diagonalise la ma-
trice de masse attachée a (hE,hE). On obtient alors un champ physique H* et un
boson de Goldstone GG* qui donne une masse au boson de jauge W*.

Notons que les masses de ces différents états peuvent s’exprimer en fonction de
deux parametres uniquement, par exemple tan 4 et m 0. On obtient entre autres :

2 2 2
mHi:on—I—MW 5

d’ou on déduit que les Higgs chargés sont plus massifs que le W.
Par ailleurs, les conditions de stabilité du minimum du potentiel scalaire données
plus haut impliquent :

mzo < M%COSz 20 < M% ,

d’ou my, < My. Cette inégalité est en fait un peu perturbée aux ordres supérieurs.
En prenant en compte les effets de corrections radiatives dis au quark top, la masse
du Higgs léger est prédite a une valeur inférieure a ~ 130 GeV .

Jauginos et Higgsinos

Le développement en champs du Lagrangien du MSSM montre que les partenaires
supersymétriques des bosons de jauge et des bosons de Higgs ne sont pas états
propres de masse. Afin d’obtenir les états physiques, il nous faut diagonaliser une
matrice de masse qui sera explicitée au chapitre suivant.

Dans le secteur des champs neutres, le photino, le zino et les deux higgsinos ZL? et
;Lg se mélangent pour former quatre neutralinos, notés X?,2,3,4 (par convention, le !
est le plus léger). Remarquons que ’égalité des degrés de liberté fermioniques et
bosoniques est bien respectée : on a 8 degrés de liberté fermioniques (les 4 neutrali-
nos), 3 degrés de liberté bosoniques apportés par h?, H° et A° 2 apportés par le
photon non massif, et 3 par le boson Z.

Dans le secteur des champs chargés, les partenaires supersymétriques des bosons
W* se mélangent avec les higgsinos chargés by et hf pour former les charginos sz-
Le tableau 2.1 résume le contenu en particules du MSSM.

On va terminer cette partie théorique par la R-parité, cette symétrie qu’on impose
conservée dans le MSSM.

2.6 La R-parité

On a vu dans la section précédente que le superpotentiel invariant de jauge le plus
général fait intervenir des termes qui violent soit le nombre leptonique L, soit le
nombre baryonique B. Bien que la conservation de L et B ne soit pas la conséquence
d’une symétrie de jauge, on peut souhaiter éviter de tels termes.

De plus, si le superpotentiel contient chacun des termes ALLE, NLQD et N'UDD,
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H Particule H Partenaire supersymétrique H

qr, quark gauche qr, squark “gauche”
gr quark droit Gr squark “droit”
[1, lepton gauche [, slepton “gauche”
[r lepton droit [r slepton “droit”
g gluon g gluino
W#* boson W
hy Higgs chargé sz charginos
h3 Higgs chargé
~ photon
7Y boson Z
h° Higgs scalaire léger X! 2.3.4 Deutralinos

H° Higgs scalaire lourd
AY Higgs pseudoscalaire

Tableau 2.1: Particules dans le MSSM et nomenclature.

cela entraine une désintégration du proton trop rapide. En effet, sans développer
pour l'instant les termes précédents en fonction des champs, on peut remarquer que :

e un couplage A permet de coupler un slepton a deux leptons;
e un couplage N permet de coupler un squark a un lepton et un quark;
e un couplage A" permet de coupler un squark a deux quarks.

Ceci est résumé sur les diagrammes de la Fig. 2.3. Alors, si tous les couplages

Figure 2.3: Couplages possibles via un opérateur (a) LLE, (b) LQD et (¢c) UDD.

sont présents dans le superpotentiel, le proton peut se désintégrer rapidement, par
exemple en 7%t suivant le diagramme de la Fig. 2.4.
Afin d’éviter cela, on cherche une symétrie qui va interdire les termes en A, X\
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Figure 2.4: Désintégration du proton via les opérateurs LQD et UDD.

et \'. Pour cela, on est amené a considérer un nouveau type de symétries, les R-
symétries, sous lesquelles les coordonnées 0 et 6 du superespace sont transformées.
Considérons par exemple la R-symétrie U(1) sous laquelle :

H — 0 et H — e 0

On peut alors montrer [11] que les superchamps chiraux et vectoriels se transforment
selon :

O(z,0,0) — 0(x,e0,e70)
Vie,0,0) — V(r,e™0,e70) (2.51)

En décomposant les superchamps ® et V' en champs, on obtient par exemple les lois
de transformation suivantes :

2o 209 p @Dy fere(@42)

Considérons alors un produit ®,..®, de superchamps chiraux. On a vu dans le sec-
tion 2 que c’est la composante 660 de ce produit qui est invariante par supersymeétrie.
La composante 0 d’un superchamp chiral étant le champ auxillaire f décrit par ce
superchamp, le produit ci-dessus doit se transformer selon :

[@,..9,],, — @ FFFD [§, P, ]

Ainsi, imposer l'invariance sous la R-symétrie implique que Q1 4+ .. + ¢, = —2.
Considérons alors la R-symétrie telle que ¢); = —1 pour les superchamps de matiere
(L, Q, D, U, F) et Q = 0 pour les superchamps de Higgs (soit ¢); = —1 des

que le nombre baryonique ou leptonique est non nul, c’est-a-dire Q; = (—1)3Bi+L1),
Les termes LLE, LQD et UDD ne sont pas invariants par cette symétrie (car
> Qi = —3), et sont donc interdits.

Le probleme de ces R-symétries continues est qu’elles interdisent aussi des termes
de masse pour les jauginos. En effet, en repartant de la loi (2.51 de transformation
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d’un superchamp vectoriel, on obtient celle de la composante spinorielle A de V' :
A — Xe7. Un terme de masse pour les jauginos, de la forme A\ n’est donc pas
invariant.

On est alors amené a considérer des R-symétries discretes et non plus continues.
Fixons le parametre o précédent a o = m. Ceci autorise maintenant des termes de
masse pour les jauginos, tout en interdisant la présence des termes LLE, LQD et
UDD dans le superpotentiel. Les lois de transformation des champs z et b d'un

superchamp chiral s’écrivent alors :
c= (=)%Y (=)

soit, avec Q = (—1)*B+L ;

y oy = (_1)3B+L+2SZ 7 ¢ s ¢ _ (_1)3B+L+2S¢
Ainsi, les champs X d’'un superchamp chiral se transforment selon X — (—1)38+L+25 X
Imposer 'invariance sous cette R-symétrie revient a imposer que le nombre quan-
tique R, = (—1)*B+1+25 appelé la R-parité, se conserve multiplicativement. Ce
nombre vaut +1 pour les particules de matiere ordinaire, et —1 pour leurs parte-

naires supersymétriques. Les conséquences phénoménologiques de la conservation
de la R-parité sont les suivantes :

e les particules supersymétriques ne peuvent étre produites que par paires;

e la particule supersymétrique la plus légere (LSP, pour Lightest Supersym-
metric Particle), ne pouvant pas se désintégrer en particules ordinaires, est
nécessairement stable;

o les termes LLE, LQD et UDD sont interdits.

Violation de la R-parité

On a vu que le superpotentiel invariant de jauge le plus général contient des termes
ne conservant pas la R-parité. Notons de plus qu'un modele avec violation de la
R-parité reste phénoménologiquement acceptable tant qu’il n’entraine pas une dés-
intégration trop rapide du proton (par exemple si A’ = 0 ou A’ = 0). La R-symétrie
introduite précédemment, qui permet de forcer la conservation de la R-parité, traite
les leptons et les quarks de la méme maniere. Or, dans les théories de cordes, les lep-
tons et les quarks sont souvent traités différemment. Par exemple, on peut imposer
une symétrie appelée symétrie baryonique, sous laquelle seuls les superchamps con-
tenant les quarks changent de signe, les autres étant non modifiés. Cette symétrie
baryonique interdit alors le terme UJ D D, mais autorise celle de LLE et LQD. Ainsi,
seul le nombre leptonique peut ne pas étre conservé (et entre autres la désintégration
du proton par le diagramme de la Fig. 2.4 est interdite).

C’est un tel modele qu’on va considérer par la suite. On supposera de plus que
seuls les couplages A}, peuvent étre non nuls, 7, j et k étant des indices de généra-
tion. En outre, sauf mention explicite du contraire, on supposera pour simplifier la
phénoménologie, qu'un des couplages A[;; est nettement dominant sur les autres (de
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meéme qu’il existe une forte hiérarchie entre les couplages de Yukawa couplant les
fermions au champ de Higgs). Puisque c’est le terme LG D qui va nous intéresser,
on va terminer cette partie théorique en développant cette expression en champs.

On a:

N v+ V20v + 00, U g +V20ur +00f,
L = = o R Q — e ~
E Er 4+ 20er, + 00 . D dy, +~/20d;, + 00 £,

N—

et D= (dp)" +V20dr +00f,
La partie de LQD = ¢;;L'Q7 D s’obtient en prenant :

e la produit de (CZR)* par la composante 00 de &;; L'Q7, d’ot le terme

(dR)*I/LdL — (dR)*eLuL

e un champ scalaire d’un des doublets multiplié par la composante 8 du produit
des deux autres superchamps, soit :

vrdpdg + dpvpdr — épupdp — tperdr

La phénoménologie de la supersymétrie a HERA, dans le cadre du MSSM étendu
par les couplages X diis aux termes LQ D, sera étudiée dans le chapitre suivant. On
verra les processus possibles de production de particules supersymétriques, les sec-
tions efficaces de ces processus, les rapports d’embranchement des particules formées
et les différents états finals attendus.
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Résumé du chapitre 2

On a vu dans ce chapitre le formalisme et les concepts théoriques de base permettant
de construire le MSSM, I'extension minimale supersymétrique du Modele Standard.
Résumons les points importants :

o les objets de base permettant d’écrire Lyrssa ne sont plus des champs, mais
des superchamps. Ce sont des objets qui décrivent une particule “standard”
et son partenaire supersymétrique. Les superchamps décrivant les fermions de
matiere sont appelés superchamps chiraux. En utilisant les notations usuelles,
L décrit un doublet de leptons, @ un doublet de quarks, F contient les leptons
droits et D, U les quarks droits. Les superchamps décrivant les bosons de
jauge sont appelés superchamps vectoriels.

e au contraire de ce qui se passe dans le Modele Standard, deux doublets de
Higgs sont nécessaires pour donner des masses a tous les fermions.

e la supersymétrie doit étre brisée, de sorte que les masses des particules super-
symétriques soient supérieures a celles des particules ordinaires. Il est difficile,
moyennant cette condition, de briser spontanément la supersymétrie. Dans le
MSSM, on choisit de briser la supersymétrie en ajoutant au Lagrangien su-
persymétrique des termes qui ne le sont pas. Ces termes, appelés “termes
de brisure douce”, ne brisent pas trop fortement la supersymétrie, de sorte
qu’on ne retombe pas sur des divergences quadratiques a la masse du Higgs.
Ces termes de brisure douce sont les suivants :

L. un terme de masse mg pour les scalaires (les squarks et les sleptons);

2. un terme de masse M; pour le partenaire supersymétrique du champ A,
(le bino), associé a la symétrie U(1)y;

3. un terme de masse M, pour les jauginos de SU(2)y, c’est-a-dire pour les
partenaires supersymétriques des bosons W* et du W? neutre, dont la
combinaison avec A, donne le photon et le boson Z;

4. un terme de masse M3 pour les gluinos, partenaires supersymétriques des
gluons;

5. des A-termes, couplant deux champs scalaires de matiere a un champ
scalaire de Higgs.

e ces termes de brisure douce peuvent trouver une interprétation physique lorsqu’on
rend la supersymétrie locale (on parle alors de supergravité).

e on considere ici que la R-parité, définie par R = (—1)3B+L+29

, est non con-
servée. Ceci implique la non-conservation du nombre baryonique ou du nom-
bre leptonique, et permet de coupler un sfermion a deux fermions, ce qui est

interdit si on impose la conservation de cette R-parité.
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Chapitre 3

PHENOMENOLOGIE DE LA
SUPERSYMETRIE A HERA

La particularité de ’état initial lepton-hadron a HERA fait de ce collisionneur la
machine idéale pour rechercher des particules supersymétriques se couplant directe-
ment a un lepton et un quark. Les modeles supersymétriques ou la R-parité est
violée par un opérateur L;Q; Dy prédisent l'existence de squarks ayant cette pro-
priété. On va donc s’intéresser a la production résonante de squarks par violation
de R-parité (f£,) et aux états finals attendus. On verra ensuite comment produire
des squarks par paire a HERA, et en quoi cette recherche est complémentaire de la
précédente. Ce chapitre constitue la base de toute notre analyse. Il se conclut par
un bref résumé.

3.1 Production résonante de squarks a HERA

3.1.1 Généralités

Une possibilité tres intéressante a HERA consiste en la production résonante de
squarks par violation de la R-parité. Considérons en effet les termes L;Q); Dy du
superpotentiel ne conservant pas la R-parité. Rappelons que :

Jeme

o le superchamp L; contient les leptons et les sleptons de la 1™ génération, en
doublets de SU(2). 1l décrit donc les champs : ¢}, vt ansi que &; et I},

e le superchamp (); contient les champs ui, di, &i et cii,
e le superchamp Dj contient d$ et (CZR)*, conjugués de charge de dp et dp.

On peut alors développer le terme L;Q; Dy, en fonction des champs :

Lro,00 = i {—éiuicﬁ% — epuldy, — (éi)cu]ﬂz%*
+ ol dy, + vpdydy, + (V) dydi | + hee. (3.1)

ou le symbole ¢ dénote le spineur conjugué de charge. Les vertex d’interaction qui
en résultent sont présentés sur la Fig. 3.1. On voit que les couplages A}, sont tres
intéressants pour HERA, car ils permettent la production d’un squark par résonance,
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Figure 3.1: Vertex d’interaction via les couplages Ay,

via une fusion entre ’électron (ou le positron) incident et un quark venant du proton.
Regardons de plus pres ce qui se passe dans le cas ou on dispose d’un faisceau de
positrons, ce qui était le cas lors de la majeure partie de la prise de données de 1994.
On voit sur les graphes précédents qu’un couplage \};; permet de former :

e un squark &i par fusion entre le positron et un quark d* (graphe c)
e un anti-squark ci% par fusion entre le positron et un antiquark u’/ (graphe f)

La table (3.1) résume les modes de production possibles. Ainsi, les couplages A},
Ay et i3, sont tout particulierement intéressants car ils permettent la production
d'un squark @z, ¢ et 7 par fusion entre le positron et un quark de valence du
proton. On peut immédiatement faire une remarque importante : par violation
de R-parité via un couplage A|;; par exemple, on ne peut produire que le squark
iy, (partenaire supersymétrique du quark v gauche), ou le squark dr (partenaire
supersymétrique du quark d droit). Comme on le verra par la suite, ces deux
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lek Processus de production
11 | et +u—dn | et +d— iy
112 e+—|—ﬂ—>§R et + s =y
113 | et +u—bp | et +b— iy
121 | et +e—dp | et +d— &
122 e+—|—E—>§R et +s—= ¢
123 | et teobp | et +b— iy
131 | et +i—dp | et +d— 1L
132 | et +¢1 — 3p e+—|—5—>tNL
133 | et +1—bp | et+b—1s

Tableau 3.1: Processus de production de squarks a HERA (faisceau e* ) par violation
de R-parite )\lljk

squarks (et plus généralement un sfermion “gauche” et un sfermion “droit”) ont des
modes de désintégration permis ou dominants qui sont completement différents. Des
lors, la phénoménologie de la supersymétrie avec [f, a HERA est différente suivant
que le faisceau de leptons incidents est constitué de positrons ou d’électrons. En
effet, avec un faisceau de positrons, c’est principalement le squark @y, que 'on peut
produire, car la résonance peut alors se former grace a un quark de valence du
proton. Au contraire, avec un faisceau d’électrons, c’est le processus e~u — dp qui
va dominer.

Seule la phénoménologie avec un faisceau d’électrons a été étudiée dans la lit-
térature [1]. De ce fait, il est nécessaire ici de développer ce qui se passe dans le cas
ou la machine tourne avec des positrons.

On va conclure ces généralités par une remarque importante. La production
d’une résonance de masse M par fusion entre le positron et un quark du proton im-
plique que la variable de Bjorken = définie au chapitre 1 prend une valeur bien définie
(rappelons que dans le modele des partons, = est la fraction d’impulsion du proton
portée par le quark interagissant). En effet, si p. et P sont les quadri-impulsions
respectives du positron et du proton, 1’égalité entre la masse de la résonance et
I’énergie disponible dans le centre de masse de la réaction etq s’écrit :

M? = (p. + 2P)* = 2x(p..P) = xS

(en notant S le carré de I’énergie disponible dans le centre de masse de la réaction
eTp et en négligeant les masses du positron et du proton devant leurs énergies).
Ainsi, la distribution en x d’événements de production d’un squark de masse M par
résonance doit présenter un pic en :

M2
T=

Cette propriété sera largement utilisée expérimentalement.
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Section efficace de production

Dans 'approximation ou la largeur du squark produit est étroite (on reviendra
plus loin sur cette largeur), la section efficace de production se calcule aisément.
Etudions par exemple la production du @y, via Aj;;. L’élément de matrice au carré

Figure 3.2: Production du uy, via Aj,
correspondant au graphe de la Fig. 3.2 s’écrit, en notant § le carré de 1'énergie
disponible dans le centre de masse du systeme (e*,d) et M la masse du squark :

2 -

A . . 1N
Tyl = STl —95)p(1 +3)) = A s do: [Tl = A%

Ainsi :

+ . I = 4 ’p' 4 '
ole"d —ug) = W|Tfi| (2m) /m(s (p+aq—1p)

Ty (2m)8((p + q)° — p*)

[Ty (2m)8(3 — M?)

1
2M
1
2M
En notant x la fraction d’impulsion du proton initial emportée par le d incident, on

a s =axS5, ou S est le carré de 1’énergie dans le centre de masse de la réaction etp.
L’équation ci-dessus s’écrit alors :

. I
oletd — ay) = W|Tf¢|2(27r)—5(:1; - —)
Pour obtenir la section efficace de production e*p — wy, il faut convoluer avec

la probabilité d(z) de trouver un quark d dans le proton avec une fraction x de
I'impulsion du proton. Ainsi,

N T ., M?
oletp—ay) = E)\lzn/d(x)(S(x — ?)d:p
T, M?
= E)‘fnd(l' = ?) (3.2)
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Ce résultat est valable pour la production du dg en remplacant la densité d(x) par
u(x). Cette section efficace dépend de * uniquement via la densité d(z) = d(z, Q?).
Des masses de squark au-dela de 45 GeV correspondent & des z supérieurs a 2.1072,
Ces valeurs de z sont alors suffisamment grandes pour que les densités de partons a
Iintérieur du proton ne dépendent pas trop de 1’échelle Q*. On choisira par exemple
d’évaluer les densités de partons en prenant pour échelle le carré de la masse du
squark. Notons que si on ne néglige pas la largeur du squark, il faut remplacer dans
I'intégrale (3.2) ci-dessus la fonction § par une Breit-Wigner

MLUS 1
T (Sz— M?)?+ MT%

Les valeurs numériques des sections efficaces de production des squark ty, et dr via
/ I I . / _ ~ I I
Alqy sont représentés sur la Fig. 3.3 pour Aj;; = 0.1. Le @y, est formé par résonance

PR N RN VR AVEN ARFATENEN AUTRTAIN ARPRFAN BRI IR
75 100 125 150 175 200 225 250 275
quuark (Ge\/)

Figure 3.3: Sections efficaces de production des squarks ur et dp pour A = 0.1,
en collisions etp.

entre le positron et un quark d venant du proton, tandis que pour former le dr on a
besoin d'un quark u. Ainsi, a grande masse, la section efficace de production du ur,
est nettement supérieure & celle du dp grace aux quarks d de valence. Par contre, a
basse masse (c’est-a-dire a bas x), on est dominé par la mer et la différence entre ces
deux sections efficaces s’amenuise. De plus, ces sections efficaces variant comme le
carré du couplage, on voit qu’avec la luminosité de quelques pb™! accumulée jusqua
présent par les expériences de HERA, on peut explorer la région des basses masses
et faibles couplages, mais seuls des couplages assez élevés peuvent étre sondés dans
le domaine des grandes masses de squarks.

Notons que les sections efficaces de production de squarks par £, sont nettement
supérieures a celles de processus supersymétriques ou la R-parité est conservée, tant
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que le couplage de [, n’est pas trop petit. Afin de simplifier la phénoménologie,
nous allons supposer qu’un seul des couplages A}, est non nul (du moins qu’un
de ces couplages est nettement dominant sur les autres), de méme qu’il existe une
hiérarchie tres forte entre les couplages de Yukawa des fermions au boson de Higgs.
On suppose de plus pour notre analyse que les partenaires supersymétriques des
gluons, les gluinos, sont tres massifs. Des lors, les squarks produits par violation de
la R-parité peuvent se désintégrer de la maniere suivante :

e ou bien a nouveau par violation de la R-parité, via le couplage Af,

e ou bien via une désintégration de jauge, c’est-a-dire en un neutralino ou un
chargino. Ces modes de désintégration sont les seuls possibles dans le cadre
du “pur MSSM”, ou la R-parité est conservée.

3.1.2 Désintégrations des squarks par violation de R-parité

Les modes de désintégration des squarks par [, s’obtiennent aisément a partir des
vertex de la Fig. 3.1. Notons que dans ce cas, la production et la désintégration

des squarks sont similaires a celles des leptoquarks [2]. Seul le squark d peut se

Figure 3.4: Production et désintégration de squarks par violation de R-parité.

désintégrer en neutrino, comme on peut le voir sur la Fig. 3.4. L’état final est donc
caractérisé soit par un jet et un positron, soit par un jet et de 1’énergie transverse
manquante. Ces signatures sont donc identiques a celles obtenues lors d’une réaction
de diffusion inélastique profonde (DIP) par courant neutre (CN) ou chargé (CC).
Ainsi, on se sait pas distinguer événement par événement la production résonante de
squark (suivie d’une désintégration K,), d’une réaction de DIP. Néanmoins, comme
on ’a vu plus haut, la distribution en = d’événements ou un squark de masse M
est produit et se désintegre par £, doit présenter un pic centré en x = MTZ), S étant
le carré de I’énergie disponible dans le centre de masse. La stratégie sera donc de
chercher parmi les événements de DIP un exces localisé dans la distribution en .
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Par ailleurs, exploiter les caractéristiques angulaires de la désintégration d’un objet
scalaire permet de séparer un tel signal du bruit de fond de DIP. En effet, si on

se place dans le référentiel du centre de masse de la réaction etq¢ — etq¢ (soit le

e’ (k)

e’ (k) q (p)

référentiel de repos du squark), on peut exprimer la variable y en fonction de I’angle
0* de I’électron diffusé. En effet, en reprenant les notations du chapitre 1 pour les
quadrivecteurs des particules (rappelées sur la figure ci-dessus), on a :

_ (r9g)
Y
_ (k) = (K
(p-k)

1
= 5(1 + cos )

Le squark étant de spin 0, il se désintegre de maniere isotrope dans son centre de
masse, c’est-a-dire que 1’élément de matrice de diffusion ne dépend pas de 'angle
6~. L’élément d’espace de phase pour une désintégration a deux corps étant propor-
tionnel a dcos #*, on a donc, pour les processus de la Fig. 3.4 :

do
d cos O*

On déduit alors de 'expression précédente de y que :

do

— constante

dy
Ainsi, pour des squarks produits et se désintégrant par /£,, on attend une distribution
plate en y. Au contraire, la section efficace différentielle de DIP CN comporte

constante

un terme en é venant du carré du propagateur du photon. Puisque Q% = xyS,
la distribution en y a = constant de tels événements doit varier comme y% Par
conséquent, une coupure inférieure sur la variable y permettra de séparer un tel
signal du bruit de fond de diffusion profondément inélastique.

Par ailleurs, en exprimant I’énergie et I’angle polaire du positron (ou du neutrino)
présent dans I’état final en fonction des variables de Bjorken x et y, on voit que
I’énergie transverse de ce lepton s’écrit :

Elj;pton = Mif y(l - y)
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La distribution en Elj;pton pour de tels événements présente donc un “pic du jacobien”
en M;/2. Les événements recherchés doivent donc posséder un positron de grande
énergie transverse dans l’état final, ou bien une quantité importante d’impulsion
transverse manquante. La largeur partielle de désintégration d’un squark par /£, se
calcule trivialement :

1 2
Fqﬁﬁp - FﬂL—>e+d = FCfR_>e+a = Fd:R—wJ = 16—7_[_)\/111le

Cette largeur est donc d’autant plus faible que le couplage £, est petit. Par exemple,
elle vaut 30 MeV pour un squark de 150 GeV et un couplage Aj;; = 0.1.

3.1.3 Désintégrations de jauge des squarks

Le Lagrangien du MSSM établi dans le chapitre précédent fait intervenir des termes
d’interaction entre sfermions, fermions et jauginos ou higgsinos. Ainsi, un sfermion
peut se désintégrer en un fermion et un partenaire supersymétrique d’un boson de
jauge ou d’un boson de Higgs. Ces désintégrations, qui sont les seules possibles
lorsque la R-parité est conservée, sont appelées désintégrations de jauge des
sfermions.

Définition des neutralinos et des charginos

Comme on peut le voir d’apres le Lagrangien du MSSM développé en champs, les
partenaires supersymétriques des bosons de jauge et des Higgs n’apparaissent pas
comme des états propres de masse. Il y a un mélange entre ces états neutres (le
photino 7, le zino Z et les deux higgsinos neutres [:[? et ]:]g), ainsl qu’entre ces états
chargés (les winos W et les higgsinos chargés Hy et [:]2"') Les états physiques dans
lesquels les sfermions sont susceptibles de se désintégrer sont donc des mélanges de
ces états neutres et chargés. On les obtient en diagonalisant les matrices de masse
correspondantes. Ces états propres sont appelés neutralinos et charginos. On
les note respectivement \9(i = 1..4) et X;t(] = 1,2), les indices ¢ et j servant a
ordonner ces états en masse. Ainsi par exemple, le x{ est le neutralino le plus léger.
Le Lagrangien “de masse” faisant intervenir les jauginos de SU(2), x U(1)y et les
higgsinos neutres se met sous la forme :

1 .
Lo = =5 ()Y + hee.

et la matrice de masse des neutralinos dans la base

Y = (—iA, —iWs, HY, HY) (3.3)
s’écrit :
M, 0 —mysinfy cos 3 mysin by sin 3
v 0 M, my sinfy cos 3 —my cos Oy sin 3
| —mgsinfy cos B mycos by cos 3 0 —
mysinfy sin 3 —my cos By sin 3 — 0
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Cette matrice fait intervenir les parametres du modele :

o M, et M,, qui sont les termes de brisure douce associés respectivement aux

jauginos de U(1)y et SU(2)z,
e /1 qui est un terme de mélange entre les deux doublets de Higgs,

o l'angle 3, dont la tangente est égale au rapport des valeurs moyennes dans le
vide des deux Higgs scalaires.

Nous supposerons que les parametres de brisure douce My et M, vérifient la relation
usuelle [3] de grande unification :

3
M1 = g tan2 0WM2

A partir de cette matrice qu’on diagonalise numériquement, on peut calculer, étant
données certaines valeurs des parametres p, M, et tan3 du modele, les masses des
neutralinos ainsi que leurs composantes suivant les états . Z, H? et HY (c’est-a-
dire les éléments de la matrice N permettant de passer de la base 3.3 a celle des
neutralinos). Afin de donner une idée de la région de 'espace des parametres que
I'on peut étudier aupres des accélérateurs, on a représenté les masses des quatre
neutralinos en fonction de p sur la Fig. 3.5, pour quelques choix de M et tan 3. On

%300 L M2: 80 GeV (CI) %300 L M2: 80 GeV (b)
O i O i
~— r ~— r
@ tang =1 @ tang = 40
0250 - o250 +
= =
200 200 F
150 ’ 150 [
100 T : 100 |-
50 b A 50 +
o P A I B /S S o o[ N A E I B S o IR AU B
2200 —150 —100 =50 O 50 100 150 200 2200 —150 —100 =50 O 50 100 150 200
w (GeV) w (GeV)

Figure 3.5: Masses du X (ligne pleine), \3 (tirets), X3 (pointillés) et X (traits-
points) pour : (a) tan 3 faible, (b) tan 3 élevée.

trouvera dans [4] davantage de détails sur les variations de ces masses dans 1’espace

des parametres.
Les termes de masse correspondant aux winos et aux higgsinos chargés s’écrivent :

1 _ 0 X7 +
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ol on a posé :
v ( M,y mwv 2 sin 3 )
mwﬂ cos [3 K
et F = (—iW"’,]:];'), Y = (—iW‘,[:]f). Les charginos (états propres de masse)
se définissent grace a une matrice (4,4) qui s’écrit par blocs a I’aide de deux matrices
(2,2) unitaires U et V, dont on trouvera une définition claire dans [5] :

X§ = VI et x; = UY4;.
Les masses de ces états propres se calculent aisément a partir de la matrice X

ci-dessus. On trouve :

Miy, = F(MF+p?+2mfy
T (M2 = i%)? + 4miy cos? 23
Ay (M3 + ? + 2Myusin 23)]'

Les valeurs de ces masses sont représentées en fonction des parametres du modele
sur la Fig. 3.6. Cette figure montre aussi comment se comparent les masses du x9

%300 L M2 = 80 GeV (CI) %300 L M2 = 140 GeV (b)
<) <)
~— ~—
@ tang =1 @ tang =1
5250 | 5250 |
= =
200 | 200
150 | 150 |
100 F 100 |
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o I E B /ST N i o Lovvv it vt s NAUONON T
2200 —150 —100 =50 0 50 100 150 200 2200 —150 —100 =50 0 50 100 150 200
w (GeV) w (GeV)

Figure 3.6: Masses des charginos T (ligne pleine) el xi (tirels) pour tan 3 = 1 el
(a) My = 80 GeV , (b) My = 140 GeV . La masse du \! est représentée en trait

€pais sur les mémes figures.

et du yE. On voit qu'il existe une partie de ’espace des parametres pour laquelle le
xE est plus léger que le x9. Dans le cadre de la supersymétrie avec conservation de
la R-parité, il existe de fortes contraintes cosmologiques impliquant que la particule
supersymétrique la plus légere (LSP, pour Lightest Supersymmetric Particle) soit
neutre et non chargée de couleur [6]. Dans les modeles ou la R-parité est non
conservée, ces contraintes ne sont plus valides, mais I’hypothese selon laquelle la
LSP est neutre est en général adoptée, ce que nous ferons par la suite. Ainsi,
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comme on peut le voir sur la Fig. 3.6, il existe une région de I'espace des parametres
qui est interdite par hypothese. Cette région est représentée pour tan § = 1 dans
le plan (u, Mz) sur la Fig. 3.7, c’est la zone marquée “LSP=chargino”. Cette figure

200
v 180
160"
140!
1200y
100!
80!
60
401
2006-150=100 =50 0 50 100 150 200

w (GeV)

M, (G

e

Figure 3.7: Régions dans ’espace des paramétres correspondant a une LSP chargée
et a une LSP neutre de type photino, zino ou higgsino, pour tan 3 = 1.

montre aussi quelle est la composante principale du neutralino le plus léger, c’est-
a-dire les régions oft le \9 ressemble davantage & un photino (3), & un zino (Z) ou
a un higgsino ([:[) La zone ot le \? est de type higgsino correspond & des petites
valeurs de p (|p|/M;y < 1). Dans ce cas, la masse du neutralino le plus léger est égale
a ||. En dehors de cette zone, la masse du x{ évolue générallement de la maniere
suivante :

1. a p et tan 3 fixés, M, o augmente avec My,

2. a M, et tan § fixés, M,o augmente lorsqu’on s’¢loigne de la zone higgsino en
allant vers les valeurs négatives de p.

Par ailleurs, comme on le verra dans les paragraphes suivants, la phénoménologie de
la supersymétrie avec violation de la R-parité dépend beaucoup de la “nature” du
X}. Les états finals attendus peuvent étre tres différents suivant que le neutralino le
plus léger est plutot de type photino, zino ou higgsino.
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Désintégrations des squarks en neutralino

Le couplage au vertex ¢ — qx? se déduit du Lagrangien du MSSM et est de la forme
suivante [7] : .

—1

7 [A(L = 75) + B(1 4 75)]
ol les facteurs “chiraux” A et B dépendent entre autres des composantes 5, Z et H
du neutralino ¥ (c’est-a-dire des éléments de la matrice de passage N). La largeur

partielle de désintégration ¢ — qx? s’écrit alors :

1 M2\
F‘f—ﬂlX? - 8_7T(A2 ‘|‘ BQ)MQ (1 — ]\;21 )
q
2
R i

Ce mode de désintégration sera donc important par rapport a la désintégration K,
tant que la différence en masse entre le squark et le ¥ n’est pas trop faible, et
lorsque le couplage de Yukawa A}, n'est pas tres élevé.

On trouvera ’expression détaillée de A et B dans [7]. Ces facteurs se calculent une
fois connus la composition du neutralino ainsi que les couplages aux vertex ¢ — g7,
G— qZ et § — qH, ces derniers s’obtenant & partir du Lagrangien du MSSM. Mais
sans développer ce Lagrangien, on concoit, par simple supersymétrie des vertex du
Modele Standard, que ces couplages sont proportionnels a ceux représentés sur la

Fig. 3.8. Ainsi,

A
Nt
T

°©

(a) (b) (c)

Figure 3.8: Couplages au vertex squark-quark-neutralino, dans le cas ou le neutralino
est un pur (a) photino, (b) zino et (¢) higgsino. On a noté€ g la constante de couplage
de Uinteraction faible.

e la charge du quark intervient au vertex ggy. Ainsi, sile X est de type photino,

la largeur de désintégration I'y_,, 0 s’écrit :

1 M2\?
F@—Nﬂ = 8—7T€2€§Mq (1 - ﬁg)
g
ou ¢, est la charge électrique du quark.
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e par contre, a un vertex qu[:]?J, c’est la masse du quark qui va intervenir.
On en déduit que, dans le cas ot le xY est de type higgsino, la largeur de
désintégration d’'un squark ¢ en gy, est proportionnelle au carré de la masse
du quark. Dans le cas de quarks de 17" ou 2i°™¢ génération, cette largeur de
désintégration sera donc tres petite.

Désintégrations des squarks en chargino

Le Lagrangien du MSSM contient aussi des termes couplant un sfermion a un fermion
et un wino chargé ou un higgsino chargé. Les charginos étant des mélanges de ces
derniers états, ces couplages permettent, de calculer les largeurs de désintégration
Fri—ﬂz’xf d’un squark en un quark et un chargino. Il est important de remarquer que
ces couplages different radicalement suivant que le squark considéré est le partenaire
supersymétrique d’un quark “gauche” ou d’'un quark “droit”. Considérons d’abord
le cas d’un squark “droit”. On sait que l'interaction faible fait intervenir uniquement
des fermions gauches. Ainsi, par supersymétrie, on ne peut pas coupler un squark
“droit” a un wino (ce fait se retrouve en détaillant les termes intervenant dans
le Lagrangien du MSSM). Par conséquent, un tel squark se couple a un chargino
uniquement via la composante higgsino de ce chargino. Ceci est représenté sur la

Fig. 3.9 dans le cas du dp. Le couplage au vertex Gq¢' H* étant proportionnel a la

Figure 3.9: Couplages du dp au chargino

masse du quark ¢/, on en déduit que dans le cas d’un squark “droit” associé a un
quark léger, la largeur de désintégration ¢ — ¢'xT est proportionnelle & mg, et donc
est quasi-nulle. Par conséquent, un squark “droit” ¢r ou ¢ est un quark de la
1'7¢ ou 2'™¢ génération ne se couple (quasiment) pas aux charginos.

Le cas d’un squark “gauche” est différent car alors le couplage a un wino est invariant
de jauge. Ceci est schématisé sur la Fig. 3.10 pour le squark @y. Ainsi, grace a la
composante W* du ¥, un tel squark peut se désintégrer en chargino. La largeur
de désintégration gr, — ¢'xT s’écrit alors [7] :

['= %(AZ + B%)g*M;,

ol A est proportionnel & un élément de la matrice V' définissant la composante W
du chargino, et B est proportionnel a my et devient négligeable dans le cas ou ¢ est
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Figure 3.10: Couplages du uy au chargino

le partenaire supersymétrique d’un quark léger. [’expression complete de A et B
est donnée dans [7].

Désintégrations de jauge dominantes

Les modes dominants de désintégration des squarks sont différents suivant que 1’on
considere le partenaire supersymétrique d’un quark gauche ou d’un quark droit
(ceci reste vrai dans le cas général d’un sfermion). En effet, on a vu ci-dessus qu’un
squark “droit” ne se couple pas au chargino. Ainsi, les seules désintégrations de
jauge possibles pour un squark “droit” (en particulier pour le CZR) sont :

QR_>X?+Q7

certains de ces modes de désintégration pouvant étre interdits cinématiquement.
Au contraire, un squark “gauche” (et entre autres le @y,) peut se désintégrer selon
gr, — xT+¢. Les rapports d’embranchement d'un squark @, dans différents canaux
“de jauge” sont montrés sur la Fig. 3.11 pour un certain choix des valeurs des
parametres du modele, pour deux valeurs de la masse du squark. On voit que
contrairement a ce qu’on pourrait penser en invoquant uniquement des arguments
d’espace de phase, la désintégration du uy en u et la particule supersymétrique la
plus légere n’est jamais dominante dans les cas représentés. On constate de plus
sur cette figure que pour les valeurs de p correspondant & des cas ot le \{ est de
type higgsino, le rapport d’embranchement de @y, — uy! est nul. En effet, comme
on 1’a signalé plus haut, la largeur de désintégration du @z en x9 est dans ce cas
proportionnelle au carré de la masse du quark u. Elle est donc négligeable devant
la largeur de désintégration en chargino, bien que ce dernier soit plus massif.

La Fig. 3.12 montre quel est le mode de désintégration dominant pour le méme
squark, en fonction des parametres u et M,. La partie de ce plan pour laquelle le
canal @y, — uy? domine correspond a des points ol le chargino le plus léger est
plus massif que le squark, de sorte que la désintégration en chargino est interdite
cinématiquement. Mais des qu’un chargino est “accessible”, le squark wuy se désin-
tegre préférentiellement en y;. Notons au passage que I’hypothese selon laquelle un
sfermion se désintegre uniquement via f—= f x4 est souvent faite dans les recherches
de particules supersymétriques aupres d’accélérateurs. Tant que 1’énergie dans le
centre de masse des réactions étudiées n’est pas tres élevée, cette hypothese est a
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Figure 3.11: Rapports d’embranchement d’un squark uy en fonction de p, pour
My = 80 GeV, tan = 1, et (a) Mz = 150 GeV ; (b) Mz = 250 GeV . Seules
les désintégrations en X?,z et Xil_,z sont montrées afin de ne pas surcharger la figure.
Par ailleurs, les points correspondants auzx cas ou la LSP est chargée ne sont pas
représentés, d’ou une plage de valeurs de p interdites.

peu pres valide dans la mesure ou les charginos ne sont pas accessibles cinématique-
ment. Cela ne sera plus le cas pour les prises de données du LEP dans sa “phase
27. De méme a HERA, ou I'énergie dans le centre de masse est de l'ordre de 300
GeV, cette hypothese n’a pas lieu d’étre.

Pour conclure sur les désintégrations de jauge des squarks, remarquons que la largeur
Fq—>j auce ©st négligeable devant la masse du squark. Par exemple, pour un squark de
150 GeV , la largeur totale de désintégration “en jauge” est généralement inférieure

al GeV.

Pour résumer quelques points importants, on peut dire que :

e dans le cas ou la LSP est de type higgsino, les rapports d’embranchement
i, — uxd et dg — dx} sont négligeables. De manitre générale, un sfermion
ne se désintégre pas via f — fyi si le 9 est dominé par sa composante
higgsino, sauf lorsque les autres modes de désintégration sont interdits ciné-
matiquement. Il faut alors faire attention au fait que, suivant le sfermion
considéré (suivant sa masse), il peut se désintégrer en dehors du détecteur, du
fait de la tres faible valeur de sa largeur de désintégration.

o le squark wy se désintegre préférentiellement en chargino des que c’est
permis cinématiquement.

e au contraire, le squark dp ne peut pas se désintégrer en chargino.
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Figure 3.12: Modes dominants de désintégration pour un squark uy de 150 GeV dans
le plan (p, My) pour tan 3 = 1.

3.1.4 Désintégrations des neutralinos et des charginos

Il nous faut a présent étudier les désintégrations des neutralinos et des charginos, afin
de savoir quels sont les états finals attendus lorsqu’un squark produit par résonance
ne se désintegre pas par [£,. Ceci nous permettra de connaitre les signatures de
tels événements et de faire une recherche directe de production de squarks dans les
données de I'expérience.

Désintégrations des neutralinos

Etudions le cas du neutralino le plus léger x§. Dans le cadre de modeles ou la
R-parité est conservée, cette particule est stable. Elle apparait alors dans tous les
états finals d’événements supersymétriques, entrainant de 1’énergie et de I'impulsion
manquantes. Dans les modeles avec i, la LSP n’est en général pas stable et peut
se désintégrer en un antifermion f et un sfermion f virtuel. Le sfermion f doit alors
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se désintégrer aussitot par [, pour que la conservation de ’énergie soit respectée.
Dans le cas ou le couplage Aj;; est non nul, on déduit de la Fig. 3.1 les voies de
désintégrations possibles du x?. Les diagrammes correspondants sont représentés
sur la Fig. 3.13. Ainsi, le couplage A}, offre au y§ les trois modes de désintégration

e v u
0 _ 0 _ 0
X 1 d X 1 d X 1 d
\‘\ \‘\ \‘\
~+\\ 1 = \\ 3 - \\ 3
S Nitq v iy UL Niyy

(a) u (b) d (c) e

J 3
X : L/ g L/ S
T NS

dL t X111 dR t X111 dR N X111

Q|

(d) v (e) v (") u

Figure 3.13: Diagrammes via lesquels le X0 peut se désintégrer lorsque le couplage
Ajqy est non nul. Les diagrammes conjugués de charge ne sont pas représentés.

suivants :
e Y — vdd (diagrammes (b), (d) et (e), et leurs conjugués de charge)
e ) — etud (diagramme (c) et conjugués de charge de (a) et (f))
e Y — e"ud (diagrammes (a) et (f), et conjugué de charge de (c))

Lorsque le x{ se désintegre en un lepton chargé, la probabilité est la méme d’obtenir
un et ou un e”. L’observation d’un événement avec violation du nombre leptonique
(etp — e~ 3 jets) signerait de facon quasi non ambigué la production d’un squark
par B,. Néanmoins, le rapport d’embranchement suivant lequel le y{ se désintegre
en un lepton chargé dépend beaucoup de la nature du y{. Dans le cas ot le Y}
est un pur photino 4 (c’est-a-dire quand ses composantes suivant les états zino et
higgsino sont rigoureusement nulles), ce rapport de branchement vaut 87.6% [1]. On
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peut retrouver cette valeur sans faire le calcul exact, en négligeant les masses des
fermions de 1°7¢ génération et en se rappelant que le couplage au vertex ff7 est
proportionnel a la charge du fermion. Ainsi, d’apres les diagrammes de la Fig. 3.13,

BR(Y — €i2jet5) = I(a)+T(c)+0(§)

+
= 87.5%

Si le x§ n’est plus un pur 4 mais reste dominé par sa composante photino, le rapport
d’embranchement précédent varie un peu suivant les valeurs des parametres. Il reste
supérieur a ~ 60% pour tan 3 =1, My < 200 GeV et —200 GeV < p < 200 GeV ,
comme on peut le voir sur la Fig. 3.14. On reconnait sur cette figure les “zones”
de la Fig. 3.7. On voit aussi que dans la zone zino, ce rapport d’embranchement

Figure 3.14: Rapport d’embranchement x9 — e*2jets, pour tan 3 = 1.

varie peu et est de I'ordre de 20%. Par ailleurs, on constate que la valeur de ~ 88%
obtenue dans le cas pur photino (qui correspond a My = 0) est en fait une valeur
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maximale.

Le cas higgsino est a nouveau un peu particulier. En effet, si le x{ est de type HO, le
couplage au vertex ffHO est proportionnel & la masse du fermion f. On voit alors,
d’apres les diagrammes de la Fig. 3.13, que la largeur totale de désintégration du x9
est tres faible. Une intégration de la largeur différentielle de désintégration, a partir
des I’éléments de matrice explicités dans [8], donne les résultats de la Fig. 3.15 pour
la distance de vol c¢7p du X9, lorsque X, = 0.1. Le x{ se désintegre alors générale-
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Figure 3.15: Distance de vol ery (en m) du neutralino le plus léger.

ment en dehors du détecteur, ceci méme pour des couplages X, assez élevés. Dans
le cas ot on s’intéresse au couplage A}, avec j ou k égal a 3, la “stabilité”” dun b1
de type higgsino dépendra davantage de la valeur du couplage [8]. En effet, la masse
du quark b intervient alors et n’est plus négligeable. Pour des valeurs de couplage
assez importantes, le temps de vie du x{ sera assez court pour permettre de détecter
sa désintégration.
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Désintégrations des charginos

Nous allons étudier en détail le cas du yi. Nous supposons ici que les squarks
sont plus lourds que le chargino le plus léger, puisque c’est uniquement dans ce cas
que les produits de désintégration du yT vont nous intéresser. Le yT peut alors se
désintégrer :

e soit via des désintégrations “de jauge”, c’est-a-dire conservant la R-parité,
: ). P ,
e soit par I'intermédiaire du couplage A} ;.

Les diagrammes de Feynman correspondant au premier cas sont représentés sur la
Fig. 3.16. Si la masse du yT n’est pas suffisamment plus élevée que celle du \9, le
W (Fig. 3.16(a,c)) ou le sfermion (Fig. 3.16(b,d)) est hors couche de masse. Suivant
sa nature, le Y se désintegre ensuite comme détaillé dans le paragraphe précédent.
Les largeurs de désintégration y¥ — Ytw et x¥ — \0qq¢ se calculent & laide des
éléments de matrice qu’on peut trouver dans [9]. Leur expression est fonction, entre
autres, des matrices U et V qui diagonalisent la matrice de masse des charginos, et
donc des parametres du modele.

Siun couplage A}, est non nul, d’autres voies de désintégration sont ouvertes pour
le xT. Les diagrammes correspondants sont représentés sur la Fig. 3.17 dans le cas
ou le couplage de £, est X|;;. Notons que seuls les sfermions “gauches” interviennent
dans les graphes précédents, puisque, comme on ’a vu, les sfermions “droits” ne se
couplent pas aux charginos. Deux nouveaux canaux de désintégrations sont alors a
considérer :

(1) x7 — e +d+d (graphes (a) et (b) de la Fig. 3.17)
et
(2) xT = ve+u-+d (graphes (c) et (d) de la Fig. 3.17)
Considérons par exemple le processus (1), et adoptons les notations :
XT (k) = et () + d(qr) + d(g2)

En utilisant les variables de Mandelstam :

s = (g+q@)i=Fk=-1)7°
t = (k—q)=(104¢)
u = (k—q@)=10+aq)

(3.4)
I’élément de matrice au carré s’écrit [10] :
M?—3s) t(M?-1) I(s,t,u)
2 3,2\" 2 [ S(M X A
i, =3l (S + ot Ry

ou les propagateurs et le terme d’interférence ont respectivement pour expression

R(s) = s—mg, (3.5)
D(t) = t—m?, (3.6)
I(s,t,u) = s(M?}—s)—u(M:—u)+t(M2—1). (3.7)
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X1 a(q)
X q X g q (q)
w* g (q)
q X1

(c) (d)

Figure 3.16: Désintégrations de jauge du .

[’élément de matrice pour le processus (2) s’obtient & partir du précédent en faisant
les substitutions : e — v, d — u, d — d et |Vi;|* — |Up|%

Les désintégrations du yi par R, seront d’autant plus importantes que le couplage
Ay est élevé. Néanmoins, pour de grandes valeurs du couplage de i,, un squark
produit par résonance se désintégrera préférentiellement par i, (canaux étudiés dans
la section 3.1.2), et non via des désintégrations de jauge. Pour les valeurs de A,
que l'on peut sonder a HERA avec la luminosité de 1994, il existe une zone “de
compromis” en couplage, dans laquelle le rapport d’embranchement d’un squark en
chargino est important, et ou la désintégration du yF via I, joue un role non nég-

ligeable.

Pour conclure, remarquons que si cela est permis cinématiquement, le squark pro-
duit par résonance peut aussi se désintégrer en un neutralino X?,i>1 plus lourd que
le XY, ou en chargino y3 plus massif que le y7. Les désintégrations des y? (¢ > 1)
peuvent alors se produire soit via les diagrammes de la Fig. 3.13, soit sans faire
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Figure 3.17: Nouveauz modes de désintégration du xF dans le cas ou N, est non
nul.

intervenir la i,, en passant par des bosons de jauge ou des Higgs neutres [11, 12].
Dans ce dernier cas, des désintégrations successives ont lieu jusqua atteindre le \9,
ou jusqu’a ce qu'une désintégration I, ait lieu. De méme, le 3 présente les modes
de désintégrations du 7, auxquels s’ajoutent des canaux faisant intervenir les Higgs
chargés. La présence de Higgs complique un peu la phénoménologie. Bien qu’une
partie du signal ¢ — qx? (: > 1) et ¢ — ¢/x3 soit observable (tout ne “part” pas en
Higgs), nous supposerons dans ’analyse que ces désintégrations ne sont pas vues,
c’est-a-dire qu’elles sont possibles, mais détectées avec un efficacité nulle. Ceci est
motivé par le fait que, comme on peut le voir sur la Fig. 3.12 par exemple, ces voies
de désintégration sont rarement dominantes.

3.1.5 Etats finals possibles

A partir des désintégrations des squarks :
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1. en etq ou vq, par £,

2. en \Y ou 7, et en combinant avec les désintégrations possibles du y? et du
_I_
X1

on peut classer tous les états finals attendus pour la production résonante d’un
squark etq’ — ¢ suivant huit groupes. Les tables 3.2 et 3.3 indiquent les topologies

Canal | nature Processus de désintégration Signature
LSP
P / positron de
51 ZH | § 2 ot ¢
T q ¢ q grand Pr + 1 jet
AT R |
S2 Rhs ({ 1/0 1 Pr manquant + 1 jet
H ¢ — Xi 4
5.7 i — ¢ i
i; €+q/q//
Y2 H | G — q X
N - :
93 < etdd positron de grand Pr
¥.Z g — ¢ X + plusieurs jets
A/
A%
<y €+q/(]”
— 43 qa
5.7 g — q Xi
i; — = 1
€ q94q
= . P electron de grand Pr
¥,Z qg — ¢ Xxi
S4 WO (i.e. “mauvais signe”)
1 : :
N + plusieurs jets
—+ e qq
— (3 (4

Tableau 3.2: Modes de désintégration des squarks, classés en topologies d’événements
discernables (premiere partie). La composante principale du X pour lequel un canal
est permis est indiquée dans la premiére colonne. Les chaines de désintégration
indiquées sont représentatives, mais toutes ne sont pas données. Par exemple, les
désintégrations en xT mettant en jeu un W+ peuvent aussi se faire via [’échange
d’un sfermion virtuel.

d’événements attendues dans ces huit cas, les chaines de désintégration correspon-
dant & chacun de ces canaux, et pour quel type de \! ils sont permis.

Cette classification s’appuie essentiellement sur le nombre de leptons attendus dans
I’état final, la présence d’impulsion transverse manquante, l’existence de un ou
plusieurs “jets” de particules et la présence dans 1’événement d’un lepton chargé
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Canal | nature Processus de désintégration Signature
LSP
52 |44
< Vq/q/
5.7 g — ¢ xi
= W
—1 1
Q5 (_i’/q q Pr manquant
L . - 93 da + plusieurs jets
:Y7Z7H 9 — 4 Xa
A\ -
. —  vud
H ¢ — ¢ x{
W* XY
— q3 qa
H g — ¢ T lepton de grand Pr
S6 —  Wty! (et or u™)
— [T v + Pr manquant 4 1 jet
= ~ *d d P
57 i — ¢ xt e* de grand Pr
W+ 40 + lepton de grand Pr
X1 + +
Q7 N e (et or put)
-I(——> e ad + Pr manquant
v + plusieurs jets
5.7 q — 4 xi lepton de grand Pr
g8 W+ (et or u™)
N vdd! Pr manquant
— vq'q + I'r q
I+ v + plusieurs jets

Tableau 3.3: Modes de désintégration des squarks, classés en topologies d’événements
discernables (seconde partie).

négativement (de signe opposé & celui du lepton incident). Les canaux S1 et S2
correspondent essentiellement aux désintégrations [£,des squarks. Ils sont donc pos-
sibles quelle que soit la nature du x{, et sont importants dés que le couplage de
I, n’est pas trop petit. Le canal S4 présente un lepton “de mauvais signe” (par
rapport a la charge du lepton incident). Ceci n’est possible que via la désinté-
gration du xY, et ne peut donc pas se produire dans le cas ot le \{ est de type
higgsino puisqu’alors il se désintegre généralement hors du détecteur. Le canal S5
sera plus probable si le X} est de type zino que §’il est de type photino, puisque
BR(Z — vqq') > BR(7 — vqq'). Le canal S6 n’est possible que dans le cas ot le
Xg est de type higgsino. En effet, un autre \9 se désintegrerait dans le détecteur et
donnerait des jets supplémentaires. Par contre, S7 et S8 ne sont possibles qu’avec
un Y de type photino ou zino.

[’analyse présentée par la suite repose sur cette classification : nous allons rechercher
des événements vérifiant un des huit criteres précédents.
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3.2 Production de squarks par paire a HERA

On a vu dans la section précédente comment on pouvait former des squarks par
R, via un un couplage Aj;,. La section efficace de production dans ce canal est
proportionnelle au carré du couplage de #,. Dans le cas d’un squark léger, un autre
mode de production est possible a HERA, qui consiste a produire une paire squark-
antisquark. La R-parité est conservée dans ce mode de production, la section efficace
d’un tel processus est donc indépendante d'un couplage . Cette section efficace
diminue drastiquement avec la masse du squark. Dans ce cadre, on va s’intéresser
au cas particulier du partenaire supersymétrique du quark top (le stop), ce dernier
pouvant en effet étre le plus léger de tous les squarks.

3.2.1 Le cas particulier du stop

Rappelons que dans le cadre du M5SSM, on construit pour chaque fermion deux états
fr et fr. Dans cette base, la matrice de masse des sfermions s’écrit :

2
e (5

amyg ms
Les éléments de cette matrice sont fonction des termes de brisure douce de super-

symétrie :

e en notant mg le parametre de masse de brisure douce pour les scalaires, on a :

et mi = mg + mQZ cos 2[3% sin? Oy + m?c

{ mj;L = m%—l—mzzcosZﬁ(%— %sinZGW)—I—m?c
fr

e a = pcot B+ Amg, ou A est le A-terme de brisure douce.

Ainsi, si mg est de 'ordre de la centaine de GeV ., les éléments non diagonaux de
la matrice de masse n’ont pas des valeurs tres élevées pour des fermions légers. Par
conséquent, pour les fermions autres que le quark top, la matrice M est presque
diagonale, et les sfermions “droit” et “gauche” fL et fR sont états propres de masse
en bonne approximation. Ceci n’est plus vrai pour le stop, en raison de la masse
élevée du quark top.

Notons alors #; et 1, les états propres de masse du stop. On les obtient & partir des
états de base tNLR par une rotation d’angle noté 6, :

t [ costy —sinb, i
ty |~ \ sin#, cosé, tr

avec [13] :
cos 20, = ‘L ‘R et sin26, = 4
¢(m% —m? y T 4a’m3 ¢(m% — m%R)Q + da2m?
Les valeurs propres attachées aux états ¢ et ¢, sont alors :
I, 5 9 2
mi, i, = 5(mg, +mi, F wmi —mi " +4a’mf)
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Ainsi, si mg, , mj, et m; sont du méme ordre de grandeur, on obtient :
mgl = m(m — a;) < mj, soit my, < my. On peut donc avoir un état du stop plus
léger que le top. -
Les termes d’interaction entre bosons de jauge et une paire (;,;) s’obtiennent &
partir du Lagrangien du MSSM, en substituant aux états chiraux les états propres
de masse. Par exemple, la partie du Lagrangien qui correspond au vertex 7 -squark-
antisquark s’écrit :
—
L=—1eA¥,q" 0, q,

d’ou on déduit :

] R R
£ == —ZGAM(tT au tl + t; au tg)

it

Les différents vertex “de jauge” pour le stop sont représentés sur la Fig. 3.18.

_ 9
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Figure 3.18: Vertexr d’interaction entre bosons de jauge et paire stop-antistop.
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Les indices vectoriels des champs de jauge sont notés u et v, tandis que les indices
de couleur pour les gluons sont a et b. On a noté par ailleurs :

T = %)\“ les matrices de Gell-Mann

et

K=_17 (T7 cos? 0; — ersin® Oy ) = g (l cos? 6, — 2 sin® Oy ).
cosbyy cosby 2 3

Le couplage d’une paire stop-antistop a un boson Z dépend donc de l'angle de

mélange #;. En particulier, pour 8; = 0.983 rad, on a K = 0 et le Z se découple de

la paire stop-antistop léger. Au contraire, le couplage a un photon est indépendant

de cet angle de mélange.

Dans un modele avec i, ou un couplage A5, (k=1 ou 2) est non nul, on peut
produire un stop par fusion entre le lepton incident et un quark (d ou s) du proton.
Ce mode de production releve de la section précédente. La seule différence réside
dans le calcul de la section efficace de production, ou maintenant I’angle de mélange
6, intervient. En effet, en repartant de (3.1), I'expression développée en champs du
Lagrangien L;, o.p,, et en substituant aux états “chiraux” tr et iR les états propres
de masse t; et {3, on obtient le terme suivant :

Lint D Ny cos Oiterdy + h.c.

Ainsi, il faut remplacer dans ’expression de la section efficace de production (3.2)
le couplage X' par le produit A, cos 6;.

Dans le paragraphe suivant, on va se concentrer sur un mode de production sans i,
ou on produit une paire stop-antistop. La section efficace est alors indépendante du
couplage A3,

3.2.2 Production du stop par paire a HERA
Modes de production

Lors de collisions ep, on peut produire le stop via une fusion boson-gluon (BGF),
entre un gluon émis par le proton et un photon (ou un boson 7Z) émis par le lepton
incident. Les diagrammes de Feynman correspondant a la production par paire du
{; sont indiqués sur la Fig. 3.19. La section efficace de production a été calculée a
partir des éléments de matrice correspondant aux graphes de la Fig. 3.19 dans [14].
Le résultat de I'intégration de cette section efficace montre que I'on peut négliger la
contribution dile a I’émission d’un boson Z. Par ailleurs, les intégrations de la section
efficace différentielle exacte et de celle obtenue dans le cadre de "approximation de
Weizsacker-Williams donnent des résultats similaires pour des masses de stop allant
jusqu’a une cinquantaine de GeV  [14]. Nous utiliserons donc cette approximation,
dont on va rappeler le principe dans le paragraphe suivant.

Approximation de Weizsaecker-Williams

Dans les années 1930, Williams et Weizsécker [15] ont observé que les photons émis
par une particule chargée ultrarelativiste sont plutét polarisés transversalement.
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Figure 3.19: Diagrammes de production de stop par paire via fusion boson-gluon. Le
photon peut étre remplacé par un boson 7.

Ainsi, les photons émis sont plutot réels que virtuels (seul un photon virtuel peut
étre polarisé longitudinalement). L’idée est alors de “simuler” ’effet d’une particule
chargée incidente par un faisceau de photons équivalents, et d’approximer les sections
efficaces de diffusion d’une particule chargée sur une cible par la convolution du flux
de ces photons équivalents et de la section efficace de diffusion photon-cible, ou le
photon est réel.

Dans le cas qui nous intéresse, les amplitudes de diffusion contiennent des termes
en é qui viennent du propagateur du photon. Si, compte tenu des contraintes
cinématiques, la plus petite valeur Q2 . que peut prendre Q? est faible, les photons
seront émis préférentiellement & bas Q?, c’est-a-dire ils seront quasi-réels. On va
alors factoriser la section efficace de production d’une paire stop-antistop en deux
termes :

e un terme correspondant a la probabilité pour le positron d’émettre un photon
emportant une fraction y de sa quadri-impulsion p.,

e un terme représentant la section efficace du processus yp — £1£% o le photon
est réel est de quadri-impulsion yp..

Physiquement, on congoit que cette factorisation soit légitime : un photon quasi-
réel va se propager sur une distance suffisante pour que les sous-processus e — ey
et vp — 1,17 puissent étre traités comme des processus distincts. Ainsi, la section
efficace du processus eP — #,17 s'écrit :

Ymaz Tg,mazx

Oep = P(y)dy drgg(zy, A)o(3) (3.8)

Ymin Tg,min
On a noté :

e P(y) la probabilité pour que I’électron émette un photon emportant une frac-
tion y de son impulsion. Cette fonction s’écrit [16] :

al 1 —y)? 2

R Ol ) L Y

27 Yy

min

Ply) =
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ou Q2. et Q> sont des fonctions de y : Q2. = m2¥ et Qr  =yS—

min max min el—y max
4m?

stop

détaillée au chapitre 5).

(la cinématique du processus de production d’une paire de squarks sera

o S est le carré de ’énergie dans le centre de masse de la réaction ~y-gluon,

e 5 est la section efficace du sous-processus vg — 1,17 [14] :

. 4 Zmax 1 . . 2
o = §7TO[O[S /me dZm[ngl — Zm%SZ(l — Z) + 5222(1 — Z) ]

ou z = (p.ps)/(p.q), en notant p, ps et ¢ les quadrivecteurs du gluon, du stop
et du photon. z,,:, et 2,4, sont fonction de 5 et de la masse du stop my, .

o g est la densité de gluons a l'intérieur du proton. On I’évalue en prenant $§
comme échelle.

Le terme en log % dans l'expression de P(y) provient de I'intégration d’un terme
min

en é Dans le calcul exact de la section efficace du processus complet, on s’attendrait

a avoir un terme en é

considérant une réaction générale ep, comment on retrouve I’expression de P(y) ci-

dessus. Considérons le processus inclusif ep représenté sur la Fig. 3.20.

(dt au carré du propagateur du photon). On va voir, en

e (k)

Figure 3.20: Réaction inclusive ep, ou X est un état final quelconque.

On note :

1. k, k', g et P les quadri-impulsions de 1’électron incident, diffusé, du photon et
du proton,

2. p; celles des particules sortantes appartenant a I’état X,

3. M la masse du proton,
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4. E et E' les énergies des électrons incident et diffusés, dans le référentiel de
repos du proton.

On rappelle 'expression des variables classiques :

_ @ - _Pg _Pg
orqg YT Pk M

Q*=—¢ ; u — K- FE =Ey

Le courant décrivant la ligne d’électron s’écrit :
J* = a(K"y u(k)

On définit alors le tenseur leptonique :

1
L = 9 Z Judy = 2(kuk, + kl'k:t = (k-K)gp)

spin
La section efficace différentielle du processus étudié s’écrit alors :

1 a? >k d>p;

do = — [, (27)
o= Fgil w21 (2#)32E’H(27r)32Ei

ou [ est le facteur de flux, et w,, un tenseur décrivant I'interaction yp. En intégrant
sur les impulsions des particules 7, et par analogie avec la section efficace de collision
e~ [ — e~ u,on peut écrire :

d*c E' o*

dEdQ E?LWW“”

Le tenseur W, dépend du processus étudié. On peut cependant I’écrire de maniere
générale en fonction des tenseurs indépendants d’ordre 2 du probleme que I'on peut
construire a partir de P et de ¢. Par ailleurs, le tenseur leptonique L* étant
symétrique, seule la contraction de la partie symétrique de W, avec ce tenseur sera
non nulle. Les seuls tenseurs symétriques d’ordre deux que 'on peut construire a
partir de P et ¢ sont : ¢*, P*P", ¢"¢” et (P"q” + P"¢"). On va donc décomposer
W, sous la forme :

W. W,
—4 ‘|‘ —z(PMQU ‘I’ PUQM)

sym W
Wug = —Wigw + M2 qudv M

2
bt F

Les coefficients W; ci-dessus doivent dépendre des scalaires indépendants construits
a partir de P et g, soit ¢* et (P.q), ou, de maniere équivalente, x et Q. Par ailleurs,
la conservation du courant hadronique impose la condition ¢"W,, = ¢"W,, = 0,
ce qui s’écrit :
W5 - - ];2q W27
2
Wy, = i%l Wy + ]\j—;W1

Ainsi, W™ s’exprime en fonction de deux tenseurs seulement :

Wy P.q P.q
W(P“ - ?QM)(PV - ?%)

sym 9uqy
Wuff = Wi( - — Gu) +

q2
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Posons alors ¢; = MW, et ¢ = vW,. En contractant avec le tenseur leptonique
L* | et en utilisant le fait que

2
AEd0 = 40y = 94024
Ep 0 = g d@
on obtient alors :
d*o Ama?

T = 2r V(@ Q)+ (1= y)ba(@, Q7))

ce qui s’écrit encore, en posant ¢y = ¢y — 2x¢y,
d*c 2ma? , ) o
dzdQ? - 2O [(14 (1 —y)*)pe(x, Q) — Pr(x, Q%)y"] (3.9)

Considérons maintenant uniquement le sous-processus v* proton — X. Le photon

étant virtuel, il possede trois états de polarisation, deux transverses et un longitu-
dinal. En représentant par 'indice A cet état de polarisation, la section efficace du
sous-processus s’écrit :

Stiax
02
le terme é provenant du facteur de flux F' = % En sommant sur les trois états

de polarisation, la section efficace totale s’écrit :

on = ( JA (X)W

Stlax
Q2

Notons or la section efficace moyenne pour un photon polarisé transversalement, et

)g;w Wsym

Otot = _( Ly

o, la section efficace correspondant a une polarisation longitudinale, soit :

Ox=41 T Or=_1
or = 0L = 0x=0

2

En chosissant 'axe z le long de ¢, on peut écrire les vecteurs de polarisation du
photon de la manieére suivante [17] :

1 , 1 I ———
6/\::|:1 ::F7§(0,1,j:l,0) EN=0 — \/@( V2+Q270707V)

: > K v K v K v
On voit des lors que les tenseurs (e\_ge5_o) et (eh_ €5_, + €h__,€5__,) sont eux-
aussi symétriques. Par conséquent, o, et o s’expriment a 'aide de W™, donc en
fonction de ¢, et ¢r. En inversant ces dernieres relations, on obtient :

b = o (Q—) (Gvr + 300)

8mlazx

o = x (L) 200,

8mlazx

On remplace alors ¢s et ¢r, dans I'expression (3.9) de la section efficace différentielle
totale, qui s’écrit alors en fonction de o4, et 0. Faisons maintenant I’approximation
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suivante : le photon est quasi-réel, donc, un photon réel ne pouvant étre polarisé que
transversalement, on néglige la contribution de o7 dans 'expression de la section
efficace différentielle du processus complet :

lim o7, =0 lim 040t = Orot(Vreets P)
q2—0 q2—0

Le calcul donne alors :
do 2mra’ 2
= 1 1—y)?) —=—
dxd()? Q4 (1+{=y)) 8miaw

En faisant le changement de variable + — y, on obtient :

O-tot(ﬂ)/reela P)

d*c _Lgl—l—(l—y)2
dyd@Q? — Q*4r y

On retrouve donc bien, apres intégration sur %, I’expression de P(y) donnée plus
haut.

O-tot(ﬂ)/reela P)

Contribution “photon résolu”

Si le photon émis par le positron se résoud en son contenu en quarks et en gluons,
on peut avoir des contributions supplémentaires a la section efficace du processus
étudié. Par exemple, si le photon se résoud en un quark, ce dernier peut fusionner
avec un antiquark émis par le proton pour former un gluon. Ce gluon peut alors se
désintégrer en une paire stop-antistop. Si le photon se résoud en un gluon, la paire
stop-antistop peut étre produite par exemple via le couplage ggt;t7. Néanmoins, les
calculs faits dans [18] montrent que :

o(gg — 1t7) < 0.10(qq — 1117) < 0.010(Ypecrg — t117).

Les contributions de photoproduction résolue seront donc négligées.

Section efficace de production du stop par paire

On détaillera au chapitre 5 la méthode d’intégration numérique de la section efficace
différentielle (3.8) ci-dessus. On va donner ici les résultats numériques de cette
intégration. Ces résultats, obtenus en utilisant la densité de gluons dans le proton
donnée par la paramétrisation GRV-LO [19], sont montrés sur la Fig. 3.21. On voit
que cette section efficace décroit tres vite avec la masse du stop. Compte tenu de
la luminosité de quelques pb™! accumulée par 'expérience, seules des faibles masses
de stop peuvent étre ainsi explorées. Ceci justifie le fait que la recherche de squarks
produits par paire a HERA n’est faite que dans le cas du stop, si celui-ci est léger.

3.2.3 Modes de désintégration du stop
Désintégration du stop ¢, par &,

Si la R-parité n’est pas conservée et si un couplage A3, est non nul, le stop peut
se désintégrer en positron-quark. Ceci est similaire a ce qui a été vu dans le para-
graphe 3.1.2. A nouveau, la seule différence réside dans le fait qu’il faut remplacer
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Figure 3.21: Section efficace de production de stops par paire a HERA.

le couplage par le produit A cos®,. Ainsi, la largeur de désintégration {; — etd;
s’écrit : |

N _ ) 2 )
fiovetde = Alzpcos” Oymy, .

I

Désintégrations du stop conservant la R-parité

De maniere générale, un squark ¢ peut se désintégrer selon :

G — g

Dans le cas du stop, ce mode de désintégration est interdit cinématiquement a cause
de la masse élevée du quark top. Par ailleurs, on s’intéresse ici a un stop léger, de
masse inférieure a une cinquantaine de GeV . Compte tenu de la masse du chargino
le plus léger (voir Fig. 3.6), il est légitime de faire I’hypothese suivante :

my < MXI"’

de sorte que les désintégrations du stop en chargino soient elles aussi interdites ciné-
matiquement. De méme, les désintégrations en gluinos ne sont pas prises en compte
car on suppose ici que ces derniers sont tres lourds. Le seul canal de désintégration
possible pour le stop dans le cadre du “pur MSSM” (dans un modele ot la R-parité
est conservée) est alors : #; — cx?. Ceci correspond & des diagrammes & 'ordre
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Figure 3.22: Désintégrations du stop en cxy.

d’une boucle représentés sur la Fig. 3.22, les trois diagrammes du bas donnant un
exemple de chaque boucle possible. Le calcul de la largeur partielle de désintégration
t; — ¢x{ donne alors [20] :

L oo M\
Fﬁ—)cx? = §a€c|€| Mfl 1 — M~2 )
t1

ou ¢ est fonction de #;, des parametres du modele supersymétrique, et est propor-
tionnel aux éléments K, et Ky, de la matrice Cabibbo-Kobayashi-Maskawa. Remar-
quons que de méme que la transition b — u est tres supprimée par Ky, la largeur

ty — ux? est négligeable par rapport a £; — ¢x?. Numériquement, ¢ est de lordre
de 107 [20], et des lors :

M2\’
[, oo = (0.3 = 3)107 M5, (1 Xl) .
—CXq Mi

On a représenté sur la Fig. 3.23 les différentes largeurs de désintégration du #;
1. par R,, pour deux valeurs de A5, cos ;,

2. en cxY et en bxT

pour deux couples de valeurs de (u, M3) et tan3 = 5. On voit donc que lorsque
)\’131(2) cos f; n'est pas trop faible (2107%), et pour #; plus léger que le chargino, la
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Figure 3.23: Largeurs de désintégration du stop pour tanf3 = 5 et (a) u =
—140 GeV , My, =80 GeV (b) p = —80 GeV , M, =60 GeV .

désintégration en etd(s) est largement dominante.
Dans le cadre de notre analyse, on supposera qu’'un couplage 5, (k = 1 ou 2) est
non nul et que son produit par le cosinus de ’angle de mélange est tel que :

BR(t; — etq) = 100%.

Les événements que I'on va rechercher correspondent donc au graphe représenté sur
la Fig. 3.24. Ces événements présentent donc un électron et un positron dans 1’état
final. Le positron incident est trés peu dévié dans de tels événements car le Q? est
tres faible (& trés petit @*, 'angle polaire 8. du positron diffusé est élevé comme
on le voit sur la Fig. 1.7). Il repart donc dans le tube a vide et est en général non
détecté dans 'appareillage.
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Figure 3.24: Production d’une paire stop-antistop par fusion v-g, suivie d’une dé-
sintégration I, des stops.
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Résumé du chapitre 3

Les processus supersymétriques que nous allons étudier sont les suivants :

e la production résonante de squarks, par fusion entre le positron incident et
un quark venant du proton. Ce mode de production viole la R-parité, via un
opérateur L;1Q);Dy.

e la photoproduction de paires de stops, par fusion entre un photon émis par le
positron incident et un gluon venant du proton. Ce mode de production, qui
conserve la R-parité, a une section efficace faible. C’est seulement dans le cas
du stop qu’il sera étudié, le stop pouvant étre le plus léger de tous les squarks.

Pour I’étude de la production résonante de squarks, nous faisons les hypotheses
suivantes :

e la particule supersymétrique la plus légere (LSP) est neutre et non chargée de
couleur;

o les gluinos, partenaires supersymétriques des gluons, sont plus massifs que les
squarks;

e un des couplages Aj;; est nettement dominant sur les autres, permettant la
production de deux squarks uniquement.

Les squarks produits par résonance ont plusieurs modes de désintégration : par
violation de la R-parité en (e*,g) ou (v, q), en un neutralino et un quark, ou en un
chargino et un quark. Gardons a 'esprit que :

o les squarks “droits” ne se désintegrent pas en chargino, au contraire des squarks
“gauches” pour lesquels ce mode de désintégration domine des qu’il est permis
cinématiquement;

e avec un faisceau de positrons dans 1’état initial, c’est essentiellement un squark
“gauche” qu’on peut produire;

o le secteur des neutralinos et des charginos est entierement défini par 3 para-
metres : My, le terme de brisure douce pour les jauginos de SU(2)y, 'angle
[, dont la tangente est égale au rapport des valeurs moyennes dans le vide
des deux Higgs, et p, qui est un terme de mélange entre les deux doublets de

Higgs;

o du fait qu’on considere un modele ou la R-parité n’est pas conservée, la LSP
peut se désintégrer. Ses modes dominants de désintégration dépendent alors de
sa “nature” (suivant que la LSP ressemble davantage a un photino, & un zino
ou a un higgsino). De plus, si la LSP est de type higgsino, elle se désintegre
en général en dehors du détecteur.

Les états finals possibles pour la production de squarks par résonance sont classés
suivant huit groupes. Les tables 3.2 et 3.3 résument cette classification.

Pour la production de stops par paire : on se limite a la recherche d’un stop plus
léger que le top, et plus léger que le chargino. Si un couplage A5, est non nul, le
stop se désintegre alors de maniere dominante par violation de la R-parité, en un
électron et un quark.
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Chapitre 4

LE DETECTEUR H1

On va présenter dans ce chapitre les principales caractéristiques du détecteur H1.
On trouvera dans [1] une description complete de 'appareillage. La conception du
détecteur a débuté en 1985, et c’est en 1988 que les premiers modules du calorimetre
a argon liquide ont été testés au CERN. L’assemblage du calorimetre dans le cryostat
a été réalisé en 1990. Une trentaine d’instituts ont participé a la réalisation du
détecteur.

Apres une présentation générale de ’appareillage, on décrira plus en détail les parties
du détecteur qui seront plus particulierement utiles pour notre analyse. On verra
aussi comment la luminosité est mesurée, et comment fonctionnent la chaine de
déclenchement et 'acquisition des données.

4.1 Vue générale

La machine HERA, qui a été présentée au chapitre 1, est avant tout caractérisée par
une grande différence entre les énergies des faisceaux de leptons et de protons, ceci au
contraire du LEP ou du Tevatron par exemple. La conséquence en est ’asymétrie des
détecteurs H1 et ZEUS. La structure des événements est déplacée dans la direction
des protons incidents (ce que nous appelerons “I’avant”), qui sont plus énergétiques
que les leptons. Les détecteurs doivent donc permettre des mesures précises dans
cette direction.

En se déplacant du centre du détecteur vers sa périphérie, le détecteur H1 est
constitué de plusieurs éléments, comme on peut le voir sur la Fig. 4.1. On distingue :

o le détecteur de traces, lui-méme constitué de plusieurs chambres;

o le calorimetre a argon liquide, qui comporte une partie électromagnétique et
une partie hadronique. Ce détecteur ne couvre pas tout ’angle solide, et est
complété par un calorimetre a ’avant (le PLUG), et un calorimetre a 'arriere

(le BEMC);
e le cryostat;

e la bobine supraconductrice, qui délivre un champ de 1.2 T;
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o le fer instrumenté qui assure le retour des lignes de champ magnétique. Il est
aussi utilisé pour détecter les fins de gerbes hadroniques, ainsi que les muons;

Par ailleurs, le détecteur comporte également :
o PR )
e un spectrometre a muons, situé a "avant;
e un systeme de temps de vol, situé a I’arriere;
e un luminometre, situé tres a 'arriere.

Notons que ’ensemble du calorimetre a argon liquide est englobé dans le cryostat,
ceci évitant la présence d’inhomogénéités dans le calorimetre. On constate de plus
sur la Fig. 4.1 que la bobine supraconductrice n’entoure pas uniquement les dé-
tecteurs de traces, mais aussi le calorimetre, afin de limiter la présence de matériaux
morts devant le calorimetre.

On va par la suite décrire plus en détail les détecteurs de traces et le calorimetre
a argon liquide.

4.2 Les détecteurs de traces

Les détecteurs de traces vont nous permettre de reconstruire les traces des particules
chargées, et de mesurer leur impulsion par la courbure de ces traces. De plus,
c’est a partir des traces reconstruites dans un événement que la position du vertex
d’interaction sera déterminée. Les détecteurs de traces sont placés dans le champ
de 1.2 Tesla délivré par la bobine supraconductrice (ce champ est homogene a 0.3%
pres dans la partie centrale). Ils sont constitués de plusieurs chambres a fils :

e dans la partie centrale, on distingue les “Central Jet Chambers” (CJC), les
“Central Inner (Outer) Z-chambers” (CIZ,COZ), les “Central Inner (Outer)
Proportional chambers” (CIP, COP);

e les “Forward Multi-Wires Proportional Chambers” (FMWPC) constituent la
partie avant du détecteur de traces;

o la “Backward Proportional Chamber”, qui, comme son nom l'indique, est
située a ’arriere.

La Fig. 4.2 permet de situer ces différents détecteurs de traces. Détaillons main-
tenant ces différentes chambres.

4.2.1 Les chambres centrales
Les chambres CJC

Les chambres CJC1 et CJC2 sont des chambres a dérive cylindriques. Elles font
toutes deux environ 2 metres de long, et ont une épaisseur de ~ 25 cm pour CJC1

et ~ 30 cm pour CJC2. La chambre CJC1 est la plus proche du faisceau (son rayon
intérieur est de 20 ¢cm). La couverture angulaire de la CJC1 (10° < § < 170°)
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Figure 4.2: Coupe longitudinale des détecteurs de traces.

est donc meilleure que celle de la CJC2 (25° < 0 < 155°). Ces deux chambres sont
constituées de fils paralleles a I’axe des faisceaux. Une coupe transverse du détecteur
de traces central est donnée sur la Fig. 4.3. On constate que les fils font avec la
normale un angle de 30°. Cet angle “de Lorentz” permet de compenser 'effet du
champ magnétique sur la dérive des particules. De plus, les fils d’anode sont décalés
les uns par rapport aux autres de telle sorte que "ambiguité droite-gauche puisse
étre levée.
Les chambres CJC1 et CJC2 ont une bonne résolution (150pm) en (x,y). Par
division de charge, elles permettent aussi de mesurer la position suivant 1’axe z des
faisceaux, mais avec une précision de l'ordre de 20 mm (1% de la longueur des fils).
La mesure de la perte d’énergie par unité de longueur (dE/dx) est possible a 6%
pres. La résolution sur I'impulsion p de la trace est proportionnelle au carré de p :

A—f =3.107% GeV 7!

p
Notons pour conclure que le temps de réponse de ces chambres est assez long (1.5
ps), celui-ci étant limité par le temps de dérive des électrons. La tension appliquée
sur ’anode est de 'ordre de 1.5 kV, et la vitesse de dérive des électrons est alors
vp ~ 50 pm/ns.

Les chambres CIZ/COZ

La chambre CIZ est tres proche du tube a vide (a 18 cm), la COZ est située entre la
CJC1 et la CJC2, a ~ 50 cm du tube faisceau. Ces deux chambres sont constituées
de fils perpendiculaires a 1’axe des faisceaux. La Fig. 4.4 représente la chambre CIZ.
Suivant 'axe z, la CIZ est constituée de 15 anneaux, chaque anneau comportant
16 cellules qui définissent une structure polygonale. Chaque cellule comprend 4 fils
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Figure 4.3: Vue transverse des détecteurs de traces centrauz.

d’anode. Ces chambres permettent de mesurer la coordonnée z avec une tres bonne
précision (de I'ordre de 300 gm), et apportent donc une information complémentaire
a celle délivrée par les chambres CJC. De plus, la résolution sur I’angle azimuthal @
est de 'ordre de 2% de 27. Etant aussi des chambres a dérive, les temps de réponse
de ces chambres sont la encore importants.

Les chambres CIP/COP

Le principal inconvénient des chambres décrites précédemment est leur temps de
réponse (=~ 1.5 us), a comparer au temps de croisement de 96 ns. On verra plus loin
sur quels criteres un événement est “gardé”, c’est-a-dire ce qui permet de décider si
un événement est intéressant pour la physique ou si c’est un événement de bruit de
fond (par exemple une interaction du faisceau avec le tube a vide). La détermination
d’'un vertex d’interaction sera capitale pour cette décision, et c’est naturellement
par les traces que le vertex sera reconstruit. Puisqu’on ne peut pas attendre la
réponse des chambres CJC et CIZ/COZ, deux chambres fonctionnant en régime
proportionnel ont été installées : la CIP (la plus proche de I’axe des faisceaux), et
la COP. Leur temps de réponse est rapide (~ 50 ns) puisque les électrons ne dérivent
que sur de tres faibles distances. Ce sont donc ces chambres qui seront utilisées par
le systeme de déclenchement.
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4.2.2 Les chambres a ’avant

Le systeme de détection de traces a l'avant couvre ’angle polaire 7° < § < 25°.
Comme on peut le voir sur la Fig. 4.5, il est constitué de trois modules identiques,
chacun comprenant :

e une chambre a dérive planaire, dont les fils sont perpendiculaires a 'axe des
faisceaux. Chaque module comprend en fait trois plans de fils, tournés de
60° I'un par rapport a l'autre, dans le plan transverse a ’axe des faisceaux.
L’information de ces chambres permet de mesurer ’angle polaire § avec une
résolution inférieure a 1 mrad.

e une chambre a dérive radiale, dont les fils sont perpendiculaires a 1’axe des
faisceaux selon une géométrie radiale. Elle donne une résolution dans le plan
transverse (x,y) de l'ordre de 150 gm. Une mesure de la coordonnée r est de
plus possible par division de charge.

e un radiateur de transition, constitué de feuilles de propylene. En traversant
ce radiateur, un électron émet un rayonnement X, détecté dans les chambres
a dérive radiales. Ceci devrait permettre d’identifier les particules (de séparer
les électrons des pions), mais n’est pas utilisé pour I'instant.

e une chambre proportionnelle multifils, qui participe de méme que les CIP /COP
au premier niveau de déclenchement. Son temps de réponse est de ~ 20 ns.

4.2.3 La chambre a fils arriéere

La BPC est une chambre proportionnelle, située a I’arriere du détecteur. Elle cou-
vre le secteur angulaire 155.5° < 6 < 174.5°. Elle est constituée de 4 plans de fils
perpendiculaires aux faisceaux, ces plans étant tournés de 45° en ® 1’un par rapport
a l'autre. Sa résolution angulaire sur I'angle polaire est de 5 mrad. Elle sert prin-
cipalement a mesurer 'angle # du lepton, lorsque celui ci est diffusé dans la partie
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Figure 4.5: Le systéeme de détection de traces a 'avant.

arriere du détecteur. En 1995, cette chambre a été remplacée par une chambre a
dérive, la “Backward Drift Chamber” (BDC), permettant une meilleure détermina-
tion des traces vers ’arriere, conjointement avec de nouveaux détecteurs au silicium,
proches du vertex d’interaction.

4.3 Les calorimetres

Les calorimetres, au contraire des détecteurs de traces, permettent aussi de dé-
tecter le passage d’une particule neutre électriquement. Le détecteur H1 comporte
plusieurs calorimetres : le calorimetre a argon liquide [2], qui est le plus volumineux,

le PLUG a l'avant, et le BEMC [3] a I'arriere.

4.3.1 Le calorimetre a argon liquide

[expérience H1 est équipée d’un calorimetre & argon liquide (LAr) & échantillonage.
L’avantage de I’argon est sa grande inertie chimique, qui assure un signal stable dans
le temps (la stabilité du signal est de 'ordre de 1% par an). Par ailleurs, il ne se
dégrade pas sous l'effet de rayonnements ionisants.

Le principe est le suivant. Le calorimetre est constitué d’un empilage de plaques d’un

121



milieu dense (I’absorbeur) et de couches d’argon liquide. Une particule traversant le
calorimetre va tout d’abord interagir avec le milieu dense, et perdre de 1’énergie en
formant des gerbes de particules secondaires. Les particules chargées de ces gerbes
vont ensuite ioniser I'argon liquide (créer des paires {Art, e }). Ces électrons vont
alors dériver du fait du champ électrique appliqué entre deux plaques d’absorbeur,
et la quantité de charge collectée est statistiquement proportionnelle a 1’énergie de
la particule incidente. C’est dans I'argon liquide que le signal est formé : on dit que
I’argon constitue le milieu actif du calorimetre.

Le calorimetre a argon liquide couvre le secteur angulaire 4° < # < 152°. Comme on
I’a déja signalé, il est entierement plongé dans le cryostat, qui maintient la tempéra-
ture de l'argon a 90 K et sa pression a 1.35 bar. Deux parties distinctes composent
ce calorimetre : la section électromagnétique et la section hadronique. La Fig. 4.6
représente une coupe longitudinale de ce calorimetre. Il est segmenté le long de I’axe

S
\[thrr lF|LZH il = == ==
oF2H ||| oF
“ I”llill” FB1 (B3E (BZE (BIE BB
IF2H IFTE] |
! WwP
|
IF2H IFIE
\FB2E [FBiE| (B3E CBZE e likkd
aezu |l o T |
1 l 1 | | | FB2H FBIH ||| |E=cB3H : (B2H (BIH=

“ A M
s_.r_la—a—a

Figure 4.6: Coupe longitudinale du calorimétre a argon liquide.

des faisceaux en huit roues. Les six premieres (BBE,CB1,CB2,CB3,FB1 et FB2) sont
divisées dans le plan transverse a 1’axe des faisceaux en huit octants de 45°. Les
deux roues a I'avant (IF et OF) sont constituées de deux moitiés d’anneau. Les
interstices (les “cracks”) entre ces différents constituants du calorimetre constituent
des zones mortes pour la détection. Néanmoins, les cracks en ® entre octants d’une
roue hadronique ne pointent pas vers le point nominal d’interaction, comme le mon-
tre la coupe transverse du calorimetre de la Fig. 4.7. Ainsi, si une particule est
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Figure 4.7: Coupe transverse du détecteur H1.

diffusé dans un crack en ® électromagnétique, une partie de son énergie peut étre
“récupérée” dans la partie hadronique du calorimetre.

Notons de plus que la roue BBE est uniquement électromagnétique, tandis que la
roue la plus a ’avant comprend seulement une partie hadronique.

Enfin, chaque octant est divisé en cellules de lecture (ce sont elles qui permettent
de collecter le signal). La structure d’une cellule differe suivant qu’on est dans la
section életromagnétique ou hadronique du calorimetre.

Composition des cellules élémentaires

Une cellule du calorimetre électromagnétique est composée de deux plaques de
Plomb (le milieu absorbeur) de 2.4 mm d’épaisseur, entourant une couche active
d’argon liquide de 2.35 mm d’épaisseur. Le schéma d’une cellule du calorimetre est
représenté sur la Fig. 4.8. De part et d’autre de chaque plaque d’absorbeur, on
trouve des panneaux de circuits imprimés en G10 (composant a base de fibre de
verre et d’epoxy) a la surface desquels sont disposés les “pads” de lecture en cuivre.
Ce sont vers ces “pads” que dérivent les électrons, sous 'effet d’un champ électrique
de ~ 0.5kV/mm créé par des plans de haute tension peints avec de la peinture
hautement résistive (HRC) (la haute tension appliquée est de 1500 V). Notons que
le temps de collecte des charges est relativement long (>~ 500 ns), soit 5 croisements
consécutifs des faisceaux. Ces “pads” de lecture sont plus petits dans la partie avant
du détecteur (le calorimetre doit étre mieux segmenté dans la partie avant, car c’est
dans cette direction que la structure des événements est déplacée). Ainsi, ces “pads”
ont une surface de 8 x 8 cm? dans la partie centrale (3 > 80°) et de ~ 3 —5x3—-5
cm? dans la partie avant. Ces cellules élémentaires sont ensuite regroupées en un
canal de lecture : c’est un tel canal que nous appelerons “cellule” par la suite. La

123



HRC (30)

——————————— KAPTON (75)
Cu GROUND (55) ' , PREPREGU1230) 10 (7201
\Q§7 ——— PREPREG (130)
HY Pb(2368)
&3\‘\:\5\ \\\\ \\\\ PREPREG (130) PRIMER (50)
L /{ = PREPREG (130) = 0 ¢/28)
KAPTON (75)
HRC(30)
Cu PADS (55)
610(690)
PREPREG (260)
, Pb(2368)
PRIMER (50)
CuLEADS(5&Z‘\~4_._____;jr—~———————-PREPREG(260)
__________ 610(690)

vz Cu PADS (55)

Figure 4.8: Schéma d’une cellule du calorimetre électromagnétique.

partie électromagnétique du calorimetre comporte 30000 canaux de lecture.

Une cellule du calorimetre hadronique est composée de :

o deux couches d’argon liquide de 2.3 mm d’épaisseur. Au milieu de cette couche
active se trouve un panneau de G10, sur lequel sont imprimés les “pads” de
lecture;

e deux plans de haute tension entourent ce milieu actif, portés par des plaques
d’acier inoxydable de 1.5 mm d’épaisseur;

o deux plaques d’acier inoxydable de 16 mm d’épaisseur, qui constituent le milieu
absorbant.

Le schéma d’une cellule hadronique est représenté sur la Fig. 4.9. Les plaques dans
la partie hadronique sont plus grandes que celles de la partie électromagnétique :
utiliser de grandes plaques de Plomb aurait posé des problemes de tolérance, c’est
pour cela que I'acier a été choisi. La taille des cellules élémentaires hadroniques est
entre 2 et 4 fois celle des cellules élémentaires électromagnétiques. A nouveau, les
cellules élémentaires sont regroupées en canaux de lecture. Il y en a ~ 13000 dans
le calorimetre hadronique.

Les cellules de lecture électromagnétiques et hadroniques de chaque octant de
chaque roue peuvent étre regroupées en couches longitudinales (on parle de “lay-
ers”) : il y en a entre 3 et 4 dans la partie électromagnétique, et de 4 a 6 dans la
section hadronique, suivant la position en 4.

Revenons sur la Fig. 4.6. La figure montre quelle est 'orientation des plaques
d’absorbeur dans le calorimetre. On constate que cette orientation n’est pas la méme
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Figure 4.9: Schéma d’une cellule du calorimetre hadronique.

pour toutes les roues : dans les roues BBE, FB1, FB2 et IF (les roues a arriere
ou a avant), ces plaques sont verticales; dans les roues centrales CB1,CB2 et CB3,
elles sont paralleles aux faisceaux. La raison de ce choix est la suivante : le fonc-
tionnement d’une cellule est meilleur si les particules traversent les plaques avec un
angle incident inférieur a 45° par rapport a la normale des plaques.

Résolution en énergie

La résolution en énergie du calorimetre électromagnétique s’écrit, en ne gardant que

le terme d’échantillonage :
(ol 5 12%

E~VE
Le terme constant est de plus inférieur a ~ 1%. La résolution du calorimetre
hadronique est égale a ~ 50%/v/E, avec un terme constant de l'ordre de 2%. Ces

quantités ont été déterminées a la suite de mesures de calibration, faites a 'aide
d’un faisceau test au CERN.

Epaisseur en X; et \;

L’épaisseur du calorimetre électromagnétique varie entre 20 et 30 longeurs de radi-
ation X, et entre 1.0 et 1.4 longueurs d’interaction A\;. Rappelons qu’une longueur
de radiation est la distance apres laquelle un électron a perdu 1 —e™ ~ 66% de son
énergie par Bremsstrahlung. La longueur X, dépend ensuite du matériau traversé
par la particule incidente (Xo = 5.6 mm pour le Plomb). Il faut en moyenne une
vingtaine de Xy pour absorber une gerbe électromagnétique.

125



Une longueur d’interaction A est définie comme étant le libre parcours moyen d’un
hadron entre deux interactions inélastiques. L’épaisseur totale du calorimetre varie
entre ~ 5\ (dans la partie centrale) et >~ 9A; (a 'avant). La Fig. 4.10 représente
les lignes a X et A; constants dans le calorimetre LAr.
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Figure 4.10: Lignes a longueur de radiation Xy et longueur d’interaction A\; con-
stantes dans le calorimetre a argon liquide.

4.3.2 Le calorimetre avant PLUG

On a vu dans la section précédente que le calorimetre a argon liquide ne couvre
pas les tres bas angles polaires. Cette couverture angulaire est assurée par un petit
calorimetre “bouchon”, le PLUG, qui couvre les angles polaires entre 0.7° et 3.3°.
(C’est un calorimetre a échantillonnage, constitué de plaques de cuivre (I’absorbeur)
et de silicium (le milieu actif). Sa résolution angulaire est de 4 mrad, mais sa résolu-
tion en énergie est médiocre : og/FE = 150% /v E. 1l sert actuellement uniquement
pour détecter la présence de particules dans ce domaine angulaire.

4.3.3 Le calorimetre arriere BEMC

Dans la partie arriere, c’est un calorimetre Plomb-Scintillateur qui assure la couver-
ture angulaire 155° < § < 177°. Son épaisseur correspond a 22 longueurs de radi-
ation, et moins d’une longueur d’interaction : c’est essentiellement un calorimetre
électromagnétique (d’ou son appelation). Il permet de mesurer ’énergie du lepton
diffusé dans des réactions de diffusion profondément inélastique a faible moment de
transfert, et ce avec une tres bonne résolution : op/E ~ 10%/VE.

En 1995, le BEMC, qui n’est pas bien segmenté, a été remplacé par un calorimetre
a fibres scintillantes de type SPACAL [4], offrant une bien meilleure granularité.
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4.3.4 Le calorimetre de fin de gerbes

Le fer instrumenté, qui englobe la bobine supraconductrice, assure le retour des
lignes de champ magnétique. Il est également instrumenté par des tubes a décharge
(“streamer”), qui permettent de détecter le passage d’un muon et de mesurer les
fins de gerbes hadroniques, qui n’auraient pas été completement arrétées par le
calorimetre hadronique.

La structure du fer instrumenté est octogonale, chaque octant étant constitué de 10
plaques d’acier de 7.5 cm d’épaisseur, espacées de 2.5 ou 5 cm. La résolution en

énergie du fer instrumenté est de 1'ordre de 100% /v'E.

4.4 Le spectrometre a muons

Un spectrometre a muons, constitué d’un aimant toroidal intercalé entre des plans de
chambres & dérive, est situé dans la partie avant du détecteur. Il permet de mesurer
des impulsions de muons entre 5 et 200 GeV, émis a un angle polaire 3° < § < 17°.

4.5 Le systeme de temps de vol

Le systeme de temps de vol est constitué de deux détecteurs : le TOF (Time Of
Flight) et le mur-veto, tous deux situés a 'arriere du détecteur central. Ces dé-
tecteurs utilisent des photomultiplicateurs (PM) délivrant des signaux rapides (de
lordre de la ns).

Le TOF comprend deux plans de scintillateur, placés perpendiculairement a ’axe
des faisceaux a -1.95 m et -2.25 m du point nominal d’interaction. Des PM, concus
pour fonctionner en champ B # 0, sont utilisés pour lire la lumiere provenant de ces
scintillateurs. De plus, les scintillateurs sont protégés du rayonnement synchrotron
par une plaque de Plomb de 6.5 mm d’épaisseur.

Le mur-veto comprend lui aussi deux plans de scintillateurs situés a -6.5 m et -8.1 m
de la zone d’interaction.

Ces détecteurs permettent de savoir si une particule vient de la zone d’interaction ou
se dirige vers elle. Ils sont utilisés au premier niveau de déclenchement pour rejeter
les interactions entre les protons et des molécules de gaz résiduel présentes dans le
tube a vide, ou entre les protons et le tube faisceau, ces interactions étant en dehors
de la fenétre en temps déterminée par le croisement des faisceaux.

4.6 Le systeme de luminosité

On va voir dans ce paragraphe comment la luminosité est mesurée. Cette mesure
repose sur deux détecteurs : “I’électron tagger” (ET) et le “photon detector” (PD).
La luminosité est mesurée a partir du processus de Bethe-Heitler e P — eP~, dont
on connait la section efficace précisément o = 28 mb. Notons que des réactions
de Bremsstrahlung entre les leptons incidents et des molécules de gaz résiduel
eA — eA~ constituent un bruit de fond pour les événements Bethe-Heitler. La
proportion de telles interactions de bruit de fond est évaluée grace aux “paquets
pilotes” (15 paquets de leptons n’ont pas de paquet de protons correspondants, et
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6 paquets de protons n’ont pas de partenaire dans le faisceau de leptons).
Afin d’identifier des événements de Bethe-Heitler (ou de bruit de fond), on essaie
de détecter en coincidence 1’électron final dans le ET et le photon dans le PD. Dans
de telles réactions, le lepton de I’état final repart dans le tube a vide. Le ET est
placé tres pres du tube faisceau et loin du point d’interaction, a z = —33.4 m. Les
électrons diffusés sont d’abord déviés par des aimants a -27.3 m, avant d’interagir
avec le ET. Quant aux photons, ils quittent le tube faisceau a z = —92.3 m et
interagissent avec le PD situé a z = —102.9 m du point d’interaction. Les positions
de I’électron tagger et du photon detector sont montrées sur la Fig. 4.11.

Le ET est un détecteur Cerenkov de 15.4 cm x 15.4 cm de surface, constitué de

Figure 4.11: Position des détecteurs de luminosité.

7 x 7 cellules, chacune étant lue par un PM. Le PD est aussi un détecteur Cerenkov,
de surface 10 cm x 10 cm et composé de 5 x 5 cellules.

Notons par ailleurs que le E'T est aussi utilisé pour I’étude d’événements de photo-
production, ou le lepton diffusé repart a un angle § ~ 180°.

4.7 Déclenchement et acquisition

On cherche a sélectionner des événements correspondant effectivement a une colli-
sion eP, et a rejeter les événements de bruit de fond. Ces événements de bruit de
fond sont dus essentiellement a des radiations synchrotron provenant du faisceau de
leptons, a des interactions entre des protons et des molécules de gaz résiduel dans
le tube a vide, ou encore a des interactions entre des protons et le tube faisceau.

Afin de prendre la décision de garder ou de rejeter un événement, on a besoin
d’informations provenant des divers sous-détecteurs. On a signalé auparavant que
le temps de réponse de certains de ces détecteurs est long comparé au temps qui
sépare deux croisements successifs du faisceau. Il n’est pas envisageable d’attendre
la réponse des détecteurs sensibilisés lors d’une collision en ignorant les interactions
qui peuvent avoir eu lieu pendant le laps de temps nécessaire a la décision. Ceci
conduirait en effet a des temps morts trop importants et une perte notable de lu-
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minosité. La solution consite a stocker les informations dont on a besoin dans des
mémoires tampons (des “pipelines”), le temps nécessaire a la décision.

Le systeme de déclenchement est constitué de quatre niveaux. Le premier niveau
(L1) s’appuie sur un traitement des informations que I'on peut obtenir rapidement,
et qui sont stockées dans les pipelines. Le niveau L1 est composé de 11 éléments de
déclenchement (“trigger elements”), qui correspondent a la réponse d’'un détecteur
particulier. Parmi ces éléments de déclenchement, citons par exemple :

e le déclenchement dii aux chambres proportionnelles (CIP,COP, BPC);
o le déclenchement du a la présence d’énergie dans le calorimetre LArT;
o le déclenchement da a la présence d’énergie dans le BEMC.

On réalise ensuite des combinaisons logiques de ces différents éléments, pour obtenir
128 sous-déclencheurs (“subtrigger elements”). Ces sous-déclencheurs peuvent cor-
respondre a un type particulier de physique (par exemple suivant que de ’énergie
a été déposée dans le BEMC, dans le ET ..). Certains de ces subtriggers sont des
déclencheurs de contréle, permettant de déterminer 'efficacité d’un sous-détecteur.
Un événement est gardé par le premier niveau de déclenchement si une des condi-
tions logiques associées a chaque sous-déclencheur est réalisée. Le temps de décision
au niveau L1 est tres bref (2 ps).
Les niveaux L2 et 1.3 du systeme de déclenchement analysent de maniere corrélée
les informations venant des sous-détecteurs, et autorisent le déclenchement sur des
criteres plus sophistiqués que L1. Ces deux niveaux, comme L1, s’effectuent en
temps réel, simultanément avec la prise de données.

Les événements gardés par L3 sont alors transmis au systeme d’acquisition. La
fréquence caractéristique a laquelle un événement est gardé par L3 est de 'ordre de
50 Hz. Ces événements sont ensuite transmis au dernier niveau de déclenchement
(L4), qui s’effectue plus tard. Notons que jusqua présent, les niveaux de déclenche-
ment L2 et 1.3 n’ont pas été utilisés.

La Fig. 4.12 représente les différentes étapes du déclenchement. Les temps néces-
saires a la décision a chaque niveau sont indiqués sur la figure.

Nous allons revenir dans le paragraphe suivant sur le déclenchement calorimétrique.
En effet, on verra dans le chapitre 6 que nous demanderons explicitement que
les événements sélectionnés pour notre analyse aient été gardés par un des sous-
déclencheurs calorimétriques qu’on va décrire ci-dessous.

4.7.1 Déclenchement calorimétrique

Le déclenchement calorimétrique repose sur les “cellules de déclenchement”, qui
correspondent a la somme des signaux analogiques délivrés par 16 “pads” dans
la section électromagnétique, et 4 “pads” dans la section hadronique. On somme
ensuite les signaux de 4 a 6 cellules de déclenchement, pour constituer les “tours” de
déclenchement. Ces tours pointent approximativement vers le vertex d’interaction
et sont segmentées selon 23 intervalles en 8 et jusqu’a 32 intervalles en ®. Selon
la région en #, de une a quatre tours de déclenchement sont alors regroupées pour
former 240 “grandes tours”. Ces grandes tours du calorimetre LAr sont représentées
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Figure 4.12: Les niweauz de déclenchement.

sur la Fig. 4.13. Les signaux électromagnétique et hadronique de chaque grande
tour sont ensuite digitalisés séparément dans des FADC (Fast Analog to Digital
Convertor). Ce sont finalement des combinaisons de ces signaux digitalisés qui
forment les sous-déclencheurs calorimétriques du niveau L1.

Parmi ces sous-déclencheurs, ceux qui vont nous intéresser tout particulierement
sont les suivants :

e sous-déclencheur “électron” : dans chaque grande tour, on regarde si le signal
électromagnétique dépasse un certain seuil (entre 6 et 30 GeV suivant la roue),
et si le signal hadronique est inférieur a un autre seuil (entre 2 et 5 GeV); Si
c’est le cas, le sous-déclencheur est activé;

o sous-déclencheur “énergie transverse” : l’énergie de chaque grande tour est
pondérée par un facteur sin § dépendant de la position de la grande tour. Cette
quantité doit dépasser un certain seuil (~ 5 GeV ) pour que le déclencheur soit
activeé;

e sous-déclencheur “énergie transverse manquante” : on part des quantités al-
gébriques (signées) utilisées par le sous-déclencheur “énergie transverse” et on
somme toutes ces quantités. Cette somme donne une estimation de I'impulsion
transverse manquante de I’événement. Si elle dépasse un certain seuil, le sous-
déclencheur est allumé. Ce sous-déclencheur nous servira pour les canaux
d’analyse ou on attend de 'impulsion transverse manquante;

e sous-déclencheur “energie dans le Barrel” : il correspond a la somme des é-
nergies totales des grandes tours dans la partie centrale du calorimetre (roues
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Figure 4.13: Les “Grandes Tours” dans le calorimeétre a argon liquide.

CB1, CB2, CB3, FBI et FB2).

4.8 Controle du bruit dans le calorimeéetre LAr

Les données enregistrées contiennent des informations “brutes” (les adresses des fils
touchés, les charges déposées dans les différentes parties des calorimetres...), qui
seront ensuite reconstruites pour disposer de grandeurs utilisables pour les analyses
(des énergies par exemple). On donnera au chapitre suivant quelques détails sur la
reconstruction. Bien que des suppressions de bruit soient effectuées lors de cette
étape, le bruit électronique peut détériorer nos mesures. Par exemple, il se peut que
tous les canaux connectés a une méme boite analogique soient tres bruyants. Le
signal de ces canaux sera alors au-dela de la coupure de bruit appliquée lors de la
reconstruction. Ils créent ainsi de la “fausse” énergie, qui va détériorer par exemple
le bilan en impulsion transverse de 1’événement. Etant chargée, lors de la prise de
données de 1995, de controler le bruit dans le calorimetre, je vais décrire dans le
paragraphe suivant la procédure appliquée afin de reconnaitre ces canaux “chauds”.

Lors de la prise de données, on enregistre a une fréquence de 0.2 Hz des événe-
ments déclenchés de maniere aléatoire, donc contenant essentiellement du bruit. Ces
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événements sont écrits sur un fichier particulier. Des que 3000 événements ont ainsi
été enregistrés, ils sont analysés par un programme de contréle (ARMON, pour AR-
gon MONitoring). Le programme ARMON regarde la charge moyenne déposée sur
chaque canal, ainsi que la fréquence a laquelle le signal recueilli par chaque canal
est au-dessus de 40 du bruit. Si par exemple cette fréquence est supérieure a 1%,
on considere que le canal est bruyant ou chaud : la liste de ces mauvais canaux
correspondant a une période donnée est écrite dans une base de données. Lors de la
reconstruction, les mauvais canaux sont alors éliminés.

Lors de la prise de données de 1994, trois boites analogiques (ANBX) ont souvent
posé probleme (il s’agit des ANBX 36, 119 et 228). La Fig. 4.14 montre la charge
moyenne déposée par canal de lecture, et la fréquence a laquelle le signal d’un canal
est au-dela de 40 du bruit. Elle a été réalisée a partir de 3000 événements déclenchés
aléatoirement pendant une période ou ’ANBX 228 était chaude. On voit que pour
certains canaux (ceux qui correspondent a ’ANBX 228), la charge moyenne déposée
et la fréquence a laquelle les canaux sont touchés sont tres importants. A la recon-
struction, I’énergie de ces canaux a été mise a zéro pour les événements pris pendant
cette période, de maniere a ne pas fausser leurs caractéristiques.

Par ailleurs, lorsqu’on réalise une analyse de physique, on a besoin de comparer

les données de ’expérience aux prédictions du Modele Standard. Pour cela, on utilise
des générateurs d’événements, qui simulent le type de physique auquel on s’intéresse.
Pour ces événements générés, on applique ensuite une simulation du détecteur H1,
qui permet de prendre en compte les effets de résolution et d’acceptance.
Pour que cette simulation soit réaliste, on a aussi besoin de prendre en compte le
bruit électronique dans le calorimetre, qui peut détériorer les signaux. On ne peut
pas superposer au signal délivré par une cellule une composante de bruit gaussienne,
car il s’avere que les distributions du bruit électronique dans le calorimetre n’ont
pas des queues gaussiennes. Pour cela, on réalise lors de périodes de luminosité des
prises de données spéciales, avec uniquement des événements déclenchés de maniere
aléatoire, et qui sont gardés de méme que les événements “de physique”. On les
reconstruit ensuite, en éliminant les éventuels canaux chauds que le programme
ARMON a pu trouver. Ces données calorimétriques sont alors superposées aux
événements de simulation.
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Chapitre 5

OUTILS D’ ANALYSE

Ce chapitre présente les outils qui seront nécessaires a notre analyse. Certains d’entre
eux ont été développés dans le cadre de cette these.

Nous avons établi au chapitre 3 quelles sont les différentes signatures attendues
pour les processus supersymétriques étudiés, ainsi que les principales sources de
bruit de fond. Afin d’optimiser les coupures qui peuvent permettre de mettre en
évidence un signal éventuel, une connaissance précise du bruit de fond et du signal
est nécessaire, et nous utilisons pour cela une simulation Monte-Carlo. La simula-
tion d’événements supersymétriques permet de plus de connaitre les efficacités avec
lesquelles notre analyse serait a méme de sélectionner un signal. La description des
générateurs utilisés fait 1'objet des deux premieres parties de ce chapitre. Ayant
travaillé a I’écriture de générateurs d’événements supersymétriques, je décrirai en
détail les principes de la génération Monte Carlo et la méthode utilisée.

On verra ensuite comment identifier un électron dans le calorimetre, et comment, a
partir de la mesure de I’état final d’une réaction de diffusion profondément inélas-
tique, on peut reconstruire les variables de Bjorken définies au chapitre 1.

5.1 Générateurs d’événements pour le bruit de

fond

On va présenter ici les différents générateurs d’événements disponibles pour les pro-
cessus constituant un bruit de fond pour le signal recherché, a savoir la diffusion
inélastique profonde et la photoproduction. Les divers programmes de génération
existants peuvent étre interfacés avec différents modeles pour traiter le rayonnement
de gluons. Ce sont ces modeles qu’on va commencer par présenter.

5.1.1 Effets QCD dans les réactions ep

Jusqu’a présent, des quarks libres n’ont jamais été observés dans la nature. Ce fait
pourrait s’expliquer comme étant une conséquence de la variation de la constante
de couplage ag de 'interaction forte : celle-ci devient de plus en plus importante
a des distances élevées. Ainsi, le quark diffusé dans une réaction de diffusion in-
élastique doit “s’habiller” et former un objet non coloré. Ce passage des quarks et
des gluons aux hadrons comporte en fait plusieurs étapes. La premiere étape traite
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le rayonnement de gluons par le parton. Le parton émet d’autres partons jusqu’a
ce que les distances mises en jeu ne permettent plus un traitement perturbatif de
ces effets. Deux modeles permettent de décrire cette émission de partons : celui des
“cascades de partons”, et celui des dipoles de couleur. Dans la deuxieme étape, c’est
“I’habillage” des quarks qui est réalisé.

Le modele des cascades de partons

Ce modele s’appuie sur un calcul perturbatif des émissions de partons. Dans une
réaction ep ou un parton interagit avec un photon émis par le lepton, a la fois le
quark de ’état initial et final peuvent rayonner des gluons. On parle de “cascade
initiale” et “cascade finale”. Le parton émis par le proton peut étre soit sur sa
couche de masse, soit posséder une virtualité du genre espace (m?*30). Il peut alors
rayonner des gluons avant d’interagir avec le photon, et devenir de plus en plus
virtuel. Le parton de ’état final est soit sur sa couche de masse, soit possede une
virtualité du genre temps (m?20). Il perd alors cette virtualité en émettant d’autres
partons, jusqu’a retomber sur sa couche de masse. Ces cascades de partons sont
modélisées dans l"approximation des logarithmes dominants, la probabilité qu’un
parton émette un gluon se calculant a I’aide de fonctions simples, les fonctions “de
splitting” (formalisme d’Altarelli-Parisi). Des que la virtualité des partons de I’état
final passe en-dessous d'une certaine échelle (typiquement 1 GeV ?), les calculs ne
peuvent plus étre menés de maniere perturbative et la premiere étape s’arréte.

Le modele des dipoles de couleur

Le probleme du modele précédant est que les cascades “initiale” et “finale” sont
traitées indépendamment : les effets d’interférence sont négligés. Pour remédier a
ce probleme, le modele des dipdles de couleur [1] (CDM, pour Color Dipole Model),
a été proposé. Dans ce modele, le rayonnement de gluons n’est pas traité suivant
le formalisme d’Altarelli-Parisi, mais en termes de dipoles, ou antennes, de couleur.
[’ensemble formé par le quark de ’état final et le diquark constituant le résidu du
proton est vu comme un dipdle de couleur, et le rayonnement d’un gluon correspond
a la séparation du dipdle initial en deux dipoles, 'un entre le quark et le gluon,
I’autre entre le gluon et le diquark. Ceci est généralisé a I’émission de N gluons.

La fragmentation

Une fois cette premiere étape terminée, on entre dans le domaine non perturbatif
de QCD et une approche phénoménologique, le modele des cordes de Lund [2],
est adoptée. Cette étape s’appelle la “fragmentation”. Lorsque un quark et un
antiquark de 1’état final s’éloignent, leur énergie potentielle de couleur augmente.
Ce champ de couleur est représenté par une corde, sous-tendue par le quark et
I’antiquark. La tension de cette corde augmente a mesure que les partons qui la
sous-tendent s’éloignent. Cette corde peut alors se “casser”, donnant naissance
a une paire quark-antiquark, qui forme les nouvelles extrémités de la corde. Les
hadrons obtenus alors sont en général instables et se désintegrent jusqu’a ce que des
particules stables soient obtenues.
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5.1.2 Générateurs utilisés

Le générateur LEPTO [3] permet de simuler des événements de diffusion inélastique
profonde. Les corrections électromagnétiques sur la ligne du lepton initial ne sont
pas prises en compte dans ce Monte-Carlo. Le traitement complet des corrections
radiatives électromagnétiques peut étre réalisé a ’aide du générateur DJANGO [4],
qui est en fait une interface entre LEPTO, générant le sous-processus, et HERA-
CLES [5], qui modifie I’événement généré et corrige la section efficace pour inclure
les effets QED. Le générateur LEPTO s’appuie sur un calcul de I’élément de matrice
du processus a l'ordre O(ag). Pour inclure le rayonnement de gluons, il peut ensuite
étre interfacé soit avec le modele des cascades de partons (on parle alors d’interfacage
MEPS, pour Matrix Element + Parton Shower), soit avec le modele CDM. Notons
que l'interfacage avec CDM décrit bien le flux d’énergie hadronique observé dans les
événements de diffusion profondément inélastique [6], mais reproduit mal les taux
de jets [7]. Au contraire, ces taux de jets sont bien décrits par MEPS, mais le flux
d’énergie a ’avant du détecteur est mal reproduit.

Les simulations dont on dispose pour les processus de diffusion profondément inélas-
tique, répondent aux caractéristiques suivantes :

e 30000 événements de DIP par courant neutre a grand Q? (Q* > 90 GeV ?),
générés avec LEPTO+MEPS. Ce lot d’événements correspond a une section
efficace o = 4085.3 pb, soit une luminosité ~ 2.6 fois celle des données, qui
est de ~ 3 pb™'. Une coupure sur I'angle polaire du positron diffusé est
appliquée au niveau générateur (0§ < 153°), ce qui correspond bien a la région
cinématique qui nous intéresse (on va rechercher entre autres des événements
possédant un lepton de grande énergie transverse dans I’état final, donc dans
la partie centrale du détecteur).

e 100000 événements de DIP par courant neutre a grand Q* (Q* > 60 GeV ?),
générés avec DJANGO4CDM, correspondant a une section efficace o = 5309.0
pb.

e 3000 événements de DIP par courant chargé, générés avec DJANGO+CDM.
La section efficace est de 40.56 pb. Ce nombre d’événements correspond a
ce que 'on devrait voir dans les données avec une luminosité ~ 26 fois plus
importante que celle accumulée en 1994.

Les deux productions de DIP par courant neutre (LEPTO et DJANGO) seront
utilisées indifféremment dans 1’analyse, sauf pour le canal S3 (avec la notation du
chapitre 3), ou seul le générateur LEPTO sera utilisé. En effet, la topologie cor-
respondant a ce canal comprend plusieurs jets dans 1’état final, on préfere donc
disposer d’une simulation décrivant bien les jets, quitte a ne pas prendre en compte
les corrections QED dans 1’état initial.

Le bruit de fond de photoproduction, ou I'interaction se fait par 'intermédiaire
d’un photon direct ou résolu en ses composants hadroniques, de méme que la produc-
tion de saveurs lourdes (production de paires cé), est simulé & ’aide du générateur
PYTHIA [8]. Ce générateur inclut les corrections QCD au premier ordre en ag et les
cascades de partons dans I"approximation des logarithmes dominants. Pour chacun

137



des processus, la simulation dont on dispose correspond a une fois la luminosité des
données.

5.2 Générateur d’événements pour la production
de squarks par paire

Ayant contribué! a Iécriture du générateur d’événements pour la production de
squarks par paire, je vais détailler dans cette section la méthode utilisée pour intégrer
la section efficace différentielle du processus, et pour générer des événements suivant
cette section efficace.

5.2.1 Intégration de la section efficace différentielle et généra-
tion

Le but recherché est double : il nous faut tout d’abord intégrer la section efficace
différentielle du processus qui nous intéresse. On souhaite ensuite générer des événe-
ments suivant cette section efficace différentielle.

L’intégration de la section efficace différentielle se fait par Monte-Carlo. On va

commencer par rappeler les bases de cette méthode, en particulier le principe du
double tirage.
Les événements que l'on cherche a générer peuvent étre caractérisés par certaines
variables indépendantes notées ;. Par exemple, les x; peuvent étre les énergies-
impulsions des particules présentes dans I’état final, la fraction d’impulsion du pro-
ton emportée par le gluon qui va fusionner avec le photon... On verra plus loin
quelles variables ont été choisies pour la génération d’événements de production de
squarks par paire. On connait 'expression de la section efficace différentielle du
processus en fonction des x; :

do = f(x1,..,v,)dey..dz,
Afin de générer des vecteurs (a1, ..x,) suivant la fonction de distribution f(x1,..2,),
on peut appliquer la méthode suivante, dite “du double tirage”. On commence par
calculer le maximum f,,,, de la fonction f. On prend ensuite n nombres aléatoires
a; dans l'intervalle [0, 1], et on pose :

ainsi que les valeurs cinématiques extrémes 27" et x7°*” de chacune de ces variables.

max
: — X

7 7

x; = ( a; + "

La probabilité pour qu’un événement du type de ceux qu’on cherche a générer soit
défini par le vecteur des (z;) est proportionnelle a la valeur de la fonction f en ce
point. On tire alors un autre nombre aléatoire 3 dans [0, 1]. Le vecteur (a1, ..x,)

LA partir de code fourni par Tadashi Kon, de I'Université de Seikei (Tokyo).
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sera accepté seulement si :

flae, ..xn)
Jmaz

Le cas échéant, on essaie un autre vecteur (xy,..x,). Ainsi, on garde davantage de
vecteurs la ou la fonction f prend de grandes valeurs : les événements sont bien
générés suivant la section efficace différentielle. L’intégrale de la section efficace dif-

> .

w(xy,.ax,) =

férentielle est alors obtenue en divisant la somme des f(z;) par le nombre de vecteurs
(x;) essayés.

L’inconvénient de cette méthode est qu’elle prend beaucoup de temps des que la
fonction f est tres irréguliere. En effet, les vecteurs (21, ..2,,) sont générés aléatoire-
ment, indépendament de la valeur de la fonction f en ce point. Si on a deux régions
de l'espace Ry et R, telles que f prenne de tres faibles valeurs sur R; et de grandes
valeurs sur Ry, on va générer autant de points dans R; que dans R,. Mais une tres
grande partie des points de R; ne seront pas gardés apres la coupure mettant en jeu
le second nombre aléatoire.

La méthode que ’on va décrire ci-dessous permet de s’affranchir de ce probleme.
Prenons, pour simplifier, le cas d’une fonction & une seule variable f(x), ou x est
déja dans I'intervalle [0, 1]. On veut calculer I'intégrale de cette fonction sur [0, 1] et
générer des réels suivant la distribution donnée par f. Divisons I'intervalle [0, 1] en

n sous-intervalles [ag, a1], [aq, az], ... [an_1, ], avec ag = 0 et «,, = 1. On prend
alors N, points x; dans [0, 1], et pour chacun d’eux on définit un poids p; par
1
pi= nAaj,

ou Aqyj, est la largeur de 'intervalle qui contient le point x;. On obtient alors un
estimateur S de 'intégrale de la fonction par [9] :

1 & fla) 1 &
S—FZ——FZJC(%)”AO‘J&

pi=1 P P =1

La variance o2 de cet estimateur s’écrit alors :

ot = mwp Z (F(ay))* — (Z )} (5.1)

avec

Fay) = f(zr)nAay,
La méthode employée et décrite dans [10] est une version itérative de ce qui précede.

e On se fixe n le nombre d’intervalles et IV, le nombre de points que I’on prendra.
On commence par tirer au hasard N, points dans [0,1]. D’ou un premier
estimateur S de la valeur de I'intégrale, et une variance o} pour cet estimateur.
Cette variance o} dépend des Aq;.

e On modifie les Aa; de maniere & minimiser la variance of. On reprend alors
N, points dans [0, 1], et on calcule, avec les nouvelles valeurs de Ay, un nouvel

estimateur S, et une nouvelle variance o3.
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e On peut alors calculer un estimateur moyen a partir des deux estimateurs
calculés :

2
So
moyen — 0-2 Z _2 (52)

a=

—_

avec

zij L (5.3)

e On modifie a nouveau les Ae; pour minimiser 3. On calcule alors un nouvel
estimateur S3 et o2, d’ott un nouvel estimateur moyen calculé & partir de Sy,
Sy et S3, et sa variance.

Ainsi, les longeurs des intervalles Aoy sont modifiées a chaque itération. On s’arréte
des que la variance de 'estimateur moyen devient inférieure a une valeur donnée,
ou quand le nombre d’itérations devient trop grand. Des qu’une de ces conditions
d’arrét est réalisée, on fixe les valeurs des Ac;. En fait, minimiser la variance o
par rapport aux Acq; tend a modifier les intervalles de sorte que ceux-ci soient plus
nombreux au voisinage des singularités de la fonction f. Cette étape nous a donc
permis de définir le découpage optimum de l'intervalle d’intégration, en utilisant
I'information sur le comportement de la fonction. Concretement, si la fonction f
présente un pic en une valeur z,,. de z, les longueurs des intervalles au voisinage de
cette valeur seront tres petites. Dans le cas multidimensionnel, tout ce qui précede
se transpose aisément. On parle alors d’hypercubes plutot que d’intervalles. L’étape
décrite ci-dessus consiste donc en la définition des hypercubes optimaux. Cette étape

est appelée “définition de la grille”.

Les Acq; étant maintenant définis, on va calculer plusieurs estimateurs S; en
prenant M échantillons (zq,...,zy,) différents dans [0,1]. On en déduit comme
précédemment un estimateur moyen S, en, & partir de Sy, .. Sy, et sa variance o,
On accumule le nombre d’échantillons (c’est-a-dire on augmente M), jusqu’a ce que
cette variance soit inférieure a une valeur donnée (pas nécéssairement la méme que
précédemment ), ou des que le nombre d’itérations devient trop grand. Cette étape
s’appelle “étape d’accumulation”.

On a ainsi calculé l'intégrale I = 5,4, de la fonction, ce qui est le premier
résultat voulu. Reste a générer des x suivant la distribution f(x).
On définit pour cela une nouvelle fonction F' :

Flz) = f(x)nAa,,

ou Acqyj, est la longueur de l'intervalle contenant le point = et n est le nombre de
subdivisions de l'intervalle d’intégration. Ceci devient, en dimension N :

F(xy,...,an) = f(o1, ..., @ HnAoz]l

ot [TV, Aa; est le volume de ’hypercube contenant (1, ..., zx) et n; le nombre de
Hz_l Ji yp ” 9

m¢ variable. On choisit alors

subdivisions de l'intervalle d’intégration associé a la °
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un intervalle (ou un hypercube) avec la probabilité P; :

1

n Acg;

P

ou, en dimension N :

1
B Hk nkAajk
Un hypercube étant choisi, on prend au hasard un point (x1,...xx) dans cet hyper-
cube. On calcule alors la valeur de la fonction F' en ce point. On le garde si la

P;

condition suivante est réalisée :

Flay, . 2n)

>
Fmax _ﬁ

ou (3 est un nombre aléatoire entre 0 et 1, et F},,,, la valeur maximale de la fonction F'.

En résumé et pour comparer avec ce qui a été dit au début de ce paragraphe :

e Les points (xy,...,2x) ne sont plus pris aléatoirement mais de préférence au
voisinage des pics de la fonction (choix de I'hypercube);

e La fonction qui passe le test “du deuxieme tirage” n’est plus la fonction f, mais
une fonction F' beaucoup plus uniforme. En effet, si en un point la valeur de
f est importante, le volume de I'hypercube qui contient ce point sera faible.
La fonction F' est donc “aplanie”, ce qui donnera des efficacités de génération
élevées.

Un ensemble de routines appelé BASES/SPRING [10] permettant d’intégrer une
section efficace différentielle et de générer des événements, selon la méthode décrite
ci-dessus, est disponible aisément. BASES est la partie qui réalise 'intégration,
SPRING celle qui génere les événements.

Le paragraphe suivant présente un exemple d’application de cette méthode. Le
processus concerné est la production de paire de squarks.

5.2.2 Génération d’événements de production de paires de
squarks

Nous allons définir ici les variables utilisées pour la production de paire de squarks
stops par fusion boson-gluon :

etp — eI X.
Notons :
o ket k' les quadri-impulsions du positron incident et diffusé ,
o p; et p; celles du stop et de 'anti-stop ,

o P et p celles du proton et du gluon. On suppose que le gluon est émis coliné-
airement au proton et on note :

p=nkP ;
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e ¢ =k — k' le quadri-vecteur du photon ,

o 5, 5 et sg les carrés des énergies dans le référentiel du centre de masse de la
réaction (eT,proton), (v, gluon) et (e, gluon), soit : § = (p; +ps)? = (p+q)*
et s¢ = (p+ k)%

On définit ensuite les variables de Mandelstam pour la réaction vg — it
o i=(p—ps)%
o iu=(p—pp)

ainsi que les grandeurs :

r = Q" i Tg = Q" :lx ; —@ ; Z:(p-pf) (5.4)

2(P.q) 2p.q) n T (PR (p-q)

Le processus d’émission du gluon par le proton est déterminé des que 'on connait
la variable 7. Le sous-processus etg — etit est décrit par 3 x4 —4—3 = 5 variables

indépendantes, donc la réaction étudiée est définie par 6 variables indépendantes.
Il nous faut donc déterminer 6 variables en fonction desquelles la section efficace
différentielle s’exprime le plus simplement possible. Une de ces variables sera n, la
fraction d’impulsion du proton emportée par le gluon. Par ailleurs, un autre degré
de liberté trivial correspond a I’angle azimuthal ¢, du positron diffusé, par rapport
a la direction du positron incident. Cet angle est compris entre 0 et 27, et la section
efficace différentielle est indépendante de cet angle.

Une fois cet angle connu, on se place dans le référentiel du centre de masse du
systeme y-gluon. On définit un axe (Oz) par le vecteur p. On définit ensuite ’axe
(Ox) de telle sorte que (Ox) soit perpendiculaire a (0Oz), le plan (Oz,Ox) soit le
plan (E,ﬁ) et que Eﬁ > 0. Notons que l'angle ¢, correspond a une rotation de
I’axe (Ox) autour de (Oz). On compléte ensuite de sorte a obtenir un triedre direct
(Ox,0y,0z) . A partir des angles 8 et ® définis sur la Fig. 5.1, on peut écrire les
quadrivecteurs de toutes les particules :

nP EZ E.
_ 0 _ 0 | E.sing
P=1 o =1 o b= 0
nP —nP E. cosf3
£y £y
| ¢ssinfcos® ;| —gqssinfcos®
Pr= gssinfsin @ Py = —qssinfsin @

gy cosf —qycosd

Les énergies E du photon et E} du stop et de 'antistop dans le centre de masse de
la réaction v-gluon sont reliées par la conservation de 'énergie : EX + nP = 2E7%.
Ainsi, les cinq variables (en plus de ¢.) qui permettent de déterminer entierement
la cinématique de la réaction peuvent étre prises parmi : n, 3, £}, 6 et ®. Par
ailleurs, la variable Q% = —¢? s’exprimant trivialement en fonction de EZ et de n, on
peut aussi choisir : 1, 3, Q?, 0 et ®. Enfin, connaitre la quantité » définie par (5.4)
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Figure 5.1: Définition des grandeurs utilisées pour décrire la production d’une paire
stop-antistop par fusion photon-gluon.

permet de connaitre #, et la donnée de y est équivalente a celle de 3, par la simple
expression des produits scalaires intervenant dans les expressions de z et y. Les
variables qu’on choisit pour définir la cinématique du processus seront alors : 1, ®,
Q?, z,y et ¢.. La section efficace étant indépendante de ¢., on integrera uniquement
sur les cinq premieres variables et le résultat sera multiplié par 27. Ce sont donc 7,
®, ()?, z et y qui seront les z; de la section précédente.

Afin de réaliser I'intégration et la génération d’événements, il nous reste a connaitre
le domaine cinématique autorisé pour chacune de ces variables. Le calcul, mis a part
celui de la valeur limite inférieure de Q?, est présenté dans [11], pour la production
de paires c¢ par fusion y-gluon dans les collisions ep. Les résultats sont transposables
ici en remplacant la masse du quark ¢ par celle du stop. On obtient :

0<® <2

{1

__éi%@—QmQQ—Mﬁ

Zmaz,min — ~
235

Pour la variable Q?, on pose ¢ = yk + gr. En combinant avec k' = (1 —y)k — gz, on
obtient : )

Y Ly

qr-

@ =mit -
l—y 1-y
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De plus, (P.qr) = 0 implique que ¢ < 0, et par conséquent :

Par ailleurs :

Q: ys — WY

mar ~

avec W¢ = (2m;, + M)* — M?*, M étant la masse du proton. Les bornes pour la
variable 7 sont :

=1 t — 47717%1 + Q2
nmax — € nmzn — yS
S+ W £ /(S — W22 — 4m2Wp
ymzn,max - 2(5 _I_ mz)

A partir de ces ingrédients, 'intégration de la section efficace différentielle et la
génération d’événements est réalisée a I’aide de BASES et SPRING, suivant la méth-
ode expliquée dans la section précédente. La densité de gluons choisie pour convoluer
avec la section efficace du sous-processus etg — 1t correspond a la paramétrisation
GRV-LO [12, 13]. Une incertitude de =~ 15% est liée a ce choix, et a été déterminée
en comparant les résultats de I'intégration obtenus avec GRV-LO et MRSD- [14].
Le traitement du résidu du proton est le suivant. Dans un processus de fusion
photon-gluon, le résidu du proton est constitué des trois quarks de valence du pro-
ton. Ils sont alors divisés en un quark et un diquark, I’énergie et le moment étant
répartis entre les deux. Pour l'instant, le générateur n’inclut pas les corrections
radiatives. Seule la fragmentation (a ’aide du modele de Lund) est réalisée.

Les valeurs des masses du stop pour lesquelles on dispose d’une simulation, ainsi
que les sections efficaces de production, sont présentées dans la table 5.1. Comme
on I’a déja signalé au chapitre 3, cette section efficace diminue tres rapidement avec
la masse du stop, et seules de faibles masses de stop pourront étre sondées avec la
luminosité accumulée par 'expérience en 1994.

Masse du stop (GeV) | o (GRV-LO) (pb) | ¢ (MRDS™) (pb)

5 2652.17 £ 13.37 2495.79 £ 12.56
7 721.75 £ 3.39 725.81 £ 3.36

9 260.10 £1.13 274.65 £1.19
10 167.28 £ 0.71 180.15 £ 0.76
15 28.10 £ 0.11 32.49 £ 0.12
20 7.17+£0.02 8.665 + 0.03
30 0.859 4+ 0.002 1.090 £+ 0.003
40 0.15 £ 0.00 0.20 £ 0.00

Tableau 5.1: Masses pour lesquelles une simulation d’événements de production de
paires de stops a €té réalisée. Les sections efficaces de production, obtenues avec les
paramétrisations GRV-LO et MRDS™ sont également données.
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5.2.3 De la génération a la reconstruction

Le programme de génération SPRING délivre des quadri-vecteurs associés aux par-
ticules de I’état final. Ces quadri-vecteurs sont ensuite stockés dans des tableaux
ayant un format bien particulier, afin qu’ils puissent étre lus par le programme
JETSET [15]. Ce dernier gere ’étape de fragmentation, qui consiste en ’habillage
des quarks “nus” en des hadrons non colorés a l’aide du modele des “cordes de
Lund”. Les chaines de désintégration que suivent ces hadrons sont aussi réalisées
par JETSET. L’ensemble des particules de 1’état final apres la fragmentation est
ensuite transmis au programme HI1SIM, qui réalise la simulation du détecteur H1.
H1SIM suit I’évolution de ces particules dans les différents milieux qui constituent le
détecteur, en simulant leurs interactions avec le milieu suivant les sections efficaces
correspondantes. Le déroulement du programme HI1SIM consiste en trois étapes
principales :

e la simulation des interactions des particules compte tenu de la géométrie du
détecteur. Cette étape est réalisée a I'aide du programme GEANT [16] adapté
pour H1. En ce qui concerne la calorimétrie, GEANT simule le développe-
ment des gerbes électromagnétiques et hadroniques dans le calorimetre, en
s’appuyant sur des paramétrisations connues pour ’extension longitudinale et
transverse des gerbes. A la fin de cette étape, on dispose, pour chaque par-
ticule, des coordonnées des points d’entrée et de sortie dans les différentes
parties du détecteur de traces, ainsi que 1’énergie déposée par chacune dans
les calorimetres;

e ces données sont ensuite traduites en coups d’ADC, numéros de canaux élec-
troniques... de sorte que 'information dont on dispose a la fin de cette étape
soit similaire & celle que donneraient des données réelles.

e la derniere étape consiste a simuler la réponse des différents niveaux de dé-
clenchement.

Le programme de simulation délivre donc des informations qui peuvent étre traitées
comme des données réelles par le programme de reconstruction. Entre autres, c’est
lors de la reconstruction que les charges collectées sont transformées en énergies, que
différentes suppressions de bruit sont appliquées, que les énergies “hadroniques” sont
pondérées pour prendre en compte le fait que que le calorimetre répond différemment
suivant que ¢’est un pion ou un électron qui y a déposé de ’énergie. Par ailleurs, c’est
aussi lors de la reconstruction que les différentes cellules touchées sont regroupées
en “agrégats”, cette procédure ayant pour but d’associer un amas de cellules a la
gerbe d’une particule.

5.3 Générateurs d’événements pour la production
résonante de squarks

Plusieurs générateurs sont disponibles pour générer des squarks produits par réso-
nance entre le lepton incident et un quark venant du proton. La différence réside
dans le mode de désintégration du squark.
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5.3.1 Désintégrations des squarks par R,

Le Monte-Carlo LEGO [17] a été utilisé pour générer des squarks produits et se
désintégrant par [,. La méthode d’intégration et de génération est celle décrite
précédemment. La section efficace du sous-processus et¢' — ¢ — e¢¥(v)q'(q) est
convoluée avec la densité de quarks dans le proton, paramétrisée par M RS D™~ [14].
[’échelle choisie pour évaluer cette densité de partons a été choisie au carré de la
masse de la nouvelle particule. Les corrections radiatives électromagnétiques sur
le lepton initial, ainsi que les cascades de partons initiale et finale, sont prises en
compte dans le Monte-Carlo. La fragmentation est réalisée a 1’aide du modele de
Lund.

Ce générateur a été écrit initialement pour étudier la production de leptoquarks a
HERA. Les leptoquarks présentent beaucoup d’analogies avec les squarks produits
par [,. En effet, en adoptant les notations de [17, 18] :

o le leptoquark gl/z et le squark @y sont produits tous deux par fusion entre
un positron et un quark d du proton. Le leptoquark gl/z se désintegre en un
positron et un quark uniquement. De méme, la seule désintégration K, du
squark wy, est @y, — e*d.

e la méme analogie existe entre le leptoquark Sy et le squark EZR, tous deux
pouvant se désintégrer par courant neutre ou courant chargé.

Le générateur LEGO permet donc d’étudier les canaux S1 et S2 (en reprenant les
notations du chapitre 3), qui correspondent & des états finals caractérisés par :

e ou bien un positron et un jet.
e ou bien de I'impulsion transverse manquante et un jet.

L’énergie transverse du positron de ’état final., ou I'impulsion transverse manquante
p ) p q
de 1’événement, va naturellement dépendre de la masse de la résonance. Ainsi
2 p 2
plusieurs lots de 500 événements ont été générés, pour différentes masses de squark.
Les valeurs de masses pour lesquelles on dispose d’'une génération, ainsi que les cou-
p q p ) q
plages de I, choisis pour chaque masse, sont donnés dans la table. 5.2. La valeur du

Masse (GeV) | 35 50 75 | 100 | 125 | 150 | 175 | 200 | 225 | 250 | 275

VR 0.03 { 0.04 { 0.05 | 0.06 | 0.08 | 0.10 | 0.15 | 0.25 | 0.40 | 1.00 | 1.00

Tableau 5.2: Masses et couplages pour lesquels des événements LEGO (en courant
neutre et chargé) ont €té simulés.

couplage joue un réle important a grande masse. En effet, on a vu au chapitre 3 que
la largeur de désintégration d’un squark par &, est proportionnelle au carré du cou-
plage. Pour un squark tres massif et un couplage assez élevé (de l'ordre de 1), cette
largeur peut devenir importante. Des lors, la courbe de masse du squark formé n’est
plus représentée par une fonction de Dirac, mais par une Breit-Wigner présentant
entre autres une longue queue vers les basses masses. Supposons par exemple que

146



la masse du squark ty, est 250 GeV . Par la convolution de la Breit-Wigner avec la
densité de quarks d dans le proton, il va devenir tres probable de former le squark
a une masse bien inférieure a sa masse “réelle” (car les densités de partons dans le
proton “tombent” tres rapidement quand on tend vers des valeurs tres élevées de x).
Ainsi, sur tous les squarks de 250 GeV générés, beaucoup sont tres hors couche de
masse, et la distribution de la masse générée s’étend vers les basses masses. Ceci est
illustré sur la Fig. 5.2. Le spectre de la masse générée dépend donc beaucoup du cou-

110 L Maguoe = 250 GeV _ 35 | Mequork = 250 GeV
Ny = 0.8 A, =15

120 | 50 [
100 [ 25 |
80 L 20 b
60 I 15 F
40 [ 10 [
2 [ s [

o Lo e e E R o T P S T R

0 50 100 150 200 250 0 50 100 150 200 250

quuurk,gen <Ge\/) quuurk,gen <Ge\/)

Figure 5.2: Distributions de la masse générée pour un squark de 250 GeV et deux
valeurs du couplage de R,. Les corrections radiatives fortes et électromagnétiques ne
sont pas prises en compte dans la figure.

plage pour des squarks tres massifs. En moyenne, I’énergie transverse du positron de
I’état final (ou I'impulsion transverse manquante de I’événement) pour des squarks
de 250 ou 275 GeV sera donc plus faible si A{;; =1 que si A\j;; = 0.01. On congoit
alors que les efficacités de sélection sur le signal dépendent du couplage a grande
masse de squark. En particulier, on verra au chapitre suivant qu’un des criteres de
sélection sera de demander, par exemple, un lepton de grande énergie transverse. A
grande masse de squark, on s’attend donc a observer une perte d’efficacité du fait
du spectre en masse générée. Ainsi, pour chaque masse de squark générée, nous
avons estimé, compte tenu de la luminosité accumulée, la limite de sensibilité que
I'on peut atteindre sur le couplage de [£,. Pour la génération, des valeurs proches
de la limite attendue ont donc été choisies.

En toute rigueur, cet effet devrait étre accentué du fait que la largeur du squark est
supérieure a I'(¢§ — etq) (en raison des autres voies de désintégrations possibles).
Néanmoins, compte tenu de la luminosité accumulée par 'expérience, seuls des cou-
plages élevés peuvent étre sondés pour de grandes masses de squarks. On verra au
chapitre 7 que la désintégration du squark par £, est alors nettement dominante.
Prendre I'; = I'(¢ — e¢*q) est donc une bonne approximation.

Comme on ’a signalé plus haut, les corrections radiatives électromagnétiques sur la
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ligne du positron incident sont prises en compte dans le générateur. Les cascades
de partons, sur le quark de 1’état initial (avant I'interaction positron-quark) et final,
sont également implémentées. On va voir 'effet de ces corrections radiatives dans
le paragraphe suivant.

Effets des corrections radiatives

Les corrections radiatives électromagnétiques sur le positron incident, ainsi que les
cascades de partons dans 1’état initial et final, affectent la cinématique de I’événement.
Les corrections électromagnétiques sur le lepton final sont également prises en compte,
mais leur effet est limité, car le photon est généralement émis tres proche de I’électron.
On trouvera dans [17, 19] des détails sur I'effet séparé de chacune de ces corrections.
On va voir ici comment ces corrections affectent la reconstruction de la masse du
squark, et comment cet effet se compare a celui dii a la résolution du détecteur. On
a dit au chapitre 3 que la masse de la résonance formée est reliée a la variable de
Bjorken @ par : M = /xS, S étant le carré de 1’énergie disponible dans le cen-
tre de masse de la réaction ep. La variable x peut étre reconstruite a partir de la
cinématique du positron diffusé, on verra comment dans la section 5 de ce chapitre.
La Fig. 5.3 montre la résolution en masse obtenue en utilisant le positron généré et
en éteignant les corrections radiatives électromagnétiques et fortes, avec toutes les
corrections et avec la cinématique du positron généré, et avec les corrections mais
en utilisant le positron reconstruit. On voit sur la figure que c’est essentiellement
la résolution du détecteur qui dégrade la reconstruction sur la masse du squark, la
largeur reconstruite étant alors d’une dizaine de GeV .

5.3.2 Désintégrations des squarks en neutralino

Le générateur d’événements SUSSEX [17] permet de générer des squarks se dés-
intégrant en neutralino, ce dernier se désintégrant par K, en un positron (ou un
neutrino) et deux jets. La méthode d’intégration et de génération est la méme que
précédemment. Les corrections radiatives sont implémentées comme dans LEGO. A
nouveau, pour des squarks tres lourds, on observe une queue vers les basses masses
dans la distribution de la masse générée. Cet effet sera la encore a l'origine de
pertes d’efficacités, comme on le verra dans le chapitre suivant. Différents lots de
500 événements ont été générés, pour diverses masses du squark et du neutralino 9.
Les caractéristiques de chaque génération sont données dans la table 5.3. Lorsque
le \§ se désintegre en lepton chargé par exemple, I’énergie transverse de ce dernier
dépend de la masse du Y. Les efficacités de sélection vont donc dépendre a la fois
de M; et de M,o, d’ou la nécessité de disposer de plusieurs générations pour une
masse de squark donnée.

5.3.3 Désintégrations des squarks en chargino

On a vu au chapitre 3 quelles sont les différentes chaines de désintégration lorsque
G — ¢'x7. Sile chargino se désintegre immédiatement par violation de R-parité
selon xT — et +2 jets, I’état final est celui que peut simuler le générateur SUSSEX.
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Figure 5.3: Effets des corrections radiatives et de la résolution du détecteur sur la
masse d’un squark de 150 GeV se désintégrant en etq. La figure a €té réalisée
a partir d’événements simulés a laide du générateur LEGO. La normalisation des
trois histogrammes est arbitraire.

Par contre, si le chargino se désintegre via un W+ ou un sfermion virtuel, les états
finals sont différents et ce générateur ne peut pas étre utilisé. Pour cela, j’ai écrit un
générateur au niveau des partons qui permet d’étudier la cinématique des canaux
S5 a S8. Les processus traités sont les suivants :

o \T = I,

o i — *qqxy,

les états finals dépendant ensuite de ce qu’il advient du neutralino (s’il est stable ou
sil se désintegre a l'intérieur du détecteur). Notons que le programme d’intégration
et de génération BASES/SPRING donne des résultats plus précis que les autres
méthodes moins sophistiquées, mais n’est pas tres souple, surtout lorsque beaucoup
de processus sont a considérer. Ici, en raison du nombre de canaux possibles, son
utilisation aurait été techniquement tres lourde, et seule une simple génération de
ces processus a été réalisée. On va détailler 'exemple du premier processus :

etd —
— T d
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M; (GeV) M,o (GeV) | Ny;
50 20 0.04
40 0.04

75 20 0.05
40 0.05

100 20 0.06
40 0.06

80 0.06

150 20 0.10
40 0.10

80 0.10

200 20 0.25
40 0.25

80 0.25

160 0.25

250 20 1.00
40 1.00

80 1.00

160 1.00

275 20 1.00
40 1.00

80 1.00

160 1.00

Tableau 5.3: Masses et couplages pour lesquels des événements SUSSEX ont été
stmulés.

la désintégration du chargino procédant via I'un des graphes de la Fig. 5.4. La
procédure suivie comprend les étapes suivantes :

1. On commence par fixer la masse du squark, ainsi que les valeurs des parametres
du modele pu, My et tan 8. Ces parametres étant fixés, on connait les masses
des neutralinos et des charginos, ainsi que les différents couplages dont on va
avoir besoin.

2. Le squark de masse M; = V28 est produit par fusion entre le positron et un
quark du proton, ce quark emportant une fraction = de I'impulsion du proton.
La masse du squark étant choisie, on connait x et donc la transformation de
Lorentz permettant de se placer dans le référentiel du centre de masse du
squark est définie (on suppose que le “boost” de Lorentz est parallele a 1’axe
des faisceaux, c’est-a-dire que le squark ne possede pas d’impulsion transverse).

3. On se place alors dans le référentiel de repos du squark. On tire un angle ¢
aléatoire entre 0 et 27, qui définit le plan de la réaction ¢ — y7¢’. On choisit
aussi 1’angle polaire #* d’émission du chargino dans le référentiel de repos du
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Figure 5.4: Diagrammes de Feynman pour la désintégration du chargino en neu-
tralino, lepton chargé et neutrino.

squark. Cet angle, entre 0 et m, est tiré de maniere a ce que son cosinus
suive une loi de distribution uniforme, puisque le squark est un objet scalaire.
Dans le référentiel du centre de masse du squark, ’énergie emportée par le
chargino s’écrit alors E;f = (M? — Mi;,)/ZMg Connaissant ces angles, ainsi
que les masses du ¢ et du 7, le quadrivecteur ¢ du chargino est entierement
déterminé. On peut donc faire une nouvelle transformation de Lorentz, afin
de se placer dans le référentiel de repos du chargino.

4. La désintégration du chargino est ensuite réalisée dans ce référentiel a 1’aide
des éléments de matrice correspondant au processus ;7 — x2*v. Pour cela,
on génere des quadrivecteurs py, py et ps pour les trois particules de I’état final
suivant 1’élément d’espace de phase a trois corps. Ceci est réalisé en utilisant
la routine GENBOD [20] de CERNLIB, qui, a chaque appel, délivre trois
quadrivecteurs (pour le Y, le lepton chargé et le neutrino), ainsi qu’un poids w
correspondant a I’élément d’espace de phase. A partir de ces quadrivecteurs, on
calcule les variables de Mandelstam s = (¢—py)?, t = (¢—p2)? et u = (¢—p3)?,
et "amplitude de diffusion A(s,t,u) = |M,(s,t,u)+ My(s,t,u)+ M, (s, t,u)|?
M,, My et M, ; étant les éléments de matrice des diagrammes de la Fig. 5.4a,b
et le terme d’interférence. Leur expression, qu’on trouvera dans [21], dépend
des parametres p, M, et tan 5 du modele. Cette amplitude est alors multipliée
par le poids de I’événement : W = A x w. Ayant au préalable calculé le
maximum W,,,,. de ce produit, on calcule W/W,,,...

5. On termine en appliquant le principe du double tirage : on prend un nombre
aléatoire entre 0 et 1, si ce nombre est inférieur a W/W,,,, I'événement est
gardé. Le cas échéant, on essaie un autre événement en retournant a ’étape
précédente.

Les quadrivecteurs des particules finales subissent enfin une transformation de Lorentz,
pour se replacer dans le référentiel du laboratoire. Notons que si le neutralino se
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désintegre (c’est-a-dire s’il est dominé par sa composante photino ou zino), la méme
méthode est appliquée : on se place dans le référentiel de repos du neutralino, et
sa désintégration est réalisée suivant 1’élément d’espace de phase et les éléments de
matrice ad-hoc.

Par ailleurs, la procédure utilisée pour la génération nous sert aussi a calculer les
largeurs partielles de désintégrations du chargino. On somme pour cela tous les
produits W = A x w et on divise par le nombre d’essais réalisés (c’est-a-dire le
nombre d’appels a GENBOD). Le résultat doit étre ensuite multiplié par un facteur
de normalisation égal a (27T)4_3NP/M><T’ N, = 3 étant le nombre de particules dans
I’état final. Naturellement, cette méthode d’intégration est d’autant plus précise
que le nombre d’essais est élevé. Ainsi, pour calculer le maximum de A X w, un tres
grand nombre d’appels a GENBOD est réalisé.

Pour les désintégrations du chargino ou la R-parité est conservée, les résultats
obtenus pour le calcul des largeurs a été comparé a ce que donne ISASUSY [22], qui
est un programme permettant de faire des calculs de supersymétrie avec R-parité
conservée. L’accord entre les deux méthodes est tres bon, de 'ordre de quelques
pourcents.

Il nous reste maintenant, afin de pouvoir utiliser ce générateur pour obtenir

des efficacités de sélection, a simuler la réponse du détecteur a un tel signal. Au
contraire des autres canaux supersymétriques étudiés, une simulation complete du
détecteur n’a pas été réalisée pour ces processus. En effet, il nous aurait fallu
simuler plusieurs lots d’événements, pour différentes masses de squark, de chargino
et de neutralino, et ce pour tous les canaux possibles. La simulation complete du
détecteur prenant beaucoup de temps (il faut compter 6 heures pour simuler 500
événements de production de paires de stops sur la machine SGI de DESY), on a
choisi de convoluer les quadrivecteurs des particules de I’état final avec la résolution
du détecteur. Ainsi, par exemple, si I’énergie d’un quark de 1’état final est £, on
la modifie selon £ = F + a x 50%\/@, o étant un nombre aléatoire suivant une
distribution Gaussienne de valeur moyenne nulle et d’écart-type égal a 1. Pour un
électron, c’est 12% et non pas 50% qui intervient dans la formule précédente.
La méthode de génération et de simulation décrite plus haut étant simple et rapide
a appliquer, les processus que traite le Monte-Carlo SUSSEX ont également été
implémentés dans le “générateur quadrivecteurs”. Les efficacités obtenues a partir
du “générateur quadri-vecteurs” et du Monte-Carlo SUSSEX peuvent donc étre
comparées pour le processus ¢ — gx? suivi de ¥ — e + 2 jets ou v + 2 jets.
Comme on le verra au chapitre suivant, cette comparaison donne de bons résultats,
de sorte que les efficacités dans les canaux pour lesquels on ne dispose pas d’une
simulation complete du détecteur peuvent bien étre obtenues a 1’aide du générateur
“quadrivecteurs”.

5.4 Mesure des énergies et identification de I’électron

On va voir dans cette section comment, dans le calorimetre a argon liquide, on dis-
tingue un pion d’un électron. Cette identification est la pierre angulaire de plusieurs
de nos canaux d’analyse.
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5.4.1 Reconstruction des énergies

Pour chaque canal de lecture, le nombre de coups d’ADC est d’abord converti en
charge électrique déposée (cette opération est réalisée en temps réel, dans les DSP
(Digital Signal Processor). Le facteur de proportionnalité permettant de passer des
coups d’ADC aux charges est déterminé lors de prises de données spéciales appelées
“runs de calibration”, pendant lesquelles on injecte une charge connue dans le circuit
intégrateur en envoyant une tension connue sur une capacité de 47 pF. Le passage
des charges déposées aux énergies se fait ensuite lors de la reconstruction, en util-
isant les constantes de calibration établies lors des prises de données réalisées entre
1988 et 1992, sur un faisceau test SPS du CERN. De cette maniere, une énergie est
associée a chaque canal de lecture.

Les différentes cellules sont alors regroupées en “agrégats”. Ce regroupement a pour
but d’associer un agrégat a la gerbe d’une particule. Cette étape est réalisée lors de
la reconstruction des données. Lors de cette procédure, des suppressions de bruit
sont réalisées. Ainsi, une cellule ne sera considérée comme initiateur d’un agrégat
que si ’énergie qui y a été déposée est au-dessus de 40 de la distribution du bruit
électronique. Parmi les 26 voisines de cette cellule, seulement celles qui sont a plus
de 20 du bruit sont gardées. Le regroupement des cellules s’opere ensuite en utilisant
des criteres de proximité. On trouvera des détails sur cette procédure de “clusteri-
sation” dans I"annexe de [23].

Notons qu’une correction pour tenir compte des matériaux morts devant le calorimetre
est appliquée aux cellules électromagnétiques. Ainsi, I’énergie d’une cellule électro-
magnétique est augmentée de ~ 3.4% si la cellule se trouve dans la roue BBE, de
1.5% ailleurs.

Une correction pour les cellules hadroniques est aussi appliquée. En effet, les cons-
tantes de calibration sont calculées de sorte que 1’énergie mesurée d’un électron
corresponde a son énergie incidente. Mais la réponse du calorimetre a un électron et
un hadron de méme énergie est différente. Pour aprendre en compte cette différence,
il faut appliquer un facteur de pondération aux cellules hadroniques.

5.4.2 Identification de 1’électron

Afin d’identifier un électron dans le calorimetre, on regroupe différents agrégats en
une “enveloppe électron”. On étudie ensuite si les caractéristiques de cet ensemble
d’agrégats correspondent a ce que doit donner une gerbe électromagnétique.

Enveloppe “électron”

Partant d’un agrégat électromagnétique, on définit un axe passant par le vertex
d’interaction et le centre de gravité de I’agrégat. On ouvre alors un cone, dont le
sommet est situé sur cet axe et a 1 m du centre de gravité de ’agrégat, de demi-angle
au sommet égal a 7.5°. Toutes les cellules contenues a 'intérieur de ce cone, et dans
la section électromagnétique du calorimetre ou dans la premiere couche (“layer”)
du calorimetre hadronique, constituent ce qu’on appelle ’enveloppe électron. Cette
définition a été optimisée pour que 1’énergie déposée par un électron soit entierement
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contenue dans ’enveloppe [18, 24].

La Fig. 5.5 montre 'utilité de prendre en compte les dépots d’énergie situés
dans la premiere “layer” du calorimetre hadronique. Les figures (a) et (b) ont été
réalisées a partir d’événements simulés de diffusion inélastique profonde par courant
neutre pour lesquels I’énergie déposée par le positron dans le calorimetre hadronique
est non nulle. La nette amélioration de la valeur moyenne de 1’énergie reconstruite
justifie d’inclure la premiere “layer” hadronique dans “I’enveloppe électron”.
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Figure 5.5: Différence relative entre 'énergie générée du positron diffusé et U'énergie
reconstruite pour des événements simulés de DIP par courant neutre : (a) en prenant
en compte Uénergie déposée dans la premiére “layer” hadronique et (b) sans faire
cette correction.

Estimateurs pour la séparation e/7

On a vu au chapitre 3 que les événements supersymétriques recherchés se regroupent
en plusieurs classes :

e ceux pour lesquels 1’état final comprend un positron (ou un électron). Ces
topologies correspondent aux canaux 51, S3, 54 ;

e ceux qui présentent une impulsion transverse manquante importante (corre-
spondant aux canaux S2 et 85) ;

e pour les canaux S6 & S8, les deux propriétés ci-dessus peuvent étre vérifiées.

En recherchant des événements possédant un électron ou un positron dans 1’état
final, on souhaite minimiser la contamination qui pourrait venir d’événements de
photoproduction, ot par exemple on aurait pris un 7° dans un jet pour un “élec-
tron” (dans toute la suite, “électron” ou e* désigne un électron ou un positron). De

154



plus, on verra au chapitre suivant qu’il est important pour notre analyse, lorsque
I’événement possede un e, de le reconnaitre correctement dans le calorimetre, c’est-
a-dire de ne pas prendre pour “électron” une composante d’'un jet de ’état final.
Afin de minimiser de telles contaminations, nous appliquons plusieurs criteres, re-
posant essentiellement sur les propriétés des gerbes électromagnétiques permettant
de distinguer la réponse du calorimetre a un “électron” et a un pion.
Pour ce faire, on commence, a partir de chaque agrégat de plus de 1 GeV , par
définir ’enveloppe électron associée. On regroupe ensuite tous les agrégats qui ont
au moins 75% de leur énergie a l'intérieur de cette enveloppe. Si le nombre de cel-
lules constituant cette gerbe (c’est-a-dire cet ensemble d’agrégats) est inférieur a
4, la gerbe n’est pas identifiée comme électromagnétique. A partir de ces cellules,
on calcule plusieurs estimateurs qui vont nous permettre de décider si cette gerbe
“ressemble” ou non a un “électron”. Pour cela, on va tenir compte du fait qu’une
gerbe électromagnétique doit se développer et s’arréter rapidement, et que sa den-
sité en énergie doit étre élevée. On utilisera également le comportement transverse
d’une gerbe électromagnétique.

Tout d’abord, on a vu au chapitre 4 que la partie électromagnétique du calorimetre
a argon liquide correspond a une vingtaine de Xy, ce qui signifie que cette partie
doit contenir la quasi-totalité d’une gerbe électromagnétique. Par contre, cette
section électromagnétique ne correspond qu’a une longueur d’interaction A; : une
gerbe hadronique est loin d’étre arrétée completement par le calorimetre électro-
magnétique. On va donc demander que au moins 90% de I’énergie de 1’ensemble
d’agrégats défini ci-dessus soit contenus dans le calorimetre électromagnétique.

Par ailleurs, une gerbe électromagnétique possede un coeur “chaud” et compact.
On cherche alors, parmi les cellules de I'ensemble d’agrégats, la cellule la plus éner-
gétique. On définit ensuite le “coeur” de la gerbe a partir de cette cellule et de ses
N “voisines” les plus proches dans le calorimetre. On calcule la fraction d’énergie
de ce “coeur” a l’énergie totale électromagnétique de ’ensemble d’agrégats. Plus
cette fraction f.,ey. est élevée, plus la gerbe est compacte. La valeur de N dépend
de la roue du calorimetre dans laquelle on se trouve, ces roues ayant des granularités
différentes : le coeur sera constitué de d’autant plus de cellules qu’on est dans la
partie avant du détecteur. N a été optimisé pour que 'estimateur f.oeur discrimine
au mieux un “électron” d’un pion [18]. Le coeur sera constitué, en plus de la cellule
la plus chaude, de 4 cellules pour les roues BBE, CB1 et CB2, de 8 cellules pour CB3,
FB1 et FB2 et de 12 cellules pour la roue IF. La Fig. 5.6a montre la distribution de
feoewr pour des événements de DIP par courant neutre dans lesquels le bon “électron”
a été finalement identifié, et pour les agrégats d’événements de photoproduction; 6,
est ’angle polaire de ’ensemble d’agrégats ayant servi a calculer f. ey, vu du point
(0,0,0) et non pas du vertex d’interaction (c’est donc I’angle géométrique dans le
calorimetre), et une coupure 30° < 6y < 140° est appliquée sur la Fig. 5.6a. Lorsque
cet angle est compris entre 30 et 140 degrés, on demandera f.,.,, > 0.45 pour que
I’ensemble d’agrégats soit associé a un “électron”. Lorsque le positron est diffusé
tres a 'avant, f.,cur peut prendre des valeurs plus faibles, car a ’avant les “cracks”
en 6 (interstices entre les roues du calorimetre) sont plus rapprochés (par exemple le
“crack” entre FB1 et FB2 est a §y = 307, celui entre FB2 et IF est a 6y = 22°). Ceci
est illustré sur la Fig. 5.6b, qui a été réalisée a partir d’événements LEGO simulant
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Figure 5.6: Distributions de Uestimateur fepenr (@) pour des €vénements simulés de
DIP ou le positron a été correctement identifié, et pour des événements de photopro-

duction, lorsque 30° < 8y < 140°; (b) pour une simulation de squarks de 250 GeV
se désintégrant en e¥-quark.

la désintégration d'un squark de 250 GeV en et +jet (il y a trop peu d’événements

a faible §, dans le Monte-Carlo de DIP pour voir cet effet). Lorsque 10° < 6, < 30°,
on demandera seulement f.c.,. > 0.1.

Par ailleurs, on peut encore améliorer la séparation e¢/m en exploitant le fait
qu'une gerbe électromagnétique ne doit pas étre trop “étalée” dans le plan trans-

verse. Pour cela, a partir de ’ensemble d’agrégats défini précédemment, on calcule
le moment d’ordre 2 :

M,y =V<r?>—<r>2

ol < 1t >= % >k irk. Dans cette derniere expression, p est la densité de I’ensemble
d’agrégats, la somme porte sur toutes les cellules qui constituent cet ensemble, pg
étant la densité de la cellule k et r; sa distance a 'axe de la gerbe. M, 5 est
en moyenne plus faible pour des gerbes électromagnétiques que pour des gerbes

hadroniques, comme le montre la Fig. 5.7. Pour étre identifiée comme électromag-
nétique, une gerbe devra vérifier : M, ; < 4cm.

Enfin, une derniere condition est requise pour identifier une gerbe comme élec-
tromagnétique. Elle repose sur le fait qu'une gerbe associée a un “électron” va
pénétrer suffisamment dans la section électromagnétique du calorimetre, et déposer
de I'énergie dans les “layers” de cette section autres que la premiere. Ainsi, la
fraction fgraro de I'énergie déposée dans la premiere “layer” a 1’énergie totale élec-
tromagnétique ne doit pas étre trop proche de I'unité, et ce d’autant plus que ’angle
o est voisin de 907, ce qui correspond a une incidence normale de ’électron par rap-
port aux plaques d’absorbeur. La Fig. 5.8 représente la corrélation entre frpro et
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Figure 5.7: Dustribution de Uestimateur M, pour des événements de DIP ou le
positron a €té correctement identifié, et pour des €événements de photoproduction.

I’angle 6y pour des événements simulés de DIP ou le bon “électron” a été identifié.
La coupure appliquée frao < 1.35 — sin(fp + 10°) est aussi représentée. Notons
par ailleurs que l'effet des “cracks” en # est également visible. Cette coupure va
essentiellement permettre de rejeter des événements non physiques dis a un muon
du halo provenant du faisceau de protons incidents, de tels événements laissant des
dépdts d’énergie parallelement a 'axe des faisceaux.

“17

Isolation de électron”

L’identification de “I’électron” est enfin améliorée en imposant un critere d’isolation
sur Pagrégat candidat. En effet, si un 7% dans un jet est pris pour un électron, on
s’attend a ce qu’il y ait des dépots d’énergie substantiels au voisinage de ’agrégat as-
socié. On procede alors de la maniere suivante. Pour un agrégat candidat, on définit
un cone dont ’axe passe par le vertex d’interaction et le centre de gravité de ’agrégat,

d’ouverture angulaire en azimuth-pseudorapidité AR = \/(An)2 + (A®)2 = 0.25

(rappelons que la pseudorapidité est définie a partir de I’angle polaire 6 par n =
—log(tan 8/2))). Le vertex d’interaction constitue le sommet de ce cone, qui con-

tient ’enveloppe définie précédemment. On calcule alors I’énergie électromagnétique
E.., al'intérieur de 'enveloppe, et I’énergie électromagnétique E.,,. a I'intérieur de
ce cone. Une gerbe ne sera considérée comme électromagnétique que si elle vérifie :

157



fEM,O

Monte Carlo DIP NC

0.8 |-

0.6 -

0.4 -

0.2 | =

Figure 5.8: Corrélation entre la fraction d’énergie €lectromagnétique déposée dans
la premiere “layer” et Uangle g, pour des événements de DIP.

Eeny/Eeone > 90%, c’est-a-dire si la majeure partie de I'énergie de la particule qui
a 1nitié la gerbe est contenue dans ’enveloppe électron. Demander un tel critere
d’isolation permet de garder la quasi-totalité des électrons tout en rejetant efficace-
ment les pions, comme on peut le voir dans [18§].

Controle de ’identification de 1’électron

Afin de contréler que notre identification n’est pas trop sévere, nous avons évalué
son efficacité sur le lot d’événements de DIP par courant neutre simulés avec le
générateur LEPTO. Nous avons vu au chapitre 3 que lorsqu’un positron provient
de la désintégration d’un squark, celui-ci possede une énergie transverse assez élevée
et donc est émis dans la partie centrale du calorimetre. C’est dans cette région
physique que se fera notre analyse, c’est donc la qu’il nous faut tester notre identi-
fication de I’électron.

Nous avons signalé au chapitre précédent qu'une bonne partie des données prises
par H1 en 1994 étaient affectée par des problemes de boite analogique (ANBX,
pour ANalog BoX, en anglais. Ce sont des boitiers contenant le premier étage
d’électronique analogique). Les canaux correspondant aux ANBX 36, 119 et 228
étaient tres bruyants. Concretement, c’est essentiellement ’ANBX 36 qui est ge-
nante, car elle correspond a des canaux situés dans les roues CB1 et CB2 du
calorimetre (les autres ANBX sont situées plus a I"avant du détecteur, la ou il est
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moins probable qu’un positron de DIP par courant neutre soit diffusé). Pour des
événements appartenant a des “runs” affectés par ce probleme, les canaux “chauds”
(c’est-a-dire les canaux connectés a une ANBX bruyante) sont exclus lors de la
reconstruction. Ne pas le faire fausserait par exemple I'impulsion transverse man-
quante de ’événement. Cette opération a néanmoins une incidence sur les analyses
de physique. En effet, si le positron diffusé a touché des cellules qui ont été “tuées”,
on ne va pas le retrouver, ou, si on le trouve, on risque de mal mesurer son énergie. Si
la fraction de luminosité affectée par ce probleme était faible, on pourrait décider de
limiter nos analyses aux données prises dans de bonnes conditions. Ceci n’étant pas
le cas en 1994, il a été décidé de réaliser toutes les productions de Monte-Carlo de
1994 en prenant en compte ce probleme, de telle sorte que les données puissent étre
comparées au Monte-Carlo. Ainsi par exemple, pour une fraction des événements
Monte-Carlo, les canaux liés a ’ANBX 36 sont éliminés a la reconstruction. Cette
fraction correspond au rapport de la luminosité des “runs” pour lesquels ’ANBX 36
était “chaude” a la luminosité totale. Il en est de méme pour les ANBX 119 et 228.

Afin de tester 'identification de 1’électron, nous allons nous appuyer sur la simu-
lation Monte-Carlo LEPTO. Nous cherchons a connaitre la probabilité avec laquelle
un électron généré a Fr g ., > 5 GeV et 10° <0, 4., < 145° est effectivement iden-
tifié. Pour calculer cette probabilité, nous utilisons les événements Monte-Carlo
pour lesquels le positron a été diffusé en dehors de la zone en ® correspondant a
I’ANBX 36 (il s’agit de I'octant 6, soit 275° < ¢ < 320°). Sous ces conditions, le
positron est identifié dans 93.1 & 0.7% des cas. En général, les positrons que nous
n’avons pas identifiés ont été diffusés au voisinage des “cracks” en ® du calorimetre
(les interstices entre les octants d’une roue). Ceci est confirmé par la Fig. 5.9, qui
montre comment se distribue I’angle azimuthal du positron diffusé pour des événe-
ments simulés de diffusion profondément inélastique, lorsque aucun “électron” n’a
été identifié. Bien entendu, cette figure a été réalisée sans imposer aux événemens
Monte-Carlo que le positron ait été diffusé en dehors de 'octant 6. On distingue
clairement les “cracks” en ® sur la figure, ainsi que l'effet de ’TANBX 36, qui fait
que les canaux des roues CB1 et CB2, situés a 275° < & < 320° sont tués assez
fréquemment.

Il nous reste maintenant a évaluer la probabilité pour qu’'un jet simule une si-
gnature de type électromagnétique, et soit pris pour un “électron” avec notre iden-
tification. Pour cela, nous avons utilisé des événements simulés de photoproduction
résolue et directe, et de production de saveurs lourdes. La probabilité d’identifier
un “électron” pour de tels événements dépend de la coupure appliquée sur 1’énergie
transverse de “lI’électron”. Les résultats sont résumés dans la table 5.4.

Ainsi, avec la luminosité de ~ 3 pb™" accumulée par I'expérience H1 en 1994,
on s’attend a trouver 620 événements de photoproduction résolue pour lesquels un
“électron” a été identifié avec Er,. > 5 GeV , 50 de photoproduction directe et 12
de production de paires cé. On verra dans le chapitre suivant comment cette con-
tamination résiduelle peut encore étre réduite d’un facteur ~ 4, en utilisant le fait
que, pour de tels événements, I’énergie-impulsion de 1’état final “visible” n’est pas
égale a celle de I’état initial (le positron étant en général perdu dans le tube a vide).
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Figure 5.9: Angle azimuthal du positron diffusé pour des événements simulés de DIP
par courant neutre, lorsque ce positron n’a pas été identifié.

Processus Ere>5GeV | Er,>7GeV | B, > 10 GeV
Yairect P —> jetjet 0.7% 0.5% 0.3%
Vresolu P — jetjet 1.05% 0.6% 0.2%

~vP — cc 0.45% 0.25% 0.11%

Tableau 5.4: Probabilité pour identifier un “électron” dans des €vénements de pho-
toproduction.

5.4.3 Résolutions sur I’énergie et ’angle de 1’électron

Afin de vérifier que la résolution sur ’énergie électromagnétique est bien celle at-
tendue, on peut, a partir d’événements simulés de DIP par courant neutre, com-
parer I’énergie de “I’électron” identifié a celle du positron généré. Le résultat de
cette comparaison est montré sur la Fig 5.10a, qui représente la distribution de
(Eeree — Fegen)/+/ Fegen pour des événements de DIP simulés a 1’aide du généra-
teur LEPTO, ou on a reconstruit un “électron” (si plusieurs “électrons” ont été
identifiés, c’est celui de plus grande énergie transverse que nous gardons comme
candidat). La gaussienne ajustée sur cette distribution permet de retrouver que,
pour le calorimetre électromagnétique, la résolution en énergie s’écrit, en ne gardant
que le terme d’échantillonage :
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Figure 5.10: Distributions (a) de (Feyee — Fegen)/1/FEegen pour des événements

simulés de DIP par courant neutre; (b) de Uangle azimuthal de “Uélectron” recon-
struit lorsque la variable précédente est inférieure a —0.3.

La distribution précédente présente une queue asymétrique vers les valeurs négatives.
Comme on le voit sur la Fig. 5.10b, cet effet est di aux interstices entre les octants
des roues du calorimetre. En effet, lorsque le positron est diffusé pres d’un de ces
“cracks” en ®, une partie de son énergie peut étre perdue et I’énergie reconstruite
est sous-évaluée.

La précision obtenue sur I’angle polaire de “I’électron” diffusé, en utilisant I'informa-
tion purement calorimétrique, est présentée sur la Fig. 5.11. Cet angle est reconstruit
a partir du vertex de l'interaction, et du centre de gravité de I’ensemble d’agrégats
associé a “l’électron”. Cette figure montre que la résolution sur cet angle est de
I'ordre de 4 mrad. Notons que c’est un peu moins bon que la résolution donnée
par les chambres CJC (qui est de 1 mrad), qui doivent fournir une information
angulaire tres précise car cela conditionne la qualité de la reconstruction du vertex
de 'interaction.

5.5 Reconstruction des variables cinématiques

Nous avons défini au chapitre 1 les variables de Bjorken z, y et ()? qui caractérisent
la cinématique d’une réaction de diffusion profondément inélastique. Ces variables
nous serviront amplement dans ’analyse, et on va ici expliquer comment on peut les
reconstruire a partir de la mesure de I’état final. Le mode collisionneur permettant
de mesurer le systeme hadronique, ces variables peuvent étre reconstruites a partir
du positron diffusé uniquement, ou bien a partir de la mesure du systeme hadronique,
ou encore en combinant ces deux informations.
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Figure 5.11: Résolution obtenue sur ['angle du positron diffusé, en utilisant unique-
ment linformation calorimétrique.

A partir du positron diffusé

Pour des réactions de DIP par courant neutre, on a vu dans la section précédente
comment identifier le positron de diffusion. Connaissant ses angles polaire 8, et azi-

muthal @, ainsi que son énergie F., on connait son quadrivecteur énergie-impulsion
k" (les notations pour les quadrivecteurs des particules sont celles introduites au
chapitre 1), et on peut calculer les variables :

On obtient :

Q2

X

Q?
2(P.q)
(P.q)

(5.5)

(5.6)

(5.7)



E. . 0.
Ye = l_ﬁSIHZ 5 (5.8)

Des équations précédentes, on déduit alors la résolution sur ces variables en fonction
de l'erreur sur I’énergie reconstruite du positron diffusé :

dx _ 1dE, dy 1 —ydE.
R O Y /) y k.

Ainsi, on voit que a bas y, a la fois y et x sont mal mesurés. La dégradation de cette
mesure est illustrée sur la Fig 5.12, ou on a représenté la différence relative entre les
valeurs de x et y reconstruite et générée en fonction du y généré pour des événements
de diffusion inélastique par courant neutre, simulés a ’aide du générateur LEPTO.

=
L Monte Carlo DIP CN §'° [ Monte Carlo DIP CN
i S

|U

>
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0O 01 02 03 04 05 06 07 08 09 0 01 02 03 04 05 06 07 08 09
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Figure 5.12: Résolutions sur les variables x et y reconstruites par la méthode électron,
en fonction du y généré, pour une simulation d’événements de diffusion profondé-
ment inélastique par courant neutre.

A partir du systéeme hadronique

Pour des événements de DIP par courant chargé, ou pour un squark se désintégrant
en un quark et un neutrino (canal S2), la méthode précédente n’est évidemment
pas applicable. On utilise alors la méthode de Jacquet-Blondel [25], qui exploite
I'information fournie par ’ensemble des particules hadroniques contenues dans 1’état
final. Les variables x, y et Q? s’écrivent alors :

_ Xl = pai)

Yn —2E0
Qz _ (Zz px,i)2 + (Zz py,i)2

" L =y
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ou la somme sur ¢ dans les équations précédentes porte sur toutes les particules de
I’état final hadronique. La variable = s’exprime ensuite a 1’aide des variables y et

Q*:
_ @i
Syh‘

Il n’est donc pas nécessaire d’avoir identifié le jet formé par le quark diffusé pour

Th

reconstruire les variables z, y et Q. L’information hadronique globale est utilisée,
ceci étant possible car le résidu du proton, repartant en grande partie dans le tube
a vide, emporte une faible impulsion transverse. Néanmoins, du fait de la perte de
particules dans le tube & vide, les valeurs de y et Q? reconstruites par cette méthode
sont un peu plus faibles que celles attendues.

En combinant ces deux informations

La méthode “double-angle” permet de reconstruire les variables x, y et ? en com-
binant 'information de “I’électron” et celles des hadrons. Elle repose sur le fait que
la précision qu’on a sur les mesures angulaires est meilleure que celle sur les énergies.
A partir de “I’électron” reconstruit et du systéme hadronique, on peut définir les
deux quantités suivantes :

. Ee — Pze . Zz Ez — Pz
oy = ——— et ap =

PT.e (Zi pm)z + (Zi Py,i)27

ou la somme sur ¢ porte comme précédemment sur toutes les particules hadroniques

de I’état final. Ces quantités sont reliées aux angles polaires du positron diffusé et
du systeme hadronique :

o, =tan | — et ap=tan | —|.
2 2

En combinant les équations de conservation de 1’énergie-impulsion, les quantités a.
et ay, peuvent s’exprimer en fonction des variables = et y. En inversant les relations
ainsi obtenues, on trouve :

1 E° ap,

€
Tog = et Yoo =
a.ap EY

o + oy

L’avantage de cette méthode est qu’elle est peu sensible aux erreurs systématiques
liées a 1’échelle d’énergie. Néanmoins, pour des valeurs élevées de y, la méthode
double-angle présente une résolution moins bonne que la méthode électron. Ceci
est illustré sur la Fig. 5.13, ou on a représenté les différences relatives entre la
valeur de y générée et la valeur reconstruite avec I'une ou 'autre des méthodes,
pour des événements de DIP par courant neutre vérifiant y > 0.4. On verra dans le
chapitre suivant que le domaine cinématique constitué par des valeurs élevées de y
est tout particulierement intéressant pour notre analyse. Ainsi, pour reconstruire les
variables z, y et ()%, on utilisera la méthode électron pour des événements de type
“courant neutre”, la méthode Jacquet-Blondel permettant d’étudier les événements
de type “courant chargé”.
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Figure 5.13: Résolutions sur la variable y reconstruite (a) par la méthode électron
et (b) par la méthode double-angle, pour une simulation d’événements de diffusion
profondément inélastique par courant neutre.
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Chapitre 6

ANALYSE DES DONNEES

Ce chapitre présente 'analyse effectuée dans le but de rechercher des particules su-
persymétriques avec violation de la R-parité. Cette analyse a été réalisée a partir
des données accumulées par 'expérience H1 en 1994, avec un faisceau de positrons.
La luminosité correspondante est de ~ 3 pb™".

La classification des événements, et les deux “classes” qui seront notre point de dé-
part, vont étre décrites dans un premier temps. On étudiera ensuite la production
résonante de squarks, et les huit canaux, présentés au chapitre 3, dans lesquels nous
recherchons le signal. Pour chaque canal, les criteres de sélection, les efficacités, et
les comparaisons des données avec les prédictions du Modele Standard seront don-
nées. La derniere partie de ce chapitre concernera la recherche de stops produits par
paires.

Les résultats de cette analyse, en termes de limites de rejet, seront donnés dans le
chapitre suivant.

6.1 La classification des événements

Lorsqu'un événement (une collision ep) vérifie les différentes conditions imposées
par le systeme de déclenchement (le “trigger”), les informations brutes correspon-
dantes (nombre de coups d’ADC, adresses des fils touchés...) sont stockées sur des
bandes. Ces événements sont alors reconstruits quasiment en temps réel, cette étape
traduisant les données “brutes” en informations utiles pour la physique. A la fin de
cette étape de reconstruction, une classification des événements est réalisée. Celle-
ci attribue un numéro a chaque événement, spécifiant a quelle classe il appartient.
L’intérét de cette opération est le suivant : lorsqu’on souhaite analyser certaines don-
nées pour effectuer une analyse particuliere (par exemple pour étudier la physique
a bas x, ou le lepton est diffusé dans la partie arriere du détecteur), ce n’est pas
la peine d’analyser I'intégralité des données enregistrées par l'expérience. Il suffit
de sélectionner et étudier celles qui appartiennent a la classe contenant les événe-
ments qui nous intéressent. Naturellement, un méme événement peut appartenir a
différentes classes. On a vu au chapitre 3 quelles sont les topologies d’événements
qui nous intéressent. Les événements cherchés possedent tous un lepton (électron
ou positron) d’énergie transverse assez élevée, ou de I'impulsion transverse man-
quante, ces deux conditions pouvant étre réalisées simultanément. Ces topologies
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d’événements correspondent a deux classes :

o la classe dite “des courants neutres”, qui contient des événements ou le lepton
a été diffusé dans le calorimetre & argon liquide (ce qui correspond a des Q*
élevés);

o la classe “des courants chargés”, contenant des événements présentant une
quantité importante d’impulsion transverse manquante.

Ces deux classes seront le point de départ de notre analyse. On va décrire dans les
paragraphes suivants les criteres requis pour qu’'un événement appartienne a 1'une
de ces classes.

6.1.1 Classe des courants neutres

La classe des courants neutres sera notre point de départ pour I’étude des canaux S1,
S3 et S4. Un événement appartient a cette classe s’il vérifie les criteres suivants :

e un “candidat électron” doit avoir été trouvé dans le calorimetre a argon li-
quide. Par “candidat électron”, on entend ici un agrégat dont la fraction
électromagnétique f.,, vérifie f.,, > 0.5 si 'agrégat est situé a plus de 5 degrés
d'un “crack” en ®. Aucune coupure sur f., n’est appliquée si 'agrégat est
trop proche d’un “crack” en ®. L’énergie transverse du “candidat électron”
doit étre supérieure a 8 GeV si ce candidat est a 'avant (10° < 0 < 45°), a
5 GeV sinon;

e l'impulsion transverse manquante, calculée a partir des dépots d’énergie dans
les calorimetres, doit vérifier :

PT,miss S 40 GeV )

e une “bonne” trace doit avoir été reconstruite dans les chambres centrales ou a
I’avant (une trace de plus de 10 “hits”, d’impulsion transverse Pr > 0.2 GeV
et de parametre d’impact inférieur & 2 cm);

e I’événement doit passer certains filtres visant a rejeter le bruit de fond cos-
mique. On demande pour cela qu’il n’existe pas de traces dans le fer instrumen-
té dans un cone ouvert autour du “candidat électron”. De plus, 1’événement
est rejeté s’il existe une paire de traces isolées et dos-a-dos, qui pourraient étre
dlies au passage d’une méme particule.

6.1.2 Classe des courants chargés

Pour Iétude des canaux S2, S5, S6, S7 et S&, nous partirons des événements de
la classe des courants chargés. Ces événements possedent :

e une impulsion transverse manquante Pr i, > 10 GeV ;

e une trace de plus de 10 “hits”, de parametre d’impact dca < 5emn, reconstruite
dans les détecteurs de traces central ou avant.
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Les criteres de cette classe sont peu séveres. Elle contiendra donc beaucoup d’événements,
entre autres des événements de bruit de fond cosmique.

La réjection du bruit de fond “non physique” est expliquée dans le paragraphe sui-
vant. Le canal S2 fera 1’objet de coupures plus performantes pour rejeter ce bruit

de fond.

6.2 Réjection des événements non physiques

Les principales sources de bruit de fond non physique sont :

o les interactions du faiceau avec le tube a vide ou des atomes de gaz résiduel
présents dans le tube;

e le rayonnement cosmique;
o le passage de muons provenant du halo du faisceau de protons.

Des exemples de tels événements de bruit de fond sont montrés sur la Fig. 6.1. Afin
de rejeter ce bruit de fond, dans toute notre analyse, nous demandons que :

1. le vertex primaire de I'interaction ait été reconstruit dans |z — z| < 35 c¢m, ou
z = 3.4 cm est la position moyenne en 1994 du vertex d’interaction suivant
I'axe z;

2. les événements sélectionnés soient en temps, c’est-a-dire que la collision ob-
servée mettait bien en jeu des paquets “de collision”;

3. les événements doivent passer plusieurs filtres rejetant les muons cosmiques et
les muons du halo.

La coupure (1) permet de rejeter les interactions du faiceau avec le tube a vide ou
le gaz résiduel. Les coupures (2) et (3) éliminent des muons du halo et des muons
cosmiques.

Par ailleurs, pour les canaux S1, S3 et S4, ott un e* (électron ou un positron)
est présent dans ’état final, nous demanderons que I’événement ait été gardé par
le sous-déclencheur “électron” ou “énergie transverse” du niveau L1 du systeme de
déclenchement. Pour les canaux présentant de I'impulsion transverse manquante
importante et pas de et dans I’état final, les événements doivent vérifier les con-
ditions du sous-déclencheur “énergie transverse manquante” du “trigger”. Fnfin,
pour les canaux présentant un et dans 1’état final ainsi que de I'impulsion trans-
verse manquante importante, nous demanderons que I’événement ait été gardé par
I’un ou l'autre de ces sous-déclencheurs du trigger. I’efficacité des sous-déclencheurs
“énergie transverse” et “électron”, paramétrisée en fonction de 1’énergie transverse
de D’électron, est représentée sur la Fig. 6.2. La figure montre que lorsqu’un événe-
ment possede un “électron” de plus de 7 GeV d’énergie transverse dans ’état final, il
est déclenché par un de ces sous-déclencheurs avec une efficacité quasiment égale a 1.
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Figure 6.1: FEvénements typiques de bruit de fond non physique.
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Figure 6.2: FEfficacité des sous-déclencheurs calorimétriques (a) “électron”, (b) “én-
ergie transverse”, (c¢) du ou logique de ces deuxr sous-déclencheurs, en fonction de
[’énergie transverse du candidat “électron” .

De méme, 'efficacité du sous-déclencheur “énergie transverse manquante”, en
fonction de I'impulsion transverse manquante Pr s, de 'événement, est représen-
tée sur la Fig. 6.3. Cette figure a été réalisée a partir d’événements simulés de
diffusion inélastique profonde par courant chargé. On voit que pour des valeurs
intermédiaires de Pr s, efficacité de déclenchement n’est pas négligeable. Il nous
faudra donc, dans ’analyse, convoluer toutes les efficacités de sélection (dans les
canaux ou on demande que les événements aient été déclenchés par Er ,iss), par
cette efficacité de déclenchement.

Luminosité pour notre analyse

Afin de sélectionner des événements pour notre analyse, nous demandons que cer-
taines conditions de “bon fonctionnement” soient vérifiées. Tout d’abord, nous ne
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Figure 6.3: Efficacité du sous-déclencheur calorimétrique “énergie transverse man-
. . . )
quante” en fonction de Uimpulsion transverse manquante Pr s (en GeV).

gardons que les événements enregistrés lorsque les faisceaux sont relativement sta-
bles. De plus, ’analyse reposant essentiellement sur les dépots d’énergie dans le
calorimetre a argon liquide, nous demandons que les hautes tensions du calorimetre
soient a leur valeur nominale. De plus, les hautes tensions d’une des chambres a
dérive centrales (CJC1 ou CJC2) doivent étre a leur valeur nominale. Par ailleurs,
nous nous intéressons uniquement aux données prises lorsque le vertex d’interaction
est a sa position nominale. En effet, en 1994, des données a vertex décalé z = +70
cm ont été enregistrées, afin d’étendre le domaine cinématique accessible vers les
plus petits @ (cette période de prise de données correspond a une luminosité de ~ 70
nb™"). De plus, il faut naturellement que les sous-déclencheurs sur lesquels repose
notre sélection soient opérationnels. Sous ces conditions, la luminosité correspon-
dant a notre analyse est de :

o £ =283 pb~! pour les canaux de type “courant neutre”;

o £ =2.80 pb~! pour les canaux de type “courant chargé”.
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6.3 Production résonante de squarks, canal SI

Nous allons présenter ici I’analyse correspondant a la recherche d’événements ou un
squark est formé et se désintegre par [£,. Ce processus est rappelé sur la Fig. 6.4. La

Figure 6.4: Processus correspondant a la formation d’un squark par R,, suivie d’une
désintégration par R, (canal S1)

signature de tels événements consiste donc en un positron et un jet, et est identique
a celle d’événements de diffusion profondément inélastique en courant neutre. Nous
avons vu au chapitre 3 que les positrons diffusés ont alors une énergie transverse
plutot élevée. Donc ce positron n’est pas diffusé trop a ’arriere dans le détecteur. Le
critere de base pour la sélection d’événements dans ce canal est donc de demander
qu’il y ait un e*
du détecteur, c’est-a-dire dans le calorimetre a argon liquide. Le principal bruit de
fond & ce signal est donc la diffusion profondément inélastique & grand (2, ou le
lepton est diffusé dans la partie centrale du détecteur.

(un “électron” tel que défini au chapitre 5) dans la partie centrale

6.3.1 Sélection des événements

Nous partons de la classe d’événements “courant neutre”, qui contient des événe-
ments ayant un e* dans le calorimeétre & argon liquide. Nous appliquons les coupures
décrites dans la partie 6.2 afin de rejeter des événements non physiques. Nos criteres
de sélection sont alors les suivants :

1. un e* (identifié comme on ’a expliqué au chapitre 5), d’énergie transverse
Er. > 7 GeV et d’angle polaire 10° < 0. < 145° dans le calorimetre a
argon liquide. Cet e* doit étre suffisamment isolé dans un coéne de rayon
AR = 0.25 en azimuth-pseudorapidité, ce critere d’isolation étant défini au
chapitre précédent.

2. si deux candidats et sont trouvés, on demande que leurs énergies transverses
respectives soient substantiellement différentes, et que ces deux candidats ne
soient pas balancés dans le plan transverse :

1

ETe 0 0
ET,e
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De plus, 1’événement sera gardé uniquement si le e* de plus grande énergie
transverse est celui de plus petite pseudo-rapidité, c’est-a-dire le plus vers
I’arrieredu détecteur;

3. 'impulsion transverse manquante de ’événement, calculée a partir des dépots
d’énergie dans les calorimetres, doit satisfaire :

Proiss <15 GeV ;

4. la conservation de 1’énergie-impulsion doit étre assez bien vérifiée :

43 GeV < Z (EZ — pzﬂ') < 63 GeV

la somme portant sur toutes les particules de 1’état final;

5. 0.05 < y. < 0.95, ou y. est la variable de Bjorken reconstruite a partir du
candidat e*:

La coupure sur I’énergie transverse du candidat e* n’est pas trop élevée afin de
minimiser les pertes d’efficacité sur le signal pour de faibles masses de squarks. Elle
se doit néanmoins d’étre au-dela du “seuil trigger” pour ne pas étre trop affecté
par lefficacité de déclenchement. Cette coupure sur Er. permet aussi d’éliminer
des événements de bruit de fond correspondant a des interactions entre les fais-
ceaux et le tube a vide, qui ne sont pas tres énergétiques. Par ailleurs, le critere
d’isolation appliqué au candidat et permet de limiter la contamination due & des
événements de photoproduction, ol par exemple un 7° dans un jet est identifié
comme un “électron”. La coupure (2) rejette les événements QED Compton, pour
lesquels 1’électron et le photon sont balancés en azimuth et doivent avoir des énergies
transverses voisines.

Dans le cas “idéal”, les événements cherchés doivent avoir une impulsion transverse
manquante nulle. Compte tenu de la résolution des détecteurs, ce n’est évidemment
jamais vérifié exactement. On peut par exemple mal mesurer I’énergie d’un jet,
surtout si la gerbe de ce dernier se termine dans le fer instrumenté. C’est pourquoi
la coupure (3) sur Pr,iss n’est pas trop sévere.

La coupure (4) traduit la conservation de I’énergie-impulsion. En effet, 3=, (F; — p.,;)
ou on somme sur toutes les particules de I’état final doit étre égale a 2F,, Fy étant
I’énergie du faisceau de positrons incidents. Des qu’une particule de 1’état final
échappe a la détection, cette relation n’est plus vérifiée. La coupure appliquée per-
met donc de rejeter les événements de photoproduction, pour lesquels le ()? est tres
faible, et ou le positron n’est quasiment pas dévié, et repart généralement dans le
tube a vide. Ceci est illustré sur la Fig. 6.5, sur laquelle on a représenté les distri-
butions de la variable £ — p. pour des événements générés de diffusion inélastique
profonde en courant neutre, et de photoproduction.

La coupure haute appliquée sur la variable de Bjorken y. (y. < 0.95) a deux in-
téréts. D’une part, elle permet de rejeter les événements de photoproduction, qui
sont concentrés a des grandes valeurs de y. comme le montre la Fig. 6.6. En ef-
fet, si on identifie une composante d’'un jet comme un “électron”, 'énergie £’ du
candidat e* sera faible. D’apres l'expression y. = 1 — E'/FEysin®0/2, on s’attend
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Figure 6.5: Distribution de la variable £ — p. pour des événements de diffusion in-
élastique profonde en courant neutre (simulés avec LEPTO), et de photoproduction.
Dans le cas d’événements de DIP, cette distribution pique bien comme attendu a
deux fois l'énergie du faisceau de leptons incidents.

donc a ce que y. soit élevé pour de tels événements. Par ailleurs, les corrections ra-
diatives électromagnétiques sur le positron incident entrainent des migrations vers
les grandes valeurs de y.. En effet, dans ce cas, I’énergie initiale n’est pas Ey mais
FEy — E,, E., étant I'énergie du photon émis. Cette sous-évaluation de Fy entraine
une surévaluation de y.. Cette coupure permet donc de s’affranchir partiellement de
ces migrations. Enfin, la coupure basse y. > 0.05 évite la région des tres bas y., ou
a la fois y. et x. sont mal mesurés. Comme, dans ce canal, la masse du squark sera
reconstruite en utilisant la variable z., on ne garde pas les événements pour lesquels
la mesure de la masse serait trop peu précise.

6.3.2 Reconstruction de la masse du squark

Nous avons vu au chapitre 3 que la masse d’un squark produit par résonance est
reliée a la variable de Bjorken « :

M(j: \/J}S

ott S ~ 4E°EY est le carré de I’énergie disponible dans le centre de masse de la réac-
tion ep. On peut alors utiliser la cinématique du positron diffusé (son angle polaire
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Figure 6.6: Distribution de la variable y. pour (a) des événements de diffusion in-
élastique profonde en courant neutre; (b) des événements de photoproduction.

et son énergie) pour reconstruire x., et donc la masse du squark. La masse ainsi
reconstruite sera notée par la suite M.. Par ailleurs, la masse du squark peut aussi
étre calculée a partir des quadrivecteurs associés a ses produits de désintégration.
Afin d’éviter une dégradation de la résolution due a la fragmentation des résidus du
proton, nous allons calculer une masse invariante My.. en éliminant ces fragments
du proton de la maniere suivante :

o les dépots d’énergie situés tres a l'avant dans le détecteur, a § < 10°, sont
attribués aux résidus du proton. Ils ne sont pas pris en compte dans le calcul

de My..;

e on recherche le jet de plus grande impulsion transverse. Pour ce faire, on
utilise un algorithme de cone travaillant sur les cellules du calorimetre, avec
une grille en azimuth-pseudorapidité de 64 x 64. Le cone utilisé a un rayon
en ® — 1y égal a 1. Ce jet est identifié au jet “de courant”, formé par le quark
venant de la désintégration du squark. En notant n; la pseudo-rapidité de ce
jet, seules les particules situées a n < n; + 1.5 (c’est-a-dire pas trop a l’avant)
sont prises en compte dans le calcul de My...

Les résolutions obtenues sont montrées sur la Fig. 6.7, ou les coupures de la sélection
S1 ont été appliquées a des événements simulés et reconstruits, correspondant & un
squark de 150 GeV se désintégrant en etq. Les résolutions obtenues sur M, et My..
sont similaires, mais la méthode “électron” donne une valeur moyenne plus proche
de la masse générée. C’est la méthode “électron” qu’on adoptera par la suite pour
reconstruire la masse du squark dans ce canal.
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Figure 6.7: Reconstruction de la masse d’un squark de 150 GeV se désintégrant par
R, en positron-quark: (a) en utilisant le positron diffusé; (b) en faisant la masse
invariante de toutes les particules de Uétat final, les résidus du proton étant exclus.

6.3.3 Comparaison des données au Monte Carlo

Recherchant des objets suffisamment massifs, les événements que nous allons sélec-
tionner doivent vérifier, en plus des criteres de sélection S1, la condition :

M, > 25 GeV .

On observe dans les données 3429 événements satisfaisant a cette sélection, et 3093+
35 (stat.) sont attendus d’apres le Monte Carlo de diffusion profondément inélastique
LEPTO. Notons par ailleurs qu’avec les criteres de sélection S1, la contamination
résiduelle de photoproduction est inférieure a 0.4%. En imposant une coupure plus
sévere sur la masse, on obtient les résultats suivants :

e pour M. > 45 GeV , on observe 1800 événements et 1759 + 27 (stat.) sont
attendus,

e 218 événements vérifient M, > 100 GeV dans les données et 226.84+9.4 (stat.)
dans la simulation,

o au-dessus de 150 GeV , il reste 43 candidats dans les données, la prédiction

du Modele Standard étant de 38.9 + 4.0 (stat.).

Les erreurs données précédemment, notées (stat.), ne prennent en compte que
Ierreur systématique liée a la statistique finie du Monte Carlo. On verra plus loin
les autres sources d’erreurs systématiques.

Afin de vérifier que les événements ainsi sélectionnés dans les données sont bien
décrits par le Monte Carlo de diffusion profondément inélastique, on a représenté
sur la Fig. 6.8 les distributions de plusieurs variables, pour les données et le Monte
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Carlo. La coupure M, > 45 GeV a été appliquée ici. La Fig. 6.8a montre la
distribution de I’énergie du positron diffusé, dans les données et le Monte Carlo.
Elle est piquée a la valeur attendue de 27.5 GeV (I’énergie du faisceau de positrons
incidents) : le pic cinématique est bien reproduit. Ceci permet de vérifier que
I’échelle d’énergie électromagnétique est correcte. Afin d’estimer I'incertitude sur
cette échelle d’énergie, on peut utiliser le fait suivant : les variables de Bjorken z, y
et ()? peuvent étre reconstruites a partir de I'information du lepton diffusé, du flot
hadronique, ou en combinant les deux. En définissant comme au chapitre précédent
deux quantités a. et «y, par :

Ee _pz,e
PTe

)

By —pon

Qe = et ap =
Prp,

(on a sommé dans cette derniere relation sur toutes les paricules hadroniques de
’état final), z et )* s’expriment en fonction de a. et aj. Leur autre expression a
partir de I’angle polaire et de 1’énergie du positron permet alors d’écrire I’énergie du

_ EO o
Eeoo = sin? (%e) (ozz + Oéh) .

On a représenté sur la Fig. 6.9 la différence relative entre 1’énergie du positron

positron diffusé :

mesurée dans le calorimetre et celle obtenue par cette méthode “double-angle”. Un
accord de l'ordre de 1.5% est observé sur les données. Il est un peu meilleur sur
le Monte Carlo LEPTO, qui ne contient pas les corrections radiatives électrofaibles
sur le lepton incident.

Afin de controler aussi 1’échelle d’énergie hadronique, on peut utiliser le fait que,
dans des événements de diffusion profondément inélastique par courant neutre,
I'impulsion transverse du lepton diffusé doit balancer celle du jet hadronique, et
en fait celle du systeme hadronique complet, les résidus du proton ayant une faible
impulsion transverse. Cette balance en impulsion transverse est représentée sur la
Fig. 6.10. La quantité Prj correspond au module de la somme vectorielle des im-
pulsions transverses des particules hadroniques présentes dans 1’état final. On a de
plus ajusté une Gaussienne sur le pic de la distribution : la valeur moyenne de cette
Gaussienne differe de I'unité de moins de 1%.

Par ailleurs, la distribution de la position suivant 1’axe des faisceaux du vertex
d’interaction est donnée sur la Fig. 6.11 pour les 1800 événements satisfaisant a
M. > 45 GeV . La valeur moyenne est bien de ~ 3.5 cm, comme c’est le cas pour
I’ensemble des données. La coupure |zyerter — Zmoyen| < 35 c¢m ne fait pas perdre
trop d’événements. La perte d’efficacité due a cette coupure est estimée sur le Monte

Carlo de DIP, elle vaut moins de 0.3%.
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Figure 6.8: Comparaison des données et du Monte Carlo de DIP par courant neutre,
pour les événements vérifiant les critéres de sélection S1 et M, > 45 GeV : (a)
énergie de “Uélectron”; (b) angle polaire de “Uélectron”; (c¢) impulsion transverse
manquante et (d) quantité £ — py des événements.
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Figure 6.9: Comparaison de Uénergie du positron mesurée et prédite par la méthode

“double-angle”, pour les données (a), et le Monte Carlo LEPTO (b).
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Figure 6.10: Balance en impulsion transverse pour les événements observés dans les
données, qui vérifient les critéres de la sélection S1 ainsi que M, > 25 GeV .
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Figure 6.11: Coordonnée suivant laxe des faisceaux (z > 0 correspond a la direction
du faisceau de protons) du vertex primaire de linteraction.
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6.3.4 Optimisation des coupures

Le nombre d’événements candidats passant les coupures précédentes est assez im-
portant, méme en appliquant une coupure assez élevée sur M.. Or, on a vu qu’on
est capable de reconstruire la masse d’un squark produit par résonance et se dé-
sintégrant en etq de maniere assez précise. Il est alors naturel, si I'on recherche
un squark de masse M dans ce canal, de ne pas prendre en compte tous les événe-
ments satisfaisant aux criteres de sélection, mais d’imposer en plus que la masse
M. de ces candidats soit assez proche de la masse M cherchée. Pour cela, nous
allons définir, pour chaque masse de squark générée dans ce canal, une fenétre en
masse [M,in, Mpar]. Cette fenétre est choisie comme étant le plus petit intervalle
en masse contenant 68.3% des événements générés vérifiant les criteres de sélection.
Les valeurs de M,,;, et M,,,, ainsi obtenues pour les onze masses de squark pour
lesquelles on dispose d’une génération sont données dans la table 6.1. Les valeurs

Masse du squark (GeV) | My (GeV) | Moo (GeV) | AM (GeV)
35 29 35 6
50 40 50 10
75 62 76 14
100 84 102 18
125 106 129 23
150 128 154 26
175 155 183 28
200 175 205 30
225 200 230 30
250 227 257 30
275 250 290 40

Tableau 6.1: Fenétres en masse contenant 68.3% des €vénements générés qui véri-
fient les critéres de sélection.

de M,,;, et M., sont ensuite interpolées a toutes les masses. Ainsi, en recherchant
dans les données des candidats correspondant a un squark de masse M, en gardera
seulement les événements pour lesquels :

M, € [Mypin (M), My,.0(M)].

Par ailleurs, on sait que la distribution en y des événement recherchés doit étre plate,
au contraire des événements de DIP pour lesquels elle est en y% Pour I'instant,
la coupure inférieure appliquée sur y est basse et constante, puisqu’on demande
uniquement y. > 0.05. L’idée est alors d’optimiser la coupure en y, y..:, en fonction

de la masse de l'objet recherché, en optimisant le rapport signal sur bruit :

o dans la région des basses masses, on a beaucoup d’événements. On appliquera
alors une coupure en y plus sévere pour diminuer le nombre de candidats;
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e a grande masse, il reste peu de candidats. Il n’est pas nécessaire alors de
hausser la coupure y.,;, ce qui ferait perdre de I'efficacité inutilement.

L’optimisation de la coupure en y se fait en gardant a l’esprit que, en I"absence de
signal, notre analyse permettra d’établir des limites de rejet sur la masse du squark.
La section efficace de production étant proportionnelle au carré du couplage, les
limites que 'on dérivera seront représentées par une courbe dans le plan (Mgz, Aj;;).
La procédure d’extraction de ces limites sera détaillée au chapitre suivant. On
va ici juste en expliquer le principe. Considérons une masse M de squark. Soit
Nops(M, yeur) le nombre d’événements dans les données satisfaisant aux criteres de
sélection et vérifiant de plus :

Me € [Mmzn(M)a Mmax(M)] et Ye Z Yeut-

On note Nprp(M, yeut) le nombre d’événements attendus dans la diffusion profondé-
ment inélastique satisfaisant aux mémes conditions. En supposant que N et Npjp
suivent une loi de distribution de Poisson, on peut extraire de ces deux nombres un
nombre limite Ny;,,, correspondant au nombre maximal d’événements de signal qu’il

peut y avoir dans les données a 95% de confiance. Le couplage limite A}, est alors

obtenu en résolvant :
Nlim — Eg(ycut)o-()\/)

ol &(Yeut) est Vefficacité de détection sur le signal cherché, dans la fenétre en masse
[(Min, Mpar] €t avec yo > yeu. La limite obtenue est donc d’autant meilleure
que le nombre Ny, est faible. On concoit aisément que si le nombre d’événements
observés dans les données est substantiellement plus grand que celui attendu dans le
Monte Carlo, Ny;, sera assez élevé. Par ailleurs, si N5 et Nprp sont comparables,
I’éventuel signal peut étre “noyé” dans les fluctuations statistiques du fond, soit
V' Nops.  Ainsi, plus les nombres d’événements observés et attendus sont faibles,
meilleure est notre limite.

La coupure y.,; est optimisée dans le but de minimiser le couplage limite. On ne
peut évidemment pas se baser sur les données pour optimiser cette coupure. La

procédure suivie est donc la suivante :

e pour une masse M de squark donnée (pour laquelle on dispose d’une simula-
tion), et une coupure en y yeu, on calcule Nprp(Yeur);

e on en déduit le nombre limite d’événements de signal qu’on aurait a 95% de
confiance, si les données étaient exactement reproduites par le Monte Carlo,
c’est-a-dire on prend : N, = Npyp;

e on minimise enfin la quantité :
Nlim(ycut)
g(ycut)
par rapport a la variable y.y;.
On a ainsi calculé la coupure en y optimale, pour les onze masses de squarks générées.
Pour avoir ye,.(M) & toute masse, on interpole linéairement par des segments de

droite. La variation de y.,; en fonction de la masse de ’objet recherché est représen-
tée sur la Fig. 6.12.

184



o Lot N T N B |

50 75 100 125 1560 175 200 225 250 275
quuork (Ge\/>

Figure 6.12: Optimisation de la coupure basse en y en fonction de la masse du squark
recherché.

6.3.5 Spectre de masse et efficacités sur le signal
Distribution en masse

Avec les criteres de sélection S1, et en demandant de plus :

1. M, >25 GeV

2- Ye Z ycut(Me)7

on observe 362 événements dans les données, et 335.2 + 36.0 (syst.) sont attendus
dans le Monte Carlo de diffusion profondément inélastique. Ici et dans toute la
suite, 'erreur (syst.) comprend l'erreur systématique due a la statistique finie du
Monte Carlo, les erreurs sur les échelles d’énergie électromagnétique et hadronique
(respectivement 2% et 5%), qui entrainent une erreur de I'ordre de 10% sur le nombre
d’événements attendus, et 'erreur sur la luminosité (1.5%).

Le spectre de masse des événements restants est représenté sur la Fig. 6.13. On a
laissé aussi sur la figure les résultats obtenus avec la coupure en y non optimisée. On
voit sur la figure que 'optimisation de la coupure en y réduit grandement le fond de
diffusion inélastique profonde. En élevant la coupure sur la masse M., on obtient :

e 91 événements observés pour 84.0 + 10.2 (syst.) attendus a M, > 45 GeV ,

e 13 événements observés pour 12.4 + 2.6 (syst.) attendus a M, > 100 GeV ,

185



:\
S~ 10 E
(8] For
@) LA:L I —— Monte Carlo CN
— ‘”54:‘ s Data 94 e*
O e o 1
24 | +
% 10 ? ‘:Ai: [ ] DGtO 94 e ye>ycu(
~ Z *
Z &
/ ’f‘fé}:
10 Z ] -

S

.

\

‘ 2 2. B
75 100 125 150 175 200 225 250 275
M, (GeV)

2

an

50

Figure 6.13:
boles) et le Monte Carlo de DIP par courant neutre (histogrammes), avant et aprés
Uoptimisation de la coupure en y.

Distribution de la masse reconstruite M. pour les données (sym-

e 7 événements observés pour 3.5 4+ 1.2 (syst.) attendus a M, > 150 GeV .

Le spectre de masse de nos événements candidats ainsi que les chiffres donnés plus
haut montrent que les données sont partout en accord avec les prédictions du Modele
Standard : aucun signal n’est observé dans ce canal. Si il en est de méme pour les
autres canaux qu’il nous reste a étudier, nous dériverons de 'analyse des limites de
rejet dans le plan (Mjz, X'). Pour cela, nous aurons besoin de connaitre les efficacités
sur le signal.

Efficacités sur le signal

Le couplage limite a une masse donnée M sera calculé a partir du nombre d’événements
observés et attendus vérifiant :

1. les criteres de sélection S1,
2. M. € [Mpin(M), M0 (M)],

3- Ye Z ycut(M)

C’est donc pour cette série de coupures que nous allons calculer les efficacités de
détection sur le signal. Celles-ci sont représentées en fonction de la masse du squark

186



L\“OO 0
90

70 # LN

60 [

oL ¢ preselection

_ ¢ finale

50 75 100 125 150 175 200 225 250 275
quuark (GGV)
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sur la Fig. 6.14. On constate que l'efficacité de sélection finale varie entre ~ 25%
et ~ 45% et dépend peu de la masse du squark. Elle est a peu pres constante pour

M; > 125 GeV .

Un de nos événements candidats dans ce canal est représenté sur la Fig. 6.15.
La masse M, reconstruite pour ce candidat est de 145.8 GeV , le carré du moment
transféré est élevé Q? = 8104.4 GeV 2, et la variable de Bjorken y a pour valeur
y. = 0.38. Le positron a été diffusé a bas angle . = 51° et est clairement identifié
dans la roue CB3 du calorimetre. Son énergie est élevée [, = 90.7 GeV .
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6.4 Production résonante de squarks, canal S2

On s’intéresse ici aux cas ou le squark produit par résonance entre le positron inci-
dent et un quark venant du proton se désintegre en un neutrino et un quark. Comme
on ’a vu dans le chapitre 3, ce mode de désintégration ne concerne que les squarks
de type “down”, c’est-a-dire le dg dans le cas ot le couplage de R, considéré est A{y;.
Le mode de désintégration ¢ — ¢xJ, dans le cas ou le \{ est de type higgsino (se
désintégrant alors hors du détecteur), donne I’état final considéré ici, mais le rapport
d’embranchement dans ce canal est alors si faible qu’il n’est pas a considérer.

Le graphe de Feynman correspondant au processus étudié est représenté sur la
Fig. 6.16. Le neutrino échappant a la détection, la signature de tels événements

Figure 6.16: Production du squark ;ZR par Ny, et désintégration en vd.

consiste en de I’énergie manquante et un jet. Le bruit de fond pour ce signal cor-
respond essentiellement aux événements de diffusion profondément inélastique par
courant chargé (CC), ou le boson échangé est un W et non plus un photon.

6.4.1 Sélection des événements

Le point de départ de I’analyse pour ce canal est la classe “courant chargé”, qui con-
tient des événements pour lesquels 'impulsion transverse manquante est supérieure
a 10 GeV . En plus de ne pas étre éliminés par nos coupures visant a rejeter le bruit
de fond non physique, les événements sélectionnés doivent satisfaire aux criteres
suivants :

+ vérifiant les conditions de la sélection S1 ne doit étre trouvé dans

I’événement;

1. aucun e

2. impulsion transverse manquante, calculée a partir de tous les dépots d’énergie
dans les calorimetres, doit étre suffisamment élevée :

PT,miss Z 25 GeV )

3. on demande que I’énergie transverse scalaire,

ET = ZETJ' = Z EZ sin (92
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ou on somme sur toutes les particules de ’état final, differe peu de I’énergie
transverse vectorielle,

Pr =Y pril = Proiss.
;

Le critere requis est :

ET - PT,miss

< 0.5;
Er -

4. lorque I'angle 0, du flot d’énergie transverse hadronique est compris entre 35°
et 155°, on demande qu’il y ait au moins trois traces pointant vers le vertex
de l'interaction, et au moins une telle trace si 8, < 35%;

La coupure (1) est évidente du fait de la topologie des événements recherchés. Elle
permet de plus que les sélections S1 et S2 soient disjointes.

On a vu au chapitre 3 que I’énergie transverse du lepton diffusé provenant de la dés-
intégration d’un squark par £, doit étre élevée. Dans le cas qui nous intéresse, cette
énergie transverse correspond a 'impulsion transverse manquante de 1’événement.
Il est donc naturel de demander un Py s, élevé. Cette coupure élimine de plus la
DIP en courant neutre et les événements de photoproduction, ot Pr s est faible.
La coupure (3) permet de rejeter efficacement les événements de photoproduction
qui auraient survécu a la coupure précédente. En effet, de tels événements, compor-
tant en général deux jets dans I’état final, peuvent avoir une impulsion transverse
manquante importante, par exemple si un des jets laisse un dépot d’énergie impor-
tant dans le fer instrumenté. Pour de tels événements, les deux jets sont balancés
en azimuth et présentent donc deux dépots d’énergie hadronique bien distincts 1'un
de "autre. Par conséquent, il n’y a aucune raison pour que les sommes scalaires et
vectorielles donnent le méme résultat. Au contraire, dans les événements que nous
cherchons, on attend un seul dépot d’énergie hadronique. Il ne doit donc pas y avoir
de grande différence entre ces deux sommes. Ceci est représenté sur la Fig. 6.17,
ou la distribution de la grandeur (E7 — Prniss)/Er est montrée pour du Monte
Carlo de DIP en courant chargé, et du Monte Carlo de photoproduction. La figure
a été réalisée en demandant uniquement Pr ;. > 10 GeV | et qu’il n’y ait pas de
candidat et vérifiant les conditions de la sélection S1, ceci afin de conserver une
statistique suffisante pour le bruit de fond de photoproduction.

La coupure (4) rejette des événements correspondant au passage d’un muon cos-
mique dans le détecteur, qui n’auraient pas été éliminés par les filtres précédents.

6.4.2 Reconstruction de la masse du squark

Dans ce cas, le neutrino échappant a la détection, on ne peut pas espérer reconstruire
la masse du squark en faisant une masse invariante de toutes les particules présentes
dans ’état final. Néanmoins, on a vu au chapitre 5 que les variables de Bjorken
peuvent étre reconstruites en utilisant 'information du flux hadronique uniquement.
On les note x;, y, et Q7. On peut alors reconstruire la masse du squark par :

My, = \JS.

Les résolutions obtenues sur M) pour des squarks de 75 GeV et 150 GeV sont
montrées sur la Fig. 6.18. Cette résolution a tendance a se dégrader quand la masse
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Figure 6.17: Distribution de la grandeur (Ex — Priss)/ Er pour du Monte Carlo de
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ne sont pas normalisés ['un par rapport a ['autre.

du squark augmente. En effet, le jet formé par le quark venant de la désintégration
du squark est alors émis de plus en plus a 'avant du fait du “boost” de Lorentz.
Une partie de son énergie est donc perdue dans le tube a vide, et les variables de
Bjorken calculées par la méthode de Jacquet-Blondel sont alors mal mesurées.

6.4.3 Comparaison des données au Monte Carlo

En appliquant les criteres sélection précédents, 343 événements sont observés dans
les données, soit dix fois plus que ce qu’on attend dans la diffusion profondément
inélastique par courant chargé. La raison en est qu’il reste a ce stade beaucoup
d’événements non physiques, essentiellement provoqués par le passage d’'un muon
cosmique dans le détecteur, ou d’un muon du halo. Afin de rejeter les muons du
halo, nous avons appliqué un filtre supplémentaire. Pour un événement candidat,
considérons le cluster de plus grande impulsion transverse trouvé dans le calorimetre.
Partant du centre de gravité G de ce cluster, on définit un cylindre parallele a I’axe
des faisceaux, de rayon r = 25 cm. On s’intéresse alors aux cellules touchées, situées
a l'intérieur de ce cylindre et assez proches en azimuth du point G : A®g .y <
5%, Appelons N le nombre de cellules vérifiant ces criteres, et Z,,;, et Z,0z les
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Figure 6.18: Reconstruction de la masse d’un squark se désintégrant en vq pour (a)

M; =75 GeV et (b) Mz =150 GeV .

coordonnées minimale et maximale suivant I’axe z de cet ensemble de cellules. Dans
le cas ou I’événement est dii au passage d’'un muon du halo, la différence entre 7,,;,
et Z,.q- sera assez élevée, et le nombre N, sera faible puisqu’un muon interagit
peu dans le calorimetre. Ceci doit permettre de différencier de tels événements de
ceux que nous recherchons. Les Fig. 6.19 (a) et (b) montrent comment la variable
(Zmaz — Zmin) [V Neen est distribuée pour nos 343 candidats, et pour du Monte Carlo
de diffusion inélastique profonde en courant chargé. On constate sur les données que
cette distribution présente bien un pic au voisinage de zéro, comme pour la DIP,
mais que beaucoup d’événements sont concentrés a des valeurs élevées de (Z,0, —
Zomin) ]V Neewt. Ces derniers correspondent a des muons du halo. Plutét que de
couper directement sur cette variable, on a préféré exploiter la corrélation avec Z,,;,.
En effet, pour des muons du halo, Z,,;, sera plutot faible. La coupure appliquée est
présentée sur la Fig. 6.19(c),(d). Elle est d’autant plus sévere que Z,,;, est petit.

En ajoutant cette coupure aux précédentes, on observe 144 événements dans les
données, pour ~ 33 attendus dans le Monte Carlo. La perte d’efficacité due a cette
derniere coupure est estimée sur le Monte Carlo a ~ 2.6%. Les 144 événements
restants sont alors visualisés (a l'aide du programme permettant de donner une
représentation des événements telle que celle de la Fig. 6.15), et 103 sont identifiés
comme étant du bruit de fond non physique (essentiellement des muons cosmiques).
Ainsi, seuls 41 événements sont finalement acceptés comme candidats. Un de ces
événements est trés particulier et correspond au processus : etp — uTX. Nous
reviendrons plus loin sur cette topologie. Puisque, de toute évidence, cet événement
est tres différent de ceux recherchés ici, nous 'enlevons de la liste des candidats
pour ce canal. Avec les mémes coupures, la prédiction du Monte Carlo de diffusion
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profondément inélastique est de 33.4 + 3.6 (syst.) événements, ce qui est en tres
bon accord avec l'observation. Les distributions en Pr ;s et en M} pour les 40
événements restant dans les données et la simulation sont montrées sur la Fig. 6.20.
Elles montrent que les données sont bien reproduites par le Monte Carlo. Ainsi,
aucune déviation significative n’est observée par rapport aux prédictions du Modele
Standard.

Un des événements restant dans les données est représenté sur la Fig. 6.21. Seul un
jet est présent dans I’état final, et I'impulsion transverse manquante est de 36 GeV .
Par ailleurs, la masse reconstruite de cet événement est de 89.1 GeV .
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Figure 6.19: Distribution de la variable (Zmar — Zmin )/ Neen pour (a) les 353 candi-
dats dans les données, et (b) la diffusion profondément inélastique en courant chargé.
Les figures (c) et (d) montrent comment cette variable est corrélée avec Z,,;,, et la
coupure finalement appliquée. Les événements situés en-dessous de la droite ne sont

pas gardés comme candidats.
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6.4.4 Efficacités sur le signal

De méme que pour le canal S1, nous allons définir, pour une masse M de squark
cherché, une fenétre en masse [Min (M), Moo (M)] telle que :

o lefficacité de détection d’un squark de masse M, en appliquant les coupures
de S2 et en demandant de plus My, € [Mi, (M), M0.(M)] soit égale & 68.3%

de Pefficacité avec uniquement les criteres de S2;

o [Myin(M), M0 (M)] est la plus petite fenétre qui vérifie la proposition précé-
dente.

Les valeurs obtenues pour ces fenétres en masse sont données dans la table 6.2.
Comme on ’a déja remarqué, on mesure de plus en plus mal la masse du squark a

Masse du squark (GeV) | My (GeV) | Moo (GeV) | AM (GeV)
50 50 63 13
75 58 79 21
100 74 102 28
125 96 129 33
150 113 153 40
175 145 191 46
200 151 209 58
225 175 232 57
250 125 252 127
275 107 275 168

Tableau 6.2: Fenétres en masse contenant 68.3% des événements générés qui véri-
fient les critéres de sélection S2.

mesure que celle-ci augmente. Ceci se traduit dans la table, par le fait que la largeur
AM de la fenétre en masse augmente avec la masse du squark. A tres basse masse
(M; ~ 50 GeV ), la coupure Pr .55 > 25 GeV fait perdre beaucoup d’efficacité;
pour les quelques événements qui passent cette coupure, la masse reconstruite M)
est supérieure a la masse générée. Ceci explique la valeur de M,,;, dans le cas ou
M quark = 50 GeV . Pour connaitre les valeurs de M,,;,, et M,,,, a toutes les masses,
on interpole ensuite par une fonction polynémiale. Lorsqu’on cherchera a dériver
des limites de rejet sur la masse des squarks, ne seront considérés comme candidats
pour un ¢ de masse M se désintégrant en vq que les événements pour lesquels
My € [Mpin(M), My0(M)]. Les efficacités finales de détection du signal dans
la voie S2, prenant en compte lefficacité du sous-déclencheur “énergie transverse
manquante”, sont montrées sur la Fig. 6.22. Elles prennent en compte toutes les

A basse

masse de squark, cette efficacité est assez faible du fait de la coupure en Pr 5.

coupures de sélection, ainsi que le critere M), € [Min(M), Mo (M)].
A plus grande masse, le squark est davantage “boosté”, et le neutrino venant de la

désintégration sera davantage énergétique, d’ou une impulsion transverse manquante
plus importante dans I’événement. Ainsi, cette perte d’efficacité n’est manifeste
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Figure 6.22: Efficacités finales de détection d’un squark dans le canal S2.

que pour des basses masses de squarks. Notons néanmoins que 'efficacité décroit
légerement lorsqu’on tend vers des masses de squarks tres élevées. En effet, comme
on l'a remarqué au chapitre précédent, on produit alors souvent un squark “hors
couche de masse” (de masse inférieure a la masse “réelle”) du fait de la chute brutale
des densités de partons a grand x. L’impulsion transverse manquante est alors plus
faible en moyenne, ce qui se traduit par cette baisse de 'efficacité.
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6.5 Production résonante de squarks, canal S3

Rappelons que la signature associée a ce que nous avons appelé le canal S3 consiste
en un et et plusieurs jets. Un tel état final ne peut étre obtenu que lorsque le
squark se désintegre via une désintégration de jauge. Des exemples de diagrammes
conduisant a cette topologie sont donnés sur la Fig. 6.23.

) )

O N (d)

Figure 6.23: FEzemples de diagrammes pour ¢ — et jets.

6.5.1 Sélection des événements

Les criteres requis pour sélectionner de tels événements sont ceux de la sélection S1,
auxquels on ajoute les conditions suivantes :

1. la variable y de Jacquet-Blondel reconstruite a partir de la cinématique du
candidat et doit vérifier : 0.4 < y. < 0.95;

2. les énergies transverses hadroniques scalaire et vectorielle Erj, et Prj, doivent
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etre suffisamment différentes :

Ery — Pry,

> (.25,
Ery, -

ces variables étant définies par :

Y

ET,h = Z EZ sin (92 PT,h =

>

ou la somme porte sur toutes les particules hadroniques de 1’état final;

3. on demande qu’au moins un jet, d'impulsion transverse Pr ., > 7 GeV , ait
été reconstruit a ’aide de I'algorithme de cone décrit dans 1’analyse du canal

S1;

4. la différence angulaire en azimuth A®;; entre le jet de plus grande impulsion

transverse et I’axe défini par le moment transverse hadronique total Prj doit
satisfaire a :

2
Aq)]t Z 5(50 - ETJL),
A®,, étant exprimé en degrés et Erjy en GeV

5. la masse invariante M. calculée a partir de toutes les particules de I’état final
(v compris le e¥), en excluant les résidus du proton doit dévier de M, de plus

de 10%;

6. ’événement ne doit pas étre candidat de la sélection S4, ¢’est-a-dire “I’électron”

de I'état final ne doit pas avoir été identifié comme un “vrai” électron (de
charge opposé a celle du lepton incident).

Demander que la variable y. soit assez élevée supprime de beaucoup le bruit de fond
de diffusion profondément inélastique par courant neutre, pour lequel la distribution
de y est en y% Pour les événements cherchés, la distribution de y. est décalée vers les
grandes valeurs comme le montre la Fig. 6.24. En effet, par rapport aux événements
de S1 ou le positron est émis directement par la désintégration du squark, le et
apparait ici plus tard dans la chaine de désintégration. Son énergie est donc plus
faible, et y. est plus élevé.

La coupure (2) permet de sélectionner essentiellement des événements pour lesquels
I’énergie hadronique n’est pas concentrée dans un seul jet, et donc de rejeter efficace-
ment le bruit de fond de diffusion profondément inélastique “mono-jet”. L’effet de
cette coupure est représenté sur la Fig. 6.25. On voit que la coupure appliquée sur
(Ern— Prp)/Er ne fait pas perdre trop d’efficacité sur le signal, tout en éliminant
substantiellement le bruit de fond. Notons que nous ne faisons pas de décompte ex-
plicite du nombre de jets contenus dans I’événement. En effet, suivant la différence
de masse entre le squark et le neutralino ou le chargino, les trois jets de 1’état fi-
nal ne seront pas toujours bien discernables. Demander explicitement trois jets dans
I’événement entrainerait une perte non négligeable d’efficacité sur le signal. De plus,
la variable (FEr 5 — Pry)/FEr, utilisée est plus facilement controlable que le résultat
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Figure 6.24: Distribution de la variable y. pour des événements de DIP en courant
neutre (histogrammes blancs) et pour du Monte Carlo SUSSEX (histogrammes
hachurés). Le cas (a) correspond a une génération de squarks de 100 GeV  se dé-
sintégrant en un neutralino de 40 GeV | le cas (b) a un squark de 200 GeV et un
neutralino de 80 GeV . Sur chaque figure, les deux distributions ne sont pas nor-
malisées.

d’un algorithme de jets. Remarquons que cette variable a déja été utilisée pour la
sélection S2. De maniere générale, pour I’étude présentée ici, on demandera :

pour des topologies “multi-jets”. Ces deux “criteres” ne s’excluent pas ['un 'autre.
En effet, demander (Er; — Pry)/Er, > 0.5 pour des événements multijets ferait
a nouveau perdre de 'efficacité, comme on le voit sur la Fig. 6.25. Par ailleurs,
la coupure “large” (Er — Prp)/Ern, < 0.5 pour sélectionner des topologies ou
un seul jet est attendu dans 1’état final permet de conserver les événements ou une
radiation de gluon occasionne la présence d’un jet supplémentaire dans I’événement.
Ainsi par exemple, pour 6 des 40 événements de la sélection S2, la variable (Er, —
Pry)/Erp est entre 0.25 et 0.5. A la visualisation, il s’avere bien que ces événements
présentent deux jets dans 1’état final, généralement assez “proches” 1'un de autre.
Ceci correspond a la proportion attendue d’événements avec radiation de gluon sur
le quark diffusé, celle-ci étant de 'ordre de ag, soit une dizaine de pourcents.

La coupure (4) demande que ’énergie hadronique de I’événement située assez loin du
jet “de courant” (celui formé par le quark émis en premier lors de la désintégration
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Figure 6.25: Distribution de la variable (Ep, — Pry)/Ery pour le Monte Carlo de
diffusion profondément inélastique par courant neutre ainsi que pour des événements
générés ou un squark de 75 GeV se désintégre en un neutralino de 20 GeV .

du squark) soit suffisamment importante. En effet, dans le plan transverse, ce jet “de
courant” doit étre balancé en azimuth par les hadrons venant de la désintégration du
neutralino ou du chargino. On s’attend donc a ce que la différence A®j; soit assez
grande. Au contraire, pour des événements de diffusion profondément inélastique,
les vecteurs PTh et PT]et doivent étre a peu pres colinéaires, du moins pour ceux
correspondant a des processus a l’ordre le plus bas en ag. La Fig. 6.26 montre
comment cette coupure permet de séparer le signal cherché du bruit de fond de DIP.
Naturellement, si ’énergie transverse hadronique totale est tres élevée, on souhaite
garder I’événement. Ainsi, la coupure appliquée est de moins en moins sévere lorsque
E7 ) augmente.

La coupure (5) évite un trop large recoupement entre les sélections S1 et S3. En
effet, lorsque un squark se désintegre via S1 en un positron et un quark, les deux
quantités M. et My.. donnent une bonne estimation de la masse du squark, comme
on I’a vu sur la Fig. 6.7. Par conséquent, M, et M. doivent étre assez proches. Au
contraire, dans le cas d’un squark se désintégrant via S3, M. n’est pas reliée a la
masse du squark. On s’attend donc a ce que M, et M. soient assez différentes. Ceci
est illustré sur la Fig. 6.27, ou 'on a représenté la corrélation entre M, et M. pour
un squark se désintégrant via S1 ou S3. Comme on va le voir dans le paragraphe
suivant, c’est My.. que nous utiliserons pour reconstruire la masse d'un squark se
désintégrant en un positron et un neutralino ou un chargino.
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Figure 6.26: Différence en azimuth entre le jet de courant et le vecteur ]3T7h (moment
hadronique transverse total) en fonction de I'énergie transverse hadronique, pour (a)
du Monte Carlo de DIP en courant neutre, (b) un squark de 150 GeV se désintégrant
en un neutralino de 80 GeV . La coupure appliquée est représentée par la ligne en
trait plein. Seuls les événements au-dessus de cette ligne sont conservés.

6.5.2 Reconstruction des masses du squark et du y*’
Masse du squark

Comme le montre la Fig. 6.27, I'information donnée uniquement par le positron
diffusé uniquement est insuffisante pour reconstruire la masse du squark dans ce
canal. Celle-ci ne peut étre obtenue qu’en faisant une masse invariante de toutes
les particules présentes dans 1’état final, les “débris” du proton étant exclus afin
d’obtenir une bonne résolution. C’est donc My.. qui sera notre estimateur de la
masse du squark. La Fig. 6.28 montre quelle est la résolution obtenue sur la masse
du squark par cette méthode. Cette résolution se dégrade lorsque la masse du
squark augmente. En effet, lorsque le squark devient tres massif, ses produits de
désintégration sont de plus en plus émis vers 'avant. On ne peut plus alors les
distinguer des résidus du proton incident, et la masse M., ne prend pas en compte
toutes les particules.

Masse du neutralino ou du chargino

La reconstruction de la masse du neutralino ou du chargino provenant de la désin-
tégration du squark est un peu plus délicate. La procédure adoptée est la suivante :

o le squark se désintégrant en un quark et un Y™, on s’attend a ce que le jet
formé par ce premier quark et les produits de désintégration du x™° soient
balancés en azimuth. Le positron de I’état final venant de la désintégration du
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Figure 6.27: Corrélation entre les masses M, et My.. pour un squark de 150 GeV
se désintégrant (a) via S1 et (b) via S3 en un neutralino de 80 GeV

+70

X", on commence par rechercher le jet de plus grand Pr dans 'hémisphere

opposé en azimuth au candidat et trouvé dans I’événement;

e on ouvre ensuite un cone autour de la direction de ce jet, dans le plan transverse
a ’axe des faisceaux, et de demi-angle A® = 45°;

e on construit une masse invariante a partir de toutes les particules de 1’état
final extérieures a ce cone, en excluant les résidus du proton comme expliqué
plus haut. C’est cette masse invariante M, qui sera notre estimation de la
masse du neutralino ou du chargino.

La résolution obtenue sur M, est représentée sur la Fig. 6.29. On voit sur cette figure
que cet estimateur est assez grossier. De plus, la qualité de la reconstruction de la
masse du y dépend beaucoup de la différence de masse entre le squark et le y™°. En
effet, si le x est presque aussi lourd que le squark, il sera produit quasiment au repos
dans le référentiel du laboratoire. Des lors, ses produits de désintégration seront
répartis uniformément dans le plan transverse a I’axe des faisceaux. Il devient alors
difficile de distinguer le jet formé par le premier quark émis lors de la désintégration
du squark des autres jets qui proviennent de la désintégration du y?.
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Figure 6.28: Résolution obtenue sur la masse d’un squark se désintégrant en un
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M; =200 GeV .
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6.5.3 Comparaison des données au Monte Carlo

Avec les criteres de sélection S3, 405 événements sont observés dans les données
a My, > 25 GeV | et 363.4 + 39.2 (syst.) sont attendus dans le Monte Carlo
de diffusion profondément inélastique. Le spectre de masse de ces événements est
représenté sur la Fig. 6.30. Au-dela de 45 GeV , 220 événements sont observés et
seulement 153.6 +17.8 (syst.) sont attendus dans le Monte Carlo, ce qui représente,
dans 'approximation Gaussienne, un exces a 2.9 déviations standards. Notons que
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Figure 6.30: Spectre de masse des événements vérifiant les critéres de sélection S3.

cet exces est localisé sur une trentaine de GeV | ce qui est de 'ordre de la résolution
sur My.. obtenue pour une squark de masse ~ 75 GeV . Par ailleurs, cet exces
devient plus significatif (3.40) lorsque la coupure inférieure en y. est élevée de 0.4
a 0.6. Ainsi, les événements observés dans les données a My.. > 45 GeV se situent
a des valeurs de y. plus élevées que ce qu’on attend dans la diffusion inélastique
profonde. Au-dela de 100 GeV , 'accord entre les données et les prédictions du
Modele Standard est excellent, puisque 14 candidats sont observés et 13.246.2 (syst.)
sont attendus. A grande masse, on observe la aussi un léger surplus d’événements
dans les données : la prédiction du Monte Carlo pour M., > 140 GeV est de
1.9 £ 0.9 (syst.) événements, alors que 5 candidats sont observés.

Un événement candidat typique de la sélection S3 est représenté sur la Fig. 6.31.
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Un “électron” de 20 GeV a été reconstruit dans la roue CB2. La masse M.,
reconstruite pour cet événement est My.. = 56 GeV .

6.5.4 Efficacités sur le signal

Comme pour les deux canaux déja étudiés, nous définissons une fenétre en masse
[(M,ins Mpor] contenant 68.3% du signal vérifiant les criteres de la sélection S3.
Cette fenétre en masse a été calculée a partir d’événements générés a l'aide du
Monte Carlo SUSSEX, pour lesquels une simulation complete du détecteur a été
réalisée. Ces événements correspondent au processus :

Q—>qx(1)—>q—|—e+—|—2jets.

Les résultats obtenus pour M,,;, et M,, ..., pour les cas de masses de squark et de
neutralino dont on dispose d’une simulation, sont résumés dans la table 6.3. On

M; | Mo | My | Mo | AM
50 | 20 | 42 53 | 11
40 | 40 51| 11
75 | 20 | 66 85 | 19
40 | 65 83 | 18
100 20 | 86 | 107 | 21
40 | 85 | 106 | 21
80 | 86 | 108 | 22
150 | 20 | 138 | 163 | 25
40 | 136 | 160 | 24
80 | 131 | 164 | 33
200 | 20 | 182 | 225 | 43
40 | 179 | 214 | 35
80 | 173 | 209 | 36
160 | 167 | 210 | 43
250 | 20 | 100 | 251 | 151
40 | 118 | 250 | 132
80 | 141 | 253 | 112
160 | 178 | 250 | 72
275 | 20 | 103 | 275 | 172
40 | 100 | 276 | 176
80 | 128 | 275 | 147
160 | 188 | 275 | 87

Tableau 6.3: Fenétres en masse contenant 68.3% des événements générés qui véri-
fient les critéres de sélection S3

retrouve le fait que la résolution en masse de squark se dégrade lorque la masse
augmente. En effet, lorsque My est élevée, des particules de 'état final peuvent étre
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émises tres Pavant du détecteur et sont “perdues” lors du calcul de la masse invari-
ante. De plus, un squark tres massif est souvent produit a une masse plus faible,
comme on ’a vu précédemment. L’efficacité de sélection du signal, en ajoutant aux
criteres S3 la condition

Mdec S [Mm2n7 Mmaac]a

est représentée sur la Fig. 6.32. Une masse de squark étant donnée, cette efficacité
dépend beaucoup de la masse du neutralino. En effet, plus le neutralino est massif,
plus le lepton venant de sa désintégration est énergétique. Il est alors de plus en plus
rare de le “manquer”. Par ailleurs, a masse fixée de neutralino, l'efficacité a ten-
dance a diminuer pour des masses de squarks élevées. Ceci s’explique par la méme
raison que celle évoquée plus haut, a savoir que des squarks tres massifs sont souvent
produits hors couche de masse, ce qui diminue en moyenne 1’énergie transverse du
positron de ’état final.

Le générateur d’événements SUSSEX permet de simuler des squarks se désintégrant
en neutralino, mais pas en chargino. Ainsi, seul le processus correspondant a la
Fig. 6.23a est pris en compte dans le générateur. Néanmoins, le cas ou un squark
se désintegre en un chargino, ce dernier partant directement par i, (Fig 6.23¢)
est identique au précédent, et on gardera les mémes efficacités. Les processus des
Fig 6.23(b) et (d) sont par contre assez différents. En effet, dans ces deux cas,
le positron est émis plus tard dans la chaine de désintégration. Il emporte donc
une énergie plus faible que dans le cas précédent. Ainsi, on s’attend a avoir une
efficacité un peu plus faible pour ces deux processus que pour le précédent. Ne
disposant pas d’une simulation complete pour ces processus, nous avons utilisé le
générateur “quadrivecteurs” décrit au chapitre 5, et calculé les efficacités en cor-
rigeant la cinématique des particules générées dans 1’état final pour tenir compte
de la résolution du détecteur. Les effets des “cracks” du calorimetre se traduisent
par une perte d’efficacité de ~ 7% pour identifier le lepton de I’état final. Afin de
controler que les efficacités ainsi obtenues sont raisonnables, nous avons comparé
les efficacités obtenues par cette méthode et celles obtenues a partir d’événements
SUSSEX entierement simulés, correspondant aux processus de la Fig. 6.23a. Les
résultats de cette comparaison (sans la fenétre en masse) sont donnés dans la ta-
ble 6.4. La différence entre l'efficacité calculée exactement et celle obtenue avec
le méthode décrite précédemment constituera 'erreur systématique sur les efficac-
ités correspondant aux processus pour lesquels on ne dispose pas d’'une simulation
complete. L’efficacité pour les processus représentés sur les Fig. 6.23b,c est un peu
plus faible car le lepton est moins énergétique. Ces efficacités sont données dans la
table 6.5.

L’efficacité totale du canal S3 sera enfin obtenue en pondérant les efficacités de (a)
et (¢) d’une part, (b) et (d) d’autre part, par les rapports d’embranchement dans
chacune de ces voies, ces rapports d’embranchement dépendant des parametres du
modele (p, My, tan 3 et le couplage de £,).
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M; (GeV) | 50 [ 75 | 100 | 150 | 200 [ 250 | 275

MX? (GGV)
20 23.2 [ 34.5 | 38.1 | 35.2 | 30.8 | 23.2 | 21.7
26.1 | 37.0 | 40.3 | 37.8 | 31.5 | 26.3 | 24.3
40 42.5 | 50.1 | 55.6 | 48.6 | 41.3 | 37.2 | 35.7
41.8 1 53.1 | 54.8 | 50.8 | 44.4 | 41.5 | 39.0
80 65.6 | 63.2 | 54.1 | 53.3 | 52.4
62.9 | 62.7 | 4.1 | 56.1 | 55.2

Tableau 6.4: Efficacités (en %) de sélection dans le canal S3, lorsque le squark se
désintegre en un neutralino. Les chiffres du haut sont les efficacités obtenues avec
le générateur SUSSEX, ceux du bas a partir de quadrivecteurs.

M; (GeV) | 75 [ 100 | 150 | 200 | 250 | 275
MXT (GGV)
40 37.3 | 35.0 | 31.5 | 28.3 | 26.7 | 24.2
80 54.2 | 49.8 | 42.5 | 38.0 | 35.2
160 59.7 | 55.7 | 55.3

Tableau 6.5: Efficacités (en %) de sélection dans le canal S3, lorsque le squark se
désintegre en un chargino, ce dernier se désintégrant en un neutralino.
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Figure 6.31: Evénement candidat typique pour le canal S3.
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Figure 6.32: Elfficacité de sélection pour des événements ou un squark se désintégre
en un quark et un neutralino (canal S3).
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6.6 Production résonante de squarks, canal S4

Le canal 5S4 est tres similaire au précédent. Seule la charge du lepton présent dans
I’état final est différente. Dans ce cas en effet, on obtient un lepton de charge opposée
a celle du lepton incident. Les graphes correspondant a ce processus sont représentés
sur la Fig. 6.33. Notons que ’électron ne peut venir que de la désintégration d’un

Figure 6.33: Eremples de diagrammes pour ¢ — e~ jets.

neutralino. La désintégration du chargino xy* directement par violation de R-parité
ne peut en effet que donner un positron dans 1’état final.

6.6.1 Sélection des événements

Pour rechercher de tels événements, on applique tout d’abord les criteres de la
sélection S3, correspondant a des topologies “e* multijets”. On fait ensuite une
analyse de la charge du lepton e* présent dans I’état final, pour ne sélectionner que

les événements pour lesquels cette charge est négative. Pour cela, on demande que :

1. 'agrégat du candidat et soit associé & une trace pointant vers le vertex

d’interaction. Pour ce faire, on extrapole chaque trace reconstruite pointant
vers le vertex jusqu’a la surface interne du calorimetre. Pour chaque trace, on
définit une droite a partir du vertex et du point d’intersection de la trace avec
la surface interne du calorimetre. On ouvre ensuite un cone tronqué autour de
cette droite, de rayon a la base (a la surface interne du calorimetre) r = 0.3 cm
et d’angle A® = +15°. On regarde ensuite si le barycentre de 'agrégat cor-
respondant au candidat et est & I'intérieur de ce cone tronqué. Si c’est le cas
pour plusieurs traces, nous garderons celle de plus grande impulsion.

2. cette trace ait été reconstruite a partir d’au moins 40 “hits” dans le détecteur
de traces central,
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3. 'énergie £ du candidat e* mesurée a partir de I'information du calorimetre
et celle obtenue grace a 'impulsion P de la trace associée a I'agrégat doivent
étre assez voisines :

E-r <05
E+P|— 7

4. la courbure de cette trace doit etre positive, ce qui correspond bien a une
particule chargée négativement,

5. cette courbure s doit étre suffisamment bien mesurée :

|0k] < K

b
ou 0k est 'erreur sur la courbure (par définition, 6k > 0).

Avec la méthode employée expliquée dans le détail de la coupure (1), I'agrégat cor-
respondant au candidat e* est associé a une trace dans 92% des cas (ce chiffre a
été obtenu a partir des événements de la sélection S1, c’est-a-dire contenant un
¢t d’énergie transverse assez élevée et dans la partie centrale du détecteur). Les
criteres appliqués ensuite permettent de sélectionner des traces “de bonne qualité”,
au détriment d’une perte en efficacité. Demander que la trace associée a l'agrégat

- (o) 2
1600 | =
I - -
I Ie
1200 | =
1200 F
1000 - 40 B
800 |-
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600 [
i 20
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L "07
200 |
0 A—'—'\—_'\_I_ﬁ\\ o Lt )
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Nb hits Dyoce (deQ)

Figure 6.34: (a) Nombre de “hits” dans la CJC de la trace associée au positron
lorsque ce dernier est dans la partie centrale du détecteur et d’énergie transverse
Er. > 7 GeV . (b) Corrélation de ce nombre avec Uangle azimuthal de la trace,
sous les mémes conditions.

ait été reconstruite a partir d’un nombre suffisant de “hits” permet de s’affranchir
des problemes dus au fait que certaines parties du détecteur de traces n’étaient pas
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completement efficaces lors de la prise de données 1994. La Fig. 6.34a montre le
nombre de “hits” dans la CJC de la trace associée au candidat e, pour les événe-
ments de la sélection S1. On voit que ce nombre est en général assez élevé. Il
arrive cependant que la trace ait été reconstruite a partir d’un faible nombre de
“hits”. Ceci correspond a des cas ou la particule a traversé des secteurs angulaires
de la CJC endommagés, comme le montre la Fig. 6.34b. Le critere (3) assure la
cohérence des mesures, en demandant un bon accord entre 1’énergie calorimétrique
du candidat ¢* et I'impulsion de la trace associée. Enfin, on demande que I'erreur
dx sur la courbure de la trace soit inférieure a la courbure elle-méme, le contraire
n’ayant pas de sens.

6.6.2 Comparaison des données au Monte Carlo

Avec toutes ces coupures, aucun des 405 candidats de la sélection S3 ne possede
un et dans I'état final associé a une trace de courbure positive : pour tous les
événements pour lesquels la charge du lepton final a pu étre déterminée correctement,
la conservation du nombre leptonique est vérifée. Ceci est illustré sur la Fig. 6.35.
Ainsi, aucun événement ne satisfait aux criteres de la sélection S4. Notons que lors
de la prise de données de 1994, 'expérience H1 a observé un événement

etp = e X.

Néanmoins, cet événement présente une impulsion transverse importante et ne vérifie
pas la conservation de I’énergie-impulsion (la quantité F — p, pour cet événement
est faible, indiquant que tout ’état final n’a pas été détecté). Ainsi, cet événement
ne vérifie pas la cinématique requise pour étre sélectionné.

6.6.3 Efficacités sur le signal

Les efficacités de sélection pour ce canal sont obtenues en multipliant 'efficacité
correspondant au canal S3 par Defficacité avec laquelle 'agrégat e* est associé a une
trace vérifiant les propriétés ci-dessus. Sur les 405 candidats de la sélection S3, on a
pu associer une “bonne” trace dans environ 70% des cas. Néanmoins, cette efficacité
dépend un peu de la masse du squark. En effet, les produits de désintégration d’un
squark lourd vont étre émis plutot a 'avant du détecteur. On s’attend donc a avoir
une baisse de l'efficacité d’association agrégat-trace dans ces cas, puisque c’est le
détecteur de traces central qui est utilisé. Cette perte supplémentaire d’efficacité

est de 'ordre de 10% pour M; = 150 GeV | et atteint =~ 20% pour Mz = 250 GeV .
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Figure 6.35: Rapport de la courbure de la trace sur Uerreur de cette courbure en
fonction de la masse “squark” My.. de ['événement.
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6.7 Production résonante de squarks, canal S5

Le canal S5 correspond a des états finals comportant plusieurs jets et ayant une im-
pulsion transverse manquante importante. De telles situations sont obtenues lorsque
le neutralino ou le chargino se désintegre en un neutrino et des jets. Les diagrammes
de Feynman correspondants sont représentés sur la Fig. 6.36. Notons que le dia-

Figure 6.36: Fremples de diagrammes de Feynman correspondant au processus :
(} — PT,miss —I—jets.

gramme de la Fig. 6.36d ne donne 1’état final souhaité que lorsque le neutralino ¢
est stable, c’est-a-dire lorsqu’il est dominé par sa composante higgsino. Au con-
traire, pour les diagrammes (a) et (b), le neutralino doit pouvoir se désintégrer a
I'intérieur du détecteur, donc il faut qu’il soit de type photino ou zino. Enfin, le
diagramme (c) ne faisant pas intervenir le neutralino, ’état final cherché est possible
indépendamment de la nature du \?9.
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6.7.1 Sélection des événements

Afin de sélectionner les événements présentant la topologie recherchée, nous ap-
pliquons les criteres suivants :

1. aucun candidat e* vérifiant les conditions de la sélection S1 ne doit étre trouvé
dans I’événement;

2. I'impulsion transverse manquante doit satisfaire a :

PT.miss Z 15 Gev )

3. les énergies transverses hadroniques scalaire E7; et vectorielle Pry, telles
qu’elles ont été définies plus haut, doivent étre en désaccord :

Ery — Pry, > 0.95:
Ery, -7

4. I'impulsion transverse hadronique Prj de l'’événement, exprimée en GeV ,
doit satisfaire a :

Ery — Pry,
Erp

)

PT,hZ5O><(1_ );
5. on demande qu’au moins un jet d’'impulsion transverse Pr ;. > 7 GeV ait été
reconstruit a ’aide de notre algorithme de cone;

6. la différence entre 'angle azimuthal du jet de plus grande impulsion transverse
et celui du flux hadronique total doit vérifier :

4
A(I)jt Z ? X (100 — ET,h)7

ou A®j; est exprimé en degrés et Erj; en GeV .

Le critere (1) est évident du fait de la topologie recherchée.

La coupure (2) sur I'impulsion transverse manquante a été baissée a 15 GeV , alors
quelle était de 25 GeV pour le canal S2. En effet, le neutrino apparait ici plus
tard dans la chaine de désintégration. L’énergie qu’il emporte est donc plus faible en
moyenne que celle correspondant au canal S2. Par ailleurs, I'impulsion transverse
manquante de I’événement va dépendre du processus de désintégration du squark.
C’est dans le cas ou le processus est celui de la Fig. 6.36d que le Pr ;s va étre
le plus important. En effet, c’est le neutralino (de type higgsino) qui dans ce cas
est responsable de la présence de Pr . 1l intervient assez tot dans la chaine de
désintégration, et va donc emporter beaucoup d’énergie. Par contre, le cas cor-
respondant au diagramme de la Fig. 6.36b est un peu plus défavorable puisque le
neutrino est émis tard dans la chaine de désintégration. Les cas (a) et (c) sont
“intermédiaires”. Notons de plus que ces deux derniers cas sont similaires, et ne
different entre eux que par la masse du neutralino ou du chargino qui intervient.
Les distributions de I'impulsion transverse manquante attendues pour de tels événe-
ments supersymétriques sont montrées sur la Fig. 6.37. Ces figures montrent bien
que demander Pr ;s > 25 GeV ferait perdre trop d’efficacité sur le signal.
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Nous appliquons notre “critere multijets” (3) afin de rejeter le bruit de fond de diffu-
sion inélastique profonde par courant chargé présentant un seul jet dans 1’état final.
L’effet de cette coupure a déja été illustré lors de I'étude du canal S3 (Fig. 6.25).
La coupure (4) est en quelque sorte une optimisation des deux coupures précé-
dentes, sur I'impulsion transverse manquante d’une part, et la variable utilisée pour
le “critere multijets” d’autre part. La coupure sur (Fr; — Pry)/Erp est de plus en
plus sévere a mesure que I'impulsion transverse manquante est faible. La Fig. 6.38
montre comment sont corrélées les quantités Pr,iss et (Erp — Prp)/Er, pour (a)
le bruit de fond de DIP CC et (b) un squark se désintégrant suivant le diagramme
de la Fig. 6.36d. La simulation utilisée pour étudier le bruit de fond de DIP par
courant chargé correspond a une statistique équivalente a ~ 26 fois celle des don-
nées. La Fig. 6.38 montre alors que I'addition de la coupure (5) permet de rejeter
la quasi-totalité de ce bruit de fond. En effet, 0.3 + 0.1 (syst.) événements de DIP
CC sont attendus a ce stade de la sélection.

La coupure (6) va permettre de séparer le signal du bruit de fond de photoproduc-
tion ou une paire quark-antiquark est créée, par fusion entre un photon émis par
le positron initial et un parton venant du proton. De tels événements ont donc
plusieurs jets dans 1’état final et vont en général passer la coupure (3). Seuls des
événements avec photoproduction de saveurs lourdes peuvent rigoureusement par-
lant présenter de 'impulsion transverse manquante importante : lorsqu’une paire bb
est produite, un des mésons B peut dans environ 20% des cas se désintégrer semi-
leptoniquement. Néanmoins, la source principale de contamination de photoproduc-
tion provient d’événements ou il n’y a pas eu émission de neutrino, mais ou un des
deux jets est mal mesuré dans le calorimetre. En effet, la coupure Pr ;55 > 15 GeV
n’est pas assez sévere pour éliminer de tels événements. L’idée est alors la suivante.
Pour de tels événements, on s’attend a ce que les deux jets soient dos-a-dos dans le
plan transverse a l'axe des faisceaux. Des lors, ’angle entre le vecteur ]3T7j associé
au jet de plus grande impulsion transverse et celui défini par 'impulsion transverse
totale de I’événement doit étre faible. Nous allons donc demander que cette ouver-
ture angulaire A®;; soit suffisamment grande. Le critere choisi dépend de 'énergie
transverse totale de I’événement : la coupure sur A®;; est de moins en moins sévere
a mesure que Frj, augmente, ceci afin de ne pas rejeter des événements a grande
énergie transverse. L’effet de cette coupure sur le bruit de fond et sur le signal
supersymétrique est présenté sur la Fig. 6.39. Les figures sont représentées apres
application des coupures de (1) a (5). Sur la figure (a), 'équivalent de 10 fois la lu-
minosité des données est montré pour le Monte Carlo de DIP CC, et de une fois cette
luminosité pour le bruit de fond de photoproduction. Les efficacités de déclenche-
ment, ce sur quoi on va revenir dans le paragraphe suivant, ne sont pas prises en
compte sur la figure.
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Figure 6.37: Distribution de ["impulsion transverse manquante pour des événements
correspondant au processus : § — Pr s + jets lorsque @ (a) le squark se désintégre
en un chargino, ce dernier partant en jets et un neutralino stable (diagramme d de
la Fig. 6.36); (b) idem que (a) avec un neutralino se désintégrant en neutrino, dans
le cas ot le neutralino est léger (diagramme b de la Fig. 6.36); (¢) idem que (b) avee
un neutralino lourd; (d) le squark se désintégre en un neutralino ou un chargino de
80 GeV | ce dernier se désintégrant par R, en un neutrino (diagrammes a et ¢ de la

Fig. 6.36).

220



( EThO_ PTh)/ ETh

0.2 -

S 07””\””\H.H'm"(‘\:uﬂ'mHm]umu
7 50 60 70
P‘I’,miss (Ge\/)

50 ‘ ‘60 ‘ O‘l ‘
|DT,miss (Ge\/>

Figure 6.38: Corrélation entre les variables (Er, — Pry)/Er et Uimpulsion trans-
verse manquante pour (a) le bruit de fond de DIP par courant chargé et (b) un
squark de 200 GeV  se désintégrant via le diagramme de la Fig. 6.36d, ou la masse
du neutralino de type higgsino est de 30 GeV .
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Figure 6.39: Corrélation entre 'ouverture angulaire A®;, (entre le jet de plus grande
impulsion transverse et Uimpulsion transverse totale de ['événement) et lénergie
transverse Ery, de Uévénement, pour (a) le bruit de fond de DIP par courant chargé
et de photoproduction et (b) un squark de 200 GeV  se désintégrant via le diagramme
de la Fig. 6.36d, ou la masse du neutralino de type higgsino est de 30 GeV . La
coupure (6) est représentée par la ligne en trait plein : les événements situés en-
dessous ce cette ligne sont rejetés.
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6.7.2 Efficacité de déclenchement

Afin de comparer le nombre d’événements observés dans les données au nombre
attendu d’apres le Monte Carlo, et afin de connaitre les efficacités de nos criteres
de sélection sur le signal, il nous faut établir 'efficacité de déclenchement pour
les topologies recherchées. En effet, nous demandons dans la sélection que les
événements aient été gardés au premier niveau du “trigger” par le sous-déclencheur
E7 miss, qui teste de maniere grossiere la présence d’impulsion transverse manquante.
Nous avons vu au début de ce chapitre que 'efficacité de déclenchement de E7 55
est élevée pour des événements ayant une impulsion transverse manquante élevée
Proiss > 25 GeV . Ici, la coupure appliquée sur Pr ;s est beaucoup plus faible
et lefficacité de déclenchement s’en ressent. Afin de connaitre cette efficacité g4,
nous ne pouvons pas utiliser directement la courbe d’efficacité donnée au début
de ce chapitre, qui correspond a des événements de DIP par courant chargé (donc
présentant généralement un jet dans 1’état final). En effet, 'efficacité de déclenche-
ment dépend de la topologie des événements, qui ici comprend plusieurs jets dans
I’état final. Si un de ces jets présents dans 1’état final n’est pas tres énergétique,
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Figure 6.40: Dépendance de Uefficacité de déclenchement Er,,..s en fonction de
la variable (Bt — Pry)/Ern, et en fonction de Uimpulsion transverse manquante

PT,miss .

le “trigger” va lui attribuer une énergie plus faible que son énergie réelle. Des lors,
si 'impulsion transverse manquante d’un événement est répartie en plusieurs jets,
I’énergie de chacun d’eux est inférieure a I’énergie qu’aurait le jet unique “équiva-
lent”. L’impulsion transverse manquante “vue” au niveau du déclenchement risque
alors d’étre moins importante que le Pr s, “vrai”, tel qu’on peut le calculer a partir
des dépots d’énergie dans le calorimetre. Ainsi, on s’attend a ce que les événements
“multijets” soient un peu moins facilement déclenchés par Er ;s que ceux qui ne
présentent qu’un jet dans 1’état final. Ceci est illustré sur la Fig. 6.40. Cette fig-
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ure représente efficacité du sous-déclencheur Eyp ;s telle qu’on I’a obtenue a partir
d’événements simulés de DIP par courant chargé (le faible nombre de tels événements
observés dans les données ne permettant pas de dériver cette efficacité). La dépen-
dance de cette efficacité en fonction de I'impulsion transverse manquante est montrée
pour deux catégories d’événements : ceux pour lesquels (Erp— Pry)/FEry < 0.5, qui
correspondent essentiellement a des événements présentant un seul jet dans 1’état
final, et ceux qui vérifient (Frj — Pr)/Ern > 0.25, cette derniere condition sélec-
tionnant principalement des événements multijets.

6.7.3 Comparaison des données au Monte Carlo

En appliquant les coupures précédentes, 9 événements sont observés dans les don-
nées, et 3.944 (syst.) événements sont attendus d’apres le Monte Carlo de photopro-
duction (environ 60% de la contamination de photoproduction provient d’événements
ou le photon émis par le positron initial se résoud en quarks et en partons avant
d’intéragir avec le quark venant du proton). La contamination venant de proces-
sus de diffusion inélastique par courant neutre ou chargé est négligeable. Notons
qu’en appliquant uniquement les criteres de sélection de (1) a (5), 29 événements
sont observés dans les données. Apres visualisation, 5 d’entre eux s’averent étre
des événements de diffusion inélastique par courant neutre, ou le positron diffusé
est perdu dans un “crack” du calorimetre. En appliquant les mémes coupures sur
du Monte Carlo de DIP CN, on trouve effectivement que 3.8 + 1.2 événements sont
attendus. La Fig. 6.41 montre comment se distribuent les variables A®;, et Er
pour les événements des données vérifiant les criteres de sélection, avant et apres la
coupure sur 'ouverture angulaire entre le jet et le systeme hadronique.

6.7.4 Efficacités sur le signal

Comme nous ’avons déja signalé, il y a trois processus a considérer pour étudier la
désintégration d’un squark en plusieurs jets et de I'impulsion transverse manquante :

o le squark peut se désintégrer en un neutralino ou un chargino, ce dernier se
désintégrant de suite par [, en un neutrino et des jets,

e lorsque le neutralino x{ est de type higgsino, la désintégration du squark en
chargino peut étre suivie de y* — 9 + jets,

e lorsque le neutralino est instable, le chargino provenant de la désintégration
du squark peut donner un neutralino, qui se désintegre par /£, en un neutrino
et des jets.

Nous avons vu plus haut que les distributions en impulsion transverse manquante
sont différentes suivant le cas considéré. Ainsi, il nous faut calculer trois efficacités de
sélection, une pour chaque processus pouvant donner 1’état final recherché. Une fois
fixés les parametres du modele supersymétrique et la masse du squark, on connaitra
les rapports d’embranchement dans chacun de ces trois processus. L’efficacité globale
du canal S5 sera alors calculée en pondérant chacune des efficacités par le rapport
d’embranchement du processus lui correspondant. Ceci sera fait lors de la dérivation
de limites de rejet.
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Figure 6.41: Distribution de l’énergie transverse hadronique et de la variable A®j,
pour les candidats vérifiant les critéres de sélection SH. Les événements passant
uniquement les coupures de (1) a (5) sont aussi représentés.

Efficacité pour le premier processus

Commencons par étudier le processus correspondant aux diagrammes de la Fig. 6.36a
et c. L’efficacité de détection du signal dépend de la masse du squark ainsi que de
celle du neutralino ou du chargino provenant de la désintégration du squark. Les
résultats sont présentés sur la Fig. 6.42. Ils ont été obtenus a 'aide du générateur
d’événements SUSSEX, permettant de simuler la désintégration d’un squark en neu-
tralino suivie du processus violant la R-parité : x{ — v+ jets. Les résultats obtenus
sont transposables au cas ou le squark se désintegre en un chargino de masse 20, 40,
80 ou 160 GeV . Cette efficacité dépend de la différence en masse entre le squark et
le neutralino ou le chargino. En effet, si la masse du squark est proche de celle du 9,
peu d’impulsion est transférée au neutralino, et I'impulsion transverse manquante
de I’événement est trop faible pour passer notre coupure.

Les deux autres processus conduisant au canal S5 ne peuvent pas étre simulés a
I’aide du générateur SUSSEX. C’est a partir du “générateur quadrivecteurs” présenté
au chapitre 5 qu’on calculera les efficacités. Afin de controler que ceci est légitime,
nous avons vérifié que les efficacités pour ce premier processus, obtenues a partir
d’événements SUSSEX entierement simulés et reconstruits, et avec le générateur
quadrivecteurs sont bien les mémes. Les résultats de cette comparaison sont don-
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Figure 6.42: Efficacités de sélection lorsque la désintégration du squark en neutralino
ou chargino est suivie du processus Y — v + jets.

nés dans la table 6.6. La différence entre ces deux efficacités constituera l’erreur
systématique sur les efficacités des processus pour lesquels on ne dispose pas d’une
simulation complete du détecteur.

Efficacité pour le second processus

Lorsque le neutralino le plus léger est de type higgsino, il va généralement se désinté-
grer en dehors du détecteur. Des lors, le processus précédent via une désintégration
du squark en neutralino est impossible. L’état final du canal S5 ne peut étre obtenu
que lorsque le squark se désintegre en chargino. Si le chargino se désintegre ensuite
directement par £, on est dans le cas étudié précédemment. L’autre possibilité pour
atteindre cet état final est représentée sur la Fig. 6.36d. Dans ce cas en effet, la to-
talité de I’énergie emportée par le neutralino est perdue. On s’attend alors a ce que
les efficacités de sélection soient supérieures a celles obtenues dans le cas précédent.
Néanmoins, il y a ici davantage de parametres a prendre en compte. La différence
de masse entre le squark et le chargino intervient de méme que précédemment, mais
celle entre le chargino et le neutralino joue aussi un réle important. En effet, si
la masse du chargino est proche de celle du neutralino, les deux jets provenant de
la désintégration du W seront peu énergétiques. Des lors, le critere multijets (3),
ainsi que la coupure (4) font perdre de lefficacité sur le signal. Or, si un \¢ de type
higgsino est tres massif, la masse du chargino le plus léger est assez proche de celle
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M; (GeV) [ 75 [ 100 | 150 | 200 | 250 | 275

MX? (GGV)
40 5.9 1139 | 36.2 | 41.6 | 38.7 | 28.1
3.3 | 12.8 | 36.0 | 49.3 | 40.1 | 28.3
80 27.9 | 51.5 1 60.0 | 56.7 | 52.4
22.4 1 52.2 | 57.3 | 55.2 | 48.9
160 71.4175.9 | 73.3
64.8 | 78.5 | 73.2

Tableau 6.6: Efficacités (en %) de sélection dans le canal S5, pour le processus
représenté sur le diagramme (a) de la Fig. 6.56. Les chiffres du haut correspondent
a Uefficacité calculée a partir d’événements SUSSEX, ceux du bas a celle obtenue a
partir des quadrivecteurs.

du neutralino, comme le montrent les courbes de masse en fonction des parametres
du modele du chapitre 3. Ainsi, Pefficacité du canal S5 dans ce processus n’est
pas aussi élevée qu’on l'attendrait si le 9 est tres massif. La Fig. 6.43 illustre la
perte d’efficacité due aux coupures (3) et (4). On y a représenté les distributions de
I'impulsion transverse d’un des jets provenant de la désintégration du W, et de la
variable (K7, — Prp)/ Er, pour des points de I’espace des parametres correspondant
a:

e un higgsino de 80 GeV et un chargino de >~ 106 GeV

e un photino de 80 GeV et un chargino de 160 GeV . En effet, si le neutralino
le plus léger est de type photino ou zino, il est possible d’avoir un ! assez
lourd tout en ayant une différence de masse importante entre le y? et le \7.
Naturellement, dans le cas oti le x{ est dominé par sa composante photino, il
va se désintégrer a l'intérieur du détecteur et un tel cas n’est pas a considérer
pour le processus étudié. La Fig. 6.43 a été réalisée en supposant néanmoins
que ce dernier est stable, la comparaison des deux cas présentés sur la figure
permettant de comprendre d’ou vient la perte d’efficacité observée lorsque la
masse du higgsino augmente.

Les efficacités de sélection pour ce processus sont données dans la table 6.7 pour les
cas suivants :

o Mo =20 GeV et fo =55 GeV ;
o Mo =40 GeV et fo =82 GeV ;
o Mo =380 GeV et fo =106 GeV .

Efficacités pour le troisieme processus

Le dernier processus a considérer pour I’étude du canal S5 consiste en la chaine de
désintégration suivante :

q—qdxT,
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Figure 6.43: Distributions (a) de U'impulsion transverse d’un des jets provenant de
la désintégration du W et (b) de la variable (Ery — Pry)/Er lorsque la masse du
neutralino est de 80 GeV et pour deur masses du chargino. La masse du squark est

tet de 275 GeV .

X7 —= Wy,
W* — jets et X, = v+ jets

ce qui est représenté sur le diagramme b de la Fig. 6.36. Dans ce cas, seul le
neutrino est responsable de la présence d’impulsion transverse manquante. Celui-ci
apparaissant tard dans la chaine de désintégration, on s’attend a ce que 'efficacité
pour ce processus soit plus faible que celle correspondant au premier processus, du
fait de la coupure en Pr ;55 (ceci est illustré sur la Fig. 6.37). Les efficacités obtenues
sont représentées sur la Fig. 6.44. Pour chaque courbe de cette figure, la masse du
X1 a été prise au double de celle du 2.

M, =20 GeV | M, =40 GeV | M, = 80 GeV
M; =75 GeV 0.3% - -
M; =100 GeV 17.6% 0.4% -
M; =150 GeV 13.9% 131% 16.3%
M; =200 GeV 65.0% 66.8% 15.9%
M; = 250 GeV 50.4% 19.7% 39.6%
M; =275 GeV 37.8% 32.4% 21.7%

Tableau 6.7: Efficacités de sélection dans le canal S5, lorsque le chargino provenant
de la désintégration du squark se désintegre en un neutralino stable.
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Figure 6.44: Efficacités de sélection pour le canal S5, lorsque le chargino provenant
de la désintégration du squark se désintégre en un neutrino et des jets, par
lintermédiaire du neutralino.
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6.8 Production résonante de squarks, canal S6

L’état final que nous allons étudier ici comprend un jet, un lepton de charge positive
et de I'impulsion transverse manquante. Le diagramme de Feynman correspondant
a ce processus est représenté sur la Fig. 6.45. Notons que pour obtenir I’état final

Figure 6.45: Diagramme de Feynman correspondant au processus ¢ — It + jet +
PT miss -

souhaité, le neutralino ¥ doit se désintégrer en dehors du détecteur. Le canal S6
n’est donc possible que dans le cas ol le { est dominé par sa composante higgsino.
Le lepton présent dans 1’état final peut étre un positron, un muon ou un 7. Nous
allons nous concentrer uniquement sur les deux premiers cas.

6.8.1 Sélection des événements

Afin de sélectionner des événements correspondant a la topologie S6, nous distin-
guons deux cas, suivant que le boson W™ se désintegre en un positron ou en un
muon.

Sélection “positron”

Les événements pour lesquels le lepton émanant du W est un positron sont sélec-
tionnés de la maniere suivante :

1. on demande qu'un candidat e* vérifiant les criteres de la sélection S1 ait été
trouvé dans I’événement. Ce candidat doit de plus vérifier :

Er.> 7 GeV ;
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2. I'impulsion transverse manquante doit étre assez élevée :

PT,miss Z 15 GeV )

3. les énergies transverses hadroniques scalaires et vectorielles doivent étre en
bon accord :
Ery — Pry,

Th

4. on demande que la variable de Bjorken y, reconstruite a partir de la cinéma-
tique du candidat et soit élevée :

0.4 <y, <0.95 :

5. il faut avoir trouvé un jet dans 1’événement, celui-ci étant cherché a ’aide de
notre algorithme de cone. Ce jet doit avoir une impulsion transverse Pr ;. >

7 GeV ;

6. 'agrégat du calorimetre correspondant au candidat e* doit étre associé & une
trace pointant vers le vertex d’interaction, d’énergie P, > 5 GeV .

La condition (3) est notre “critere” pour sélectionner des événements possédant
un seul jet dans 1’état final. De méme que pour le canal S3, le positron apparait
tard dans le chaine de désintégration et n’emporte qu’une fraction de I’énergie du
chargino. De ce fait, la variable y reconstruite a partir de la cinématique du lepton
est élevée, et la coupure y, > 0.4 permet de rejeter les événements de diffusion pro-
fondément inélastique par courant neutre, ou une mauvaise mesure de 1’énergie du
jet ou de celle du positron occasionne la présence d’impulsion transverse manquante.
La Fig. 6.46 montre quelles sont les distributions attendues pour I'impulsion trans-
verse manquante de tels événements, ainsi que pour I’énergie transverse du positron
présent dans I’état final. Les figures (a) et (c) correspondent a un cas ot la masse
du neutralino est de 20 GeV | celle du i étant de 55 GeV | les figures (b) et (d) a
M,o =80 GeV et fo = 106 GeV . Ces figures montrent qu’on ne peut pas étre
trop sévere sur la coupure en Pr ;s pour garder une efficacité raisonnable sur le
signal. Par ailleurs, I’énergie transverse du positron venant de la désintégration du
W décroit avec la différence en masse entre le neutralino et le chargino, comme le
montre la comparaison des figures (c) et (d). Ainsi, on s’attend a ce que Defficacité
sur le signal dépende la encore des masses du squark et du neutralino, mais aussi de
celle du chargino. Par ailleurs, demander que 1’agrégat du candidat e* soit associé
a une trace permet d’améliorer I'identification de 1’électron. Notons que dans ce
cas, nous ne faisons pas de mesure explicite de la charge du lepton présent dans
I’état final. Des lors, les criteres imposés lors de ’association agrégat-trace sont
moins séveres que ceux appliqués lors de I'analyse du canal S3. Entre autres, nous
demandons ici que la trace ait au moins 5 “hits” dans le détecteur de traces central
et non plus 40, ceci afin de limiter les pertes d’efficacité . En effet, avec ces criteres,
Pefficacité pour que le candidat e* soit associé a une trace est de 87%.
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Figure 6.46: Distributions attendues de : (a) et (b), Uimpulsion transverse man-
quante et : (c) et (d) Uénergie transverse du positron. Les figures correspondent a la
désintégration d’un squark de 150 GeV en : (a) et (¢) un chargino de 55 GeV | la
masse du neutralino étant de 20 GeV ; (b) et (d) : un chargino de 106 GeV |, avec
un neutralino de 80 GeV .

Sélection “muon”

Dans le cas ou le lepton provenant de la désintégration su W est un muon, les
criteres de sélection sont les suivants :

1. I’événement ne doit pas contenir de candidat et au sens de la sélection S1,
d’énergie transverse supérieure ou égale a 7 GeV ;

2. on demande que I'impulsion transverse manquante calorimétrique de I’événement
soit élevée :

PT,miss Z 25 GeV 3
3. a nouveau, le “critere monojet” doit étre vérifié :

Ery — Pry, <05
Ery, -

4. un jet de plus de 7 GeV d’impulsion transverse doit avoir été trouvé a 1’aide
de l'algorithme de cone décrit plus haut;
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5. ayant trouvé le jet de plus grande impulsion transverse, on se place dans le
plan transverse a l'axe des faisceaux et on demande que, a l'extérieur d’un
cone d’ouverture A® = £60° centré sur 'axe du jet, on ait trouvé une trace
pointant vers le vertex d’interaction et d’énergie supérieure ou égale a 10 GeV ;

6. ’énergie K.,,. déposée dans le calorimetre a argon liquide autour de cette
trace, a l'intérieur d’un cone d’ouverture A® = +15% centré sur 'axe de la
trace, doit étre inférieure a 5 GeV ;

7. par ailleurs, cette trace ne doit pas pointer vers un agrégat localisé autour des
“cracks” du calorimetre dans le plan transverse a ’axe des faisceaux.

La coupure inférieure sur I'impulsion transverse manquante a été élevée par rapport
au cas précédent, car le muon va déposer tres peu d’énergie dans le calorimetre, et
donc contribuer au Pr ;s de I’événement. Les distributions attendues de I'impulsion
transverse manquante pour un squark de 150 GeV se désintégrant dans ce canal
sont représentées sur la Fig. 6.47a et b. Le cas (a) correspond a Mo =20 GeV
et M+ =55 GeV , le cas (b) a Mo = 160 GeV et M+ = 106 GeV . On voit

F F (b
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Figure 6.47: Distributions attendues de (a) et (b) Uimpulsion transverse manquante
et (¢) et (d) de la différence angulaire entre le muon et le jet de courant. Les figures
correspondent a la désintégration d’un squark de 150 GeV en (a) et (¢) un chargino
de 55 GeV |, la masse du neutralino étant de 20 GeV , (b) et (d) un chargino de
106 GeV |, avec un neutralino de 80 GeV .
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que la coupure élevée sur 'impulsion transverse manquante ne fait pas perdre trop
d’efficacité sur le signal.

Demander une trace pointant vers le vertex d’interaction, suffisamment éloignée
(dans le plan transverse) du jet de plus grand Pr, permet de rejeter les événements
de diffusion inélastique profonde par courant chargé, pour lesquels il ne doit pas
y avoir de telle trace. Cette coupure est justifiée par le fait que, si le squark est
nettement plus lourd que le y7, et si le chargino est nettement plus massif que le
XY, la direction d’emission du muon provenant de la désintégration du W va étre
proche de celle du chargino. Des lors, le jet de courant et le muon sont assez bien
balancés en ®. Ceci est illustré sur les Fig. 6.47c et d, avec les mémes valeurs de
masses que précédemment. On voit que la balance en ® entre le jet et le muon
est de moins en moins vérifiée a mesure que les masses des différentes particules se
rapprochent les unes des autres, mais que la coupure appliquée A®(u,jet) > 60°
permet de conserver une efficacité raisonnable sur le signal.

La coupure (6), en tenant compte du fait qu'un muon interagit peu dans le calorimetre,
permet de rejeter les événements de DIP par courant chargé comportant plusieurs
jets, ainsi que les événements de photoproduction ou une paire quark-antiquark est
créée, et ou on peut avoir de I'impulsion transverse manquante si un des jets est
mal mesuré. La Fig. 6.48a, réalisée a partir d’une simulation LEGO de squarks

N r
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_Q 80 | .
Z L
70 F MC LEGO T — wc
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Figure 6.48: (a) Distribution de l’énergie déposée dans le calorimétre par un muon
provenant de la désintégration d’un squark, le processus correspondant étant celui de

la figure (D).

de 150 GeV , produits par Aj;; et se désintégrant en muon par A, (processus
représenté sur la Fig 6.48b), montre 1’énergie déposée dans le calorimetre a argon
liquide, dans un cone de A® = £15° autour de la trace du p. On voit alors que la
coupure appliquée F.,,. <5 GeV n’est pas trop sévere.
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Enfin, on évite les “cracks en ®” du calorimetre par la condition (7). Ceci permet de
rejeter des événements de DIP par courant neutre pour lesquels le positron de 1’état
final serait tombé dans un “crack”, créant ainsi de 'impulsion transverse manquante
pour I’événement.

6.8.2 Comparaison des données au Monte Carlo
Sélection “positron”

Dans le cas ou le lepton présent dans I’état final est un positron, 2 événements sont
observés dans les données, vérifiant les criteres de sélection ci-dessus. Notons que
I’événement etp — e~ + jet 4+ Pr s aurait pu étre sélectionné puisqu’on ne fait
pas ici d’analyse de la charge du lepton diffusé. Néanmoins, le jet présent dans cet
événement est émis tres a 'avant du détecteur et n’a pas été identifié comme tel
par l'algorithme utilisé. L’observation est compatible avec le nombre d’événements
attendus, qui est de 3.8+ 1.3 (syst.) pour le bruit de fond de diffusion profondément
inélastique par courant neutre, et de 0.19 £+ 0.09 (syst.) pour celui de DIP par
courant chargé.

Sélection “muon”

Un événement spectaculaire etp — ut + jet + Prnss (appelé “événement p par
la suite) a été observé par l'expérience H1 lors de la prise de données de 1994.
Cet événement est le seul candidat satisfaisant aux criteres de la sélection S6 dans
le cas ou le lepton de I’état final est un muon. Ce candidat est représenté sur la
Fig. 6.49. Les caractéristiques de cet événement sont résumées dans la table 6.8.
Dans la table, I'impulsion transverse manquante indiquée est calculée en prenant

Trace isolée :

Charge positive
Impulsion transverse 23.4 4+ 2477 GeV
Angle polaire 46.2 4 1.3°
Angle azimuthal 57.4£0.1°
Systéme hadronique :
Impulsion transverse 42.1 £ 4.2 GeV
Angle azimuthal 240 £ 1°

Propriétés globales :
Impulsion transverse manquante | 18.7 + 4.872 GeV
E—p, 19.2 £1.6759 GeV

AP, hadrons 183 £ 1°

Tableau 6.8: Principales caractéristiques de U'événement et P — pt X Pr 6.

aussi en compte I’énergie du muon calculée a partir de la trace qui lui est associée.
En ne considérant que les cellules du calorimetre, le Pr ;s est égal a 'impulsion
transverse du systeme hadronique, soit 42.1 GeV | ce qui justifie que cet événement
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vérifie la condition imposée Pr ;55 > 25 GeV .

Avec les criteres de notre sélection “muon”, on attend 0.04 4+ 0.03 événement dans
la diffusion profondément inélastique par courant chargé, ce qui correspond a une
probabilité de ~ 4% d’observer au moins un événement dans les processus de DIP
CC. Avec des criteres d’identification de p plus séveres (en demandant par exemple
que la trace isolée soit suivie d’'un dépot d’énergie dans le fer instrumenté), on
peut montrer [1] que le bruit de fond de DIP par courant chargé est completement
négligeable. La production de quarks lourds (¢ ou b), suivie d'une désintégration
semileptonique d’un des quarks, est elle aussi peu plausible pour rendre compte de
I’événement observé. En effet, dans de tels processus, on attendrait de 1’énergie
hadronique autour du muon. A 1’aide du générateur PYTHIA, la probabilité que le
muon soit isolé dans un cone en azimuth-pseudorapidité de rayon 0.7 est inférieure a
1072 [1]. Le bruit de fond dominant est en fait la production associée de W, suivie
d’une désintégration semi-leptonique du W :

etP — etWtX — efutvX |

ou le positron de I’état final est perdu dans le tube a vide. Ce processus a été
étudié a 'aide d’un Monte Carlo reposant sur le calcul de section efficace présenté
dans [2]. Avec nos criteres de sélection, la probabilité d’observer un tel événement
est de ~ 15%. Néanmoins, “I’événement 7 observé présente un jet de tres grande
impulsion transverse dans 1’état final, ce qui est peu probable dans un processus
de production de W. La probabilité d’observer un tel événement avec en plus
Prje > 40 GeV est de 3% seulement [1].

La Fig. 6.50 montre quelles sont les distributions attendues pour les principales
grandeurs cinématiques, dans ’hypothese ou un squark de 150 GeV se désintegre
en un chargino de 80 GeV , ce dernier se désintégrant a son tour en un neutralino
stable de 40 GeV . Les valeurs de ces grandeurs correspondant a “I’événement p”
observé sont représentées sur la méme figure. Aucune des distributions attendues
n’est incompatible avec I"observation.

Il est intéressant de noter [3] qu'un événement supersymétrique du type S6 pourrait
bien rendre compte des propriétés de notre candidat. En effet, ~ 30% des événe-
ments oti un squark est produit par résonance et se désintegre en ut +jet + Pr;ss,
qui satisfont a nos criteres de sélection, vérifient de plus les conditions suivantes :

o (E—p:)n+(E—p.)u <43 GeV,
o AD . > 140°,

w,Je

o Pri>40 GeV et Pr, > 10 GeV ,

(ces coupures étant a comparer avec les chiffres donnés dans la table 6.8), tant
que la masse du squark est comprise entre ~ 100 GeV et ~ 200 GeV ., et que
20 GeV SM, +§30 GeV pour M; =~ 100 GeV , et 20 GeV SM +<110 GeV pour
M; ~ 200 GeV Ainsi, la topologie de I’ evenement [t observé peut bien s’expliquer
par un processus supersymétrique.

Notons par ailleurs qu’une topologie similaire pourrait étre obtenue en supposant
que deux couplages de [, sont non nuls, par exemple Aj;; et A5y, ou Xy et ALy,.
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En effet, les processus correspondant aux diagrammes de la Fig. 6.51 sont alors pos-
sibles. Néanmoins, lorsque le squark se désintegre directement en muon via A, on
s’attend a ce que la quantité £ — p, soit piquée a deux fois I’énergie du faisceau de
leptons incidents. Le £ — p, de ’événement p observé est trop loin de cette valeur
attendue pour qu’on puisse l'interpréter par le processus de la Fig. 6.51a. Dans
le cas de la Fig. 6.51b, le 71 de I’état final peut se désintégrer dans environ 18%
des cas en un ut et des neutrinos. La présence de neutrinos implique alors que la
conservation de 1’énergie-impulsion ne soit pas vérifiée : la distribution du £ —p, de
tels événements doit étre concentrée a des valeurs plus faibles que deux fois I’énergie
du faisceau de leptons incidents. Cependant, pour des événements correspondant
au processus ¢ — ¢'7T et 77 — utv,;, la direction du pt doit étre proche de celle
du 7% car le boost de Lorentz du 7% est important. Or, a partir de la mesure du
systeme hadronique, on peut prédire I’angle polaire avec lequel le 7 devrait avoir été
émis. Il se trouve que 'angle polaire du u™ est treés éloigné de ’angle du 7+ prédit
par les hadrons, ce qui invalide cette derniere interprétation.

6.8.3 Efficacités sur le signal

Les efficacités pour le canal S6 sont différentes suivant que le lepton présent dans
I’état final est un positron ou un muon. A nouveau, nous allons calculer ces deux effi-
cacités séparément. Lors de la dérivation de limites de rejet, 'efficacité totale pour le
canal S6 sera obtenue en pondérant ces efficacités par les rapports d’embranchement.
En I'occurence ici, la probabilité pour que le boson W se désintegre en un positron
ou un muon étant la méme, 'efficacité globale sera simplement la moyenne des deux
efficacités. Les efficacités obtenues dans le canal positron et le canal muon respec-
tivement sont représentées sur la Fig. 6.52. Les courbes d’efficacité correspondent
aux cas suivants :

o Mo =20 GeV et fo =55 GeV ;
o Mo =40 GeV et fo =82 GeV ;
o Mo =380 GeV et fo =106 GeV .

Dans les deux cas, les efficacités deviennent plus faibles en général lorsque la masse
du x{ augmente. En effet, lorsque le x9 est treés massif, la différence de masse entre
le ¥ et le I est peu importante. Deés lors, dans le canal “positron”, 1’énergie
transverse du lepton provenant de la désintégration du W est assez faible et la
coupure sur Ly . fait perdre de l'efficacité, comme on ’a vu sur la Fig. 6.46. Dans le
cas muon, ce sont essentiellement les coupures sur le Pr ;s et la différence angulaire
entre le jet de courant et le muon qui sont responsables de la perte d’efficacité
observée a grande masse de higgsino.

236



g

<

5}'

G

-SSE[D  GF9E YUeAY  GeZY8 uny

¥6/80/21 21ep uny 8z v 22 02 L1 91 8 9 ¥ ¢

Figure 6.49: Evénement etp — ut + X observé par Uexpérience H1 lors de la prise

de données de 1994.
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Figure 6.50: Distributions attendues pour le processus ¢ — ut + jet + Proiss. Les
lignes verticales sur chaque figure indiquent les valeurs mesurées des variables pour
l'événement etp — pt X.
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Figure 6.51: Processus de production (a) etp — p* X et (b) etp — 77X,
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Figure 6.52: Efficacités dans le canal S6 pour (a) la sélection “positron” et (b) la

sélection “muon’.
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6.9 Production résonante de squarks, canal S7

Le canal ST est 'analogue du canal S6 pour des cas ot le \U est instable, et se
désintegre en un lepton chargé e*. Le diagramme de Feynmann correspondant est
représenté sur la Fig. 6.53. Alors que le canal S6 n’est possible que si le \¥ est

Figure 6.53: Diagramme de Feynman correspondant au canal S7.

dominé par sa composante higgsino, le canal ST n’est a considérer que lorsque ce
neutralino est de type zino ou photino. Par ailleurs, le rapport d’embranchement
dans ce canal sera plus important pour un y? de type photino que pour un x{ dominé
par sa composante zino, puisqu’'on a vu au chapitre 3 que BR(7 — ¢* + jets) >

BR(Z — et + jets).

6.9.1 Sélection des événements

L état final recherché est caractérisé par la présence d'un lepton e*, d’un autre lepton
[T qui peut étre un positron, un muon u* ou un tau 7, d’impulsion transverse
manquante due a 1’émission d’un neutrino et de plusieurs jets. Comme pour le
canal S6, nous allons étudier uniquement les cas ot le lepton [t est un positron ou
un muon.

Sélection “positron”

Pour sélectionner des événements correspondant & la topologie S7 lorsque le W+
se désintegre en un positron, nous demandons que les conditions suivantes soient
vérifiées :
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1. il faut avoir trouvé deux candidats e* au sens de la sélection S1. L’un d’entre
eux doit avoir une énergie transverse Er; > 7 GeV | et 'autre vérifier : Ery >

5 GeV ;

2. impulsion transverse manquante de I’événement doit étre non négligeable :

PT,miss Z 15 GeV )

3. les énergies transverses hadroniques scalaire et vectorielle doivent étre en désac-
cord :

Er,— P

ZTh TR 5 .95 :
Ery,

4. la variable de Bjorken y reconstruite a partir de la cinématique du candidat
et de plus grande énergie transverse doit vérifier :

0.4 <y, <0.95 :

5. il faut avoir trouvé un jet d’'impulsion transverse Pr ;¢ > 7 GeV en utilisant
notre algorithme de céne.

La coupure sur 1’énergie transverse du deuxieme candidat e* est abaissée a 5 GeV
pour minimiser les pertes d’efficacité sur le signal. Les autres coupures appliquées
ont déja été expliquées en détail dans les analyses précédentes.

Sélection “muon”

Dans le cas ou 1’état final est caractérisé par la présence d’un e*

un muon, la sélection repose sur les criteres suivants :

accompagné par

1. la présence d’un e* d’énergie transverse supérieure ou égale a 7 GeV , tel que
défini dans I’étude du canal S1;

2. une impulsion transverse manquante importante :

PT,miss Z 25 GeV 3
3. un désaccord entre Erj et Pry, :

“hh T CTh s 025

4. un jet d'impulsion transverse Pr ., > 7 GeV ;

La coupure inférieure sur I’énergie transverse manquante a été élevée a 25 GeV
pour tenir compte du fait que le muon va déposer peu d’énergie dans le calorimetre.
Ici, demander en plus une trace autour de laquelle peu d’énergie a été déposée dans
le calorimetre n’est pas nécessaire, comme nous le verrons par la suite. Remarquons
que la coupure Pr s > 25 GeV va étre plus ou moins efficace sur le signal suivant
les masses du % et du y7. En effet, si ces masses sont faibles, et en particulier
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si M(x7) — M(\?) est nettement inférieure & 80 GeV , le W intervenant sera tres
virtuel. Des lors, son “boost” de Lorentz peut étre suffisamment élevé pour que le
neutrino et le muon repartent a peu pres dans la méme direction, et les composantes
transverses de I'impulsion du v et du g vont s’ajouter. L’impulsion transverse totale
de I’événement est alors élevée. Ce fait est illustré par la Fig. 6.54 (histogrammes
blancs), qui représente les distributions attendues de la masse du W virtuel, de la
différence en ® entre le neutrino et le muon et de 'impulsion transverse manquante
pour des événements ou un squark de 200 GeV se désintegre en un chargino de
40 GeV , la masse du x? étant de 20 GeV . Par contre, si la différence de masse entre
le xT et le \U est élevée, le W a tendance & étre quasiment sur sa couche de masse.
Les histogrammes hachurés de la Fig. 6.54 correspondent a un chargino de 160 GeV
et un neutralino de 80 GeV , la masse du squark étant comme précédemment de
200 GeV . On voit sur la figure que dans un tel cas, le boson W va étre produit
presque au repos, donc le pu et le neutrino sont plutét émis dos-a-dos. Ainsi, les
composantes transverses de leur impulsion vont se compenser et Pr ;s total des
événements sera plus faible que dans le cas précédent.

6.9.2 Comparaison des données au Monte Carlo

Aucun événement vérifiant les criteres de la sélection “positron” n’est observé dans
les données pour le canal S7. Ceci justifie a posteriori le fait que nous ne faisons pas
d’analyse de la charge des leptons présent dans 1’état final, bien que celui provenant
de la désintégration du neutralino puisse étre un e~ ou un et. Avec les mémes
coupures, 0.4 +0.3 (syst.) événements sont attendus d’apres le Monte Carlo de dif-
fusion profondément inélastique par courant neutre, et aucun d’apres celui de DIP
par courant chargé. Il n’est donc pas nécessaire ici de demander en plus une trace
isolée.

Avec les criteres de la sélection “muon”, aucun candidat n’est retenu dans les don-

b
nées. La prédiction du Monte Carlo pour le bruit de fond de diffusion inélastique
profonde est la encore négligeable : on attend 0.4 + 0.3 (syst.) événement pour la

DIP par courant neutre, et aucun pour la DIP par courant chargé.

6.9.3 Efficacités sur le signal

Les efficacités obtenues sur le signal pour la sélection “positron” et la sélection
“muon” sont représentées en fonction de la masse du squark sur la Fig. 6.55. Les
courbes montrées correspondent a nouveau aux choix suivants :

[} MX(lJ = 20 Ge\/ et MXII' ~ 55 Ge\/ 3
° MX? =40 GeV et MXI" ~ 82 GeV ;
° Mx? = 80 GeV et fo ~ 160 GeV .

On constate que dans le troisieme cas, c’est-a-dire lorsque la différence entre la
masse du x7 et celle du ¥ est élevée, Iefficacité obtenue dans le canal “muon” est
nettement inférieure a celle du canal “positron”. Ceci s’explique par la remarque
faite plus haut : lorsque M(x7) — M(x?) est élevée, I'impulsion transverse des
événements dans le canal “muon” diminue. La coupure Pr s > 25 GeV sur de
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tels événements est alors beaucoup plus sévere que la coupure Pr s > 15 GeV
dans le canal “positron”, a méme masse de squark.
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hachureés cette différence est de ~ 80 GeV .
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6.10 Production résonante de squarks, canal S8

Le canal S8 est I'analogue du canal S7 lorsque le neutralino se désintégre en un
neutrino et des jets, et non plus en un lepton chargé et des jets. Le diagramme
de Feynman de ce processus est représenté sur la Fig. 6.56. Ce processus n’est

Figure 6.56: Diagramme de Feynman correspondant a la désintégration d’un squark
en lepton [T, plusieurs jets et de l'impulsion transverse manquante.

possible que si le x! se désintégre a 'intérieur du détecteur, donc principalement
lorsqu’il est de type photino ou zino. De plus, ce processus est davantage probable
lorsque le xY est dominé par sa composante zino, car c’est dans ce cas que le rapport
d’embranchement BR(Y) — v + jets) est important.

6.10.1 Sélection des événements

Nous allons la encore nous limiter aux cas ou le lepton présent dans 1’état final
est un positron ou un muon, et appliquer deux sélections différentes suivant le cas
considéré.

Sélection “positron”

n de sélectionner des événements comportant dans I’état final un positron, plusieurs
Afin de sélect d t tant d I’état final tron, pl
jets et de I'impulsion transverse manquante, nous demandons :

1. un candidat e* tel que défini dans I’étude du canal S1 & Er.>7 GeV

246



2. de 'impulsion transverse manquante :

PT,miss Z 15 GeV )

3. un désaccord entre les énergies transverses hadroniques scalaire et vectorielle :

Ery — Pry, > 0.95 ‘
Ery, - ’

4. que la variable y reconstruite & partir de la cinématique du candidat et vérifie :

0.4 <y, <0.95 :
5. au moins un jet d’'impulsion transverse Pr ;e > 7 GeV .

Sélection “muon”

Pour la recherche d’événements présentant dans I’état final un muon, plusieurs jets
et de I'impulsion transverse manquante, nous demandons que les criteres suivants
soient vérifiés :

1. aucun candidat e* avec Er. > 7 GeV ne doit avoir été trouvé dans I’événement;

2. une impulsion transverse manquante élevée :

PT,miss Z 25 GeV 3
3. un désaccord entre les énergies transverses hadroniques scalaire et vectorielle :

— > 0.25 :

4. il faut avoir trouvé un jet d’impulsion transverse Pr o, > 7 GeV

5. autour de I'axe du jet de plus grande impulsion transverse reconstruit a ’aide
de l'algorithme de cone décrit auparavant, on ouvre un céone de demi-angle
A® = +60° dans le plan transverse a l'axe des faisceaux. On impose la
présence, a l'extérieur de ce cone, d’'une trace de plus de 10 GeV d’impulsion et
pointant vers le vertex d’interaction. De plus, I’énergie déposée autour de cette
trace dans le calorimetre a argon liquide, a l'intérieur d’un cone d’ouverture
AP = £15°% centré sur la direction de la trace, doit étre inférieure ou égale a

5 GeV .

6.10.2 Comparaison des données au Monte Carlo

En appliquant les criteres de la sélection “positron”, on observe 3 événements candi-
dats dans les données, le bruit de fond attendu d’apres le Monte Carlo de diffusion in-
élastique profonde par courant neutre étant de 2.3+1.0 (syst.) événements. D’apres
le Monte Carlo de DIP par courant chargé, on attend 0.04 événement provenant de
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ce processus physique et vérifiant les criteres de sélection.

Dans le cas de la sélection “muon”, le seul candidat observé dans les données est a
nouveau ’événement etp — put X déja signalé plus haut, et on attend 0.04 & 0.03
(syst.) événement d’apres le Monte Carlo de DIP par courant chargé. Cet événe-
ment est donc un candidat a la fois pour les canaux S6 et S&. En effet, la seule
différence entre les sélections “muon” S6 et S8 consiste en la coupure appliquée
sur la variable (Fr; — Pr)/Ern. Nos “criteres” monojet et multijets ne s’excluant
pas 'un 'autre, un recoupement est donc permis. Par ailleurs, il est difficile de
dire, comme on le voit sur la Fig. 6.49, si “I’événement p” possede un ou deux jets.
Il n’est donc pas étonnant que cet événement se retrouve dans les deux sélections.
Notons que de toute maniere, les canaux S6 et S8 ne sont jamais possibles en méme
temps : la canal S6 nécessite un x? stable, au contraire pour S8 le neutralino doit
se désintégrer a l'intérieur du détecteur.

Remarquons cependant qu’un signal supersymétrique du type S8 ne rend pas tres
bien compte, au contraire de S6, de la topologie de I’événement u observé [3]. En
effet, il est peu probable que les 3 jets attendus lors de la désintégration d’un squark
via S8 soient “proches” les uns des autres, tout en étant opposés en ® avec le
muon. De plus, lorsque la différence en ® entre le muon et le systeme hadronique
est supérieure a 1407, la condition supplémentaire (E — p, ), + (E —p.), < 43 GeV
est difficilement réalisée. Ainsi, on trouve que moins de 10% des événements ol un
squark se désintegre via S8, qui satisfont & nos criteres de sélection, vérifient de
plus :

. A(I)M,hadlroms > 140,
o (B —p:)n+ (E—p.)y <43 GeV,

pour des masses de squarks entre ~ 100 GeV et ~ 200 GeV .

6.10.3 Efficacités sur le signal

Les efficacités obtenues sur le signal pour la sélection “positron” et la sélection
“muon” sont représentées sur la Fig. 6.57. Les valeurs choisies pour les masses du
neutralino et du chargino sont les mémes que précédemment. Notons que, comme
pour le canal S7, lefficacité de la sélection “muon” est nettement plus faible que
celle de la sélection “positron” lorsque la différence de masse entre le neutralino et le
chargino est élevée. L’effet de cette perte d’efficacité est a nouveau due a la coupure
élevée sur I'impulsion transverse manquante.

On vient donc de décrire I'analyse correspondant a la production résonante de
squarks. On va, dans la section suivante, étudier la production de paires de stops
par fusion entre un photon et un gluon, qui constitue une analyse complémentaire
de celle qu’on vient de présenter.
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Figure 6.57: Efficacités pour le canal S8 pour (a) la sélection “positron” et (b) la
sélection “muon”.
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6.11 Analyse des données pour la production de
paires de squarks

[’analyse présentée dans cette section concerne la production de squarks par paire
sans [f,. Rappelons qu’il s’agit d’un processus de photoproduction, ot le photon émis
par le positron incident fusionne avec un gluon venant du proton. Ce processus se
produisant a tres bas ()2, le positron incident est tres peu dévié de sa trajectoire
initiale, et donc est non détecté dans "appareillage.

Comme on I’a vu dans le chapitre 3, ceci n’est intéressant a HERA que dans le cas du
stop, si celui-ci est léger. On suppose ensuite que les deux stops se désintegrent par
violation de la R-parité, en un électron (ou un positron) et un quark. Le processus
étudié correspond donc au diagramme de Feynman représenté sur la Fig. 6.58. L’état

Figure 6.58: Production d’une paire stop-antistop avec conservation de la R-parite,
suivie d’une désintégration I, des stops.

final de tels événements comporte donc un électron, un positron et deux jets de
hadrons.

6.11.1 Sélection des événements

Les criteres de sélection appliqués pour 1’étude de ce processus sont les suivants :

1. ’événement ne doit pas posséder d’impulsion transverse manquante :

PT,miss S 15 GeV )
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2. il faut avoir trouvé deux candidats e* au sens de la sélection S1, d’angle polaire
10° < 0 < 145°. Ces deux candidats e* doivent avoir une énergie transverse
Er. > 5 GeV et étre isolés (au sens défini au chapitre 5) dans un cone en

azimuth-pseudorapidité de rayon AR = /A®? + An? = 0.25. On demande

de plus que I'un des deux candidats soit bien isolé, a AR = 0.5;

3. la conservation de I’énergie-impulsion ne doit pas étre vérifiée :

E —p,. <43 GeV ;

4. les deux candidats et ne doivent pas étre dos-a-dos dans le plan transverse &
I’axe des faisceaux :

A, < 140°

?

5. on demande que au moins deux jets aient été trouvés a ’aide de 1’ algorithme
de cone décrit plus haut.

La coupure sur ’énergie transverse des “électrons” a été abaissée a 5 GeV car un
stop léger (le seul cas qui nous intéresse du fait de la section efficace de production)
ne va pas se désintégrer en un e* trés énergétique. Pour pouvoir descendre assez bas
en masse de stop, il faut donc que la coupure sur E7 . ne soit pas trop élevée. Ceci
est illustré sur la Fig 6.59, ol est représentée I’énergie transverse d’un des e* dans
le cas d’un stop de 10 ou 20 GeV . Notons cependant que la coupure inférieure
sur 7. ne peut pas étre abaissée a de trop petites valeurs, afin d’éliminer la con-
tamination provenant d’événements ou un J/¢ est créé par photoproduction et se
désintegre en une paire ete™.

La coupure (3) permet de séparer efficacement notre signal du bruit de fond de
diffusion profondément inélastique ol un et aurait été trouvé dans un jet, ou
d’événements de DIP ou un photon a été émis par ’électron diffusé. En effet, pour
de tels événements, la distribution de la variable £ — p, doit étre piquée a deux fois
I’énergie du faisceau de positrons incidents, soit 55 GeV , comme on I’a vu lors de
I'analyse du canal S1. Au contraire, pour les événements recherchés, cette variable
doit prendre des valeurs plus faibles, car le positron incident est diffusé a tres grand
angle. Ainsi, ce lepton n’est pas détecté, ce qui entraine une non-conservation de
I’énergie-impulsion.

Pour des événements de DIP par courant neutre ou une composante du jet formé
par le quark diffusé a été identifié comme un électron, on s’attend a ce que le “vrai”
et et le “faux” soient balancés dans le plan transverse a I’axe des faisceaux. De tels
événements seront éliminés par la coupure (4). Cette méme coupure permet aussi de
rejeter le bruit de fond venant d’événements de diffusion Compton ep — epy, ou la
encore le positron diffusé et le photon doivent étre dos-a-dos dans le plan transverse.
L’effet de cette coupure, ainsi que celui de la coupure précédente sur £ — py, sont

illustrés sur la Fig. 6.60.
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Figure 6.59: Energie transverse d’un des e* provenant de la désintégration d’un stop

de 10 GeV  (histogramme blanc) et de 20 GeV  (histogramme hachuré).
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Figure 6.60: Effet des deuzx coupures sur la variable F — p., et la différence angulaire
en azimuth entre les deux candidats et pour des événements de DIP par courant

neutre (symboles ronds), et pour des événements de production par paire d’un stop
de 20 GeV  (symboles carrés).
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6.11.2 Reconstruction de la masse du stop

Le canal étudié ici ne comporte pas d’impulsion transverse manquante : les produits
de désintégration des deux stops sont a priori détectés dans le calorimetre. Il doit
donc étre possible de reconstruire la masse du stop. Ainsi, si on trouve des candidats
dans les données vérifiant les criteres de sélection précédents, on disposera de leur
spectre en masse de stop.

Afin de reconstruire My,,, plutot que d’essayer d’associer les deux candidats e* a
un jet de sorte que la masse invariante du systeme “électron”-jet donne la masse du
stop, on peut procéder de la maniere suivante. Bien que “légers”, les deux stops sont
suffisamment massifs pour étre produits quasiment au repos dans le référentiel ~p.
Des lors, la moitié de la masse invariante calculée a partir de toutes les particules
présentes dans ’état final, doit donner une assez bonne estimation de la masse du
stop. La Fig. 6.61 montre quelle est la précision de cette méthode de reconstruction
de la masse, pour un stop de 20 GeV et un stop de 40 GeV . Ainsi, bien que cette

140 L Constant 107.7 7 Constant 72.85
- (a) - Mean 23.10 100 T (b) Mean 43.76
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Figure 6.61: Reconstruction de la masse du stop pour (a) un stop de 20 GeV et (b)
un stop de 40 GeV .

métode soit tres simple, elle permet, dans le cas ou on observe des candidats dans
les données, de regarder si ceux-ci s’accumulent a une certaine valeur en masse de
stop reconstruite.

6.11.3 Efficacité de déclenchement

La coupure sur l’énergie transverse de 1’électron a ici été abaissée a 5 GeV au
lieu de 7 GeV . On a vu que lorsque un électron est présent dans 1’état final avec
une énergie transverse Er,. > 7 GeV | les sous-déclencheurs “électron” ou “énergie
transverse” sont efficaces a presque 100%. Le seuil d’efficacité du sous-déclencheur

254



“électron” est situé a Er,. ~ 5 GeV . Cela signifie que si I’état final d'un événement
comporte un électron ayant Fr. ~ 5 GeV , on a seulement 50% de chances que
I’événement soit déclenché par 1’élément de trigger requis. Ici, 1’état final contient
deux “électrons”, et aussi deux jets, qui par ’énergie transverse qu’ils vont déposer
dans le calorimetre, “aident” les événements a étre déclenchés par le trigger argon.
En effet, alors que la distribution de 1’énergie transverse d’un des “électrons” pique
a la moitié de la masse du stop comme le montre la Fig. 6.59, on s’attend a ce que
celle de ’énergie transverse totale déposée dans le calorimetre pique a deux fois la
masse du stop. Ceci est illustré sur la Fig. 6.62, pour un stop de 5 GeV et de
20 GeV . La Fig. 6.63 montre comment varie 'efficacité de trigger en fonction de
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Figure 6.62: Energie transverse totale déposée dans le calorimeétre pour des €véne-
ments avec production d’une paire stop-antistop.

I’énergie transverse totale de I’événement. En demandant que les événements aient
été “triggés” par le sous-déclencheur “électron” ou “énergie transverse”, le seuil
de la courbe d’efficacité de déclenchement est situé vers Epg,; >~ 15 GeV . Cette
efficacité est donc élevée méme pour des valeurs faibles de masse de stop, de 'ordre

de 10 GeV .

6.11.4 Comparaison des données au Monte Carlo

Afin de vérifier que notre sélection “deux électrons” est bien controlée, nous allons
commencer par comparer ce qu’on observe dans les données avec ce qu’on attend

255



W r
i (0)
0.75 |
05 F ——
o —
0.25 —
F ———
O’\\+\\\\\\\\\ | Ll |
0 5 10 15 20 25 30 35
ET,tot<Ge\/>
O8] i<b>
1 F —e—
; —
O.75? ——
0.5 [ ——
r —
0.25 |
O:\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\\
0 5 10 15 20 25 30 35
ET,tOt<Ge\/>
" 1;<C) — 00—
0.75 | ——
0.5
g ——"
0.25 |
O:H+"\H‘mHH\HH\HH\HH\HH
0 5 10 15 20 25 30 35

Ema<Gev>

Figure 6.63: Efficacités de déclenchement, pour des €vénements de production d’une
paire stop-antistop, (a) du sous-déclencheur “électron”, (b) du sous-déclencheur “é-
nergie transverse dans Uargon” et (¢) du ou de ces deux sous-déclencheurs.

dans le Monte Carlo de DIP par courant neutre, en appliquant les coupures de
sélection (1) et (2). Le résultat de cette comparaison est montrée sur la Fig. 6.64,
qui représente la distribution de la différence en azimuth des deux candidats e,
pour les données et le Monte Carlo. Afin que les événements ainsi sélectionnés dans
les données puissent étre comparés a la prédiction du Monte Carlo de DIP, une
coupure supplémentaire £/ — p, > 43 GeV a été appliquée. Ainsi, c’est bien dans
une zone ou le processus dominant est celui de DIP (et non pas la photoproduction)
qu’on compare les données au Monte Carlo. On voit ainsi que dans cette région,
l’acolinéarité entre les deux candidats e est bien décrite par le Monte Carlo.

En relaxant maintenant la coupure sur £ — p., donc avec uniquement les criteres
de sélection (1) et (2), on observe 131 événements dans les données, ce qui est
en tres bon accord avec les 114.0 4+ 6.0 événements prédits par le Monte Carlo de
DIP par courant neutre, auxquels s’ajoutent les 17.7 £ 1.5 événements attendus
d’apres le Monte Carlo de photoproduction. Par ailleurs, en appliquant la coupure
A®; 5, < 140° et sans coupure sur E — p,, les 28 événements observés dans les
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Figure 6.64: Controle de la sélection “deux €lectrons” par le Monte Carlo de DIP
par courant neutre, pour les événements vérifiant de plus F — p, > 43 GeV .

données se comparent tres bien aux 26.1 £+ 3.9 (syst.) attendus dans la DIP par
courant neutre, le bruit de fond de photoproduction étant alors négligeable.

Apres application de toutes les coupures de sélection, il ne reste plus aucun candidat
dans les données, alors qu’on attend 1.0 4+ 0.8 événement d’apres le Monte Carlo de
diffusion inélastique profonde par courant neutre.

6.11.5 Efficacités sur le signal

Les efficacités finales obtenues sur le signal avec les criteres de sélection énumérés
ci-dessus, et prenant en compte l'efficacité de déclenchement, sont représentées sur
la Fig. 6.65. Cette efficacité est faible a tres basse masse de stop, car il est alors peu
probable que les deux “électrons” aient une énergie transverse supérieure a 5 GeV .
Cette faible efficacité est néanmoins compensée par le fait que, a tres basse masse,
la section efficace du processus étudié est élevée, comme on ’a vu au chapitre 3.

A plus grande masse, on observe une retombée de la courbe d’efficacité. En effet,
plus les stops deviennent massifs, plus I’énergie disponible dans le centre de masse
de la réaction vp doit étre élevée. Pour produire une paire de stops “lourds”, il faut
donc que le positron incident reparte avec une tres faible énergie. Ainsi, I’énergie
“invisible” étant peu élevée, la conservation de I’énergie-impulsion est de mieux en
mieux vérifiée. C’est donc la coupure £ — py < 43 GeV qui est responsable de la

257



N 50

w45 | B

35 |
50 |
25 [
20 [
15 |

10 F

O7“\‘H‘\HH\HH\HH\HH\HHF
10 15 20 25 30 35 40

My (GeV

Figure 6.65: Efficacités de sélection pour la recherche de stops légers produits par
paire.

perte d’efficacité pour des masses de stop de l'ordre de 40 GeV .

Résumé

Ainsi, 'analyse correspondant a chaque processus supersymétrique considéré a été
présentée. Pour la production de paires de stops, aucun signal n’a été mis en évidence
dans les données.

Pour la production résonante de squarks, on a vu, pour chaque canal, quelles sont
les sélections, les efficacités et comment les données se comparent aux prédictions
du Modele Standard. Les points les plus importants sont :

e 'observation d’un léger exces dans le canal S3, correspondant au processus
etq— et 3 jets;

e l'observation d’un événement tres exotique et P — put X,

Le chapitre suivant présente une synthese de cette analyse. On reviendra sur ’exces
observé dans le canal S3. En combinant les différents canaux possibles, on verra
comment notre analyse permet de dériver des limites de rejet sur la masse des
squarks, pour une valeur donnée du couplage de violation de la R-parité.
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Alors que nous terminions notre analyse, une interprétation alternative de
I’événement observé etp — ut + X a été proposée par T. Kon, T. Kobayashi et
S. Kitamura, preprint ITP-SU-96/02, Tokyo (Janvier 1996). Elle consiste en la
production résonante d’un stop par A,,,. Le processus etp — by} — butw,\?
conduit & une signature similaire & celle de notre canal S6 lorsque le y9 est
stable, et a celle de notre canal S8 dans le cas contraire, ot le neutralino se
désintegre en un neutrino et des jets.
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Chapitre 7

RESULTATS

Dans ce chapitre, on va revenir sur ’analyse des données concernant la recherche
de squarks produits par résonance, en ne regardant plus chacun des canaux séparé-
ment mais en faisant une synthese des différentes analyses. Des limites de rejet sur
la masse des squarks, étant donnée une valeur du couplage de I,, seront ensuite
dérivées. De méme, la recherche de stops légers produits par paire n’ayant pas per-
mis de mettre en évidence un signal, on dérivera une limite sur la masse du stop.

7.1 Comparaison des différents canaux pour la
production résonante de squarks

Le chapitre précédent a montré les résultats de ’analyse des données pour chacun
des canaux S1 & S8 correspondant & la production résonante de squarks. Un exces
est observé dans les données par rapport aux prédictions du Monte Carlo dans le
canal S3, pour des masses de squark voisines de 70 GeV . Par ailleurs, un plus léger
exces est aussi observé dans le méme canal autour de 150 GeV .

La sélection d’événements dans le canal S3 repose entre autres sur une coupure assez
élevée sur y. : on demande y. > 0.4. La comparaison des données au Monte Carlo
a été réalisée en utilisant la simulation LEPTO, qui ne décrit pas des événements
ou le lepton incident a émis un photon avant l'interaction. Or, comme on |’a signalé
au chapitre précédent, I’émission d’un photon par le positron incident a tendance a
faire migrer le spectre en y. vers des valeurs plus élevées. La coupure y. < 0.95 est
appliquée pour s’affranchir partiellement de telles migrations, mais on peut se de-
mander si les données ne seraient pas mieux reproduites si, au lieu d’utiliser le Monte
Carlo LEPTO, on comparait avec le Monte Carlo “radiatif” DJANGO. Comme on
I’a vu au chapitre 5, le rayonnement QCD dans les simulations DJANGO dont on
dispose a été traité a 1’aide du modele des dipdles de couleur, et non pas celui
des cascades de partons. Ce modele présente I'inconvénient de mal reproduire les
topologies “multijets”, qui sont celles qui nous intéressent dans le cadre du canal
S3. En effet, une comparaison des données aun Monte Carlo DJANGO dans le canal
S3, ott le Monte Carlo est normalisé en absolu (c’est-a-dire & la luminosité des don-
nées), montre un tres mauvais accord sur tout le spectre de masse My... Afin de
comparer la forme du spectre, nous avons normalisé le Monte Carlo DJANGO de
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maniere relative (c’est-a-dire au nombre d’événements candidats). Le résultat de
la comparaison des données au Monte Carlo “radiatif” est montré sur la Fig. 7.1.
Le comportement des données par rapport au Monte Carlo est similaire, que 1’on
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Figure 7.1: Comparaison des données au Monte Carlo pour le canal S3. Les données
sont comparées aux prédictions d’un Monte Carlo non radiatif sur la figure (a), a
celles d’un Monte Carlo radiatif sur la figure (b).

utilise LEPTO ou DJANGO. L’exces est un peu plus localisé lorsque les données
sont comparées au Monte Carlo radiatif, mais il est toujours présent.

Rappelons que par contre, aucun exces n’est observé dans les canaux S1 et S2.
et aucun candidat ne vérifie les criteres de la sélection S4.

Il est intéressant de remarquer que la méme analyse appliquée sur les données
1993 de I'expérience H1 (la machine tournait alors avec un faisceau d’électrons et
non pas de positrons), montre qu’un exces est aussi observé autour de 70 GeV
et 150 GeV , mais dans le canal S1 [1, 2].
dans les bins ou 'exces est observé sont situés a des valeurs en y. plus élevées que
celles qu’on attendrait pour des événements de diffusion profondément inélastique.
Une analyse statistique de maximum de vraisemblance, en utilisant a la fois les
variables M. et y. a été réalisée dans [1]. La Fig 7.2, extraite de [1], présente les
contours du logarithme de vraisemblance dans le plan (masse, couplage), normalisée
a I’hypothese ou on n’observe aucun signal. Cette figure montre des augmentations
de la vraisemblance, par rapport a I'hypothese sans aucun signal, entre 2 et 3 o,
dans les domaines de masse [65;80] GeV et [125;160] GeV .

Par contre, le spectre de masse observé a partir des données 1993 pour le canal S3
est en parfait accord avec les prédictions du Monte Carlo [1, 2].

Par ailleurs, les événements présents

L’étude du début de la prise de données de 1994, ou HERA tournait avec des
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Figure 7.2: Contour du logarithme de vraisemblance sur les données “€lectron” de
1993, dans Uhypothese de lexistence d’un squark produit et se désintégrant en e ¢

(canal Sl)

électrons, a aussi été réalisée. Le spectre de masse dans le canal S3 ne présente

pas d’exces, et celui correspondant au canal S1 est présenté sur la Fig. 7.3. On

n’observe aucun exces significatif dans ce spectre de masse, mais cette période ne
, -1

représente que 0.39 pb™".

Remarquons que le fait d’observer des exces aux mémes masses, mais dans
des canaux différents suivant que le faisceau de leptons incidents est constitué de
positrons ou d’électrons n’est pas nécessairement incompatible avec ’existence d’un
signal. En effet, supposons que la désintégration d’un squark en \{ soit supprimée.
Ceci peut arriver lorsqu’une des deux conditions suivantes est réalisée :

o la particule supersymétrique la plus légere est un chargino, et les neutralinos
sont tous plus massifs que le squark, ce qui rend impossible cinématiquement
la désintégration ¢ — ¢x¥;

o le neutralino le plus léger est de type higgsino. Ainsi, comme on 1’a expliqué

2

au chapitre 3, la largeur de désintégration ¢ — qx? est proportionnelle & my

et est donc négligeable.
Des lors :

e lorsque le lepton incident est un électron : le squark qu’on produit de maniere
dominante (via Aj;; par exemple) est le dg. On a vu que ce dernier ne peut
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Figure 7.3: Spectre de masse dans le canal S1 pour les données “électron” de 199/,
avant et apres la coupure en y. optimisée.

pas se désintégrer en chargino. Donc, si la désintégration en neutralino est
supprimée pour une des raisons invoquées plus haut, le squark peut unique-
ment se désintégrer par violation de la R-parité, c’est-a-dire via les canaux S1
ou S2. Ainsi, on observerait un exces dans S1 et S2, mais rien dans les autres
canaux.

e par contre, lorsque la machine tourne avec un faisceau de positrons, c’est
essentiellement le squark 4y qui peut étre produit. Ce squark a la possibilité
de se désintégrer en chargino, et c’est ce mode de désintégration qui va dominer
tant que le couplage de £, n’est pas trop important. Ainsi, on ne verrait pas le
signal dans les canaux S1 et S2, le canal S3 étant possible par I'intermédiaire
du chargino. Le canal S4 ne serait pas & considérer car le chargino provenant
du squark %y ne peut pas se désintégrer en e~.

Détaillons un peu ce qui précede dans le cas ou la désintégration d’un squark en
neutralino est supprimée car le x9 est de type higgsino, et ot le faisceau incident
est constitué de positrons. Etant donné que les canaux S7 et S8 ne sont possi-
bles que si le neutralino se désintegre a l'intérieur du détecteur, ils ne sont pas a
considérer. Les seuls autres canaux de désintégration possibles sont alors S6 (I, 1
jet, Proiss) et S5 (plusieurs jets, Pri.). Il est intéressant de rappeler que c’est
dans le cadre du canal S6, c’est-a-dire dans le cas ot le X! est de type higgsino, que
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I’événement etp — ut X peut étre interprété comme un événement supersymétrique.
Notons cependant que la topologie de notre “événement u” (en particulier le fait que

Prjy =~ 40 GeV ), est difficilement compatible avec la désintégration d’un squark de
moins de 100 GeV .

L’analyse des données 1995 est en cours. Pour l'instant, compte tenu du fait
qu’on ne dispose pas d’une simulation décrivant et les jets, et les corrections radia-
tives électromagnétiques, nous considérons que notre exces n’est pas di a un signal.
Notons par ailleurs qu’une simulation d’événements de DIP par courant neutre est
en cours, incluant les radiations électromagnétiques dans I’état initial, et traitant le
rayonnement QCD a 'aide du modele des cascades de partons. Il sera tres intéres-
sant de reproduire notre analyse a partir de cette simulation.

Nous allons voir par la suite comment notre analyse, a défaut d’avoir mis un
signal en évidence, peut permettre de dériver des limites de rejet sur la masse des
nouvelles particules cherchées.

7.2 Dérivation de limites de rejet

On va décrire ici la méthode employée pour obtenir, pour une masse de squark
donnée, une valeur maximale sur le couplage de [, permettant la production de ce
squark. En effet, si ce couplage est tres élevé, la section efficace de production d’un
squark doit I’étre aussi. Ainsi, I'inobservation d’un signal permet de définir, pour
une masse de squark donnée, une valeur maximale du couplage de /£, au-dessus de
laquelle on aurait da voir un signal.

Cas simple avec un seul canal

Commencons par étudier le cas simple ou un squark n’aurait qu’un seul canal de
désintégration (par exemple ¢ — eT¢). Apres application de criteres pour sélection-
ner les événements cherchés, on considere que ce que ’on observe dans les données
contient deux composantes :

e une de fond (par exemple la diffusion profondément inélastique par courant
neutre);

e une de signal

On suppose que chacune de ces deux composantes obéit a une statistique de Poisson.
Soit up le parametre de Poisson de la distribution correspondant au bruit de fond.
Ce parametre up peut étre estimé a l'aide d’'un Monte Carlo pour le processus de
bruit de fond : on applique les criteres de sélection sur les événements de ce Monte
Carlo, le nombre d’événements survivant Ny,,q apres ces coupures est notre estimé
de pp. En toute rigueur, du fait de la statistique finie du Monte Carlo, ug n’est
pas connu exactement mais est distribué suivant une Gaussienne, centrée autour
de Nynq et d’écart type /Nyong. On considere néanmoins, pour simplifier, que le
fond est connu exactement, c’est-a-dire que pup = Ny,nq. Alors, le processus total
(somme du fond et du signal) suit une loi de Poisson de parametre g+ N, ou N est
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le parametre de Poisson (inconnu) pour le signal. Ainsi, la probabilité d’observer au
moins n événements est donnée par :

1
P = —6_(“B+N)(MB + N)n

n!

Considérons maintenant le probleme inverse. Ayant observé ny événements, la den-
sité de probabilité pour le parametre de Poisson de la composante de signal est
donnée, d’apres le théoreme de Bayes, par :

1
g(a) — Nl_e_(a+MB)(a+MB)no7

no!

ou N est une constante de normalisation telle que :

/OOO g(a)da = 1.

On cherche alors une limite supérieure sur le parametre de Poisson du signal : on
cherche A tel que, & un certain niveau de confiance (CL, pour Confidence Level en
Anglais, par exemple 95%), le parametre de Poisson du signal soit inférieur ou égal
a A. A partir de la densité g précédente, A est obtenu en résolvant I’équation :

CL= /OA g(a)da.

Posons g(a) = Nih(a). Ny est alors donné par :

1
N =————.
' Jo© h(a)da

L’équation permettant de trouver A s’écrit alors :

i ha)da

En intégrant h par parties, on obtient :

e~ st 570 o (g + A

_ no 1 n
e~HB Zn:O F/’LB

CL=1-

(7.2)

Les sommations qui interviennent dans 1’équation précédente peuvent s’écrire au
moyen d’intégrales, & 1’aide d’une fonction y? & 2(no + 1) degrés de liberté. En
effet :

=Nk o
- — = 2 1
Y G = [ YR
[’équation (7.2) s’écrit alors :
h HAno+ 1)) = (1= CL) [* *Cno+1
Lo, Yot )= (1= ) [ (20 41)
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L’intérét de cette manipulation est de permettre 'utilisation de fonctions qui calcu-
lent et qui inversent 'intégrale d’une fonction y2. Par exemple a 1’aide des fonctions
disponibles dans le librairie Cernlib, on obtient :

A= %{cmsm (1 = (1= CL)PROB(2N onas ndf), ndf]} — Nyona

ou ndf = 2(ng + 1). Ayant trouvé A, la section efficace limite pour le signal s’en
déduit selon :

A= Leo )

ou ¢ est lefficacité de sélection sur le signal. Notons que la relation (7.2) peut se
réécrire en remplacant A par le produit ¢A. La section efficace limite s’obtient alors
par :

A= Lo

De méme, si le squark a plusieurs modes de désintégration mais que 1’on souhaite
utiliser uniquement l'information d’un canal pour dériver une limite, il suffit de
remplacer dans les équations précédentes A par le produit AcR, ou R est le rapport
d’embranchement du squark dans le canal regardé.

La Fig. 7.4 représente le nombre limite d’événements de signal en fonction du nombre
d’événements attendus, pour différentes valeurs du nombre observé. On peut faire

L L L L L TE T NN N NN RA NN R SR
0O 2 4 6 8 10 12 14 16 18 20
Nb evts attendus

Figure 7.4: Limite supérieure a 90% de confiance sur le nombre d’événements de
signal, lorsque le nombre d’événements observés varie de 0 a 10.

a partir de cette figure quelques remarques simples :
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e la limite obtenue sur le signal est d’autant meilleure (c’est-a-dire le nombre
limite d’événements de signal est d’autant plus faible) que la différence entre
I’observation et ce qu’on attend est faible;

e lorsque les nombres d’événements observés et attendus sont importants, le
signal peut étre noyé dans les fluctuations statistiques : la limite est donc
d’autant meilleure que ces nombres sont faibles;

e naturellement, si on utilise uniquement I'information contenue dans un canal
qui a un faible rapport d’embranchement, on ne sait pas dire grand chose sur
le signal.

Les squarks ayant en général plusieurs canaux de désintégration, et aucun de ces
canaux n’étant partout dominant par rapport aux autres, il est plus intéressant
d’utiliser toute I'information contenue dans les données et de combiner les différents
canaux, plutot que de dériver une limite a ’aide d’un seul canal.

Généralisation a plusieurs canaux

La généralisation & plusieurs canaux se fait en remplacant dans la définition (7.1)
du niveau de confiance la fonction h(a) par le produit des probabilités :

1
PN(G) = Hi\fzo_

(5kaRk —|— Bk)nke_(skaRk-l—Bk) (73)

ou on a noté N le nombre de canaux considérés, ny et Bj, les nombres d’événements
observés et attendus dans le canal k, ¢, et Ry, les efficacité et rapport d’embranchement
du canal k. L’équation (7.1) est alors résolue numériquement.

La Fig. 7.5 représente la valeur du nombre limite lorsque deux canaux sont consid-
érés, chacun ayant une efficacité de 100%. Le rapport d’embranchement du premier
canal est pris égal a 50%), et on suppose que 10 événements sont observés dans le
canal 1. Pour le deuxieme canal, on suppose qu’aucun événement n’est vu ni at-
tendu. Le rapport d’embranchement du canal 2 varie de 0 a 50%. On voit sur la
figure que plus ce canal contribue, plus la limite est meilleure.

A nouveau, on peut faire quelques remarques immédiates :

e soit un squark se désintegrant avec le méme rapport d’embranchement dans
deux canaux (] et (5. Siil y a un désaccord important entre ce qu’on observe
et ce qu'on attend dans le canal C, mais un bon accord pour le canal C,,
la limite obtenue en combinant sera meilleure que celle obtenue en utilisant
uniquement 'y, mais moins bonne que celle qu’on aurait eue avec uniquement
le canal Cy;

e un canal dont le rapport d’embranchement ou Defficacité tend vers zéro ne
contribue pas dans la dérivation de la limite.

Obtention d’une limite sur le couplage

Ayant le nombre limite d’événements de signal, on en déduit par simple rapport a
la Tuminosité des données une limite supérieure sur la section efficace du processus

267



BR(canal 1) = 50 %

30 Nobs(c}h 1 ) :
E fond(Ch 2) =10
20 -
15
10
5
0.05
0.1
0.15
0.2
025
0.35 4 16 18 20
0.4 g 10 12
BR(canal 2) 045, 4 6 Nions (canal 1)

Figure 7.5: Nombre limite en combinant deuzr canaux.

recherché. On suppose dans la dérivation des limites (par exemple sur Aj;;), que les
squarks @ et d sont dégénérés en masse. Le processus considéré est donc la produc-
tion d’un squark de premiere génération, de section efficace o5 + ;. Afin de déduire
de cette section efficace limite une limite sur le couplage de [£,, on définit une grille
dans le plan (masse,couplage). Pour chaque point de la grille, la section efficace de
production d’un squark par I'intermédiaire du couplage \j;; a été intégrée a 'aide
du Monte Carlo LEGO. La grille a été réalisée en prenant des pas de 25 GeV en
masse de squark. Pour chaque masse, la section efficace a été calculée pour quatre
valeurs de couplages, situées autour de la limite de sensibilité qu’on attend sur le
couplage, compte tenu de la luminosité accumulée. Connaissant alors la section ef-
ficace limite de production a une masse de squark donnée, on en déduit le couplage
limite A|;; en interpolant dans cette grille. On verra plus loin comment une limite
sur Aj;; peut servir a établir des limites sur les autres couplages A} ;.

Notons de plus que les erreurs statistiques et systématiques sont prises en compte
dans la dérivation des limites de rejet. L’incertitude sur les échelles d’énergie élec-
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tromagnétique et hadronique conduit a une incertitude de ~ 10% sur le nombre
d’événements attendus dans le Monte Carlo. L’erreur sur la luminosité est de 1.5%,
et ’erreur sur la section efficace du signal, diie au choix de la densité de partons et
a ’échelle a laquelle elle est évaluée, est de 1'ordre de 7%.

7.3 Limites de rejet pour )\,

On a vu dans la section précédente comment, pour une masse de squark donnée, on
peut obtenir de ’analyse des données une limite supérieure sur la valeur du couplage
de K,. Ainsi, nos limites de rejet seront représentées par une courbe dans le plan
(masse du squark, couplage de K,). On va présenter ici les résultats obtenus pour

le couplage de R, A\i;;, permettant de produire un squark @y, (CZR) par fusion entre
le positron initial et un quark d (u) du proton. Seules les données “positron” de
I’année 1994 ont été utilisées ici.

Afin d’obtenir ces limites de rejet en combinant les différents canaux possibles de
désintégration des squarks, il nous faut connaitre les rapports d’embranchement de
chacun de ces canaux. Ceux-ci dépendent de la masse du squark, du couplage A},
mais aussi, comme on ’a vu au chapitre 3, des valeurs des parametres du modele
i, My et tan 3. On sait que la phénoménologie est différente suivant la nature du
neutralino le plus léger. On va donc distinguer plusieurs cas, suivant la nature du

XY
Cas d’un y{ dominé par sa composante photino.

Supposons que le X! est de type “photino”. Ceci contraint les parametres u, My et
tan 3 commeon ’a vu au chapitre 3. Par ailleurs, on sait que lorsque le ! est de type
photino, le rapport d’embranchement Y9 — ¢*2 jets ne varie pas trop (par exemple,
ce rapport est entre ~ 60% et 88% pour tan 3 = 1). De méme, les valeurs des
couplages aux vertex squark-quark-neutralino/chargino ne dépendent pas trop du
point choisi dans I'espace des parametres, une fois définie la composante principale
du neutralino x9. Ainsi, c’est surtout par les masses du x? et du xi (et naturellement
par le couplage de R,), que les rapports d’embranchement dans les différents canaux
different d’un point a 'autre de 'espace des parametres. Par ailleurs, les courbes
de masse du chapitre 3 montrent que dans la zone “photino” et la zone “zino”, la
masse du y{ est grossierement le double de celle du x9. On a donc choisi, pour
représenter les limites, de procéder comme suit :

e on fixe une masse de xY, ce qui définit une courbe dans le plan (My, i) & tan 3

fixe;

e le long de cette courbe, on choisit un point tel que M () ~ 2M(?).

La Fig. 7.6 repésente les valeurs limites obtenues a 95% de confiance sur le couplage
Aq; en fonction de la masse du squark, dans les cas suivants :

e 1= —200 GeV , My = 30 GeV et tan3 = 1, ce qui correspond a M(xY) =~
20 GeV et M(x{) ~ 56 GeV ;
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= —160 GeV , My = 60 GeV , tan 8 = 1, soit M(x?9) ~ 40 GeV , M(x7)
7 GeV ;

I

o0 =

o = —140 GeV , My = 160 GeV et tanf = 1, d’ott M(xY) =~ 80 GeV et
M(xT) ~ 161 GeV ;

e 1 = —300 GeV , My = 300 GeV et tan3 = 1, soit M(x)) ~ 160 GeV et
M(xT) ~ 311 GeV .

1 rrrr|prrrryrrrorprr T T T T T T T T T T T

= 20 Gev
- M; =40 Cev
- M; =80 CGev
= 160 Gev
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Figure 7.6: Limites d’exclusion pour la production de squarks produits par Niy;, dans
Uhypothése ou le X est domin€é par sa composante photino. Les domaines situés au-
dessus des courbes sont exclus a 95% de confiance.

Remarquons que les points de 'espace des parametres en lesquels on a choisi de
dériver les limites sont en-dehors de la région exclue par la largeur du 7 [6]. Les
points du plan (A;;, M) situés au-dessus des courbes sont exclus : pour une masse
donnée de squark, un couplage Aj;; au-dessus du couplage limite donnerait une
section efficace telle qu'un signal aurait da étre observé. Un tel couplage est donc
exclu puisque le signal recherché n’a pas été mis en évidence. Ainsi, pour un couplage
X, de lordre du couplage électromagnétique (X2, /47 = apy, soit X, ~ 0.3), des
squarks de premiere génération plus légers que ~ 240 GeV sont exclus par notre
analyse. De plus, on a vu au chapitre 3 que le processus dominant est la production
de u : pour M;2150 GeV |, la section efficace de production du squark @ est dix fois
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celle du d. Ainsi, c’est essentiellement le squark @ que nous sondons, de sorte que
les limites précédentes s’appliquent au squark @, sans supposer ce dernier dégénéré
avec le d. De méme, les précédentes limites obtenues en 1993 (avec un faisceau
d’électrons), s’appliquaient essentiellement au d.

On constate que les limites sont meilleures a mesure que la masse du neutralino
augmente. En effet, plus cette masse est élevée, plus nos efficacités de sélection le
sont aussi. Par ailleurs, les quatre courbes se rejoignent a grande masse de squark.
Ceci s’explique par le fait que, a grande masse, nous ne sommes sensibles qu’a de
grands couplages de [£,. Ainsi, ce sont les désintégrations qui violent la R-parité qui
sont dominantes & grande masse (canaux S1 et S2), les efficacités dans ces canaux
étant naturellement indépendantes de la masse du 9.

Afin de mieux suivre ce qui se passe, nous avons représenté sur les Fig. 7.7 et 7.8
les rapports d’embranchement dans les canaux S1 & S8 en fonction de la masse du
squark.
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Figure 7.7: Rapports d’embranchement dans les canauzr S1 a S4, pour M(x?)
20 GeV  (ligne pleine) et M(\Y)) = 80 GeV (ligne pointillée).
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Figure 7.8: Rapports d’embranchement dans les canauz S5, SO et S8, ainsi que la
somme des rapports d’embranchements obervés (figure h), pour M(x9) = 20 GeV
(ligne pleine) et M(xY) = 80 GeV (ligne pointillée).
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Pour chaque masse de squark, le couplage pris pour calculer ces rapports est
le couplage limite présenté sur la courbe précédente. La Fig. 7.7(a) montre que le
rapport d’embranchement dans la voie § — eT¢’ tend vers 1 lorsque la masse du
squark augmente. Le canal S2 est partout moins probable que le canal S1, car seul
le squark dp peut se désintégrer via S2, et ce squark est produit moins facilement
que le uy,.

On voit de plus sur les Fig. 7.7(c) et (d) que le rapport d’embranchement dans le
canal S3 est supérieur a celui de S4. En effet, pour aller en S3, le squark peut passer
soit par un neutralino, soit par un chargino, alors que seule une désintégration en
neutralino peut mener & S4. Par ailleurs, lorsque le ! est lourd (Mx? =80 GeV ), la
désintégration du squark en y7 est limitée par I’espace de phase. Par conséquent, le
chargino ne contribue pas trop a S3, ce qui explique que le rapport d’embranchement
dans S3 est plus important avec un x9 léger qu’avec un x9 lourd.

Les canaux S7 et S8 impliquent de passer par le YT, donc ils contribuent peu lorsque
le \{ est tres massif. Enfin, le canal S8 correspond au cas ot le neutralino venant
de la désintégration du ] se désintégre en neutrino, ce qui est peu probable lorsque
le \¥ est de type photino. Ainsi, la canal S8 est moins probable que S7, comme le
montrent les Fig. 7.8(f) et (g).

Les “grandes” masses de squarks mises a part, c’est essentiellement le canal S3

qui est dominant. Au contraire, en 1993, la plus faible luminosité ne permettait pas
de sonder des valeurs du couplage A, assez faibles pour que les désintégrations I,
des squarks ne soient pas dominantes. Ainsi, avec 'augmentation de la luminosité,
on est de plus en plus sensible a des topologies d’événements distinctes de la diffu-
sion inélastique a 'ordre le plus bas. Notons que les irrégularités observées sur les
courbes de limites autour de 80 et 150 GeV refletent la fluctuation observée dans
le canal S3 autour de ces masses.
La Fig. 7.8(h) représente la somme des rapports d’embranchement dans tous les
canaux étudiés. Cette somme n’est pas égale a un car on ne regarde pas les dés-
intégrations des squarks en neutralinos ou charginos “lourds”, c’est-a-dire autres
que le XY ou le . Comme on ’a déja signalé au chapitre 3, on considere que ces
désintégrations sont possibles, mais que les états finals résultants sont détectés avec
une efficacité supposée nulle de maniere conservative. On voit que la fraction du
signal considérée est toujours supérieure a environ 60%, ce qui nous assure que les
désintégrations qu’on ne regarde pas ne sont pas dominantes.

Limites de rejet pour différentes sortes de \!

On vient de voir ci-dessus comment varient nos limites de rejet pour un 9 de type
photino, lorsque la masse de celui-ci varie. On va considérer maintenant un y{ de
masse fixe, et étudier la dépendance des courbes de limite en fonction des valeurs
de parametres du MSSM, et plus précisément en fonction de la nature de 3.

Lorsque le yY est dominé par sa composante zino, les canaux possibles sont les mémes
que dans le cas photino. Les rapports d’embranchement sont néanmoins différents.
Entre autres, la probabilité pour que le X se désintégre en un lepton chargé (e*) et
deux jets est ~ 20%, alors qu’elle est bien plus élevée pour un \{ de type photino.
Par ailleurs, lorsque le x¥ est de type higgsino, le canal S6 est possible, mais les
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canaux S7 et S8, qui exigent la désintégration du x? & l'intérieur du détecteur, ne
le sont pas.

Afin d’étudier la variation des limites en fonction du type de 9, nous avons
choisi de fixer la masse du x{ a 40 GeV . Les points choisis pour dériver les limites
correspondent aux valeurs suivantes des parametres du modele :

o 1 =150 GeV , My = 150 GeV et tan f = 1. Avec ces valeurs des parametres,
la masse du chargino le plus léger est de ~ 70 GeV , et le \? est dominé par
sa composante zino;

o = —44GeV , My = 72 GeV et tanf = 1. Le neutralino le plus léger est
alors de type higgsino, et on a M(x]) ~ 72 GeV .

La encore, les points de ’espace des parametres en lesquels les limites ont été dérivées
ont en-dehors de la région exclue par la largeur du Z [6]. Les valeurs limites du
couplage \,; en fonction de la masse du squark sont représentées sur la Fig. 7.9.
On a laissé sur la figure la courbe obtenue précédemment, correspondant & un y!
de 40 GeV dominé par sa composante photino. Le domaine situé au-dessus des
courbes est exclu a 95% de confiance. Comme sur la Fig. 7.6, on constate que les
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Figure 7.9: Limites d’exclusion pour la production de squarks produits par i, pour
différentes hypotheses sur la nature du \{. La masse du \{ est prise égale a 40 GeV .
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courbes se rejoignent a grande masse de squark, la ou les désintégrations par viola-
tion de R-parité sont dominantes.

Pour de petites masses de squarks, les limites obtenues sur le couplage sont moins
bonnes dans le cas d’un Y de type zino que dans celui d’un \{ dominé par sa com-
posante photino. En effet, dans le cas y§ ~ Z, le canal S5 contribue davantage
que le canal 53, car la désintégration y? — v 2 jets est dominante. Or, on a vu au
chapitre précédent que l'efficacité dans ce canal est faible pour M;$125 GeV . On
est donc moins sensible au signal pour \§ ~ 7 que pour X} ~ 4, dans le domaine
des faibles masses de squark.

Dans le cas ot le x{ est de type higgsino, les désintégrations ¢ — V¢ sont largement
supprimées par le facteur au vertex. Tant que le squark est plus léger que le x7,
seules les désintégrations par violation de la R-parité sont possibles (canaux S1 et
S2). Quand le squark devient plus massif, les désintégrations en chargino peuvent
conduire aux autres canaux. Par ailleurs, alors que pour un x!{ de type photino
ou zino les désintégrations en neutralino x? (i > 2) sont défavorisées au profit de
g — xYq, ici elles peuvent contribuer de maniére non négligeable. Néanmoins, le
long de la courbe limite, le rapport d’embranchement “vu” est toujours supérieur a
~ 42%, de sorte que la partie du signal regardé est loin d’étre marginale.

Les deux paragraphes précédents donnent une idée de la variation de nos limites
de rejet en fonction des valeurs des parametres 1 et My du modele. L’étendue du
domaine exclu par notre analyse peut étre représentée dans le plan (p, Mz), une fois
fixés tan 3, N;; et Mz Pour M; = 150 GeV et tan 3 = 1, ce domaine est représenté
sur la Fig. 7.10, pour trois valeurs du couplage A|;; proches de notre limite de sensi-
bilité. On a également représenté sur cette figure le domaine exclu par la mesure de
la largeur du Z. On voit ainsi que, dans le cadre du modele considéré, notre analyse
permet de couvrir un large domaine nouveau.

Notons de plus que ces limites ne dépendent pas trop de tan : lorsque tan 3
varie de 1 a 40, la limite se dégrade un peu a basse masse de squark (de ~ 30% a
M; = 45 GeV ), mais reste quasiment inchangée a grande masse.

7.4 Extension a \j;

On va voir dans cette section comment, a partir des limites obtenues sur le couplage
Al11, on peut extraire une limite sur les autres couplages A ;.
Reprenons la table 3.1 du chapitre 3. Le couplage A};; permet de former un squark

iy, ou dp. La section efficace de production d'un squark par ce couplage s’obtient
en sommant :

e la convolution de la section efficace e*d — wy, par la densité de quarks d dans
le proton;

e la convolution de la section efficace etu — dp par la densité de quarks w.

Le couplage A|,; par exemple permet de former les squarks ¢z, et C?R. Les densités
de partons a considérer sont celles du d et celle du ¢. Pour des valeurs données des
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Figure 7.10: Domaines exclus a 95% de confiance dans le plan (pu, M), pour Mg =
150 GeV . Le domaine exclu par la mesure de 'y est également représenté.

parametres du modele, et a masse de squark fixée, les rapports d’embranchement

dans les différents canaux des squarks produits via le couplage A},; sont les mémes

que ceux des squarks @z, et dr produits par Aj;;. Ainsi, les sections efficaces limites

de production de squarks via Aj;; et via A},; sont les mémes.
Pour une masse M de squark donnée, on connait le couplage limite AX7*. On peut
alors calculer, a 'aide du générateur LEGO :

e o111 (M), Ta section efficace de production de squarks via \;,,, évaluée en
)\/lim.
111 ;

o o151 (N), Ta section efficace de production de squarks via M,,,, évaluée en
)\/lim,
111 3

Au couplage limite A}, cherché, on a :

. . o\
tHimy __ tHimy __ tlim 71121
oi(Af1) = o (Ag]) = 0121()‘111))\,2
11
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la derniere partie de 1’équation ci-dessus venant du fait que les sections efficaces de
p q q
production varient comme le carré du couplage. On a donc :

o (M)
o1 (M)

Cette procédure permet donc d’obtenir une limite sur Aj,; par exemple. Compte

Y
)\121 - )\111

tenu du fait que les sections efficaces de production de squarks via Aj;; et Aj,; sont
tres similaires, les limites obtenues sur ces deux couplages sont proches. Ceci est
illustré sur la Fig. 7.11, ou on a pris g = —160 GeV , My = 60 GeV et tan =1,
ce qui correspond & un x§ de 40 GeV , dominé par sa composante photino.
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Figure 7.11: Comparaison des limites d’exclusion a 95% de confiance pour la pro-
duction de squarks via Ny, et Nj5.

Pour les couplages faisant intervenir un quark de la troisieme génération (les
couplages A}, avec j = 3 ou k = 3), cette extrapolation est valable moyennant
certaines restrictions. En effet, pour pouvoir prendre la section efficace limite égale
a celle obtenue pour A}, il faut que les différents rapports d’embranchement soient
égaux. La masse du quark b, qui intervient au carré dans b— bx!, ne peut plus étre
négligée. Ainsi, afin de pouvoir déduire une limite a partir de celle sur A}, nous
allons supposer que le y{ n’a pas de composante higgsino. De plus, nous allons in-
terdire la désintégration ¢ — x7 ¢/, car 1a aussi les composantes higgsino du chargino
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peuvent intervenir. Nous supposerons donc que le squark est plus lourd que le y7.

Les résultats obtenus, pour M; = 150 GeV et pour un neutralino de 80 GeV
de type photino ou zino, avec M(xT) = 160 GeV , sont donnés dans la table 7.1.

Tableau 7.1: Limites de rejet a Uik | Mlim cas y | Aly, cas 7

95% de confiance sur les cou- | N, 0.056 0.048

plages X}, pour Mz = 150 GeV MNis 0.14 0.12

et Mx? = 80 GeV . Lorsque k = Nis 0.18 0.15

3, le X{ est suppos€ ne pas avoir | N, 0.058 0.048

de composante higgsino. Moo 0.19 0.16
Nos 0.30 0.26
Ay 0.05 0.05
AN3g 0.19 0.19
Aas 0.48 0.48

7.5 Limites des autres expériences et limites in-
directes

Les seules limites expérimentales sur la masse des squarks, dans un modele ou la R-
parité est violée par un opérateur LQ)D, proviennent du Tevatron [3]. Les données
dilepton de CDF ont été interprétées pour donner des limites sur les masses des
squarks et des gluinos dans un tel modele. Des squarks plus légers que ~ 100 GeV
sont exclus indépendamment de la valeur du couplage A}.;. Néanmoins, cette limite
n’est valide que dans le cas ou le neutralino le plus léger est un pur photino. De plus,
le résultat a été dérivé en supposant que les cinq squarks autres que le stop sont
dégénérés. Si un squark est substantiellement plus léger que les autres, la section
efficace de production diminue d’un facteur 5, et la limite obtenue est alors proche
~ 64 GeV [4]. Notons par ailleurs que 'expérience ALEPH a récemment mené
une analyse [5, 6] concernant un modele ou la R-parité est violée par un opérateur
LLE. Aucun signal n’ayant été observé, le domaine exclu s’étend jusqu’a Mz/2,
indépendamment du couplage A car c’est viale Z que les particules supersymétriques
sont formées. Ces limites sont donc complémentaires des notres, puisque ce n’est
pas le méme couplage qui est étudié.

Limites indirectes

On trouvera dans [7] une revue des principaux processus qui contraignent indirecte-
ment le modele auquel on s’est intéressé. On va citer ici les limites qui sont le plus
contraignantes.

Si un opérateur L;Q;Dy brise la R-parité, par exemple avec 1 = j = k = 1, la
valeur de couplage A|;; est limitée pour ne pas violer I'universalité des courants
chargés. En effet, le nouveau couplage permet des contributions supplémentaires
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pour le processus u — dev. (voir Fig. 7.12). En demandant que les mesures ex-
périmentales de 1'unitarité de la matrice de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa soient en
accord a moins de 20 avec les prédictions du modele supersymétrique considéré, on

(b) g

Figure 7.12: Contributions du Modéle Standard (a) et de Uopérateur LQD au pro-
cessus u — dev.

obtient la contrainte suivante :
<003 (7.4)
HE ="771100 GeV ‘

Par ailleurs, les opérateurs L) D peuvent contribuer aux asymétries avant-arriere
mesurées dans les collisions ete™. Ceci apporte les contraintes :

T <045 % E=1.2.3
12k = 100 GeV o

]\4~
Mo, <0.26 <7 )
123 = 100 GeV

De plus, la mesure de la violation de la parité atomique conduit a la limite :

]\4~
Ny <026 [ —— 1t
= (100 GeV )

Récemment, des limites indirectes contraignantes sur Aj;; ont été déduites des ré-
sultats expérimentaux concernant la désintégration double-beta du germanium “Ge
sans émission de neutrinos [8]. En effet, dans un modele supersymétrique ou la
R-parité est violée par L;Q,D;, on a des contributions & la désintégration 0v33
mettant en jeu des particules supersymétriques. Un exemple de ces contributions
est représenté sur la Fig. 7.13. De la limite inférieure expérimentale sur le taux de
désintégration 035 du ©Ge, on déduit :

N 2 N 1/2
Ao <3.9x%107* ( di ) ( 4l )
= 2 100 GeV /) \100 GeV
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Figure 7.13: Contributions supersymétriques a la désintégration OvfB(3, lorsque

A 7 0.

Ainsi, sauf si les gluinos sont extrémement massifs, ces limites excluent largement la
zone de couplage que 'on peut sonder a HERA sur A{;;. Par contre, aucune limite
sur un autre couplage A|;; ne peut étre déduite de ce processus.

Ainsi, nos limites directes sur Ay, et A5, sont nettement meilleures que les
limites indirectes existantes.
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7.6 Limites de rejet pour la production de stop

La recherche d’un stop léger a été menée en supposant qu'un couplage de K, X5,
avec k =1 ou k = 2, est non nul. Le stop peut alors étre produit :

e ou bien par résonance, par fusion entre le positron incident et un quark venant
du proton;

® ou bien par paire, par fusion photon-gluon.

De plus, I'analyse a été conduite en supposant que le stop se désintegre uniquement
par violation de la R-parité. On a vu au chapitre 3 que cette hypothese est peu
restrictive, tant qu’un couplage |5, est non nul.

Dans le cas ou le stop est produit par résonance, I'analyse est simplifiée par
rapport au cas général de production résonante de squarks. En effet, seul le canal
S1 est alors a considérer. Le spectre de masse dans le canal S1 ne présentant pas
d’exces par rapport aux prédictions du Modele Standard, une limite dans le plan
(masse du stop, couplage Nj5;) a été dérivée. Le domaine exclu a 95% de confiance
est situé au-dessus de la courbe en trait plein représentée sur la Fig. 7.14. Cette

OJ:
~—— L
N i
o
o b
N
RQ10 —
~ r
-2
10 = —
I region exclue | |
I pour A\ |
-3
10 Lo

1 M, (Gev)

Figure 7.14: Limites d’exclusion pour la production de stop se désintégrant par vio-
lation de R-parité.

limite est valide tant que le stop est plus léger que le chargino Y7, et tant que :

mfl S Mtop + MX? )
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de sorte que la désintégration #; — tx? soit interdite cinématiquement. Ainsi, si
my, 2> My, ~ 180 GeV , c’est-a-dire si on est au-dela de la ligne pointillée représen-
tée sur la figure précédente, il faut que le neutralino yY soit suffisamment massif
pour que notre courbe limite reste valide.

La recherche d’un stop léger produit par paire, par fusion photon-gluon, permet
d’étendre le domaine exclu pour les tres basses masses. En effet, la section efficace
de ce processus ne dépend pas du couplage \j;.. On peut donc exclure une plage de
masses pour le stop, indépendamment du couplage de /£,. La zone exclue par cette
analyse correspond au domaine hachuré sur la Fig. 7.14. Ainsi, un stop de masse
9 GeV < my; <244 GeV est exclu a 95% de confiance, si il se désintegre par [£,.
Vers les basses masses, on est limité par 'efficacité de notre sélection, de sorte qu'un
stop de masse comprise entre 0 et 9 GeV n’est pas exclu par notre analyse. A plus
“orande” masse, c’est la section efficace de production d’une paire de stops qui est
rédhibitoire.

Comparaison aux limites existantes

Des recherches de stop léger ont été menées aupres des expériences du LEP. Dans
ces analyses, 'hypothese de conservation de la R-parité est adoptée. Or, on a vu au
chapitre 3 que si le stop peut se désintégrer par £, c’est ce mode de désintégration
qui sera dominant. Des lors, les limites obtenues par les expériences du LEP, en
cherchant le stop via sa désintégration #; — cx?, ne peuvent pas étre comparées &
celles présentées ici. Néanmoins, la limite obtenue sur la masse du stop provenant
de la largeur du Z est toujours applicable, que la R-parité soit conservée ou non.
Cette limite est présentée sur la Fig. 7.15, en fonction de I’angle 0, de mélange des
stops, défini au chapitre 3. On voit que pour une large plage de valeurs de 1’angle
de mélange #;, aucune limite n’est donnée par le LEP pour le stop se désintégrant
par violation de la R-parité. En effet, on a vu au chapitre 3 que le couplage du 7
a une paire stop-antistop s’annule pour une certaine valeur de 6; (pour 6, = 0.98
rad). Autour de cette valeur en 6, la section efficace de production d’une paire
stop-antistop via le Z est trop faible pour qu’un stop, méme tres léger, puisse étre
exclu.

Ainsi, notre analyse a permis d’exclure un domaine qui ne 1’était pas auparavant.
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Figure 7.15: Limites d’exclusion pour la production de stop obtenues par l'expérience
ALEPH. Les régions hachurées correspondent a la zone interdite du fait des con-
traintes sur la largeur du boson Z. La région grisée est exclue pour un stop se
désintégrant en cx’.
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Conclusions et perspectives

L’étude présentée dans cette these concerne une extension supersymétrique du Mod-
ele Standard ou la R-parité n’est pas conservée. On va ici rappeler les principaux
résultats obtenus, voir comment cette analyse peut étre généralisée, et ce qu’on
pourra attendre avec davantage de luminosité. On verra ensuite quel est le potentiel
de HERA pour d’autres processus de production de particules supersymétriques.
Enfin, une rapide revue sur ’avenir proche des recherches de la supersymétrie est
présentée en conclusion.

Conclusion sur ’analyse présentée

Nous avons recherché des squarks produits par résonance dans le cadre du Modele
Standard Supersymétrique Minimal, avec violation de la R-parité. Cette recherche
porte sur les données accumulées par 'expérience H1 en 1994, correspondant a une
luminosité de o~ 2.8 pb™'. Les différents modes de désintégration des squarks, con-
servant ou non la R-parité, ont été étudiés, chacun donnant lieu a une analyse
particuliere. Un exces d’événements, concentrés a des masses invariantes de 'ordre
de 70 GeV , est observé dans le canal et +jets. Cet exces peut étre mis en parallele
avec 'exces observé sur les données de 1993, dans le canal e™ + 1 jet, autour de la
meéme valeur de masse invariante.

De plus, un candidat intéressant et P — put X a été observé, de cinématique com-
patible avec I’hypothese d’un squark se désintégrant en chargino.

L’exces observé dans le canal et 4+ jets est intéressant, mais pas suffisamment signifi-
catif, compte tenu de notre connaissance du bruit de fond de diffusion profondément
inélastique a des ordres élevés en ag, pour permettre de mettre en évidence un sig-
nal.

Des limites de rejet dans le plan (Mg, A'), X étant le couplage violant la R-parité
et permettant de former un squark par résonance dans les collisions eP, ont été
dérivées. Pour un couplage X' de l'ordre du couplage électromagnétique, I’existence
de squarks de premiere génération de masse M;2240 GeV sont exclus a 95% de
confiance. Pour la dérivation de ces limites de rejet, une étude en fonction des
parametres du modele a été réalisée. Elle montre que les limites obtenues ne dépen-
dent pas trop des valeurs de ces parametres. De plus, des limites sur les couplages
violant la R-parité et permettant de former des squarks de 2:°™¢ ou 3¢ génération
ont également été obtenues, élargissant considérablement le domaine exclu par les
recherches indirectes.

Nous avons également étudié la production de stops légers, produits par paire par
fusion boson-gluon, et se désintégrant par violation de la R-parité. Aucun signal n’a
été observé, et des limites de rejet sur la masse du stop ont été dérivées. Ces limites
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sont complémentaires de celles obtenues par la recherche de squarks produits par ré-
sonance, car la section efficace de production de paires de squarks ne dépend pas du
nouveau couplage X'. Ainsi, des masses de stop 9 GeV < Mstop < 24.4 GeV sont
exclues a 95% de confiance, tant que le couplage A’ n’est pas trop faible de sorte que
le stop se désintegre uniquement par violation de la R-parité. Cette analyse étend
le domaine exclu par les autres expériences, car, pour certaines valeurs de ’angle
de mélange des deux états du stop, aucune limite n’est donnée par le LEP pour des
stops se désintégrant par violation de la R-parité.

Perspectives

Nous avons vu en quoi la phénoménologie de la supersymétrie avec violation de la
R-parité dépend de la nature du faisceau de leptons incidents. Dans le cas ou HERA
délivre des électrons, 'analyse est simplifiée et, en 1’absence de signal, les limites
de rejet que 'on peut espérer sont meilleures que celles attendues avec un faisceau
de positrons, a luminosité équivalente. Néanmoins, si les leptons incidents sont des
positrons, des topologies tres spectaculaires sont attendues : il serait plus facile
de mettre en évidence la supersymétrie avec des et qu’avec des e”. Comme il est
prévu de continuer a prendre des données avec un faisceau de positrons, il sera tres
intéressant de reproduire cette analyse avec davantage de luminosité. Par ailleurs,
il est prévu [1] de généraliser cette analyse aux cas ou la particule supersymétrique
n’est pas un neutralino. Les cas ou la LSP est un gluino, un chargino ou un squark
seront envisageés.

Signalons qu’avec la luminosité accumulée en 1994, une recherche de production
associée de squarks et de sleptons a pu étre menée pour la premiere fois a HERA,
dans le cadre du MSSM avec conservation de la R-parité [2]. Aucun signal n’a été
observé, mais les limites de rejet obtenues étendent le domaine exclu par les autres
expériences.

Notons de plus que si les squarks sont tres lourds, mais les sleptons assez légers, il
n’est pas exclu de voir un signal a HERA. Des sleptons légers ne peuvent pas étre
produits a HERA par violation de la R-parité (les termes violant la R-parité doivent
étre invariants de jauge, donc entre autres conserver la couleur, ce qui interdit de
former un slepton par résonance entre un quark et un lepton). De telles particules
ne seraient donc produites [3] que par un processus conservant la R-parité. Mais si
celle-ci est violée par un opérateur L;Q; D}, (ce qui est le couplage “de prédilection”
de HERA), les sleptons peuvent ensuite se désintégrer via £, en deux jets. La pro-
duction associée d’un slepton et d’un neutralino ou d’un chargino donnerait alors
des états finals multijets, similaires a ceux étudiés au chapitre 6. Malheureusement,
il faudrait attendre une luminosité de ~ 100 pb™" pour mettre en évidence un tel
signal dans le cas ou la masse du selectron est ~ 70 GeV . 1l est alors probable que
de tels sleptons aient été mis en évidence avant, par exemple a LEP200.

Une motivation pour la recherche de sleptons se désintégrant via X peut étre la
suivante. Lors de la prise de données du LEP & v/S = 136 GeV , correspondant &
une luminosité de 5.7pb™!, expérience ALEPH a observé un exces d’événements a
quatre jets pour lesquels les masses des paires de “dijets” sont concentrées autour de
55 GeV [4] (les jets sont apariés de sorte que la différence entre la masse invariante
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de la premiere paire et de la seconde soit minimale). Si la R-parité est violée par
un couplage A, de telles signatures peuvent venir des processus représentés sur la
figure suivante. A priori, ce processus est possible pour un slepton quelconque (un
sélectron ou un sneutrino). Néanmoins, si un tel exces est da a la production de ép,
on s’attend aussi a ce que des paires de sélectrons droits soient produites, puisque
la masse de sfermions droits est inférieure a celle des sfermions gauches. Le ér ne
pouvant pas se désintégrer via A{,,, il se désintegrerait en électron et neutralino. On
devrait donc voir des événements présentant un électron, un positron et de I’énergie
manquante dans I’état final (dans le cas ou le neutralino se désintegre en dehors du
détecteur), ou bien des événements multi-leptons et multi-jets, ce qui n’est pas le
cas. L’interprétation est donc plus “solide” si on suppose que des sneutrinos sont
produits. En effet, le sneutrino est nécessairement gauche. Si le sélectron est plus
massif que le sneutrino, on pourrait donc observer un exces d’événements dans le
canal multi-jets, et pas d’exces dans les autres canaux.

On trouvera dans [5] les éléments de matrice correspondant au processus ete™ —

Figure 7.16: Processus possibles pour obtenir des €vénements a quatre jets en colli-

sion ete™.

vr, pour les trois familles de sneutrinos. La section efficace de ce processus, en
fonction de la masse du sneutrino et pour différentes valeurs de /s, est représentée
sur la page suivante (la figure est extraite de [5]). Notons de plus que tant que
/s <160 GeV , le bruit de fond WW est relativement supprimé devant la produc-
tion de sneutrinos pas trop massifs.

Cet exces d’événements n’ayant pas pour l'instant donné lieu a une publication,
nous ne savons pas si cette interprétation peut étre éliminée trivialement, par des
distributions angulaires par exemple. Signalons par ailleurs que les autres expéri-
ences du LEP n’observent pas un tel exces localisé en masse de dijets.

288



5
4_
— B
fle) -
Z [
8_
s
N L
N .
1 n
+ =
@ i
L i
© L
1_
O_I

_|_

Figure 7.17: Section efficace de production de v, en collisions eTe™.

Perspectives aupres des futures expériences

C’est essentiellement dans le cadre ou la R-parité est conservée que des études ont
été réalisées, concernant ’avenir de la supersymétrie aupres des futures expériences.
Au LHC, c’est essentiellement la recherche de gluinos qui sera intéressante. A
VS = 16 TeV, le domaine que I’on pourra sonder en masse de gluinos avec une
luminosité de ~ 10® pb™! s’étend jusqu’a 1.5 TeV !

Notons que, avant la mise en service du LHC, des traces d’une nouvelle physique
pourraient se manifester dans les mesures de précision effectuées au LEP par exem-
ple. Les tests effectués au CERN, dans leur majorité, confirment avec une grande
précision les prédictions du Modele Standard. Seules les valeurs de R, (le rapport
de la largeur de désintégration du Z en bb a la largeur hadronique totale du 7) et
de R. dévie notablement du Modele Standard. Cette déviation pourrait étre diie a
I'identification des quarks b, mais, si elle persiste, pourrait aussi signer ’existence
d’une physique au-dela du Modele Standard. En particulier, ’addition de contribu-
tions supersymétriques & I'(Z — bb) permet de rapprocher la valeur théorique de la
valeur expérimentale. Ainsi, la confirmation éventuelle de cette déviation incitera a
rechercher activement des particules supersymétriques aupres des accélérateurs.
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