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UNE INTRODUCTION A LA SYMETRIE CHIRALE

Marc KNECHT

Centre de Physique Théorique
CNRS-Luminy, Case 907
F-13288 Marseille Cedex 9, France

RESUME : Ces notes de cours se proposent de fournir une introduction aux idées et aux
concepts de la symétrie chirale et de sa brisure spontanée dans le cadre de la cliromo-
dynamique quantique comme théorie fondamentale des interactions fortes. Les symétries
globales du lagrangien de QCD et les courants de Noether associés sont discutés en détail.
Apres une discussion des identités de Ward qui en découlent pour les fonctions de Green
de QCD. les aspects théoriques liés & la brisure spontanée de la symétrie chirale sont
examinés. Les déviations a la relation de Goldberger-Treiman et une discussion de leur

importance fournissent une illustration phénoménologique.

ABSTRACT : These lecture notes are meant to provide an introduction to the ideas and
concepts of chiral symmetry and spontaneous chiral symmetry breaking within the frame-
work of QCD viewed as the fundamental theory of strong interactions. The symmetries
of the QCD lagrangian and the properties of the associated Neether currents are discus-
sed in detail. After the treatment of the corresponding Ward identities for QCD Green’s
functions, the theoretical issues related Lo the spontaneous breaking of cliral symmetry
in QCD are addressed. Finally, deviations from the Goldberger-Treiman relation are used

as a phenomenological illustration.




1 Introduction

L'objet de ce cours est I’étude de certains aspects des interactions fortes dans le
domaine des basses énergies, c'est-i-dire lorsque les énergies typiques E mises en jeu sont
petites par rapport a une échelle hadronique caractéristique Ay de 'ordre de 1 GeV.
Le cadre de notre étude est fourni par la Chromodynamique Quantique (QCD), une
théorie des champs quantique et relativiste qui décrit les interactions fortes en termes
de degrés de liberté fondamentaux que sont les quarks et les gluons. Dans le domaine
cinématique auquel nous nous intéressons, ceux-ci interagissent fortement et sont confinés
a I'iniérieur des hadrons. Il n'est donc pas possible de se contenter du cadre perturbatif
habituel, c’est-a-dire un développement en puissances de a,, la constante de couplage des
interaciions fortes. Bien au contraire, un recours 4 des méthodes non-perturbatives est
mévilable. Une possibilité consiste a discrétiser le lagrangien de QCD pour le mettre
sur un réseau fini. Dans cette théorie tronquée 4 un nombre finj de degrés de liberte,
les masses, les constantes de désintégration et autres éléments de matrice hadroniques
peuvent, en principe, étre calculés par une moyenne sur des configurations gluoniques
et fermioniques générées numériquement par un ordinateur. Cette approche, ainsi que
les difficultés liées, par exemple, & la nécessité de prendre la limite du continu (maille
du réseau tendant vers zéro) et du volume (taille du réseau) infini, sont discutées dans
le cours donné par P. Guichon a cette école. Les méthodes dont il sera question dans
ce cours sont a la base de ce qui est appelé la théoric des perturbations chirales. Elles
reposent sur une exploitation systématique de certaines propriéiés de symétrie de la QCD,
qui seront décrites dans la section 2, combinées avec les principes généraux de la théorie
des champs et de la théorie de la matrice S @ invariance de Lorentz, causalité, analyvticité,
unitarité et croisement. La théorie des perturbations chirales puise en fail ses origines
dans les technigues dites d’algébre des couranis [1, 2, 3} développées dés le début des
années soixante, bien avant 'avénement de QCD [4] en 1973. Les courants dont il est
question dans ce coniexte sont les parties hadroniques des courants vectoriels et axiaux.
Ceux-ci sont sondés dans les désintégrations faibles des mésons et des barvons dans le
cadre du Modéle Standard, ou de son approximation a basse énergie, la théorie de Fermi

Ces inéthodes procedent également de certaines propriétés du spectre hadronique et

que nous rappelons hrievement.

¢ L'étude du spectre des mésons et des baryons montre que ceux-ci s’organisent

en multiplets quasi-dégénérés. Ce sont d’abord les multiplets d’isospin, dou-

blets (1, p) ou (Z7,2Y), triplets (=, 7, ), (p7,p% pT)ou (27,50, £4) qua-




druplets (A7, A% At At+) etc. Cette symétrie d’isospin est presque parfaite,
les écarts des masses par rapport a la masse moyenne & l'intérieur d’'un méme
multiplet sont typiquement de I'ordre de 5% en valeur relative. A leur tour,
ces multiplets d'isospin s’organisent & l'intérieur de structures plus vastes,
des octets, comme (m, K,n), (p, A*,w) ou {N,Z,Z,A), des décuplets, etc.
Gell-Mann et Ne'eman [6] proposérent d’attribuer ces régularités du spectre
a 'existence d’une symétrie SU{3)v, qui possede précisément des représenta-
tions irréductibles de dimensions §, 10, etc. Les générateurs de cette symétrie
sont identifiés aux mémes courants vectoriels qui décrivent les désintégrations
faibles des hadrons. Cette symétrie de “I'Octuple Voie” ( Eightfold Way) 7] de
Gell-Mann et Ne'eman est moins exacte que la symétrie d’isospin : les écarts

de masse a l'intérieur des multiplets sont typiquement de V'ordre de 10 & 30%.

o Le second aspect marquant du spectre hadronique concerne “I'insoutenable
légereté du pion” : alors que tous les états mentionneés a I'instant (sauf les me-
sons A" et ) possédent des masses qui sont typiquement de Pordre d’une échelle
caractéristique Ay ~ 1 GeV, le pion est hui beaucoup plus léger, M, ~ 140
MeV. Une explication “naturelle” de cette situation a été proposée par Nambu
des 1960 [8] : les interactions fortes seraient en fait invariantes sous une symé-
trie approchée SU{2) x SU{(2), engendrée par les courants vectoriels d’1sospin
et leurs partenaires axiaux. La brisure spontanée de cette symétrie produit
une particule légere, le pion, dont la masse serait strictement nulle dans un
monde o1 cette symétrie SU(2) x SU(2) serait exacte. Cette approclie permet
éealement de rendre compte naturellement d’une relation entre la constante
de désintégration du pion et la coustante de couplage pion-nucléon obtenue
deux années auparavanl par Goldberger el Treiman [9], et sur laquelle nous

aurons l'occasion de revenir.

La combinaison des propositions de Gell-Mann-Ne’eman et de Nambu meéne done a
supposer qu’il existe un groupe de symétrie approché SU(3), x SU(3)r ! sous lequel les
mteractions fortes sont invariantes dans une certaine limite, mais dont seule une partie,
le sous-groupe SU(3)y de Gell-Mann et Ne'eman, est visible dans le spectre. Notre tache
consistera a replacer cette analyse dans le cadre de 1la Chromodynamique Quantique, qui
décrit les interactions fortes en termes de degrés de liberté fondamentaux, les quarks et les
gluons. Au niveau du lagrangien de QCD, la symétrie SU(3)y de Gell-Mann et Ne'eman
apparait dans la limite ou les masses des saveurs les plus légéres, les quarks wu, d et s, ont

des valeurs égales. Les violations d’isospin et de SU(3)y sont produits par les différences

' La signification des indices L="left” et R="right” sera expliquée plus loin.




des masses des quarks, my — m, et m, — (m. + my}/2. L'observation, dans le spectre
hadronique, des traces de ces symétries quasi-exactes ne s'explique que si ces différences
de masses de quarks sont petites par rapport & ’échelle Ay ~ 1 GeV. Pour retrouver la
symétrie plus grande SU(3),, x SU(3)g requise par la suggestion de Nambu, il ne suffit pas
de se placer dans 'approximation on les quarks u, d et s sont simplement dégénérés, mais
il faut en plus prendre la limite de masse nulle My = my = m; = 0. Dans cette limite,
les mésons pseudo-scalaires m, K et 7 deviennent les bosons de Goldstone de la brisure
spontanée de SU(3), x SU(3)g vers le sous-groupe SU(3)y de Gell-Mann et Ne’eman. La
légereté du pion est alors une conséquence de ce que , dans le monde réel, les masses des
quarks u, d et s elles-mémes, et pas seulement leurs différences, sont petites par rapport &
Iéchelle caractéristique Ay ol sont formés les “véritables” états liés, ceux qui ne sont pas
des bosons de Goldstone. Autrement dit, les effets dus aux masses My, My et m, peuvent
étre traités comme des perturbations par rapport 3 la limite ou elles seraient nulles.
Nous avons déja évoqué le fait que certains de ces aspects des interactions fortes et
du spectre hadroniques étaient étudiés avant méme que la Chromodynamique Quantique
ne soit introduite. Notre objectif sera de comprendre non senlement dans quelle mesure
ils sont compatibles avec ce que QCD nous apprend sur la structure des interactions
fortes au niveau fondamental, mais surtout, dans quelle mesure ces propriétés sont en fait
des conséquences de QCD. Dans la section 2, nous étudions en détail les symétries du
lagrangien de QCD dans la limite ol les masses des quarks légers u, d et s sont nulles. La
section 3 est consacrée aux identités de Ward, qui sont des contraintes que les syImétries
globales continues imposent aux fonctions de Green des courants de Noether qui leur
sont. associés. Nous montrons ensuite, dans la section 4, qu'en QCD la brisure spontanée
de la symétrie SU(3)p x SU(3)g vers le groupe SI/(3)y est une conséquence directe de
ces 1dentités de Ward et du confinement. La section qui suit traite des déviations aux
relations de Goldberger-Treiman dans Poctet des baryons. Nous montrerons comment ces
quantités sont susceptibles de nous fournir un acces expérimental direct  certains aspects
non-perturbatifs de QCD, liés a la structure chirale du vide. Enfin, la derniére section

offre un résumé succinet des idées essentielles développées dans ces pages.

2 La Chromodynamique Quantique

La Chromodynamique Quantique (QCD) [4] décrit les interactions fortes au niveau le
plus fondamental, ot les degrés de liberté sont constitué par les quarks et les gluons. Elle
est basée sur une invariance locale par rapport 4 un groupe de jauge non-abélien SU(3)¢
(couleur). Les hosons de jauge (gluons) interagissent entre eux, et sont également couplés

a des fermions, appelés quarks [10], qui se trouvent dans la représentalion fondamentale




du groupe de jauge SU(3)c. Dans le cadre du Modéle Standard avec trois générations, il
Y a six saveurs de quarks distinctes. Le lagrangien qui décrit leurs interactions est donné
par

Locp = Lgtwons + Louarks + Lor + Lpp . (2.1)

Les deux derniers termes, Lgr et Lrp, décrivent respectivement le fixage de la jauge et
le terme de Faddéev-Popov qui fui est associé. Nous ne préciserons pas davantage ces
termes, et par la suite nous ne rencontrerons que des opérateurs invariants de jauge et
qui ne dépendent pas des fantomes de Faddéev-Popov. De tels opérateurs coustituent les
observables de QUD. La partie de Locp qui décrit la dynamique des gluons est donnée

par

1 ¢
Cgluons = _..ZG;UGG,W _ 9 Ycp s o o (2_2)

§4r? e

oll g désigne la constante de couplage de QCD (a, = g*/4n). Les indices y et v sont des
indices de Lorentz ?, o est un indice de couleur dans la représentation adjointe du groupe
de jauge SU(3)c, a0 =1, ..., 8, et

= 0,60 < 0,G + g [P GEGT (2.3)
Dauns la formule précédente, nous avons désigné par %7 les constantes de structure du
groupe de jange SU(3)c. Le second terme de (2.2), caractérisé par 'angle du vide bocp,
est un terme lopologique, qui ne contribue pas aux équations du mouvement, mais dont
la présence conduit & des violations de T (opération de renversement du temps) et de P
{opcration de parité). Ainsi, ce terme induit, par exemple, un moment dipolaire électrique
du neatron

dﬂ ~d % lﬂ_m GQ('[} [N & F TN

Les limites expérimentales actuelles sur cette quantité [11],

|d,,_| S I x 1073 ¢ - en

1

conduisent & une valeur extrémement petite de I'angle du vide de QCD

10ocpl S 10710 (2.4)

Pour une discussion plus détaillée des aspects théoriques liés a la présence du terme to-
pologique dans le lagrangien gluonique (2.2), voir [12]. Les aspects phénoménologiques

relatifs & dgep (violation de CP dans les interactions fortes, axion...) sont discutés daus

- .y - - -
= Dans ce cours, nous utiliserons la signature {+, —, —, —) pour la métrigue de Lorente,

fuba |




[13). Dans ce qui suit, on négligera les violations possibles de 7 et de P dans les interac-
tions fortes (ce qui représente une tres bonne approximation), et on posera fgcp = 0. Le
second terme de Lgcp contient interaction des quarks avec les gluons. Pour la suite du
cours, il est commode de ’écrire sous la forme suivante

-'Cquarks = ED + ﬁmasses » (25)

quarks

avec

Loaris = 2, QUP-Mo)Q+ S G@pqg, (2.6)

Q=cb,t g=u,d,s

et le terme de masses des quarks légers a été écrit a part,

Loasses = —myiin — madd — m,5s | (2.7)

Le couplage minimal des quarks aux gluons est contenu dans la dérivée covariante

ﬂ = ’y’uDﬁ_ y DH = au — ’Lg GzT“ (28)

Les matrices T, avec o =1, ..., § désignent les générateurs de SUV(3)c dans la représenta-
tion fondamentale. Elles agissent sur chaque triplet de couleur «, ..., ¢/, ot les indices 7 at
3 varient dans 'ensemble des couleurs (1, ) = rouge, bleu, jaune), et vérifient les relations

de commutation

[T, T%] = iferry (2.9)

Les indices de couleur. et les indices de Dirac des quarks n’ont pas été écrits explicitement
dans les équations précédentes, et seront en général omis par la suite.
Au total, le lagrangien de la QCD dépend donc de sept paramétres libres (huit s
on v inchit dgep ), une constante de conplage et six masses,
2
g (1)

() = yp s M) L My(p) M) yng ) (g} Jog(pe) {2.10)

Ces quantités, qui correspondent ici anx grandeurs renormalisées, dépendent d’une échelle
¢ ot d'un schéma de renormalisation. Les valeurs de ces parametres ne sont pas fixées
dans le cadre du Modéle Standard, et doivent étre déduites des données expérimentales.
Nous verrons par la suite que certains processus hadroniques a basse énergie permettent.
d" obtenir des renseignements sur les rapports des masses des quarks légers. Ces rapports
ne dépendent pas de Péchelle yr dans des schémas de renormalisation tdépendants de
masse comme MS.

En plus de Plnvariance sous les transformations locales du groupe de jauge SU/(3)c,

le lagrangien Lyep est également invariant sous action d’un groupe de symétries globales
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Gyiobat- Ce groupe des symétries globales G501 dépend des valeurs relatives des masses
des quarks. Si, a une échelle u donnée, elles sont toutes différentes et non nulles, G ylobat
est donné par un produit de facteurs U(1) qui correspondent & la conservation de chacune

des saveurs de quarks, soit :

Gatobat = U(1)u x U(L)a x U(1)s x U(1)e x U(1)y x U(1)¢ . (2.11)

Si deux ou plusieurs saveurs de quarks sont dégénérées, le groupe des symétries globales
Ggiobat devient plus grand. Par exemple, st m, () = mg(pe), on peut effectuer des transfor-
mations linéaires qui mélangent les saveurs u et d, ce qui correspond & I'invariance sous
le groupe SU(2)y des transformations d'isospin. A ces symétries continues s’ajoutent
{lorsque 8ycp = 0} les symétries discretes, P (parité), 7 (renversement du temps), et C
{conjugaison de charge).

Dans ce cours, et pour les raisons déja évoquées dans l'introduction, nous serons
amenés a adopter le point de vue suivant : les masses des quarks u, d et s sont supposées
étre suffisamment petites pour pouvoir étre traitées comme des perturbations. De facon
plus précise, nous supposons que ces masses sont faibles comparées a la masse typique Ay

des états hadroniques tels que le nucléon, ou le méson rho, par exemple,

ng(Ap) < Ay ~ My, M, M., ... ~1GeV (¢=u,d,s). (2.12)

Autrement dit, L6505 defini plus haut sera considéré comme une perturbation, 'appro-

ximation d'ordre zéro étant le lagrangien de QCD dans la Limite chirale,

‘CQC"D = E%CD + L:'nm.s.s'cs [ C%(‘,‘D = L"QCD‘:)].u:'rnd.:nlg:l) . (213)

Ih point de vue des syiétries globales, le passage a la limite chirale représente un chan-
gement tres important (les symétries locales ne sont bien évidemment pas affectées, G
reste égal a SU(3)). En effet, le groupe des symétries globales GU, .., de L est
heaucoup plus grand que celui de Loep, puisque

GO = SUYL x SUB)g x ULy x U(1). x U(1) x U(1), . (2.14)

(el accroissement de symétrie trouve son origine dans une particularité bien connue des
fermions de masse nulle, a savoir que les projections définies a l'aide de la matrice 45 =

0.1.,2..3 .
(7991 pa

1
I+ aw=g5(l-w)g, g=gr+ar, g=ud s, (2.15)

Bl ] o

fn = ;




sont découplées. Cette propriété, qui est triviale & vérifier dans le cas d’un fermion libre

de masse nulle, pour lequel le lagrangien de Dirac s’écrit
q(z)i Pq(z) = gr(=)i Pen(z) + qo(z)i Pe(a)L | (2.16)

est a 'origine de la syméirie chirale en QCD. Remarquons d’abord que le lagrangien (2.16)
conserve séparément le nombre de fermions correspondant 2 chaque projection, alors que le
lagrangien d'un fermion massif, ¢()(i #— m)g(z), ne conserve que le nombre fermionique
total. Ensuite, notons également que pour des fermions de masse nulle les projections
(2.15) coincident aussi avec les projections d’hélicité droite et gauche, respectivement.
C’est pourquoi on parle des projections de chiralité droite et de chiralité gauche, de limite
chirale et de symétrie chirale 3. Ce découplage des projections de chiralité (ou d’hélicité)
droite et gauche n’est pas affecté par la présence du champ de jauge gluonique. En effet,

le lagrangien de QCD dans la limite chirale peut s’écrire sous une forme équivalente,

guarks = Z Q (EQ - ‘A'/IQ) Q + Z {qu@(IL + qR?’QQR} ’ (217)

Q=c,b,t g=u,d,s

alors que le terme de masse crée un couplage entre les composantes de chiralités opposées,

Lovasses = —my(agup + Upug) — md(JLdR + d_RdL) —my(3Lsp + Spsy) . (2.18)

Le fait que les projections de chiralité gauche et droite ménent des existences séparées
dans la liunite m, = my = m, =0 permet d’eflectuer des transformations globales inde-
pendantes sur les champs gy et gp et conduit & une symétrie plus grande que celle gui
résulte de la seule dégénérescence des trois saveurs. Si on regroupe fes champs u, d et s

qui correspondent 4 une couleur donnée dans un triplet de saveur

| u'{a2) | () | ul ()
v = | d@ | vk = | de) | e = | dw) | (i)
s'(x) sh(x) sy ()

alors le groupe SU(3), x SU(3)x agit de la facon suivante :
yiple) = Vidp(e) , ¥h(a) = Vegi(a) (2.20)
ou V7 et Vg sont des matrices 3 x 3 unitaires et unimodulaires indépendantes,

ViV = 1=Vt VetV = 1 = ViVt | detVy = detVy = 1 (2.21)

? Le mot chiral vient du grec 7 xeip, qui signifie “la main”.




Ces matrices de SU(3) peuvent encore s’écrire sous la forme

8 8

? i

V, = e:z:p{—z— Y ajA}, V= eacp{§ 3" agat}. (2.22}
a=1 a=]

Les coeflicients of et of désignent seize parametres réels arbitraires, et les matrices her-

mitiennes et de trace nulle A*, encore appelée matrices de Gell-Mann, sont les générateurs

du groupe SU/(3),

0 1 0) 0 —7 0\ 1 0 0
AM=1|10 M=l i 0 0], NM={0 -1 01,

\0 0 0 L0 0 0) 0 0 0

0 0 [0 0 —i)
M=looco|,X={y00 0|, (2.23)

1 00 \i 0 0 )

00 0) 00 0\ | 1 0 0
M=10 0 M=lo0oo0 —i|,X=—]01 0

| L V3
010 \ 0 : 0 ) 0 0 —2

l'ormellement, les matrices A*/2 coincident avec les générateurs T, mais au lieu d’agir
sur les indices de couleur, elles n'agissent que sur les indices de saveur u, d et s. 1l importe
done de bien faire la distinction entre les divers groupes SU(3) en présence : le groupe de
couleur SU(3)c, et les groupes de saveur SU(3)g et SU(3),. Si nous considérons la limite
on seules les masses des quarks u et d tendent vers zéro, la symétrie chirale est réduite au
groupe SU(2); x SU(2)p, mais le groupe des transformations de jauge reste inchangé.

Les matrices X' satisfont également aux relations de commutation de St/(3),

(A A = 2 geea (2.24)

et sont normalisées par Tr(A*A") = 248%. Les constantes f**¢ sont antisymétriques par
rapport a une permutation quelconque de deux indices. Les relations d ‘anficommutation
des matrices de Gell-Mann sont décrites par les symboles d°" entierement symétriques

par rapport aux permutatious des indices a, b et ¢,
i3 1 4 ab abic y o g 0K
{x ,A}:EJ 4 240N (2.25)

(CCes relations el la normalisation des matrices A% permetient d'exprimer les constantes
7% et d*P sous une forme o1 leurs propriétés de syméirie par rapport aux permutations

d'indices sont explicites.

= %T‘r (D, A7a7) , de = %Tr ({xe, A" ae) (2.26)
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Le groupe de symétrie du lagrangien de QCD dans la limite chirale est donc égal a
SU(3)r x SU(3)r modulo les facteurs U(1) correspondant & la conservation du nombre
baryonique et & la conservation du nombre de saveur de chacun des quarks lourds, que
nous n’écrirons plus explicitement dorénavant. La construction de Noether fournit les

courants associés a ces symétries
a - A" a ——_ A /
Jip=von7de, Jg, = VRV VR - (2.27)

Ces courants satisfont 4 des lois de conservation

g, =0, *Ji, =0, (2.28)

Le courant vectoriel V, de la symétrie U(1)v qui correspond a la conservation du nombre
haryonique s’écrit
l/;l = Eﬂllud’ = ﬂ")’#u + J7ﬂd+ E’YH'S ' (22())

Notons au passage qu’au niveau classique le lagrangien £, est également invariant sous
une symétrie axiale abélienne /(1) 4 qui agit en multipliant les projections ¥g et ¢ par
des phases globales opposées. Le courant de Noether qui correspond i cette symétrie est

donné par

A;a = Uyvsu + d_'}(u'TSd + $Yuvss - (?‘30)

Bien que conservé au niveau classique, ce courant ne l'est plus dans la théorie quantique,

ou sa divergence, au lieu d’étre nulle, devient (pour trois saveurs de masse nulle)

.‘)p 4 3!}’2 Hlpo (‘1:‘.\ WY (() ?l)
(L = — € L . .4
# 327'_2 1t pr

A la place des courants “ganclies” J¢ et “droits” Ji ., on introduit également les
2 L I

couranis vectoriels et axiaux

U u a — A u a a T A g q¢
Vi=Jg, + Ji, = d"yﬂ?yh s Ay =dp, -l = gt'fy,py,r,?g[’ oo, b =1, ..,8, (2.32)

qui, bien évidemment, sont également conservés
DAY YT /R g s
PVI=0, AL =0. (2.33)
Les charges associées a ces courants

Qh(t) = [, &7 Jpya®.5) Qut) = [ 5 Iy o(a,7) (2.34)

0=
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sont indépendantes du temps
d . d ., _
ZORN =0, ZQim =0, (2.35)

De plus, elles satisfont aux relations de commutation de Ialgébre de SU(3) x SU(3)g

@1, QL) = Qs
[O%, Q% = if*™Q% (2.36)
Q%. Q1 = 0.

Ces charges sont les générateurs des transformations de SU(3)y x SU(3)p. Ainsi, leur

action sur les champs de quarks u, d et s est donnée, en conformité avec (2.20), par

n

QL ¥i] = - S¥L, [@rs YRl = =S¥k, [QL, ¥Rl = 0= [Qk, ¥1] . (2.37)

Quant aux courants eux-mémes, ils se transforment de la maniére suivante,

[Q}n JL( )] - 2fmbc‘].[, ) [QR: ']L )] 0
_ (2.38)
[@% JR r)] = ”mbc‘]n [QL JR z)] =0

Notons que les lois de conservations (2.35) permettent de choisir a loisir le temps pour
lequel sont définies les charges dans P'équation {2.34). Par conséquent, les commutateurs
daus (2.36). (2.37) ou (2.38) peuvent étre ramenés i des commutateurs 4 temps égaux,
qui sont a lear tour fixés par les relations d’auti commutation canoniques 3 temps égaux
des champs ferinioniques.

IT est commode de disposer d'une notation qui incorpore le courant. /{1)y. Dans ce
hut. nous étendons le domaine de variation des indices a,b... aux valeurs 0, 1, ..., 8. La
matrice AY sera définie par AY = \/2—/3_ L, ot 1 est la matrice 3 x 3 unité. Les propriétés
de normalisation, Tr{A*A") = 24§, el les relations (2.24) et (2.25) restent encore vraies,
a condition «'étendre les définitions des symboles f** el d*® par
2

= 55"6, a,b=0,1,...8. (2.39)

f(}ub — fcl()b {abu = ’ ttlab _ dan labU
Dans le cas des charges et courauls axiaux, il est entendn que les indices a, b... ne varient
que de 1 & 8, puisque le courant axial singulet de saveur (2.30) A, n’est pas conservé. Le
couraut vectoriel singulet de saveur V,,, par contre, est a la {ois conservé el invariant sous

fes transformations du groupe chiral SU(3), x SU(3)p. La charge Qy associée an nombre

11




baryonique commute donc avec toutes les charges Q% et . En termes des charges
vectorielles (Q}, = Q% + Q%) et axiales (Q% = Q% — Q%), les relations de commutation
(2.36) s’écrivent encore

[Q%/ ¥ Q?/] = ifachf/ ] a‘a b = 0: ey 8
@y, Q% = if™Q%, a=0,...8 b=1, .8 (2.40)
[QGA’ Qf‘l] = ifachi' b a) b = la riey 8 .

Sous cette forme, il apparait clairement que les charges vectorielles Qv,a=1, ..., 8
forment une sous-algébre, qui engendre le sous-groupe diagonal des transformations vec-
torielles SU/(3)y du groupe chiral de SU(3);, x SU(3)g, et qui n’est autre que la symétrie
de “I'Octuple Voie” de Gell-Mann et Ne'eman [6, 7).

Si cette derniére symétrie est effectivement observée dans le spectre hadronique, et
de ce fait, est donc la bienvenue, on pourrait penser a ce stade que nous avons peut-étre
un surplus de symétrie, puisque le spectre hadronique ne manifeste pas de facon évidente
la présence de la symétrie chirale complete SU/(3);, x SU(3)r. En effet, 'action de la

parité transforme une charge “gauche” Q% en une charge “droite” (%,
a a
PQLP =Q%., (2.41)

el vice-versa. On pourrait done conclure qu’a tout multiplet de hadrons de parité bien
définie est associé un autre multiplet, de parité opposée, et dégénére en masse, ce qui
est loin de correspondre & la réalité expérimentale. Pour comprendre cette contradiction
apparente, il convient cependant de se souvenir qu'en théorie des champs (et contrairement.
A ce qui se passe en mécanique quantique, c'est-a-dire pour les systémes a nombre fini de
degrés de liberté), I'existence de charges conservées ne suffit pas pour garantir que la
symeétrie soit visible daus le spectre. En effet, si le théoreme de Coleman [L4] stipule bien

que “U'invariance du vide est I'invariance du moude”, autrement dit, que si une charge @

anmihile e vide, alors elle commute avec le hamiltonien et est douc conservee,

4Q

Q0 >=0 = o

=[Q,H] =0, (2.42)

la réciproque 1'est pas nécessairement vraie :
Q. H] =0 Q0 >=0. (2.43)

En théorie des champs (soit pour des systémes avee un nombre imfini e degrés de liberté )

o1 peul rencontrer deux types de situations :
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i) [Q,H] =0et Q0 >= 0.

Dans ce premier cas, la réciproque du théoreme de Coleman est vraie. On se trouve
alors dans une situation similaire a celle de la mécanique quantique. La symétrie est
visible dans le spectre, qui s’organise en multiplets d'états dégénérés. On dit encore que

la symétrie est réalisée selon le mode de Wigner-Weyl.

i) [Q, H] =0 et Q[0 ># 0,

Ce second cas correspond a une symétrie brisée spontanément : bien que le hamilto-
itien soit invariant, le vide ne l'est pas, et la symétrie n'est alors pas apparente dans le
spectre. On dit qu’elle est réalisée selon le mode de Nambu-Goldstone.

Dans le cadre d’une théorie des champs relativiste, la situation d’une symétrie brisée
spontanément n’est cependant pas sans conséquence pour le spectre des états propres du
hamiltonien. En eflet, dans ce cas s’applique le théoreme de Goldstone [15. 16]. Celui-ct
nous dit gue pour toute charge conservée, associée a une symétrie globale continue, et qui
ne laisse pas le vide invariant, il apparait, dans le spectre de la théorie, une particule de
masse mudle. appelée hoson de Goldstone, et ayant les mémes nombres quantiques que la
charge en question.

Dans la section 4 nous verrons que dans le cas de la symétrie clitrale de QCD, nous
nous trouvons dans la seconde situation en ce qui concerne les charges axiales, et que le

vide de la QCD dans la limite chirale est caractérisé par les propriétés suivantes

QU0 >=0, a=0, .8, ¢ Q40>#0, a=1,.,8. (2.44)

Jusqu'ici. nous avons décrit les symetries de QUD dans la linite clurale. La présence
de masses de quarks m,, my et m, non nulles constitue une brisure erplicile de la symé-
trie chirale. Celle-ci n'est qu'une symétrie approchée de Lo p, approximation d’autant
meilleure que les masses des quarks sont petites. Les courants vectoriels et axiaux corres-
pondants ne sont donc que particllement conserods @ les relations (2.33) deviennent,

oLy e ’\" 3
MV = (M, 5 J4 ., a=0,..8,

et (2.45)

73

— Ar
()'UA;J‘ = l}"{M,T} I’)fg-,l,'{’ , a4 = 1, ...,8.,
ou M désigne la matrice de masse {diagonale) des quarks légers

Mty
M = g . {(2.4G)

T,
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Cette brisure explicite introduit les densités scalaires et pseudo-scalaires
a _'\a a o )\ﬂ

Dans la limite chirale, celles-cj possedent également des propriétés de transformation bien
définies sous action de SU(3)r x SU(3)g,

@V, $*(2)] = if*5%(z), (@3, Sa)] = i P(a) + is/gaﬂbpﬂ(z)
(2.48)

Q% Pa)] = if*P(a), (@4, Pa)] = —id®*5(z) — z'\/géﬂ"s"(r)

Avant d’étudier en détail les conséquences de la symétrie chirale pour QCD et pour
la physique hadronique a basse énergie, il nous faut encore mentionner deux points im-
portants. Le premier point concerne les propriétés a courtes distances (ou ultra-violettes)
des opérateurs composites (invariants de jauge) tels que les courants vectoriels et axiaux,
ou les densités scalaires et pseudo-scalaires. En général, un opérateur composite O{x)
est d’abord défini dans la théorie régularisée, en termes des champs, masses et couplages
non-renormalisés,

ONz) = O(GV(z), ¢z}, ¢!, m @) . (2.49)

ny

Dans la limite oli le régulateur disparait (d — 4 en régularisation dimensionnelle), cette
définition est affectée par des singularités ultra-violettes qui, en général, ne peuvent étre
totalement absorbées dans la renormalisation des champs et des parametres du lagrangien
Popérateur O renormalisé acqulert une “dimension anormale”. En particulier, il dépend

de Iéclielle el du schéma de renormalisation, par exemple

OM3(p) = Zo(r)O(GE, (2), q(x), g}, mqlp)) - (2.50]

La particularité d’un courant conservé réside dans 'absence de dimension anormale -
Zy =1 st @J, = 0. Cette propriété trouve son origine dans les identités de Ward
satisfaites par le courant. Celles-ci seront discutées dans la section suivante. Mentionnons
d’ores et déja que ces identités traduisent, en particulier, les relations de commutation
entre les charges, cf. les équations (2.36) ou (2.40). Celles-ci fournissent des contraintes
non linéaires sur les courants, et on peut donc comprendre aisément que les normalisations
des courants V* et Aj sonl fixées sans ambiguité. Soulignons néanmoins que cette non

renormalisation des courants ne signifie pas que le produit de deur ou plusieurs courants
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sera exempt de singularités & courtes distances. En fait, celles-ci sont déja présentes dans
la théorie libre, et il faudra donc compter avec elles a fortiori en QCD.

Le second point concerne le devenir de ces propriétés a courtes distances des courants
en présence de la brisure explicite de la symétrie chirale par les masses des quarks légers.
Cette brisure est ce qu’on appelle une brisure douce, en ce sens que I"absence de dimension
anormale reste vérifiée méme pour les courants Vi et A% qui ne sont que partiellement
conservés. La raison “technique” réside dans le fait que, dans le cadre d’une théorie des
champs lagrangienne renormalisable (en quatre dimensions) comme QCD, les identités de
Ward associées & une symétrie continue explicitement brisée restent “opérationnelles” si
le terme de brisure explicite dans le lagrangien est produit par un opérateur de dimension
stricternent inférieure & quatre [17]. Dans le cas de Lgcp la brisure explicite est causée
par les opérateurs #u, dd et 3s, de dimension égale A trois. Notons que les densités
scalaires S?(z) et pseudo-scalaires P*(x) possédent des dimensions anormales, mais que
les produits m,S%(x) et m,P*(z) en sont exempts, puisqu’ils réalisent les divergences des
courants vectoriels et axiaux, qui ne sont pas renormalisés.

Ces deux propriétés ne sont pas valables dans le cas du courant axial abélien A,
défini en (2.30) : & cause des corrections quantiques, sa divergence n’est pas nulle méme
dans la limite chirale, mais elle est donnée par 'opérateur PG G, (2.31), qui est de
dimension quatre.

[En résumé, les courants vectoriels et axiaux sont des observables privilégides de
QCD : ils sont invariants de jauge, leurs éléments de matrice entre des états pliysiques sont
définis sans ambiguité & toutes les échelles, et, bien entendu, ils traduisent directement
les propriétés de syméirie globale de la QCD. Rien d’étonnant donc & ce que la suite
du cours soit consacrée & Pétude des propriétés des fonctions de Green construites avec
ces courants et leurs divergences, et de certaines conséquences phénoménologiques qui en

découlent.

3 Identités de Ward de la symétrie chirale

Iin théorie des champs, Pexistence de symétries globales confinues se traduit par
des identités de Ward. Celles-ci consistent en une hierarchie infinie de refations entre les
fonctions de Green qui font intervenir les courants conservés ou partiellement conservés
associés a ces symétries,

Dans le cas de la symétrie chirale de QCD, nous verrous d’abord comment ces
identités s’obtiennent dans le cadre de “Palgébre des courants” introduite par Gell-Mann
[18, 1, 2. 3]. Puis, nous décrirons une approche fonctionnelle qui permet d’obtenir sous

une forme compacte la hiérarchie compléte de toutes les identités de Ward satis{aites par

[u—
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les fonctions de Green des courants vectoriels et axiaux de QCD et de leurs divergences.

3.1 Algébre des courants

Les lois de conservation (2.33) ou de conservation partielle (2.45) des courants de
Noether de la symétrie chirale SU(3),, x SU(3)r fournissent des relations, appelées iden-
tités de Ward, entre fonctions de Green. Pour comprendre l'origine de ces identités,
considérons le cas le plus simple d’une fonction & deux points de deux courants vectoriels

dans la limite chirale
W) = i [ d'se™ <O Vi)V 0)}0 > (3.1)

Pour des valeurs fixées des indices de saveur g et b, cette fonction & deux points est décrite
par seize fonctions I12 (¢) qui dépendent des quatre variables gu. L'invariance de Lorentz
nous permet de réduire la description de cette fonction de Green & deux fonctions d’une

seule variable, 'invariant ¢?,
M5(q) = @ T12(¢%) + nu013(¢%) . (3.2)

Nous allons montrer que la symétrie chirale implique une relation entre 1¢¥(¢?) et ﬁ‘{}’(qz),
et donte que toute l'information sur la fonction de corrélation < O|T{V(2)V2(0)}]0 > est
contenue dans les fonctions 1%(¢*). Avant toute chose, il nous appartient de définir le
produit chronologique (T-produit) qui apparait dans cette expression. Rappelons que, de
facon générale, le T-produit de deux opérateurs locaux Oj(z) et Oy(x) doit, par définition,

verifier la propriéié suivante

O1(x)Oa{y) s1 2% >0

3.3
Oy()Oi(z) st y¥ > 2 (3.3)

T{O(2)O04(y)} = {

Cette propriété ne définit pas T{O{z)Oy(y)} de maniére unique : elle laisse le possibilité
de modifier le T-produit de deux opérateurs par une contribution localisée en 29 = 3°.
Nous serons amenés & faire usage de cette liberté de choix dans un instant. Pour 'heure,

supposons que nous employions le T-produit canonique, défini a Paide de la distribution
#(a) de Heaviside ;

Tt (@) O0a(y)} = 9(2° —y°)OU)Oly) + 8(y° ~ 2°)Ou(3) O\ () - (3.4)

Puisque df(z)/dr = §(x), la suite d’égalités suivante s’établit aisément, :

iq“/ d'z et < Q

Tean{ VI(2)V) ()10 > =
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= = [ d'z et <OTan{VE(2)VEO)}0 >

= - / d'z " < 0|Tean{(3"V7)(x)V}(0)}0 >
- [ #3e <ol [Vp(0,2), VIO o >

= = [ @ze ™ <o [Vp(0,8), V(O] 10> |

ol la derniére relation résulte de la conservation du courant vectoriel. Pour extraire
de cette identité le résultat qui nous intéresse, il nous faut disposer d’informations sur
la valeur moyenne dans le vide du commutateur & temps égaux [1/5“(0,5:'), V;,"(O)] En
partant des relations de commutation (2.40) ou (2.38) entre les charges vectorielles et
axiales et les courants, Gell-Mann [18] avait postulé les relations de commutation i temps

égaux suivantes pour les composantes temporelles des courants :

Vo), W), =iV @)8E- ),
[A3() s AsW)] o = Ve (2)(E ) (3.5)
Vo) s M), = i ANE - )

qui & priori, sont en accotd avec ['invariance de Lorentz et les équations (2.40) et {2.38).
L’extension naive a des relations similaires pour les composantes spatiales des courants,

par exemple,

(Vi) Vib(y)]l_o:yo = [VE(2)(F — )
[A(x) , AM)| ,_ =i f V)8 F - )
(Vii(x) ALY, = 11" A(2)8(F - 7)

=y
est plus problématique. Bien que les relations ci-dessus reproduisent les propriétés de
transformation (2.38) des courants sous I'action de SU(3)p x SU(3)L, elles sont en conflit
avec des propriétés générales de QCD (en fait, de toute théorie des champs locale), a savoir
Pinvariance de Lorentz et la positivité. Ce défaut des relations de commutation naives
avail éle souligné par Schwinger (19), et la forme donnée ci-dessus pour les commutateurs
a temps ¢gaux des courants doit en général étre modifiée par des termes supplémentaires,
appelés “termes de Schwinger”. Ceux-ci refletent les sinpularités & courtes distances des

produits d’opérateurs composites comme les courants. Les relations correcies s’écrivent
[V(0,2), VA(O)] = if"V2(0) 8(7) + SEH(0) P 8() (3.6)

La forme des termes de Schwinger est en partie contrainte par 'invariance de Poincaré
4 P

et la nécessité de reproduire, par intégration sur la variable d’espace #, les commutateurs
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charge-courant 4. Naturellement, des termes semblables apparaissent également dans les
commutateurs qui font intervenir les courants axiaux. Pour une discussion plus détaillée,
voir [20, 1, 2, 3]. Comme le montrent les études effectuées dans divers modéles 11, 2, 3],
les coefficients S2%(z) sont loin d’étre universels.

Les mémes singularités & courtes distances des produits de courants qui sont a
Porigine des termes de Schwinger se manifestent également dans le produit chronologique
d’opérateurs composites : le T-produit canonique de deux ou de plusieurs courants n’est,
en général, pas covariant sous l’action du groupe de Lorentz. Il est possible de remédier
a ce défaut en usant de la possibilité de modifier 1a définition du produit chronologique

pour les temps coincidants [20] :

<O Teeu{O1(2) Oa(m) }[0 > =< 0|Tan{ O1(z)Os(y)}0 > +7(z,y), (3.7)

ou le support de la distribution 7(z,y), qui dépend des opérateurs O, (z) et Oz(x) consi-
déres, est restreint a 2% = y°, de fagon & préserver la définition (3.3) du preduit chronolo-
gique. Par contre, le seul critére de covariance ne fixe pas totalement 7(z,y) : I'addition
d’une terme 7y(z,y) covariant est toujours possible. Compte-tenu de ces modifications
dans les relations de commutation et le produit chronologique des courants, I'identité de
Ward précédente s’écrit

iq* / B e < 0T, {VA(2)V2(0)}[0 > =
= iS“b(O)q + ig* ./d".’l‘f T ety

T

puisque I'invariance relativiste exige < 0|V, 5(0}|0 >= 0. Si la redéfinition 72(x) de la

oy

valeur moyenne dans le vide du T-produit des deux courants Ve(x) et V2(0) peut étre
choisie de facon a ce qu’elle compense la contribution des termes de Schwinger, P'identité

de Ward se rameérne i sa forme “naive”

iq fdh T <O T AV ()VEO)HO > = 0 (3.8)

qui implique le résultat annoncé, ¢*M(¢?) + Met(g?) = 0, soit
H:ﬁ( ) = (quq — nawq )H (q ). (3.9}

De la méme fagon, et sous la méme réserve de compensation entre termes de Schwinger
et contributions non covariantes au produit chronologique, on montre que la fonction de

corrélation de deux courants axiaux est également transverse,

i f T <O AL @AM > = (4 ) TR (3.10)

* On peut done euvisager des termes de Schwinger avec des dérivées de la fonction 3(x) d’ordre
supérieur 3 un. Nous ne les avons pas écrits par souci de simplification.
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5’1l est possible de montrer, & partir d’arguments trés généraux [20, 3], qu’il existe
toujours un choix de 722(z} qui permette de reproduire les identités de Ward naives pour
les fonctions a deux points, ce n'est déji plus le cas pour les fonctions & trois points.
L’existence de ces contributions “anormales” aux identités de Ward a d’abord été mise
en évidence par des calculs perturbatifs dans le modéle & linéaire [21] et en électrody-
namique [22]. Si les conséquences phénoménologiques des identités de Ward anormales
sont intéressantes en soi, elles montrent également qu'une approche basée unigquement sur
des considérations de symétrie est déficiente, dans la mesure ol elle ne contient aucune
information sur les propriétés a courtes distances. L'intérét de disposer d’une théorie
sous-jacente des interactions fortes, ce qui n’était bien évidemment pas la cas & I'époque
héroique ot les techniques d’algébre des courants furent développées, réside dans la possi-
bilité d’exercer un contrdle sur les aspects a courtes distances de la théorie, du moins dans
le cadre perturbatif. En particulier, dans QCD, les contributions anormales & certaines
identités de Ward peuvent étre obtenues de maniére exacte par un calcul perturbatif a
I'ordre le plus bas, le résullat n’étant pas modifié par les corrections gluoniques. Nous ne
présentons pas la démarche et le résultat général de cette analyse [23, 24, 23],

Mentionnons pour clore cette section, que dans le cas ol on se trouve en présence
de symétries approchées, comme la symétrie chirale de QCD dans le monde réel. avee des
quarks massifs, ces identités de Ward fournissent des relations entre fonctions de Green
gut decoulent des relations de conservation partielle {2.45), qu’il est commode d’écrire

sous la {orme

VI r) = DY(x), a=0,..,8,
(3.11)
A"ANx) = Di(x), a =1, ....8,

avec. cf. (2.45)
() = frMES(e), DY(x) = dMMEP () (3.12)
et M =Tr(MM). a =0, ..., 8, soil

]
V3

Alnsi, les deux identités de Ward précédentes devieunent

. 2
M = (e, —ng) . MP = (e, +10g —2rm,), MY = \/;(mu +mytmg) . (3.13)

' | ' e < QT V) VIO NN > =

2IVHO O > (3.14)

[Hekh

— _f“(] M /dd’l (1q:|

- _/ e 0 < YT { DY (2)V0)}]0 >
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et
ig* / d'z €% < Q|T,, {A%(z)A2(0)}|0 > =
= — el pge / &'z 9% < Q|T...{PY(z)AL(0)}|2 >= (3.15)
= - / d*z €77 < QT.,{D4(2)AL0)}|0 > .

Dans le cas massif, on établit ainsi une relation entre les combinaisons ¢TI (¢) + 112 (g?)
et ¢°I1%(¢%) + 19 (q?) et les fonctions qui décrivent les deux corrélateurs

< YTeo{ Vi (z) DY (0)}|0 >
et
< T oo {AS(=) DL(O)HO >

Les identités de Ward que satisfont ces derniers permettent alors de se ramener aux
fonctions & deux points < QT {DH(z)DL(0)}Q > et < T { D3 (2} D401} >.

Citons comme exemple la relation suivante, qui nous sera utile par la suite

g / d'z 7 < Q)T {A%(2) PEO)}I0 > = (3.16)
= id < QS0))N > — / &'z 7 < QT { DA () POV > .

Dans ces trois derniéres identilés de Ward, nous avons pris soin de distinguer le vide de

la théorie massive, noté |Q >, du vide de la limite chirale, désigné par |0 >.

4 Le sort de la symétrie chirale en QCD

Dans ce qui précede, nous avons étudié en détail les symétries globales de QCD
dans la limite chirale (section 2), et nous avons mis en place la machinerie des identités de
Ward (section 3) qui représentent les contraintes imposées par ces symétries au niveau des
fonctions de Green des courants et de leurs divergences. Il nous appartient maintenant
d’en exploiter le contenu et d’en tirer les conclusions qui en découlent pour la structure
chirale du vide de QCD et des interactions fortes & basse énergie.

4.1 Deux théorémes fondamentaux

Nous avons déja signalé que I'adéquation des symétries du lagrangien de QCD i la
structure du spectre hadronique telle qu’elle est observée exige que le vide |0 > de QCD

dans la limite chirale ne soit pas invariant sous les transformations engendrées par les
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charges axiales, et que la symétrie chirale SU(3), x SU(3)R subisse une brisure spontanée
vers le sous-groupe SU(3)v engendré par les charges vectorielles Q2.

Ii s’avere que cette propriété du vide de la QCD peut se démontrer : elle est en fait
une consequence directe des identités de Ward de la symétrie chirale et du confinement.
Ainsi, le sort de la symétrie chirale en QCD est réglé par les deux théoremes fondamentaux
énoncés ci-dessous. Une démeonstration compléte de ces résultats fait appel a des concepts
et des techniques qui, bien que trés intéressants en soi, vont cependant au-dela des objectifs
de ce cours d’introduction. Nous nous contenterons donc d’une esquisse d’esquisse de

démonstration.

¢ Théoréme 1 [26] : En QCD, si on suppose que I'angle du vide fg¢p est nul,

le sous-groupe des symétries vectorielles ne peut pas étre brisé spontanément.

Ce théoréme nous donne donc un premier renseignement, a savoir que le vide de
QCD est toujours invariant sous les symétries vectorielles, Q% |0 > = 0. Une situation
ol certaines charges vectorielles n’annihileraient pas le vide n’est pas permise. Ceci ne
nous dit rien sur les propriétés de transformation du vide sous les symétries axiales, Par
contre, certaines possibilités, comme par exemple la brisure spontanée de SU(3), x SU/(3) g
vers SU/(2)p x SU(2)x, sont exclues. Pour arriver & ce résultat [26], il convient d'abord
d’effectuer nue rotation de Wick et de considérer la version euclidienne de QCD. Le ceeur
de la démonstration consiste a établir, pour la théorie euchdienne, une inégalité i Jaquelle
doit satisfaire la fonction de corrélation & deux points des courants vectoriels. Cetie
inégalité serait violée si le vide n'était pas invariant sous |'action des transformations de
SU(3). Pour obtenir ce résultat, il est crucial de disposer d’une mesure d'intégration
sur les configurations gluoniques qui soit réelle et définie positive. Ces propriétés ne sont,
garanties. dans la version euclidienne de la théorie, que si 'angle du vide 0gep est nul.

Il nous reste donc & montrer que la seconde propriété du vide, a savoir @410 > # 0,

est egalement réalisée. (Uest 1a objet du :

s Théoréme 2 [27] : Si le spectre des états physiques ne coutient pas d’états
colorés (confinement), et st le nombre de saveurs de masse nulle est. an maoins

rgal @ 3. alors les syinétries axiales sont brisées spoutanément.,

La démoustration [27, 28] de ce second théoréme repose sur les identités de Ward
anormales, évoquées dans la section précédente, ct satisfaites par certaines fonctions a
trois points prises dans la liite clirale. Pour les denx fonctions & trois points (sauf
mention explicite du contraire, il est entendu que dorénavant le symbole 7' désigne un

T-produit covariant)

Hupg

(Canasy (o) = 7 [ o dty 009 < QT (A(r) AL () AZ0)}0 >,




(4.1)
(Cvvaliss (a.0) =i [ dadly 0=+ < 0PV @)V2(W) AL O)}0 >. ,

ces identités de Ward anormales s’écrivent (en I’absence de termes anormaux, les seconds

membres seraient identiquement nuls)

abe NC abe o
(P + Q)p (FAA!‘-);wp (Q: p) = - 24,2 d* €avpab’ ¢,
(4.2)
p abe NC abe PO
(p+q) (Tvva)i,, (4,9) = — Tz 4 e’ 7
ou le nombre de couleurs Ng est égal & trois en QCD. La fonction (FVVA);'E; (g, p) satisfait
de plus aux identités de Ward suivantes
P (Cvvalu, (4.0) = ¢ (Tvva)im (g,p) = 0. (4.3)

L'invariance sous les transformations de Lorentz et la parité nous permet de décomposer
ces fonctions a trois points en termes de facteurs de forme invariants (comme nous ’avions
fait pour la fonction & deux points, voir les équations (3.1) et (3.10)). Si on se restreint i

des configurations ® pour lesquelles p* = ¢2 = (p + ¢)2 = —(Q?, on obtient

(Cana )ity (47) = F(Q”) 4 [ app” @ (00D + €upas ™ (140) P+ emeat (94017 00 ] + .
(4.4)

La premiere identité de Ward anormale de I’équation (4.2) donne alors la condition (il
' abe

existe une contrainte similaire pour la fonction (FVVA),“,,,

équation (4.2) )

(¢, p) qui provient de la seconde

T 4ge

Q*F(Q*) (4.5)

Autrement dit, 'anomalie fixe le facteur de forme F(Q?) pour toules les valewrs de Q2.
En particulier, F(Q?) posséde un pole en Q2 = 0, et le résidu de ce pole est fixé par les
propriélés i courtes distances de QCD ! Il est possible de montrer que ce pole dans le
T . be X .
facteur de forme F{Q?) implique que la fonction de Green (Caaa),,, possede une discon-
tinuité en Q? = 0. La suite de Ianalyse fait alors appel & deux résultats de la théorie de
la matrice S. Le premier résultat, connu sous le nom de “regles de Landau”, permet de
localiser les singularités dans la région physique d'une fonction de Green. Le second résul-
tat, les “regles de Cutkosky”, permet de calculer la discontinuité d’une fonction de Green

. i L , be
quelconque a ces singularités [29]. Dans le cas des fonctions de Green (Caaal),,, (pq)

% Cette restriction n’est pas du tout une uécessité, mais elle permet de simplifier les formules, et
n'enléve rien a la généralité de la discussion.
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et (FVVA):T;

anormales ne peuvent étre causées que par des états physiques intermédiaires de masse

(g,p), on montre alors que les singularités exigées par les identités de Ward

nulle et de spin 0 ou de spin 1/2. Que ces singularités puissent étre reproduites par des
etats intermédiaires de masse nulle de spin 1/2 n’est pas surprenant, puisque ce sont les
boucles de quarks qui créent les contributions anormales aux identités de Ward (4.2). Par
contre, si on suppose que la théorie confine, alors les seuls états physiques de spin 1/2
a considérer sont des baryons qqq singulets de couleur et de masse nulle. Si la symeétrie
chirale n’est pas brisée spontanément, ces baryons de masse nulle s’organisent & I’intérieur
de multiplets de SU(3), x SU(3)r. Les multiplets qui sont possibles sont contraints par
les propriétés de transformation {2.37) des quarks eux-mémes, et par la structure qqq des
baryons ®. Une analyse détaillée [27, 28] montre qu’il est impossible de reproduire les
singularités requises pour les fonctions & trois points avec des baryons de masse nulle et
de spin 1/2. Le spectre de la théorie comporte donc nécessairement des particules de
spin 0 el de masse nulle, qui couplent aux courants axiaux. Comme les générateurs qui
laissent le vide invariant forment nécessairement un sous-groupe de SU(3); x SU(3)r,
une inspection de toutes les possibilités et Pinterdiction, imposée par le théoréme | de
briser, ne serait-ce qu'en partie, le sous-groupe vectoriel SI/{3)y ne laisse de place que

pour une seule possibilité :

Qu0>=0.a=10,...8, e QU0>#£0, a=1,..8. (4.6)

La possibilité de déduire la brisure spontanée de la symétrie chirale en QCD & partir
des principes premiers est en soi remarquable, puisqu’il s’agit la d’une propriété 1on-
perturbative de la théorie. Ce résultat ne demande qu’un nombre minimal d’hypothéses
“techintques” : la théorie confine la couleur, ce confinement ne modifie pas les identités
de Ward de la symétrie chirale, 'angle du vide 0g¢p est nul, et fe nombre de saveurs de
masse nulle est au moins égal a 3. Cette derniére condition mérite d'dtre soulignée. Si on
considere la limite m,,,my — 0 en fixant m, a sa valeur physique, le lagrangien de QCD
exhibe une symétrie chirale SU(2);, x SU(2) g, qui devrait étre brisée spontanément vers
la symétrie d'isospin SU{2)y. Dans le cas de seulement deux saveurs de masse nulle, il
n'existe cependant pas de démonstration & partir des principes preiniers que cette brisure
spontanée de la symétrie chirale a bien lieu (le théoreme 1 reste vrai).

Combinés avec le théoreme de Goldstone, les deux théoremes précédents impliquent
que le spectre des états liégs de QCD contient huit étals pseudo-scalaires |7*(p) > de
masse nulle, p* = 0. Ces états saturent la singularité (4.5) exigée par les identités de

Ward anormales {4.2) pour les fonctions & trois points, et couplent aux courants axiaux

® L'extension de la présente analyse en y incluant la possibilité de baryons exotiques ggqgq [30] ou

livbrides ggqg ne modifie pas la conclusion.
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Al,a = 1, .., 8 Les relations de commutation (2.40) impliquent que ces bosons de
Goldstone forment un octet sous ’action de la symétrie non-brisée SU(3)y,

b - rab
vir'(p) > = if*|=(p) > . (4.7)
De méme, leur couplage aux courants axiaux est décrit par une seule constante, Fy, avec

< 0|A%(2)|mt(p) > = i6° Fyp,e®® . (4.8)

Les phases des états |n%(p) > peuvent étre choisies de maniére & ce que Fy soit réelle et
positive. La signification physique de la constante Iy est la suivante : elle correspond 4 la
valeur dans la limite chirale de la constante de désintégration F, du pion, qui est mesurée

dans le processus 7 — pv,

Fo = F, F, = 92.4 MeV [31] . (4.9)

Ty, Mig,m—0 !

Les états de Goldstone sont identifiés & 'octet des mésons les plus légers m, A, et n. A
p £ n

un choix de phases prés, cette correspondance est donnée par

1
|7t >=F—(|n'> £ iln’>), |1°>=|*>
V2
] 1 . . -1 . 4 T
Kt >= :Fﬁ (J7* > 2 ij7° =), |K°>= NG (7% > +1 |77 >)
(4.10)
- -1 .
K0 >= — (|a%> —ijn”" >),  p>=ir>

V2

Bien entendu, les masses de ces mésons pseudo-scalaires ne sont pas nulles, et ce pour une
raison bien comprise : dans le monde réel, les quarks u, d et s possédent une masse, qui
est petite devant ’échelle Ay ~ 1 GeV 4 laquelle sont formés les autres états Ladroniques,
comme les mésons p et w, ou le nucléon N, ... Alors que ceux-ci restent massifs dans la
fimite chirale, les masses des mésons @, i, et 7 tendent vers zéro avec m,, nq, et m,.

La présence des masses des quarks légers se traduit donc par deux conséquences
pour le spectre des états hadroniques :

¢ les bosons de Goldstone acquierent une petite masse,

¢ les états d’'un méme multiplet de SU(3)y n’ont pas des masses strictement égales.

Ces deux caractéristiques sont, au moins sur le plan qualitatif, en accord avec le spectre
hadronique tel qu'il est observé, et tel qu’il a été décrit dans 'introduction.

Ainsi, les mésons x, A, et 4 sont actuellement les seuls états hadroniques dont
Pexistence est prédite par QCD ! En fait, les identités de Ward de la symétrie chirale
nous donnent méme beaucoup plus de renseignements sur ces états. Nous y reviendrons

dans les sections suivantes.
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4.2 Notion de parametre d’ordre de la symétrie chirale

Avant de nous tourner vers les conséquences phénoménologiques des deux théorémes
qui précedent, il nous reste encore a définir une notion utile, celle de paramétre d’ordre de
la brisure spontanée de la symétrie chirale. Rappelons d’abord que la brisure spontanée
d’une symétrie continue est un phénomene qui apparait dans d’autres contextes de la phy-
sique, notamment en physique de la matiere condensée, ou il est & Porigine de certaines
transitions de phase [32]. L’exemple peut-&tre le mieux connu et le plus étudié concerne
les propriétés magnétiques des systemes de spin. A haute température, ces systémes sont
caractérisés par un état fondamental invariant par rapport aux rotations d’espace. Par
contre, en-deca d'une température critique T, certains matériaux exhibent un compor-
tement radicalement différent : il apparait un ordre magnétique a longue portée, qui
se manifeste par une forte corrélation entre des spins méme tres éloignés. Ces corréla-
tions traduisent le fait que 1'état fondamental a cessé d’étre invariant sous les rotations
d’espace. Expérimentalement, cette transition de phase est détectée en suivant I'évolution
en fonction de la température de certaines observables physiques convenablement choisies,
et appelées paramétres d’ordre [32].

Afin de mieux salsir cetle notion, considérons un exemple précis. 1l est bien connu
que daus les systemes ferromagnétiques, la phase ordonnée a basse température est ca-
ractérisée par I'apparition d'une aimantation spontanée < M > non nulle, qui traduit
un alignement macroscopique de tous les spins du réseau. Par contre, dans la phase
désordonnée a haute température, < M >= 0. L’opérateur M désigne ici la somme
(par unité de volume) des spins individueis placés en chaque site du réseau. La valeur
movenne < --- > est en général donnée par une somme statistique sur tous les états
du svsteme, pondérée par les poids de Boltzmann appropriés. A température nulle, seul

I'état fondamental {0 >, d’énergie minimale, contribue a cette moyenne statistique, et

< M >p=0 = < 0[M|0> . (4.11)

S le systeme est décrit par un hamiltonien H invariant sous action des rotations d’espace,

il existe un opérateur moment angulaire total du systéeme, L, qui commute avec H,

[Li.H] =0, i=1,23, (4.12)
et qui vérifie les relations de commutation de Palgebre de 50(3),
[Liy L;] = vein Li. (4.13)
Par ailleurs, Paimantation M se transforme comme un vecteur sous les rotations,
[Li, M;] = iege My, (4.14)
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solt encore

M,‘ = —%E,'jk[[/j, Mk] . (4.15)

Il est maintenant aisé de voir en quoi < M > est un paramétre d’ordre qui nous in-
dique que le systéme se trouve dans une phase ordonnée, oti I'invariance par rotation est
spontanément brisée. En effet,

<M, >y = —%ajk <Ol L;, My]lo> . (4.16)

Si I'état fondamental |0 > est invariant par rotation, il est annihilé par les générateurs
Li, et < M; >= 0. Autrement dit, < M; ># 0 implique nécessairement L;|0 >3 0.
Un parametre d’ordre est donc un “indicateur de brisure spontanée de symétrie”. En
général, il existe un ensemble infini de paramétres d’ordre. Dans I’exemple précédent, on
peut également prendre le tenseur M;M; — LM2§;;. La nécessité de soustraire Lpi2g;;
se comprend aisément : le tenseur M;M; ne se transforme pas sous une représentation
irréductible du groupe des rotations, mais se compose d’une superposition d’opérateurs
de moments angulaires £ = 0 et £ = 2. Une valeur moyenne non nulle pour < 0| M M;|0 >
est donc parfaitement compatible, d’aprés le théoreme de Wigner-Eckart, avec un état
fondamental {0 > invariant sous les rotations (i.e. de moment angulaire { = 0). Par
contre, le tenseur M; M, — %1\?251-_,-, symétrique et de trace nulle, se transforme de maniére
irréductible comme un opérateur de moment angulaire £ = 2. Par conséquent, toujours
d’aprés le théoreme de Wigner-Eckart, < 0|M; M; — 1 M26;]0 >+ 0 implique que [0 > ne
peut pas étre un état de moment angulaire nul, et donc que la symétrie de rotation est
brisée spontanément.

En d’autres termes, pour un groupe de symétrie continu donné, ne sont des para-
metres d’ordre que les valeurs moyennes d’opérateurs qui, sous I'action de ce groupe, se
transforment selon une représentation, en général réductible, dont la décomposition en
représentations irréductibles ne contient pas la représentation triviale (ou singulet).

Notons également que si une valeur non nulle d’un paraméetre d’ordre signale avec
cerlitude une brisure spontanée de symétrie, la réciproque n’est pas vraie. La brisure spon-
tanée d'une symétrie n'implique pas que tous les paramétres d’ordre soient différents de
zéro. Les systémes magnétiques décrits plus haut offrent d’ailleurs un contre-exemple. En
effet, certains matériaux, dits anti-ferromagnétiques, exhibent, dans la phase de basse tem-
pérature, un ordre a longue portée ot les spins sont anti-paralléles. Bien que linvariance
par rotation soit brisée spontanément, 'aimantation spontanée reste nulle. Celle-ci n’est
donc pas un paramétre d’ordre pertinent pour déctire la phase anti-ferromagnétique.
L’aptitude d’un paramétre d’ordre a rendre compte d’un phénomeéne de brisure spon-

tanée de symétrie dépend donc du mécanisme qui en est & l'origine, autrement dit des
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détails structurels du systéme. A l'inverse, Pétude expérimentale des paramétres d’ordre
peut nous renseigner sur ce mécanisme.

Avant de revenir plus en détail sur ce dernier point dans le contexte de la brisure
spontanée de la symétrie chirale en QCD, transcrivons d’abord les notions précédentes
dans le langage du groupe SU(3);, x SU(3)r. Les représentations irréductibles de ce groupe
sont formées par des couples de représentations irréductibles de S/ (3), notés (nr,ng), ot
nr, nr = 1,3, 3%, 8, ... correspondent aux représentations singulet, triplet et sa complexe
conjuguee, octet, etc. Par exemple, la représentation triviale de SU(3)L xSU(3)r est notée
(1,1). Les projections de chiralité gauche uy, dy,, s;, des champs de quarks se transforment
comme un triplet par rapport & SU(3)L, mais sont invariantes sous I'action de SU(3)r.
Elles appartiennent donc a la représentation (3,1). A linverse, les projections de chiralité
droite ug, dr, sg se transforment selon la représentation (1,3), alors que les champs 9, et
¥ se transforment suivant les représentations conjuguées, respectivement (3*,1) et (1,3*).
A partir de la, il est possible d’exprimer les propriétés de transformations chirales de
tout opérateur composite. Les courants, par exemple, appartiennent aux représentations
irréductibles (8,1) pour J? ,, et (1,8) pour J5 .- Les courants vectoriels et axiaux se
transforment donc suivant une représentation réductible (8,1) & (1,8). Les bilinéaires de
quarks comme les densités scalaires S° et pseudo-scalaires P* se transforment selon la
représentation (3*,3) @ (3,3"), etc. Les paramétres d’ordre de la symétrie chirale sont
les opérateurs qui se transforment suivant une représentation, en général réductible, de
SU(3) x SU(3)R, qui ne contient pas la représentation triviale (1, 1). De plus, il faut
naturellement que les valeurs moyennes dans le vide de ces opérateurs ne soient pas nulles
par suite de Pinvariance de celui-ci sous les transformations de Lorentz ou de SU(3)v, et
sous I'action des symétries discretes (P, C, T).

Donnons, pour clore cette discussion, quelques exemples. Le parameétre d’ordre de

la symétrie chirale le plus simple est fourni par le condensat de quarks :

< Gg >0 = < Ofau|0 > = < 0]dd|0 > = < 0|3s|0 > , (4.17)

ou les épalités refletent la symétrie SU(3)y de QCD dans la limite chirale. Le condensat se
transforme comme (3*,3) @ (3, 3%). D’autres paramétres d’ordre sont fournis par certaines
combinaisons de fonctions de Green des courants vectoriels et axiaux. Par exemple, la

fonction a deux points
/ d'z &7 < O|T{V(x)VH0) ~ A%(z)AL(0)}0 > (4.18)

qui se transforme comme (8,8), est un parameétre d'ordre pour toutes les valeurs du

transfert d’impulsion ¢*. En particulier, & transfert nul, cette fonction 3 deux points est
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reliée & la constante Fy qui décrit les éléments de matrice (4.8) du courant axial entre le

vide et les états a un boson de Goldstone :

280t = ;_z/d".r < OIT{V:(J:)V'J’”(O)—Az(E)Ab’“(O)}IU S
(4.19)
= o [ &'z <OT{Forna b0 @ Frr V) O} >

La seconde expression illustre de quelle fagon un parametre d’ordre comme &, traduit
I’existence de corrélations ¢ longue portée (¢ = 0!) entre quarks de chiralités gauche
et droite. Nous rencontrerons d’autres paramétres d’ordre dans la suite du cours. Ce
lien avec des paramétres d’ordre constitue une motivation supplémentaire pour étudier
les fonctions de Green : elles contiennent des renseignements de nature non perturbative
sur la structure chirale du vide de QCD.

Notons cependant qu’il existe également des paramétres d’ordre qui ne sont pas des
fonctions de Green des courants A%, VI ou des densités 5% et P*. En guise d’exemples,
citons des condensats plus complexes, comme le condensat mixte < 0lg oG, T2¢°|0 >,
qui fait intervenir & la fois les champs de quarks légers ¢ = u, d, s et le champ de gluon
7, ou les condensats a quatre quarks, de la forme < 0|(qT¢){(gl2¢)|0 >, olt les matrices
I’y et I'; appartiennent a I'ensemble des seize matrices 1, ¥s, Y4, oy ¥67,. Le condensat
mixle se transforme suivant une représentation (3*,3) & (3, 3*), tout comme le condensat
< §q >, puisque le champ de gluon G2, est invariant sous l'action du groupe de saveur

chiral SU(3)p x SU(3)g.

4.3 Propriétés a basse énergie des bosons de Goldstone

Dans les fonictions de Green des courants vectoriels el axiaux, les états intermédiaires
qui correspondent a P’échange d’un ou de plusieurs bosans de Goldstone produisent, dans
Pespace des impulsions, des singularités, péles ou points de branchement. Considérons les
fonctions & deux points du courant axial. L’invariance de Lorentz, la symétrie SU(3)v et
Pidentité de Ward

iq“f da % < O|T{A%(2)AL(0)}]0 >= 0 , (4.20)
nous permettent de décrire ces fonctions 4 deux points & I'aide d’une seule fonction [14(¢?),

i/ d'z 9% < O|T{A%(2)A%(0)}[0 >= 4 (quq,, _q?r,,u,) Ma(q%) - (4.21)

Insérons mainteuant des états iniermédiaires dans le T-produit. Pour ce faire, utilisons le

T-produit canonique défini en (3.4). Puisque nous nous intéressons aux singularités des
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fonctions de Green, le choix du T-produit n’est pas important. En effet, dans une théorie
des champs locale renormalisable, un choix différent du produit chronologique modifie
les fonctions de Green au plus par des polyndmes (de degrés finis) dans les transferts
d’impulsion, qui ne produisent pas de singularités & distance finie. Nous obtenons donc

successivement

i f 'z €97 < 0| Toan{ A%(x) AL(0)}]0 > =

- / diz e _/ (27)%2(p] 32“5'] Z {8(2") < 0] A5 (x)|m°(P) >< 7*(F)|AL(O)|O > +
+8(—2%) < 0IA.,( me(F) >< m(FIAL ()0 >} + -~

- &p
. 3 rab 2 ] 1q°x°/ —i|f2° -
t(2m)t 4 Fﬂfda: € —(QW)azlﬂ {0(z")e Pupe 8P — §)

+O(~2N e p 0, S(F+ P} + -

(i

]' —t| gl T €T ion
QI_rFI{H(T) W20 g+ 9(—a®)e gy 4 -

Les quadrivecteurs ¢’ et ¢” dans expression ci-dessus sont donués par

. . ;0 2D
= 746" F(j)‘j dz’ et

=(q. 9. ¢ ={a, - . (4.22)

Les points de suspension représentent les contributions des états & plusieurs bosons de
Gioldstone ou des élats massifs, qui ne donnent pas lieu & un péle en ¢* = 0. Afin d’exhiber
ce dernier, il suffit d’effectuer Uintégration sur #%, & Paide des formules bien connues

+:

dz® ,z‘(q°:|:|cﬂ)z-°9 M= = 4.2+
] et E) = (4.23)

pour finalement obtenir 7

. [ ‘
- 4 igez a b ad 2 U v
1./ dz T < O, {AL(2)AL(0)}0 > = — 6 (q“q,, —q rg,”,) P + -, (4.24)

apres avoir absorbé un terme non covariant dans la définition du T-produit covariant.

Autrement dit,
)
2y _ u Maic? 4.25
Ialg”) i alg’), (4.25)

* Ce résultat n'est (bien évidemment) pas sans rapport avec I'expression {4.19) de Fy.
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ou le terme IT4(g?) est exempt de pdle en ¢* = 0, mais posséde des coupures produites
par les états intermédiaires & trois ou plus bosons de Goldstone, ou des poles en g ~ A%,
produits par les états intermédiaires massifs (des résonances comme a,, par exemple). En
d’autres termes, le péle du boson de Goldstone est la singularité dominante de la fonction
a deux points 11 4(¢?) au voisinage de ¢* = 0.

- Des considérations similaires s’appliquent & tout élément de matrice qui recoit une
contribution diie & 1’échange d’un seul boson de Goldstone. Par exemple, 'élément de

matrice du courant axial entre le vide et un état & trois bosons de Goldstone s'écrit

< 7 (p)m* (p2 )™ (ps )| AR (0)]0 > =

(4.26)
_ gt (py, pa, p3)

= Ra1u2a3a4 '
(P1+P2+P3)2+i6 (1t pz+pa)u + " (P1, P2, P3)

Le pole en (p;+p24p3)? = 0 vient de la contribution ot un boson de Goldstone est émis par

le courant axial, alors que R#1%2%3% (), by, p3) rassemble toutes les autres contributions,

exemptes de pdle en (p; + p; + p3)? = 0. La conservation du courant axial implique que
(p1 4+ p2+pa)* < T (pa)m* (p2) 7 (p3)| ALH(0))0 > = 0, (4.27)
soit encore

VEag™ M (py, payps) — (1 4 2+ ps) REP2 (py pa, pa) = 0. (4.28)

Puisque 81929394 e possede pas de pole en (m +p* + p*)? = 0, nous en déduisons que

gam:aga-;(o’o’ﬂ) =0. (429)

D’autre part, rappelons que, par définition, le résidu du pole, soit

ay c"2513‘:"1(

i Pl:PZ:PS)I(pl'i'IJ2+P3)2=U '

n'est autre, a une opération de croisement prés, que l'amplitude de diffusion entre deux bo-
sons de Goldstone. Le résultat précédent nous apprend donc que cette amplitude s’annule
lorsque les impulsions tendent vers zéro : les bosons de Goldstone interagissent fai-
blement a basse énergie ! Puisque l'invariance de Lorentz impose a une amplitude
de ne dépendre des impulsions qu’au travers de quantlités invariantes, par exemple les
variables de Mandelstam, qui sont quadratiques dans les impulsions, nous en déduisons
que Pamplitude de diffusion élastique de deux bosons de Goldstone tend vers zéro comme
le carré de ’énergie dans le centre de masse lorsque celle-ci s’annule. Par récurrence, ce
résuftat se généralise aux amplitudes de diffusion avec un nombre quelconque de hosons

de Goldstone dans les états initiaux et finals.
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4.4 Effets des masses des quarks : le réle du condensat

Dans le monde réel, ou les masses m,,, mg et m, des quarks légers sont différentes
de zéro, les bosons de Goldstone acquiérent une masse et deviennent les états physiques
m, K et n. Les singularités des fonctions de Green précédentes sont donc déplacées :
les poles des fonctions & deux points des courants axiaux partiellement conservés sont
localisés en q*> = M? ou ¢* = M? dans la voie non étrange, ou en ¢° = M} dans la voie
étrange (nous négligeons la différence de masse entre les K chargés et les A neutres). De
meme, les points de branchement produits par les états intermédiaires & plusieurs mésons
pseudo-scalaires sont situés en ¢* = 4M2, 4MZL (M, + Mg)?, etc.

Les masses des quarks induisent également des brisures explicites de la symétrie
SU(3)v dans les éléments de matrice des courants. Par exemple, pour les courants axiaux

chargés non étranges et étranges
(dyuysu)(x) = AL(z) —idj(z) . (Byusu)(z) = A4(z) —idj(z) . (4-30)
nous obtenons, au lieu de (4.8),

< Ql(dyeysu)(@)rt(p) > = —iV2F,p,e
(4.31)
< QEas) (@K () > = —iV2FRpe™

Les deux constantes F, et Fj tendent vers une valeur commune £, dans la limite chirale,
en accord avec (4.8), mais leurs valeurs physiques sont distinctes : expérimentalement, on
obtient Fy/F, = 1,22 [33], soit une brisure de SU(3}y de P'ordre de 20%. Les relations

de conservation partielle (2.45) ou (3.11),
P (dy,ysu) () = (g, + ) (diysu){x) , - -- (4.32)

nous fournissent alors les éléments de matrices correspondants pour les densiiés pseudo-

scalaires, par exemple

V2, M?

7 + —
< A(dpu Ot (p) > = — e

(4.33)

A partir de Uidentité de Ward (3.16), qui s’écerit encore

iq”/ d'r e < T (dyamsu) (N aivd)(0)}Q > = 1 < Qi+ dd|Q > +

— (1 + ) / 4z 7% < QT (divsu) () (@irsd) (0) 18 >
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on obtient, aprés avoir séparé la contribution du péle de pion,

i [ d'2 647 < QT{(dpre0)(@) @rd)(OHQ > = (4.34)
o i 2FMY
= 1 < Quu 4+ dd|t > — 7= M2 (mu + ) + O{Myuark) -

Lorsque g — 0, le membre de gauche tend vers zéro, puisqu'il n'y a pas, dans la théorie
massive, d’état de masse nulle qui pourrait produire une singularité en g¢> = 0. En
ne gardant que les termes linéaires dans les masses des quarks (en particulier, F, =

Fo + O(mgyark) ), on obtient la formule suivante :

M? = (m, +my)Bo + O(mgum_k) , (4.35)
avec
< 0laul0 > < 0|dd|0 > < 0/55]0 >
° F? F? Fg (4.36)

Des formules semblables pour My et M, découlent d’une étude similaire des fonctions &
deux points des courants axiaux appropriés {nous négligeons ici les effets électromagnéti-

ques et la différence my — m, ; dans ce cas, m, = my =7 et Mp+ = Mo = My )

Mi = (M +m,)Be + O(m?2,,.),

quark

(4.37)

2
1\/[3 faccd g(ﬁi + 2ms)BO + O(Tnzuar‘k) N

Ces formules sont remarquables dans la mesure oii elles relient un effet observable de
la briswre explicite de la symétrie chirale, les masses des mésons pseudo-scalaires, & une
quantité, le condensat < gq >¢, qui témoigne de la brisure spontanée de celle-ci. Insistons
cependant sur la présence de corrections O(mguark] dans les formules ci-dessus. Pour des
masses de quarks infinitésimales, celles-ci sont supprimées par rapport aux contributions
hinéaires proportionnelles au condensat. Au passage, notons que la remarque précédente
implique que le condensat < gq >4 est négatif (ou nul). Dans le cas contraire, les carrés
des masses des mésons psendo-scalaires seraient négatives pour des masses de quarks trés
petites, ce qui reviendrait & admettre que le vide J0 > de QCD dans la limite chirale
devient instable lorsqu’on “branche” les masses des quarks.

Comme dit plus haut, le développement en masses des quarks de M2, M. nest, a
priori, pas décrit complétement par les seuls termes linéaires en Mauerk- Cependant, il est
souvent admis que la brisure spontanée de la symétrie chirale est le résultal d’une forte
condensation de paires de quarks-antiquarks dans le vide [34], caractérisée par une valeur
du condensat de 'ordre de

< qg>o~ —(230 MeV)® | By ~ Ay ~ 1 GeV . (4.38)
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Sur le plan pratique, cette hypothése revient & supposer que les corrections dans les
formules des masses sont petites (typiquement, de ordre de 2% pour M? ), soit

2By | (m,t@)By

*T/I:— ) M (4.39)

Autrement dit, le terme linéaire dans les masses des quarks ne serait pas seulement le
terme dominant pour des masses de quarks infinitésimales, mais le resterait encore pour
les valeurs réelles de celles-ci. Notons que les valeurs des masses de quarks ne nous sont pas
connues, ce sont des parametres libres du Modeéle Standard. Une conséquence immédiate

dans ce “scénario standard” est une prédiction pour le rapport m,/m des masses de quarks
{35, 36],

Mg ME
= zMg ~1~25. (4.40)

Plusieurs arguments peuvent étre invoqués pour étayer ce scénario standard d'une-
forte condensation de paires de quarks-antiquarks dans le vide. D’abord, le condensat
< 4q >¢ est le plus simple des parametres d’ordre de la brisure spontanée de la symétrie
chirale. Les autres paramétres d’ordre sont soit des condensats plus compliqués {conden-
sat mixte < ¢(o - ()¢ >p, condensats a quatre quarks < (§Fq) (gLq) >, ...) ou alors des
fonctions de corrélation a deux points, A trois points ..., par exemnple certaines fonctions
de Green des courants vectoriels et axiaux. Mais la raison essentielle qui a conduit i
privilegier le scénario standard vient du fait que le condensat < Gg >q décrit de fagon
générale, et pas seulement pour les masses des méson pseudo-scalaires, les déviations i la
limite chirale pour des masses de quarks infinitésimales. Le condensat < Gg > jouerait
donc un réle prépondérant, un peu comme Paimantation spontanée dans le cas des ma-
tériaux ferromagnétiques. Les autres parameires d’ordre associés au développement par
rapport aux masses des quarks ne décriraient que des aspects secondaires du mécanisme
de brisure spontanée de la symétrie chirale.

Iin fait, bien que cette image standard soit tout i fait plausible, elle ne représente
pas une nécessité absolue dans 1'état actuel de nos connaissances théoriques. Ainsi, il est
parfaitement permis d’imaginer un scénario trés différent, ot le condensat B, ne Jjoue-
rait qu'un réle marginal (tout comme P'aimantation spontande cesse d’&tre un parametre
d’ordre pertinent pour décrire une phase anti-ferromgnétique), voire méme d’envisager
le cas extréme ou il serait nul. En eflet, les deux théoremes de la section 4.1, bien que
tres importants pour établir que la brisure spontanée de la symétrie chirale a bien lieu en
QCD, ne nous éclairent cependant pas sur le mécanisme qui en est Porigine.,

Dans le cas d’un condensat trés petit,

27 By

i <1 (4.41)
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la contribution dominante aux masses des mésons pseudo-scalaires légers vient du terme
quadratique dans les masses des quarks (pour une discussion plus détaillée voir les articles
[37, 38, 39] ). Dans le cas général, le rapport m,/m n’est plus fixé, maijs varie dans
intervalle 6,3 < m,/m < 25, ou la valeur inférieure corresponid au cas extréme d’un

condensat nul,
ms M K

= 9

m M,

— 1~ 6,3 pour By ~ 0. (4.42)

Aucun argument théorique ne permet actuellement de trancher en faveur d’une possibilité
au détriment de I'autre. De méme, il n’existe actuellernent pas la moindre indication
expérimentale qui permettrait de rejeter 'une ou I’autre de ces éventualités. Deux raisons
au moins permettent de comprendre origine de cette situation :

~ d’abord, ce n’est qu’au cours de ces dix ou quinze dernitres années gu'a été
développé un cadre théorique précis, la théorie des perturbations chirales [40, 41, 42], qui
permet de relier les données expérimentales sur les processus qui mettent en Jeu les mésons
pseudo-scalaires m, K et n, & des quantités qui décrivent la structure non perturbative du
vide de la QCD.

— ensuite, puisque le condensat apparait toujours multiplié par une masse de quark
dans les observables physiques (voir les formules (4.35) et (4.37) ), mesurer ses eflets
revient, sur le plan expérimental, & mettre en évidence des effets de brisure explicite de
la symétrie chirale, ce qui est extrémement difficile, ces effets étant tres petits. Dans
ta section suivante nous illustrerons ce point dans le cas des déviations aux relations de
Goldberger-Treiman, qui sont sensibles & la valeur du condensat ou du rapport m, /.
Nous verrons que les erreurs expérimentales actuelles n’atteignent mallieureusement pas

la précision requise pour distinguer les diverses alternatives.

5 La regle de somme de Dashen-Weinstein pour les

déviations aux relations de Goldberger-Treiman

Une situation potentiellement sensible au mécanisme de brisure spontanée de la
symétrie chivale a été discutée dans la référence [43], et est reliée & un probleme ancien,
les déviations aux relations de Goldberger-Treiman [9] (voir Particle [44] pour une revue
et une discussion plus récente). Considérons I’élément de matrice du courant axial chargé

non étrange entre deux états du nucléon (g = (p— 1)),
< POy dlN(p) > = ap () [1ews Gy (6") + qumCh ()] un(p) . (5.43)
[.a conservation partielle du courant axial, *(@ysy,d) = (m, + mg)iivsd, conduit, pour
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g®> = 0, a la relation
(My + Mp)GEF(0) = 2F,genn + (my + ma) HVP(0) . (5.44)

Dans cette formule, g,nn désigne la constante de couplage pion-nucléon, et HNP(0) décrit
Iélément de matrice (& transfert d’impulsion nul) de la densité pseudo-scalaire @ivsd, apres
soustraction du pdle du pion,

< P(p))uirsd|N(p) >= ap(pVivsun(p) [HF(q?) + pole du pion] . (5.45)

Dans la limite chirale, I'équation (5.45) conduit a la relation de Goldberger-Treiman,

(My + Mp)GRNF(0) = 2F,gonn (5.46)

et les déviations a celle-ci s’expriment en termes de I’élément de matrice inconnu H¥P(0).
Numeériquement, le membre de gauche de cette relation est égal & 2380 MeV, et si on
néglige les déviations 4 la limmite chirale, le membre de droite vaut de 2430 MeV a 2500
MeV, suivant la valeur de la constante g an (les valeurs numériques utilisées sont précisées
ci-apres), soil un accord remarquable. Pour comprendre les déviations au résultat de la
limite clirale, il faudrait avoir une estimation phénoménologique solide de la quantité
HNF(0). ce qui est loin d’étre le cas. Une extension de cette analyse  toul Poctet permet
en quelque sorte de contourner ce probléeme.

De la méme fagon, considérons donc les éléments de matrice du courant axial étrange

entre un nucléon et un hypéron. La méme procédure conduit & des relations similaives,

(My+ Mp)GRF(0) = —V2Fugn + (m, +m,) HM(0)
(My + Me)GRE(0) = 2Fige + (w4 ) HVE(0) | (5.47)

ou & la place de la constante de couplage pion-nucléon et de la constante de désintégration
din pion i apparaissent les constantes de couplage kaon-nucléon-hypéron, ga et gs, et
la constante de désintégration du kaon Fy. Développons ensuite les éléments de matice
HNP(0), HAF(0) et HNE(0) par rapport aux masses des quarks, HYF(0) =h;NP (0) +
O{1tguark ), et utilisons Pinvariance sous la symétrie SU/(3)y dans la limite chirale pour

obtenir, d’apres le théoreme de Wigner-Eckart,

h{N[’ (O) — F’ + [

HM () = —\/g(l? + %D) (5.48)

HYS(0) = —F 4+ D .




Les équations (7.11) et (7.33) nous fournissent ainsi trois relations pour les deux éléments
de matrice réduits inconnus F et D. Leur élimination conduit i la régle de somme de
Dashen-Weinstein [45] (les quantités T's et [’y sont définies dans [43]),

V3 1 Frgonn — MNGYP(0) m, + 7
_2—9A+§QE =3lh+ T+ 5Py S

+ O(mguark) . (5.49)
Cette régle de somme relie le rapport m, /7 a des quantités expérimentales. Les constantes
de couplage hypéroniques gs et g5 peuvent étre extraites des données sur la diffusion kaon-
nucléon. Ces analyses ne fournissent quune borne supérieure sur gz [46] (|gg| < 7), de
sorte que I'équation (5.49) ne permet d'obtenir qu'une borne supérieure sur m, /7. Celle-
ci est particulierement sensible & la valeur de la constante de couplage pion-nucléon JeNN,
comme le montre la table ci-dessous :

GrNN (1105 / ) mas
13,55 40,14 [47] | 105
13,40 £ 0,08 [48] | 136
13,23 £0,12 [49] | 204+ 12
13,14 + 0,07 [50] | 28 £ 12

Nous avons utilisé £ = (92,4 £ 0,2) MeV , GYF(0) = 1,2670 £ 0,0028 [31] et,
pour les autres quantités, les valeurs données dans Particle [43] ont été quelque peu ré-
actualisées [31]. Une confirmation de la valeur élevée de g.nn obtenue dans la référence
[47] permettrait d’ores et déja d’exclure une valeur m, /i ~ 25 telle que I’exige un grand
condensat. Par contre, pour des valeurs plus petites de g,an, toutes les possibilités res-
tent permises. Pour des valeurs de g.nvn encore plus petites que celles qui figurent dans la
table ci-dessus, par exemple g,on = 12,71 £ 0,16 [51], Véquation (35) ne contraint plus
i, /1 en pratique.

Les valeurs centrales de (r, /i) ma, déduites de la régle de somme (35) dépendent
également, des autres données expérimentales, en particulier les valeurs des constantes 7
et gx. Par exemple, si la borne sur gz se voyait réduite d’un facteur deux, les valeurs
de (111,/111)ne, diminueraient. de plusieurs unités, el le cas standard ne serait compatible
qu’avec des valeurs plus faibles de g.xn. La détermination expérimentale des constantes
g4 et gr est indirecte [46] : elle demande une extrapolation dans la région non-physique
des amplitudes de diffusion KN on KN, Cette extrapolation est un prableme délicat, que
la présence en-deca du seuil de résonances hypéroniques rend encore plus difficile (pour
une discussion plus élaborée, voir les articles cités dans la référence [43]). Des données
plus précises sur la diffusion AN ou KN, qui pourront étre obtennes aupres de FINUDA

a DA®NE [52], contribueraient & une meilleure détermination des constantes ga el gs. En

36




principe, celles-ci peuvent également s’obtenir & partir de données suffisamment précises
sur la photo-production d’éirangeté associée. Cependant, les problemes évoqués ci-dessus
deviennent encore plus aigus : distance plus grande entre le seuil de la réaction et le pole
du nucléon, présence de plusieurs résonances baryoniques en-deca du seuil, etc...

Récemment, des valeurs de g, et de gs ont également été obtenues [53] & partir
des données sur la production de paires hypéroniques YY dans des collisions proton-
antiproton au repos obtenues a LEAR. La aussi, I'analyse est loin d’étre facile, et les
valeurs obtenues dans [53] sont trés vraisemblablement entachées d’erreurs systématiques
importantes et difficiles & estimer. Si, pour les besoins de I’exercise, on utilise les valeurs
correspondantes, ga = 13,7 £ 0,4, gx = 3,9+ 0,7, dans l'équation (5.49), les valeurs
obtenues pour le rapport m, /M varient de 6,4+2. 8 pour g.ny = 13,554+0,14 417,949, 2
pour g.nn = 13,14 £+ 0,07.

Il apparait donc clairement qu’une détermination expérimentale précise et fiable
des constantes de couplage g.nn, ga et gr représente certainement un enjeu important
dans le contexte de la regle de somme de Dashen-Weinstein. Sur le plan theorique,
une évalnation des corrections O(m2,,,.) dans I’équation (5.49) est indispensable pour
s’assurer que la relation entre ces quantités expérimentales et le rapport des masses de

quarks m, /™ est sous contréle.

6 Conclusions

La Chromodynamique Quantique avec trois saveurs de quarks légers posséde une
symetrie chirale SU(3);, x SU(3)r qui est nécessairement brisée spontanément. Cette
propriété non-perturbative du vide de QCD implique Pexistence d’un octet de mésons
pseudo-scalaires légers, m, A" et 9, qui interagissent faiblement A basse énergic.

Les processus ol interviennent ces mésons pseudo-scalaires peuvent étre étudiés
dans le cadre d’un développement systématique par rapport a I’énergie et par rapport
aux masses des quarks, m,, my et m; (la théorie des perturbations chirales), qui tient
compte de toutes les contraintes imposées par les identités de Ward chirales.

Ce développement chiral introduit des parameétres, ou constantes de basse énergie,
qui sont des parameétres d’ordre de la brisure spontanée de la symétrie chirale. Ces
constantes de basse énergie peuvent également étre reliées au comportement a pelits
transferts d’impulsion de fonctions de corrélation de QCD, ce qui rend leur évaluation
possible, en principe, par des méthodes nou-perturbatives (réseaux, régles de somme de
QCD, ...).

A Pinverse, certaines données expérimentales a basse énergie, si elles sont suffisam-

ment précises, peuvent nous apporter, par une détermination phénoménologique de ces
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constantes de basse énergie, des renseignements sur la structure chirale du vide de QCD.
En particulier, elles sont susceptibles de confirmer ou d’infirmer 'image standard, qui
attribue la brisure spontanée de la symétrie chirale 4 une forte condensation de paires de
quarks-antiquarks dans le vide.

Les processus qui, a 'ordre dominant du dévelopnement chiral, sont sensibles aux
effets de brisure explicite de la symétrie chirale par les masses des quarks légers, sont
particulierement intéressants, puisqu’ils font intervenir le condensat < gg >0, plus préci-
sément les rapports 2/ < §q >o /F2M? ou m,/m. Des exemples de tels processus sont
donnés par les diffusions 7 — 7 et # — K & basse énergie, la désintégration n — 3w, ..
Pour une discussion détaillée dans le cas de la diffusion pion-pion, voir les articles [54] et
[55].

Le manque de précision des données expérimentales actuellement disponibles suscite
un intérét particulier pour plusieurs expériences en cours de réalisation :

- la possibilité, pour KLOE & DA®NE, d’effectuer une nouvelle expérience Ay
[56], qui pourrait conduire & une détermination des déphasages pion-pion a basse énergie
avec un gain de précision considérable ; dans ce contexte, les résultats d’une expérience
Keq récente effectuée & BNL [57] sont également d’un intérét particulier

- la mesure, avec une précision de 10%, du temps de vie des atomes 7t — 7~ par
'expérience DIRAC au CERN [58] ;

- la possibilité, pour FINUDA & DA®NE, deffectuer des expériences de diffu-
sion AN et KN [56] & grande statistique, susceptibles d’améliorer les évaluations des
coustantes g4 et gr. Enfin, il serait certainement trés utile d’arriver 2 une meilleure
détermination de la constante g .

Les applications de la théorie des perturbations chirales sont beaucoup plus nom-

breuses que celles auzquelles nous avons dit nous limiter ici. Des revues plus détaillées de

ce point de vue [59] constituent un complément utile a ce cours.
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