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P R É A M B U L E

Les premières collisions de noyaux de plomb produites par le Grand Collisionneur de Hadrons (LHC)
fin 2010 ont marqué le début d’une nouvelle ère dans l’étude des collisions relativistes d’ions lourds
débutée 50 ans plus tôt au Bevatron (Billions of eVSynchrotron) de Berkeley. Le record d’énergie détenu
jusqu’alors par le RHIC (Relativistic Heavy Ion Collider) du BNL fut battu de plus d’un ordre de
grandeur. D’importants échantillons de données de collisions Pb–Pb ont été enregistrés au cours des
deux premières périodes d’exploitation du LHC, ce qui a permis de mieux comprendre les propriétés de
la matière en interaction forte dans des conditions extrêmes. Le programme du LHC a non seulement
confirmé la formation d’un plasma de quarks et de gluons (QGP) dont le rapport entre la viscosité de
cisaillement et la densité d’entropie est proche de la limite inférieure prédite pour les fluides quantiques,
mais il a également ouvert de nouvelles approches pour déterminer en détail les propriétés physique de
ce milieu très fugace. Ce milieu dense et chaud, fortement couplé, constitue un environnement inédit en
laboratoire au sein duquel la dynamique et les propriétés collectives de la QCD peuvent être étudiées
dans des conditions similaires à celles qui prévalaient dans l’Univers primordial.

S’engager dans cette expérience scientifique, la plus grande jamais conçue par l’humanité, et ce, depuis
la phase de conception des détecteurs [1], d’évaluation de leurs performances [2, 3], en passant par
leur construction, leur mise en service et enfin aboutir à leur exploitation scientifique, fut pour moi une
aventure extraordinaire.

Cette habilitation donne un aperçu des résultats que j’ai pu obtenir depuis 2015, en mettant l’accent
sur les mesures de jets, sondes dures du milieu, produites en abondance pour la première fois dans les
collisions d’ions lourds aux énergies du LHC. Les mesures de jets au LHC ont permis d’établir que ces
derniers subissent des modifications importantes dans les collisions d’ions lourds par rapport à ceux
des collisions proton–proton. Ces modifications, appelées jet quenching, offrent une voie intéressante
pour étudier l’émergence d’un système régi par des interactions asymptotiquement faibles. Les jets
énergétiques provenant de diffusions de partons à grand transfert de quantité de mouvement (Q2)
sont facilement identifiables sur les event displays de collisions proton–proton. Cependant, une mesure
précise de l’énergie des jets dans les collisions d’ions lourds, de même qu’une mesure non biaisée de
leur distribution est ardue. L’application d’un algorithme de reconstruction de jets à des événements
de hautes multiplicités regroupe, en effet, des hadrons provenant de plusieurs sources incohérentes
dans chaque jet reconstruit, entraînant un étalement significatif de la vraie distribution en énergie des
jets durs. Il générera également une importante population de jets issus du bruit de fond combinatoire
comprenant uniquement des hadrons générés par des processus mous (Q2 en-dessous de quelques
GeV2).

Les résultats présentés dans ce document sont extraits des 3 thèses que j’ai encadrées :

• Hiroki Yokoyama, Mesure de la production inclusive de jets chargés dans les collisions Pb–Pb à
5.02 TeV avec l’expérience ALICE auprès du LHC [4] ;

• Ritsuya Hosokawa, Mesure des propriétés des jets dans les collisions pp et Pb–Pb a 5.02 TeV avec
l’expérience ALICE auprès du LHC [5] ;

• Hadi Hassan, Modélisation et mesure des facteurs de modification nucléaire des jets issus de
quarks beaux dans les collisions p–Pb à 5.02 TeV avec l’expérience ALICE auprès du LHC [6] ;

ainsi que des 5 publications dont je figure parmi les auteurs principaux qui s’ensuivent :

• Observation of medium-induced yield enhancement and acoplanarity broadening of low-pT jets
from measurements in pp and central Pb–Pb collisions at

√
sNN = 5.02 TeV [7] ;

• Measurements of jet quenching using semi-inclusive hadron+jet distributions in pp and central
Pb–Pb collisions at 5.02 TeV with ALICE [8] ;

• Multiplicity dependence of charged jet production in pp collisions at
√

s = 13 TeV [9] ;

• Measurement of inclusive charged-particle b-jet production in pp and p–Pb collisions at
√

sNN =
5.02 TeV [10] ;

• Measurement of charged jet cross section in pp collisions at
√

s = 5.02 TeV [11].
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Parfaire notre compréhension des mécanismes d’hadronisation, compliquée par la présence de processus
non perturbatifs, passera par une étude approfondie de la sous-structure de jets de quarks lourds. Pour
ce faire, dans la perspective du Run 4 du LHC, l’expérience ALICE prépare une jouvence innovante de
son trajectographe interne mettant en œuvre des capteurs monolithiques CMOS à pixels actifs flexibles
de grande taille. Ayant rejoint ce projet (ITS3) depuis le début de l’année 2023, je présente dans ce
document, à partir des résultats rassemblés dans la lettre d’intérêt [12], un aperçu des mesures de mésons
et baryons lourds dont la reconstruction complète au sein des jets, rendue accessible par le détecteur
ITS3, permettra d’étudier de nouvelles observables de sous-structure des jets de quarks lourds sensibles
aux différents mécanismes d’hadronisation. Enfin, ayant mené de 2019 à 2022 un travail de R&D sur
le développement d’un calorimètre électromagnétique Si–W hautement granulaire, toujours dans la
perspective d’en équiper ALICE au Run 4 du LHC, j’en détaille le potentiel de physique pour l’étude de
la saturation de gluons dans l’état initial qui a également fait l’objet d’une lettre d’intention [13].
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L I S T O F F I G U R E S

Figure 1.1 Diagramme de phase de la matière nucléaire dans le plan température T–potentiel
chimique baryonique µ. Les deux points rouges représentent respectivement le
points critique chiral (le plus gros) et celui de la transition de phase liquide–gaz.
La ligne en pointillés est la ligne de transition de crossover à basse température.
Les flèches indiquent les régions du diagramme de phase explorées par les
programmes expérimentaux ions lourds menés auprès de divers accélérateurs.
Les calculs sur réseau présentés au paragraphe 1.2.3 ont été effectués à µ = 0 qui
correspond à l’axe vertical du diagramme de phase. 20

Figure 1.2 Calcul ab initio de l’équation d’état de QCD pour 2 + 1 saveurs. p est la pression,
ε la densité d’énergie, s la densité d’entropie et T la température. On calcule p/T4

car cette quantité est sans dimension dans les unités naturelles kB = h̄ = c = 1.
Les bandes colorées pleines indiquent les erreurs de calcul. Les lignes continues
à basse température représentent l’équation d’état d’un gaz parfait de hadrons
(modèle du gaz de résonances hadroniques [51]) et la ligne pointillée à haute
température correspond à un gaz parfait de quarks et de gluons de masse nulle
(loi de Stefan-Boltzmann). Enfin, la bande verticale jaune marque la région du
crossover autour de Tc = (154 ± 9) MeV [49]. 23

Figure 1.3 À gauche, carré de la vitesse du son, c2
s , en fonction de la température pour

plusieurs isentropiques (entropie par baryon constante) [50]. À droite, illustration
de la convergence de la série de Taylor pour s/nB = 40. 24

Figure 1.4 À gauche : Facteurs de modification nucléaire en collisions dAu de biais minimum
(triangles verts) et centrales (points rouges) mesurés par l’expérience STAR [59].
À droite : (a) Corrélations azimutales de paires de hadrons en collisions d + Au
de biais minimum (triangles verts) et centrales (points rouges), et en collisions
pp [60]. (b) Comparaison de la corrélation azimutale entre paires de hadrons en
collisions dAu centrales avec celle observée en collisions pp et Au–Au centrales
[60]. 24

Figure 1.5 En haut : Distributions de l’asymétrie en énergie transverse des jets pour les
données (points) et pour une simulation HIJING non quenchée avec des jets
PYTHIA superposés (histogrammes jaunes pleins), en fonction de la centralité de
la collision (de gauche à droite, des événements périphériques aux événements
centraux). Les données des collisions pp à

√
s = 7 TeV, analysées avec la même

sélection de jets, sont représentées par des cercles ouverts. En bas : Distributions
de l’angle azimutal entre les deux jets ∆ϕ, pour les données et la simulation
HIJING + PYTHIA, également en fonction de la centralité. 26

Figure 1.6 Schéma d’un processus de diffusion dure au LHC [69]. 27

Figure 1.7 Diagramme typique du rayonnement de gluons induit par le milieu. 28

Figure 1.8 Panorama des formalismes du jet quenching dans le cadre de la QCD perturbative
[113]. Les flèches indiquent des concepts ou des hypothèses communes entre les
formalismes. 31

Figure 1.9 (gauche) Perte d’énergie moyenne d’un quark léger d’énergie initiale Ei traversant
le milieu formé dans des collisions Au–Au centrales (0–5 %) au RHIC. Dans cette
figure, les quarks sont supposés être créés au centre du milieu et se propager dans
la direction du plan de réaction [159]. Pertes d’énergies radiative et collisionnelle
de quarks (milieu) c et (droite) b après avoir traversé le milieu créé en collisions
Pb–Pb centrales (0–7.5 %) au LHC. L’axe des abscisses représente l’énergie initiale
des quarks lourds et celui des ordonnées l’énergie perdue totale [160]. 33

Figure 1.10 Coefficient de transport réduit q̂/T3 en fonction de la température T pour une
quark d’énergie initiale E = 10 GeV au centre des collisions A–A les plus centrales
à τ0 = 0.6 fm/c extrait par la Collaboration JET à partir des mesures des facteurs
de modification nucléaire des hadrons [161]. 34

Figure 2.1 (gauche) Résolution en impulsion transverse et (droite) efficacité de reconstruction
des traces chargées en fonction de leur impulsion transverse en collisions pp à√

s = 5.02 TeV. 38
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Figure 2.2 (gauche) Résolution en impulsion transverse et (droite) efficacité de reconstruction
des traces chargées en fonction de leur impulsion transverse en collisions Pb–Pb
à
√

sNN = 5.02 TeV. 38

Figure 2.3 (gauche) Distribution de l’amplitude VZERO (V0A + V0C). La distribution est
ajustée par le modèle de Glauber représenté par la courbe de couleur rouge.
L’encadré montre un agrandissement de la région la plus périphérique. (droite)
Résolution des différents estimateurs de centralité. 39

Figure 2.4 Résolution du plan de l’événement d’ordre deux, ΨEP, n, en fonction de la cen-
tralité, obtenue à l’aide de la corrélation des sous-événements issus de deux ou
trois (sous-)détecteurs parmi la TPC, VZERO, FMD et PMD. Dans le cas de la
TPC, la méthode “3-sub” consiste à combiner le sous-événement de la TPC avec
ceux des détecteurs VZERO-A et VZERO-C. 41

Figure 2.5 Dessin représentant les différentes étapes de la production et de la mesure d’un
jet. 42

Figure 2.6 Densité d’impulsion transverse en fonction de η et ϕ d’une collision pp à√
s = 5.5 TeV simulée à l’aide du générateur d’événement Monte-Carlo PYTHIA

(gauche). Les différentes couleurs indiquent les jets reconstruits à l’aide de
l’algorithme anti-kT. Même collision plongée dans le bruit de fond d’une collision
Pb–Pb centrale simulée à l’aide du générateur d’événement Monte-Carlo HYDJET
(droite). 43

Figure 2.7 Dépendance de la densité d’impulsion transversale par unité de surface ρ en
fonction de la centralité de la collision (droite) et de la multiplicité de traces
utilisées pour la reconstruction des jets (gauche). 44

Figure 2.8 Densité d’impulsion transverse des traces chargées en fonction de leur angle
azimutal pour une collision semi-périphérique (classe de centralité 30–50 %).
Les points de données (en noir) sont représentés avec leur seule barre d’erreur
statistique. La courbe rouge montre le résultat de l’ajustement de la fonction
donnée par l’équation 2.12. Les courbes verte et grise également obtenues après
ajustement de la fonction 2.12 montrent les contributions respectives du flot
elliptique (v2) et triangulaire (v3). La droite horizontale pointillée de couleur
magenta représente la constante de normalisation ρ0. 45

Figure 2.9 Distribution de probabilité de δpT pour 3 types de cônes rigides aléatoires de
rayon R = 0.2 placés dans des collisions Pb–Pb réelles et randomisées appartenant
à différentes classes de centralité. L’impulsion transverse minimum des traces
est de 0.15 GeV/c. La partie gauche des distributions est ajustée à l’aide d’une
Gaussienne comme expliqué dans le texte. 47

Figure 2.10 Écart type des distributions en δpT pour des cônes rigides aléatoires de rayon
R = 0.2 en fonction de la multiplicité brute de traces. Les points de données sont
comparés à la limite Poissonienne. 47

Figure 2.11 Distributions en δpT pour des cônes rigides aléatoires en fonction de leur angle
azimutal φRC par rapport au plan de l’événement après soustraction de la densité

de bruit de fond (gauche) moyenne
〈

ρch
〉

et (droite) extraite de ajustement
événement par événement de la densité d’impulsion transverse donnée par
l’équation 2.12. 48

Figure 2.12 (gauche) Efficacité de reconstruction des jets pour deux coupures en impulsion
transverse de la traces de plus grande impulsion transverse. (droite) Efficacité
de reconstruction des jets pour une production de jets biaisée (jet–jet) et non-
biaisée (MB) avec le générateur d’événements Monte-Carlo PYTHIA. Seules les
incertitudes statistiques sont représentées. 49

Figure 3.1 Comparaison des mesures de sections efficaces de production de jets chargés
avec les prédictions MC à l’ordre NLO (POWHEG + PYTHIA8) pour différents
paramètres de résolution du jet R = 0.2 (a), 0.3 (b), 0.4 (c) et 0.6 (d). Les
incertitudes statistiques sont représentées par des barres d’erreur verticales.
L’incertitude systématique sur les données est indiquée par une bande ombrée
autour de l’unité, elle-même indiquée par une ligne rouge continue. 54
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Figure 3.2 Mesures des sections efficaces inclusives de production de jets chargées dans des
collisions pp à

√
s = 13 TeV après soustraction de la contribution de l’événement

sous-jacent. Les mesures effectuées pour différents paramètres de résolution
du jet R variant de 0.2 à 0.7 sont comparées aux prédictions MC à l’ordre LO
et NLO. Les incertitudes statistiques sont représentées par des barres d’erreur
verticales tandis que les incertitudes systématiques sont quant à elles indiquées
par des cases ombrées dans les panneaux du haut et des bandes ombrées autour
de l’unité (ligne rouge pointillée) dans les panneaux du bas. 55

Figure 3.3 Comparaison des mesures des taux de production (auto-normalisés) de jets
chargés en fonction de la multiplicité de particules chargées (auto-normalisée
[197]) avec les prédictions théoriques obtenues à l’aide du générateur MC
PYTHIA8 pour quatre intervalles d’impulsion transverse (5 ≤ pch

T,jet < 7 GeV/c,

9 ≤ pch
T,jet < 12 GeV/c, 30 ≤ pch

T,jet < 50 GeV/c et 70 ≤ pch
T,jet < 100 GeV/c) et

trois rayons des jets : a) R = 0.3, b) R = 0.5 et c) R = 0.7. Les incertitudes
statistiques et systématiques sont respectivement représentées par des barres
d’erreur verticales et des encadrés autour des points de mesure. 56

Figure 3.4 À gauche : Paramétrisation des traces dans le système de coordonnées de
l’expérience ALICE [212]. Les trajectoires sont décrites par cinq paramètres et
un point de référence, en utilisant une représentation au périgée. Deux de ces
paramètres sont les paramètres d’impact transversal et longitudinal d0 et z0,
définis comme les distances transversale et longitudinale du point le plus proche
dans le plan transverse du point de référence. Les trois autres paramètres sont
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de référence et le rapport q/p de la charge de la trace reconstruite divisée par
son impulsion. Le point de référence utilisé est la position du point de collisions
(vertex primaire). À droite : Distribution normalisée de la signification statistique
en paramètre d’impact des traces appartenant à un jet de quark b (rouge), c (vert)
et léger (bleu). 58

Figure 3.5 Résolution de pointage dans le plan transverse en fonction de l’impulsion trans-
verse des traces ayant laissé un dépôt de charge dans chacune des six couches de
l’ITS en collisions pp (à gauche) et Pb–Pb (à droite) [3]. 59
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de gluons [216]. 60
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Part I

I N T R O D U C T I O N

L’une des questions cruciales de la physique contemporaine concerne la compréhension des
interactions fortes, interactions responsables de nombreux phénomènes depuis la cohésion
des noyaux atomiques jusqu’à la grande variété de particules produites dans les collisions
entre hadrons à haute énergie en laboratoire. Avec l’avènement du modèle de quarks
constituants et le développement de la théorie communément acceptée des interactions fortes,
la chromodynamique quantique, on a naturellement pensé que la matière à très haute densité
pouvait exister dans un état de quarks et de gluons quasi libres, le plasma de quarks et de
gluons. Extraire les propriétés physiques du plasma de quarks et de gluons, à partir de
la chromodynamique quantique, n’est cependant pas une tâche aisée. À cet égard, les jets,
soumis par nature à l’interaction forte, sont d’excellentes “sondes” du plasma de quarks et
de gluons.
Dans cette partie, après une brève introduction à la chromodynamique quantique, nous
passerons en revue les caractéristiques des différentes phases de QCD ainsi que de leurs
transitions. Enfin, nous nous arrêterons plus en détail sur le formalisme de la perte d’énergie
des partons dans le milieu, à l’origine du phénomène d’extinction des jets.
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1.1 introduction

La mise en service des collisionneurs de hautes énergies RHIC (Relativistic Heavy Ion Collider) au BNL
depuis 2000 et LHC (Large Hadron Collider) au CERN depuis 2009, a permis l’émergence d’une nouvelle
ère pour la physique des collisions d’ions lourds ultrarelativistes : les énergies disponibles lors des
collisions sont à présent suffisantes (jusqu’à 200 GeV par paire de nucléons au RHIC et 5.02 TeV au LHC)
pour produire de nouvelles formes de matière en interaction forte ou matière QCD qui se caractérisent
par de hautes densités partoniques. Ces nouvelles formes de matière se réfèrent à la fois aux fonctions
d’onde des noyaux incidents, avant la collision, qui voient leurs densités de gluons augmenter jusqu’à
former des Condensats de Verre de Couleur (Color Glass Condensate) mais également au cours des étapes
intermédiaires de la collision où la matière partonique prend la forme d’une Plasma de Quarks et de
Gluons (Quark–Gluon Plasma).

L’objectif principal du programme de physique des ions lourds au RHIC et au LHC est d’étudier
la ChromoDynamique Quantique (QCD), théorie établie des interactions fortes, à des températures
extrêmement fortes auxquelles un QGP peut se former. Pour ce faire, on fait entrer en collisions des
ions lourds à des énergies ultrarelativistes. Lorsque les deux noyaux se croisent, une région de très
grande densité d’énergie est créée (> 12 GeV/fm3, soit 20 fois la densité d’énergie d’un hadron, 1 fm/c
après la collision) dont émane le QGP. Une des grandes découvertes des programmes expérimentaux
menés au RHIC et au LHC montre que le QGP est bien décrit comme un fluide quasi-parfait d’une
température maximale d’au moins 300 MeV. Ce fluide fortement couplé présente un rapport viscosité
sur entropie 1 proche de la limite inférieure supposée de h̄/4πkB ≈ 6.08 × 10−13 K s attendue pour les
fluides quantiques 2 décrits dans le cadre de la correspondance AdS/CFT.

L’un des défis majeurs que pose la physique du QGP consiste à comprendre comment un liquide aussi
fortement corrélé découle de la théorie sous-jacente, QCD, et de ses degrés de liberté, les quarks et les
gluons. Pour relever ce défi, les mesures de jets dans les collisions d’ions lourds, qui font l’objet des
études menées dans le présent travail d’habilitation, présentent un grand intérêt puisque ces derniers
sont capables de révéler la structure microscopique du QGP. Les jets étant des objets faisant intervenir
une large gamme d’échelles d’énergie (depuis l’énergie de la collision elle-même jusqu’à l’échelle
d’hadronisation non perturbative), ils permettent, en outre, de sonder le QGP à différentes échelles de
longueur. Les jets sont ainsi essentiels pour comprendre la nature des interactions qui donnent lieu au
comportement quasi parfaitement fluide du QGP.

Les jets sont produits dans les collisions hadroniques par la diffusion ponctuelle de quarks et/ou de
gluons. Bien définis dans le cadre de la QCD, leur section efficace de production est à la fois calculée
(jusqu’à l’ordre NNLO) mais également mesurée avec précision dans les collisions pp. Dans les collisions
d’ions lourds, les diffusions élémentaires dures conduisant à la production de jets se produisent dans les
premiers stades de la collision. L’évolution des jets jusqu’à l’hadronisation est noyée dans le QGP en
évolution, et est donc sujette à des modifications par rapport aux collisions pp.

La première description de la propagation d’un parton énergétique (quark ou gluon) dans le QGP
est parue très tôt dans [14]. Depuis, de nombreuses autres études ont permis d’identifier le mécanisme
dominant de la perte d’énergie des partons de haute énergie comme étant le rayonnement de gluons
induit par le milieu. Les modifications des propriétés des jets induites par le QGP sont appelées de
manière générique jet quenching car la conséquence la plus directe de la perte d’énergie des partons dans
le QGP est la réduction de l’énergie des jets, ce qui entraîne une réduction du nombre de jets reconstruits
dans les collisions d’ions lourds à une impulsion donnée par rapport aux taux de production attendus
d’une simple superposition de collisions pp indépendantes.

Dans ce chapitre, après un bref aperçu du diagramme des phases de la matière nucléaire et de son
équation d’état calculée à l’aide d’une formulation sur réseau de la QCD (paragraphe 1.2), nous nous
intéresserons plus particulièrement aux sondes dures du QGP dont font partie les jets (paragraphe 1.3)
en s’attardant sur la description de leur production et de leur interaction avec le milieu qui est à l’origine
du jet quenching (paragraphe 1.4).

1 Il s’agit du rapport η/s qui permet de quantifier à quel point un fluide donné se rapproche d’un fluide parfait.
2 À titre de comparaison, l’eau dans des conditions normales, a un rapport η/s 380 fois supérieur à h̄/4πkB .
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1.2 structure de phase de qcd

1.2.1 Les phases de QCD

1.2.1.1 Le vide de QCD

La matière en interaction forte possède une structure de phase très variée, comprenant une phase de
liquide nucléaire, un gaz hadronique et un plasma de quarks et de gluons. L’ensemble de ces états de
la matière sont décrits par la QCD, théorie moderne des interactions fortes faisant partie intégrante
du Modèle Standard de la physique des particules. L’immense champ de phénomènes émanant de
l’interaction forte (structure des hadrons et leurs masses, propriétés des noyaux atomiques, facteurs de
forme des hadrons, etc.) contraste singulièrement avec l’apparente simplicité de son Lagrangien. Ce
dernier fait intervenir les champs de quarks qc

α f et les champs de gluons Aa
µ où α = 1, . . . , 4 est l’indice

du spineur de Dirac, c = 1, . . . , Nc (avec Nc = 3) l’indice de couleur et f = u, d, s, c, b, t l’indice de saveur.
La dynamique de la théorie est régie par les degrés de liberté de couleur. Le champ de jauge du gluon
Aa

µ est un champ de vecteurs réels où l’indice µ = 1, . . . , 4 désigne les directions de l’espace-temps et
a = 1, . . . , 8 les indices de couleur des gluons. L’octet de champs de gluons est alors utilisé afin de
construire un champ à valeur matricielle :

Aµ = Aa
µ

λa

2
, (1.1)

où les λa, appelées matrices de Gell-Mann, constituent un ensemble de 8 matrices 3 × 3 hermitiennes
et sans trace qui sont la représentation fondamentale d’une base de générateurs du groupe SU(3). Le
Lagrangien de QCD s’écrit :

L = −1
4

Ga
µν Gµν

a +
N f

∑
f

q̄ f

(
iγµDµ − m f

)
q f , (1.2)

où Ga
µν est le tenseur de la force du champ du gluon défini par :

Ga
µν = ∂µ Aa

ν − ∂ν Aa
µ + g f abc Ab

µ Ac
ν , (1.3)

et f abc = 1
4 i Tr

([
λa , λb

]
λc
)

sont des constantes réelles appelées constantes de structure du groupe

SU(3). La dérivée covariante agissant sur les champs de quarks est

i Dµq =
(
i ∂µ + g Aµ

)
q, (1.4)

et m f est la masse des quarks. Les termes de l’équation 1.2 décrivent les couplages quark–gluon, de
même que les interactions non linéaires entre trois (proportionnelle à g) et quatre gluons (d’ordre g2).
On remarque que, à l’exception du nombre de saveurs et de leur masse, la structure du Lagrangien de
QCD est complètement déterminée par la symétrie locale de couleur SU(3).

En vue d’étudier la matière hadronique et le plasma de quarks et de gluons, on peut considérer les
saveurs légères (u, d, s) sans masse et les saveurs lourdes (c, b, t) de masse infinie. Dans cette limite,
le Lagrangien de QCD ne contient plus alors qu’un seul paramètre sans dimension, la constante de
couplage g. Si on tient compte des effets quantiques, la constante de couplage effective acquiert une
dépendance à un paramètre d’échelle [15, 16]. À l’ordre dominant, l’évolution de la constante de
couplage ou couplage mobile (pour running strong coupling) s’écrit :

g2(Q2) =
16 π2

b0 log
(

Q2/Λ2
QCD

) , b0 =
11
3

Nc −
2
3

N f , (1.5)

où Q2 est le carré du transfert d’impulsion entre les particules en interaction et N f (N f = 3 dans
l’approximation considérée) le nombre de saveurs de quarks actifs (présents dans les boucles radiatives).
L’évolution de la constante de couplage implique que QCD, en tant que théorie quantique, est caractérisée
non pas par un couplage sans dimension, mais par une échelle dimensionnée, le paramètre d’échelle de
QCD ΛQCD

3. On observe également que le couplage fort décroît avec l’impulsion transférée, c’est le

3 Cet effet est qualifié de transmutation dimensionnelle [17].
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phénomène de liberté asymptotique. À grande distance, un effet d’anti-écran ou confinement se manifeste :
l’interaction effective entre quarks augmente avec la distance (diminue avec l’énergie).

La propriété de liberté asymptotique et les symétries de QCD déterminent les principales phases de la
matière en interaction forte qui apparaissent dans le diagramme de phase de QCD présenté sur la figure
1.1. Sur cette figure, les phases de QCD sont représentées en fonction de la température T et du potentiel
chimique baryonique µ. Le potentiel chimique baryonique µ4, défini comme un tiers de la différence
entre la densité volumique de quarks et d’antiquark, est l’énergie nécessaire pour ajouter un quark au
système à température nulle. À température et potentiel chimique nuls, l’interaction entre quarks est
dominée par les longues distances de sorte que le couplage effectif est grand. Les quarks et les gluons
sont alors définitivement confinés dans les hadrons singulets de couleur de masse de l’ordre de ΛQCD.
Si on prend le cas du proton (de masse mp = 938 MeV) qui est composé de trois quarks de valence, les
quarks ont une masse effective ou masse constituante mq ≃ mp/3 ≃ ΛQCD bien supérieure à leur masse
nue ou masse Lagrangienne qui ne vaut plus que quelques MeV. Un récent calcul QCD non-perturbatif
a permis de quantifier que 90 % de la masse du proton provient exclusivement de la dynamique des
quarks et des gluons [18].

1.2.1.2 QCD à haute température

À très haute température, les quarks et les gluons acquièrent un moment thermique p ∼ T ≫ ΛQCD. Ces
particules n’interagissent plus que faiblement entre elles du fait de la liberté asymptotique et forment
alors un plasma de charges de couleur mobiles, le plasma de quarks et de gluons [19, 20]. L’argument
selon lequel à température asymptotiquement haute, le QGP est faiblement couplé est plus subtile qu’il
n’y paraît et mérite qu’on s’y arrête un instant. Lorsque deux particules du plasma interagissent par
diffusion à grand angle, le moment transféré est grand et le couplage effective faible en raison de la
liberté asymptotique. Cependant, puisque l’interaction Coulombienne de couleur est dominée par des
diffusions aux petits angles, comment peut-elle s’avérer faible ? Cela s’explique par la forte population
thermique de charges mobiles (n ∼ T3) qui écrantent l’interaction aux distances au-delà de la longueur
de Debye rD ∼ 1/ (g T).

La phase plasma n’est pas le siège du confinement de couleur ni de la brisure de la symétrie chirale.
Cela signifie que la phase de QGP à haute température doit être séparée de la phase hadronique à basse
température par une transition de phase. L’ordre de la transition est très sensible aux valeurs des masses
des quarks . Dans la limite de masse nulle pour les quarks u, d et de masse infinie pour les quarks s, c,
b, t, la transition est du deuxième ordre [21]. Pour des quarks u, d, s de masse nulle (ou suffisamment
légers), la transition est du premier ordre. Des simulations sur réseau montrent que pour des masses de
quarks réalistes (mu ≃ md ≃ 10 MeV et ms ≃ 120 MeV), la transition est un crossover rapide (les propriétés
thermodynamiques changent rapidement dans un court intervalle de température tandis que la pression
et toutes ses dérivées demeurent continues) [22, 23]. Une température de transition pseudo-critique
Tc ≃ 151 ± 3 ± 3 MeV [24, 25] est alors obtenue en identifiant le maximum de la susceptibilité chirale qui
correspond à une singularité de l’évolution du paramètre d’ordre de la brisure spontanée de la symétrie
chirale en fonction de la température.

On s’attend à ce que la transition devienne plus abrupte à mesure que le potentiel chimique augmente,
de sorte qu’il existe une valeur critique de µ pour laquelle la transition de phase chirale cesse d’être
de type crossover pour devenir du premier ordre [26]. Localiser ce point critique par des calculs sur
réseau s’avère extrêmement ardu d’un point de vue numérique à cause du fameux problème du signe
des fermions [27, 28]. L’étude du point critique n’en demeure pas moins très intéressante puisqu’il
s’agit du seul point thermodynamiquement stable sur la ligne de transition de phase où la longueur
de corrélation diverge (comme l’illustre la figure 1.1, un point similaire existe sur la ligne de transition
liquide–gaz) se manifestant dans les collisions d’ions lourds par un accroissement des fluctuations [29]
(accessible expérimentalement par ex. par la mesure des fluctuations événement par événement des
quantités conservées comme le nombre baryonique, la charge et l’étrangeté). La mise en évidence du
point critique fait l’objet du programme Beam Energy Scan (BES) mené au RHIC depuis 2010 [30].

Le point T = µ = 0 du diagramme de phase correspond à l’état du vide de QCD. Une augmentation
du potentiel chimique à T = 0 est d’abord sans effet puisqu’à température nulle, le potentiel chimique µ

est l’énergie qu’il faut fournir pour ajouter un baryon au système et que QCD possède un grand écart
de masse dans les états bayoniques. Le premier état différent du vide rencontré le long de l’axe µ du
diagramme de phase est celui de la matière nucléaire5 formée par la condensation des nucléons en
noyaux de densité de saturation nucléaire ρ0 ≃ 0.15 fm−3. La force entre nucléons étant analogue à une

4 Le potentiel chimique baryonique µ est la variable de Lagrange associée à la densité baryonique.
5 La matière nucléaire représente une idéalisation de l’état de la matière dans la région centrale des noyaux décrite comme infinie et

homogène et qui se comporte comme une superfluide fortement corrélé composé de nucléons non relativistes liés par l’interaction
forte.
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Fig. 5.19 Features of the equation of state of a QGP [32]. Left: Temperature dependence of the
speed of sound. Right: Phase boundary and critical point according to [19, 14].

Like our customary “electromagnetic” plasma (EMP), the QGP may be ideal for
T ≫ Tc and nonideal for T ≈(1–3)Tc. The corresponding nonideality parameter –
the ratio between the interparticle interaction energy and the kinetic energy – in this
case is of the form Γ = 2Cg2/4πaT = 1.5–5, where C is the Casimir invariant (C =
4/3 for quarks and C = 3 for gluons), the interparticle distance a ≈1/T ≈0.5 fm,
T = 200 eV, and the strong interaction constant g≈2. The factor 2 in the numerator
takes into account magnetic interaction, which is of the same order of magnitude as
the Coulomb interaction in the relativistic case.

At present it is hard to tell unambiguously whether the transition to a QGP is
a true thermodynamic phase transition with an energy density jump or a sharp and
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Fig. 5.20 Phase diagram of QGP [31, 10].Figure 1.1: Diagramme de phase de la matière nucléaire dans le plan température T–potentiel chimique baryonique
µ. Les deux points rouges représentent respectivement le points critique chiral (le plus gros) et celui de
la transition de phase liquide–gaz. La ligne en pointillés est la ligne de transition de crossover à basse
température. Les flèches indiquent les régions du diagramme de phase explorées par les programmes
expérimentaux ions lourds menés auprès de divers accélérateurs. Les calculs sur réseau présentés au
paragraphe 1.2.3 ont été effectués à µ = 0 qui correspond à l’axe vertical du diagramme de phase.

force de van der Waals, la formation de noyaux s’apparente à une transition liquide–gaz. Cette transition
s’estompe lorsque la température augmente jusqu’à disparaître en un point critique à T ≃ 18 MeV[31,
32, 33]. La matière nucléaire chaude (T < Tc) peut être décrite assez précisément comme un gaz de
Hagedorn constitué de résonances hadroniques faiblement interagissantes.

1.2.1.3 QCD à haute densité baryonique

À très haut potentiel chimique, on peut établir que les quarks et les gluons sont faiblement couplés à
l’aide d’arguments analogues à ceux invoqués dans la limite des hautes températures. La principale
différence entre matière de quarks froide et QGP chaud réside dans le fait que, de par la haute densité
d’états près de la surface de Fermi des quarks, des interactions même faibles peuvent provoquer
des changements qualitatifs dans l’état fondamental de la matière dense. En particulier, la présence
d’interactions attractives entre les quarks produit une instabilité menant à la formation de paires de Cooper
à l’origine du phénomène de supraconductivité de couleur. Ces paires peuvent occuper le même état
et forment ainsi un condensat de Bose ⟨qq⟩. Les multiples combinaisons de couleurs et de saveurs des
quarks pouvant résulter en des phases supraconductrices aux propriétés physiques très différentes. La
phase supraconductrice de couleur la plus symétrique nommée Color-Flavor Locked (CFL), dont l’existence
est prédite à très haute densité [34, 35], est celle à trois saveurs pour laquelle les degrés de liberté de
couleur et de saveur sont strictement corrélés dans l’état fondamental. La phase CFL fait intervenir une
équipartition des condensats de paires de quarks des trois saveurs légères ⟨ud⟩ = ⟨us⟩ = ⟨ds⟩. À mesure
que la densité s’abaisse, les effets de la masse non nulle du quark étrange deviennent plus importants et
des phases moins symétriques sont susceptibles d’apparaître [36] parmi lesquelles des condensats de
Bose de pions et de kaons ou de la matière d’hypérons. La région des potentiels chimiques intermédiaires
telle que représentée sur la figure 1.1 n’est par conséquent que très largement spéculative. En définitive,
nous savons qu’à bas potentiel chimique, la matière nucléaire est dans son état fondamental de symétrie
chirale brisée et étrangeté nulle, tandis qu’à haut potentiel chimique émerge une phase CFL de symétrie
chirale également brisée mais d’étrangeté non nulle. Ces deux phases pourraient en principe être séparée
par une transition continue [37, 38] mais les modèles théoriques suggèrent une structure plus complexe
où interviendraient une ou plusieurs transition du premier ordre comme illustré figure 1.1. Le cœur des
étoiles à neutrons pourrait constituer un laboratoire idéal pour l’étude expérimentale de telles phases de
la matière.

1.2.2 Équation d’état

La propriété la plus fondamentale d’une phase donnée de QCD, qui entre de façon la plus directe dans la
description théorique d’un plasma de quarks et de gluons, est son équation d’état. L’équation d’état est
une relation qui lie la pression du système à sa densité d’énergie et sa densité baryonique, P = P (ε, nB),
ou de manière équivalente, la pression à la température et au potentiel chimique, P = P (T, µ). La
vitesse du son6 isentropique (entropie par baryon constante) c2

s = ∂ P/∂ ε |s/nB caractérise la rigidité de

6 La vitesse du son est une dérivée seconde de la fonction de partition par rapport à la température. À noter qu’à nB = 0, la vitesse du
son n’est fonction que de la température.
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la matière, elle gouverne l’expansion hydrodynamique du milieu. La vitesse du son relie les gradients de
densité d’énergie aux gradients de pression, gradients de pression qui, selon la dynamique des fluides,
génèrent une accélération à l’origine de l’expansion collective.

Il existent différents régimes dans lesquels un calcul analytique de cs est possible. Dans la limite
des très hautes températures (T ≫ Tc), l’évolution de la constante de couplage est lente de sorte que
QCD devient approximativement invariante d’échelle. L’équation d’état s’écrit alors ε = 3 P et par
conséquent c2

s = 1/3. À très basse température et nB = 0, la pression est principalement créée par des
pions faiblement interagissants. Pour des pions de masse nulle, on retrouve l’expression c2

s = 1/3. En
pratique, les pions étant non relativistes pour T ≲ 100 MeV, la vitesse du son se rapproche de celle d’un
gaz classique, soit c2

s ≃ T/mπ .
À densité baryonique nulle, le comportement de la vitesse du son est le suivant :

• À basse température, la vitesse du son augmente vers la valeur cs ∼ 1/3 ;

• Au voisinage du crossover, la matière est très compressible de sorte que la vitesse du son est
minimale7.

• À haute température, c2
s augmente vers la valeur d’1/3 obtenue à l’aide d’un calcul de QCD

perturbatif. Ce comportement suggère qu’un système produit avec une densité d’énergie initiale
bien au-delà de la densité critique subira dans un premier temps une accélération rapide avant
d’atteindre le régime de transition. Plus important encore, un système produit au voisinage de la
densité d’énergie critique aura tendance à passer un certain temps dans le régime critique.

Le comportement de la vitesse du son dans la matière dense froide s’avère assez différent. Dans matière
nucléaire froide, qui s’apparente à un liquide de Fermi, la vitesse du son est donnée par c2

s = k2
F/ (3 m),

où le moment de Fermi kF s’exprime en fonction de la densité baryonique ρB = 2 k3
F/
(
3 π2). Au

voisinage de la densité de saturation de la matière nucléaire, la vitesse du son dans le gaz de Fermi
idéal vaut cs ≃ 0.15. L’équation d’état de la matière aux densités supranucléaires est contrainte par les
données observationnelles sur les masses et les rayons des étoiles à neutrons. L’existence d’étoiles à
neutrons de masses proches de deux masses solaires tendrait à favoriser une équation d’état de la matière
à haute densité pour laquelle la densité d’énergie augmente rapidement avec la pression (équation d’état
dite stiff à l’opposé d’une équation soft mettant en jeu une augmentation lente de la densité d’énergie).
Cela indiquerait également que la vitesse du son à plusieurs fois la densité de la matière nucléaire est
probablement de l’ordre de la vitesse de la lumière [39]. On remarquera que la vitesse du son dans une
matière de quarks asymptotiquement dense est proche de la valeur invariante d’échelle c2

s = 1/3.. Cela
signifie que, contrairement à la phase de la matière hadronique avant transition à température finie pour
laquelle une équation d’état très soft est attendue (c2

s minimale), la matière hadronique avant transition à
densité barynonique finie aura quant à elle une équation d’état très stiff (c2

s maximale).

1.2.3 QCD sur réseau

Dans le régime des hautes températures, il est possible de calculer les corrections perturbatives de
QCD pour l’équation d’état d’un QGP idéal. Le développement perturbatif s’appuie sur une séparation
des échelles mM ≪ mD ≪ T, où mM ∼ g2 T et mD ∼ g T sont respectivement les masses effectives
des modes magnétiques et électriques dans le plasma. La théorie des perturbations en puissances
de g s’applique pour les très petites valeurs de la constante de couplage g ≲ 1 [40]. Les modèles à
quasi-particules reposant toujours sur une séparation des échelles mais non plus rigoureusement sur la
théorie des perturbations elle-même, sont cependant capables de décrire assez bien la thermodynamique
du plasma, y compris pour des températures proches de la transition de phase vers un gaz hadronique
[41]. Même si ces modèles sont très utiles pour relier les propriétés du plasma à l’équilibre et hors
équilibre, une évaluation fiable de l’équation d’état au voisinage de Tc n’est cependant possible qu’à
partir de calculs sur réseau.

La QCD sur réseau, seule méthode non-perturbative ab initio, s’appuie sur la représentation en
intégrale de chemin de la fonction de partition (cf. [42, 43] pour des articles de revue récents) :

Z (T, V, µ) = exp {−β (H − µ N)} =
∫

∏
µ

DAµ ∏
f=u,d,s...

Dq f Dq̄ f exp {−SE (T, V, µ)} (1.6)

où l’action Euclidienne SE s’écrit :

SE (T, V, µ) = −
∫ β

0
dτ
∫

V
d3x LE (1.7)

7 La valeur de ce minimum tend vers zéro lorsque la densité baryonique augmente.
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β = T−1 est l’inverse de la température et LE le Lagangien Euclidien obtenu par prolongement
analytique de l’équation 1.2 vers un temps imaginaire τ = i t par rotation de Wick. Dans le Lagrangien
Euclidien, le potentiel chimique se couple à la densité baryonique conservée :

LE (µ) = LE
QCD (0) + µ q f γ0q̄ f . (1.8)

Selon la technique introduite par Wilson [44], l’espace-temps Euclidien est discrétisé sur une grille
hypercubique isotrope de taille Nτ × N3

σ et de longueurs de maille aτ et aσ, portant les champs de quarks
sur ses sommets et les champs de jauge sur ses arêtes. De cette façon, on exploite la relation donnée par
les axiomes de Wightman [45] qu’il existe entre une Théorie Quantique des Champs sur l’espace-temps
continue et une Théorie Statistique des Champs classique à l’équilibre à quatre dimensions.

La taille de la maille est souvent prise égale à a (aτ = aσ = a) mais cette condition n’est pas nécessaire.
Dans les calculs à température finie, on choisit β < L avec β = Nτ aτ , L = Nσ aσ (volume V = L3). Les
grandeurs thermodynamiques à l’équilibre sont alors obtenues par dérivées successives de la fonction
de partition :

ε = − 1
V

∂ log Z
∂ β

∣∣∣∣
β,µ

, (1.9)

nB =
1

β V
∂ log Z

∂ µ

∣∣∣∣
β

. (1.10)

Les champs de jauge sont discrétisés sur les arêtes du treillis tandis que les champs de fermioniques
sont définis au niveau de ses sites. Cela permet de maintenir l’invariance de jauge, même sur un
réseau fini, mais l’invariance de Lorentz n’est restaurée que dans la limite continue. On notera qu’en
raison de l’invariance d’échelle classique, l’action pour QCD sans masse est indépendante de a. La
limite continue est atteinte en ajustant la constante de couplage nue à l’échelle donnée par la maille
du réseau conformément à la liberté asymptotique (voir équation 1.5). En pratique, la maille n’étant
pas suffisamment petite pour assurer la précision de cette méthode, elle doit être abandonnée au profit
d’autres approches plus sophistiquées [42, 43][42, 43].

L’intégration sur les champs fermioniques calculée de façon exacte, permet d’obtenir le déterminant
de l’opérateur de Dirac det M

(
Aµ , µ

)
. Plusieurs méthodes existent pour discrétiser l’opérateur de Dirac

M et en échantillonner le déterminant. Les différents schémas de discrétisation se distinguent par leur
capacité à maintenir la symétrie chirale à maille finie. La formulation originale que l’on doit à Wilson
[44] ne préserve aucune symétrie chirale, le schéma de fermions staggered [46] conserve un sous-ensemble
de la symétrie chirale complète, tandis que les méthodes domain wall [47] et overlap [48] visent à préserver
la symétrie chirale complète sur un réseau discret.

Un deuxième problème lié aux fermions est que pour µ ̸= 0, le déterminant fermionique n’est plus
réel, de sorte que les méthodes standards d’échantillonnage préférentiel échouent. Il s’agit du problème
du signe déjà mentionné dans la section 1.2.1.2. Après de nombreuses tentatives pour trouver des
solutions directes au problème du signe, le seul régime où les calculs restent sous contrôle est celui des
faibles densité et hautes températures. Dans cette région, la fonction de partition peut être développée
en une série Taylor de la variable en µ/T. Les coefficients de Taylor sont les susceptibilités généralisées
pouvant être calculés à l’aide de simulations sur réseau à potentiel chimique nul. Ces susceptibilités
permettent de déterminer non seulement l’équation d’état à densité baryonique finie, mais également les
fluctuations des charges conservées.

Parmi les résultats de calculs sur réseau essentiels pour l’analyse des collisions d’ions lourds, les
figures 1.2 et 1.3 représentent respectivement l’équation d’état à µ = 0 [49] et la vitesse du son pour
différentes valeurs de µ [50]. On remarque que la densité d’énergie, la pression et la densité d’entropie,
normalisées par les bonnes puissances de T, varient rapidement dans le régime critique défini par les
fluctuations du paramètre d’ordre chiral. Leur montée vers la limite perturbative est quant à elle assez
lente, en particulier, même à des températures aussi hautes que T = 400 MeV, la pression reste environ
25 % en-dessous de la limite de Stefan-Boltzmann. On notera également le très bon accord avec le
modèle de gaz de résonance de hadrons jusqu’à une température T ≲ 180 MeV.

La vitesse du son à µ = 0 a été déterminée à partir de simulations sur réseau directes de P (T). Les
résultats à densité de baryon non nul ont été obtenus à l’aide d’un développement de Taylor. On observe
que c2

s a bien le comportement attendu, à savoir un minimum local c2
s ≃ 0.15 autour de la transition

de phase (point le plus doux de l’équation d’état où le rapport de la pression sur la densité d’énergie
atteint son minimum), suivie d’une hausse progressive vers c2

s = 1/3. Dans le régime accessible à un



1.3 sondes dures du qgp 23

and thus the values of the temperature T used in the fits.
Based on the uncertainty analyses in the determination of
the lattice scale a (∼1.3%) and tuning of the ms to stay on
the LCP presented in Appendixes B and C, we assigned an
overall conservative 2% uncertainty in T, which we add
linearly to the error estimates already assigned by the
bootstrap process. In practice, at each T and for each
observable, we picked the minimum and maximum values
of the 1σ bootstrap envelope in the region T ! 2%. This
new envelope is then used as the final uncertainty band for
all the continuum results shown in the figures and
discussed below.
Our continuum extrapolated results for the trace anomaly

and other thermodynamic observables are shown in Fig. 5
and the data are given in Table I. For T < 150 MeV, the
trace anomaly is well approximated by the HRG estimate
shown by the solid line in Fig. 5 (left). For T > 150 MeV,
the Nτ ≥ 8 lattice results are systematically higher than the
HRG estimate as shown in Fig. 3, and the slopes of the
HRG and continuum extrapolated curves start to differ as
shown in Fig. 5. In the peak region, ðϵ − 3pÞ=T4 has a
maximum of about 4.05(15) at T ∼ 204 MeV. This maxi-
mal value from simulations with the HISQ/tree action is
significantly smaller than our previous results with the p4
and asqtad actions which were incorporated in the HotQCD
parametrization [23] of the EoS, as well as in the s95p
parametrization of the EoS that is frequently used in
hydrodynamic models [45].
The final continuum extrapolated estimates of the

pressure, energy density and entropy density are shown
in Fig. 5 (right) and compared with HRG predictions for
T < 170 MeV. Again, there is reasonable agreement for
T < 150 MeV. Above T ¼ 150 MeV, HRG estimates
lie along the lower edge of the error-band of the lattice
estimates.

We can now compare our results with the results
obtained by the Wuppertal-Budapest Collaboration using
the stout action [26]. This comparison is shown in Fig. 6 for
the trace anomaly, the pressure and the entropy density. We
find good agreement in the trace anomaly with the stout
results over the full temperature range (130–400) MeV.
Note, however, that above the peak the central values
with the stout action lie systematically below ours. As a
result, our estimates of the pressure become systematically
larger for T > 200 MeV. By T ¼ 400 MeV, the difference
between the central values in the two calculations increases
to about 6%. The two results, however, still agree within
errors. The difference in the entropy density reaches about
7% by T ¼ 400 MeV, and in this case the two estimates
differ by about 2σ. These differences suggest that more
detailed calculations of the trace anomaly at higher temper-
atures are needed. In particular, it would be important to see
if the differences persist at higher temperatures where a
comparison with resummed perturbative calculations
should be possible (see Sec. V C).

A. Parametrization of the EoS

We close this section by providing an analytical para-
metrization of the pressure of (2þ 1)-flavor QCD, sum-
marized in Table I, that can be used in phenomenological
applications and hydrodynamic modeling of strong inter-
action matter. We choose an ansatz that incorporates basic
features of the low and high temperature limits, i.e., it
ensures that the pressure becomes exponentially small at
low temperatures and approaches the ideal gas limit at high
temperatures. We find that the following parametrization
provides an excellent description of all bulk thermody-
namic observables discussed in the previous sections,
including the specific heat and speed of sound that require

FIG. 5 (color online). Spline fits to the trace anomaly for several values of the lattice spacing aT ¼ 1=Nτ and the result of our
continuum extrapolation (left). Note that the error bands shown here do not include the 2% scale error. The right-hand panel shows
suitably normalized pressure, energy density, and entropy density as a function of the temperature. In this case the 2% scale error is
included in the error bands. The dark lines show the prediction of the HRG model. The horizontal line at 95π2=60 in the right panel
corresponds to the ideal gas limit for the energy density and the vertical band marks the crossover region, Tc ¼ ð154! 9Þ MeV.

A. BAZAVOV et al. PHYSICAL REVIEW D 90, 094503 (2014)

094503-8

Figure 1.2: Calcul ab initio de l’équation d’état de QCD pour 2 + 1 saveurs. p est la pression, ε la densité d’énergie, s
la densité d’entropie et T la température. On calcule p/T4 car cette quantité est sans dimension dans les
unités naturelles kB = h̄ = c = 1. Les bandes colorées pleines indiquent les erreurs de calcul. Les lignes
continues à basse température représentent l’équation d’état d’un gaz parfait de hadrons (modèle du gaz
de résonances hadroniques [51]) et la ligne pointillée à haute température correspond à un gaz parfait de
quarks et de gluons de masse nulle (loi de Stefan-Boltzmann). Enfin, la bande verticale jaune marque la
région du crossover autour de Tc = (154 ± 9) MeV [49].

développement de Taylor, la dépendance de c2
s en fonction de nB n’est pas très prononcée. Il en résulte

une légère réduction de la température au point le plus doux, correspondant à la courbure de la ligne de
transition de phase dans le plan (T, µ).

1.3 sondes dures du qgp

Comme envisagé très tôt par J.D. Bjorken [14, 52], les processus partoniques à grand transfert d’énergie-
impulsion (Q2) qui se déroulent sur une échelle de temps courte (τ ∼ 1/Q) constituent des observables
de choix pour caractériser le milieu. Ces sondes dites dures créées hors équilibre qui interagissent dans le
milieu, peuvent être utilisées pour en quantifier la dynamique (transport d’énergie, degré d’équilibration,
etc.). En raison de leur impulsion élevée, il s’agit de phénomènes à courte longueur d’onde dont les
interactions dans le QGP sont sensibles à sa structure microscopique. Il est toutefois important de
noter que la notion de grand Q2 se réfère uniquement au processus de création de ces sondes et non à
leurs interactions dans le milieu, qui couvrent en général une large gamme de Q2 . Ce paragraphe se
concentre sur la production et la propagation dans le QGP de jets énergétiques, pour lesquels l’échelle
de grand Q2 implique une impulsion transverse élevée8. Les caractéristiques essentielles des processus à
grand Q2 en tant que sondes du QGP sont les suivantes :

1. dans les collisions élémentaires pp, les sections efficaces de production de tels processus sont
calculables en QCD perturbative avec en principe une précision arbitraire (à n’importe quel ordre
en perturbation) ;

2. dans les collisions d’ions lourds, d’après le principe d’incertitude et le théorème de factorisation de
QCD, les processus à grand Q2 devraient se produire au stade le plus précoce de la collision c.à.d.
bien avant la formation du QGP, de sorte que les sondes dures permettent de sonder sa phase la
plus chaude et la plus dense et sont sensibles à l’intégralité de l’évolution spatio-temporelle du
système formé lors de la collision ;

3. l’interaction de ces sondes dures avec le QGP est calculable à partir de la QCD perturbative pour
les collisions élémentaires ou de la théorie de transport, donnant une base conceptuelle solide à de
telles approches de modélisation ;

4. les mécanismes à l’œuvre lors de l’interaction de ces sondes dures avec le QGP pourraient se
rapprocher de ceux responsables de la thermalisation du QGP lui-même selon une approche
“bottom-up” [53, 54].

8 Dans le cas de quarks lourds, l’échelle de Q2 élevée est imposée par la masse des quarks.
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Fig. 4. The parametrised (solid line) fourth and sixth order Fourier coefficients compared to HRG values (dashed line) 
and the shifted p4 data [4,5] (see the text).

Fig. 5. The square of the speed of sound, c2
s , as a function of temperature on various isentropic curves with constant 

entropy per baryon (a), and on s/nB = 40 curve evaluated using Fourier coefficients up to second, fourth or sixth 
order (b).

parameters akij . The remaining parameters are fixed by a χ2 fit to the lattice data. The resulting 
parameterisations are shown as solid curves in Figs. 1 and 4.

We obtain the pressure at µB = 0, i.e. the coefficient c00, from the continuum extrapolated 
stout data for the trace anomaly (ε − 3P)/T 4 [11], which agree with the very recent HISQ 
data [12] within errors. As in our earlier parametrisation of trace anomaly [7], we fit the lattice 
result using an inverse polynomial with four terms, and connect it to the HRG trace anomaly at 
TSW = 167 MeV temperature, see Fig. 3.

We characterise the equation of state in Fig. 5a by showing the square of the speed of sound, 
c2
s = ∂P/∂ε|s/nB , on various isentropic curves with constant entropy per baryon. The curves at 

s/nB = 400, 65, and 40 are relevant at collision energies 
√

sNN = 200, 39 and 17 GeV, respec-
tively. At s/nB = 400 (dotted line), the equation of state is basically identical to the equation of 
state at µB = 0 (thin solid line). At larger baryon densities the effect of finite baryon density is no 
longer negligible. The larger the density, the stiffer the equation of state above, and softer below 
the transition temperature. We see some ripples forming in the transition region with decreasing 
s/nB . These ripples grow fast with increasing density when one goes beyond s/nB = 40, and 
therefore we consider s/nB = 40 to give a practical maximum density for our parametrisation.

Figure 1.3: À gauche, carré de la vitesse du son, c2
s , en fonction de la température pour plusieurs isentropiques

(entropie par baryon constante) [50]. À droite, illustration de la convergence de la série de Taylor pour
s/nB = 40.

1.4 phénomène du jet quenching

1.4.1 Mise en évidence expérimentale du jet quenching

L’observation du quenching des jets a été effectuée pour la première fois par les expériences menées
auprès du collisionneur RHIC. Les principaux résultats obtenus au RHIC par les quatre grandes
collaborations (BRAHMS, PHOBOS, STAR, PHENIX) sont consignés dans leurs livres blancs [55, 56, 57,
58]. L’énergie disponible au RHIC ne permettant pas une reconstruction complète des jets, c’est par la
mesure des spectres de particules que les premières études ont été entreprises. L’observable élémentaire
pour quantifier ces mesures indirectes du jet quenching est le facteur de modification nucléaire décrite
plus bas. Une étape nécessaire pour interpréter les résultats obtenus en collisions Au–Au où la formation
d’un QGP est attendue, a consisté à effectuer les mêmes mesures en collisions dAu pour lesquelles
l’énergie libérée n’était à priori par suffisante à la formation du QGP. Les collisions dAu servant alors de
référence pour l’interprétation des effets observés en collisions Au–Au mais également pour évaluer les
effets de la matière nucléaire froide trouvant leur origine dans l’état initial de la collision (modification
nucléaire des fonctions de distributions des partons, condensat de verre de couleur CGC, interactions
partoniques multiples, etc.).

shows the FTPC-Au multiplicity for minimum bias and
ZDC-d neutron-tagged events. The latter have a strong
bias toward low multiplicity.

The centrality tags were modeled using a Monte Carlo
Glauber calculation [2] incorporating the Hulthén wave
function of the deuteron [22]. In this model the mean
number of binary collisions hNbini is 7:5! 0:4 for mini-
mum bias events and!dAu

hadr " 2:21! 0:09 b. Events with a
neutron spectator from the deuteron comprise #18!3$%
of !dAu

hadr in the model. This event class is biased toward
peripheral collisions, with hNbini " 2:9! 0:2. The
FTPC-Au multiplicity distribution was modeled by con-
voluting the Glauber model distribution of participants
from the Au nucleus with the charged multiplicity distri-
bution measured in 2:5<j"j<3:5for !pp % p collisions at
!!!

s
p " 200 GeV [23]. The FTPC-Au acceptance, effi-
ciency, and backgrounds were taken into account using
HIJING [21] events in a GEANT model of the detector.
Figure 1 shows the measurements for both minimum
bias and ZDC-d neutron-tagged events, together with
the corresponding Glauber model predictions. The model
is validated by its agreement with both multiplicity dis-
tributions and with the ZDC-d single neutron cross sec-
tion fraction. High FTPC-Au multiplicity therefore
biases towards central collisions. Figure 1 shows the cut
defining the 20% highest multiplicity collisions in the
data. hNbini " 15:0! 1:1 for the 20% highest multiplicity
collisions in the Glauber model, where the uncertainty
includes the spread in values obtained with several alter-
native models.

Figure 2 shows the invariant inclusive pT distribution
of #h% % h& $=2 within j"j<0:5 for minimum bias and
central d % Au collisions, together with that for p % p

collisions from [5]. The error bars are the quadrature sum
of statistical errors and point-to-point systematic uncer-
tainties. The normalization uncertainty for d % Au colli-
sions is 10%.

Nuclear effects on hadron production in d % Au and
Au % Au collisions are measured through comparison to
the p % p spectrum using the ratio

RAB#pT$ "
d2N=dpTd"

TABd2!pp=dpTd"
; (1)

where d2N=dpTd" is the differential yield per event in
the nuclear collision A % B, TAB " hNbini=!ppinel describes
the nuclear geometry, and d2!pp=dpTd" for p % p in-
elastic collisions is determined from the measured p % p
differential cross section [5]. In the absence of nuclear
effects such as shadowing, the Cronin effect, or gluon
saturation, hard processes are expected to scale with the
number of binary collisions and RAB#pT$ " 1. Figure 3
shows RAB#pT$ for minimum bias and central d % Au
collisions. The error bars are the quadrature sum of the
statistical and point-to-point systematic uncertainties.
RAB#pT$ > 1 for 2< pT < 7 GeV=c. RAB#pT$ for central
and minimum bias d % Au collisions contain many com-
mon uncertainties, including dependence on the same
p % p reference spectrum. The ratio of RAB#pT$ for cen-
tral relative to minimum bias collisions, which factors out
these common uncertainties, is 1:02! 0:03at 4 GeV=c.
RAB#pT$ may be influenced by nuclear shadowing [13]
and its centrality dependence [14]. Figure 3 also shows
RAB#pT$ for central Au % Au collisions [5], exhibiting
large suppression in hadron production at high pT .

Figure 4(a) shows the two-particle azimuthal distribu-
tion D#"#$, defined as
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FIG. 2 (color online). Inclusive pT distributions for mini-
mum bias and central d % Au collisions, and non-singly dif-
fractive p % p collisions [5]. Hash marks at the top indicate bin
boundaries for pT > 3:8 GeV=c.
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FIG. 3 (color online). RAB#pT$ from Eq. (1) for minimum bias
and central d % Au collisions, and central Au % Au collisions
[5]. The minimum bias d % Au data are displaced 100 MeV=c
to the right for clarity. The bands show the normalization
uncertainties, which are highly correlated point-to-point and
between the two d % Au distributions.
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D!!!" # 1

Ntrigger

1

"
dN

d!!!" ; (2)

for minimum bias and central d $ Au collisions, and for
p $ p collisions [6]. Only particles within j#j<0:7 are
included in the analysis. Ntrigger is the number of particles
within 4< pT!trig"< 6 GeV=c, referred to as trigger
particles. The distribution results from the correlation of
each trigger particle with all associated particles in the
same event having 2<pT < pT!trig", where " is the
tracking efficiency of the associated particles. The nor-
malization uncertainties are less than 5%.

The azimuthal distributions in d $ Au collisions in-
clude a nearside (!!% 0) peak similar to that seen in
p $ p and Au $ Au collisions [6] that is typical of jet
production, and a back-to-back (!!% $ ) peak similar to
that seen in p $ p and peripheral Au $ Au collisions [6]
that is typical of di-jet events. The azimuthal distributions
are characterized by a fit to the sum of nearside (first
term) and back-to-back (second term) Gaussian peaks
and a constant:

D!!!" & AN
e' !!!"

2=2%2
N

!!!!!!!

2$
p

%N
$ AB

e' !j!!j' $ "
2=2%2

B

!!!!!!!

2$
p

%B
$ P: (3)

Fit parameters are given in Table I. Their systematic
uncertainties are highly correlated between the data
sets, are less than 20% for %N , and are less than 10%
for all other parameters. The only large difference in the
azimuthal distributions in p $ p and d $ Au collisions is
the growth of the pedestal P. It increases with increasing
hNbini, but is not proportional to hNbini as might be ex-

pected for incoherent production. Both%N and%B exhibit
at most a small increase from p $ p to central d $ Au
collisions. A small growth in %B is expected to result
from initial-state multiple scattering [24,25]. The modest
reduction in the correlation strengths AN and AB from
p $ p to central d $ Au collisions is similar to that seen
previously for peripheral Au $ Au collisions [6].

Figure 4(b) shows the pedestal-subtracted azimuthal
distributions for p $ p and central d $ Au collisions.
The azimuthal distributions are shown also for central
Au $ Au collisions after subtraction of the elliptic flow
and pedestal contributions [6]. The nearside peak is simi-
lar in all three systems, while the back-to-back peak in
central Au $ Au shows a dramatic suppression relative to
p $ p and d $ Au .

The contrast between d $ Au and central Au $ Au
collisions in Figs. 3 and 4 indicates that the cause of the
strong high pT suppression observed previously is asso-
ciated with the medium produced in Au $ Au but not in
d $ Au collisions. The suppression of the inclusive hadron
yield at high pT in central Au $ Au collisions has been
discussed theoretically in various approaches (see [5] for
references). Measurements of central Au $ Au collisions
[5] are described both by pQCD calculations that incor-
porate shadowing, the Cronin effect, and partonic energy
loss in dense matter, and by a calculation extending the
saturation model to high momentum transfer. How-
ever, predictions of these models differ significantly for
d $ Au collisions. Because of the Cronin effect, pQCD
models predict that RAB!pT" > 1 within 2< pT <
6 GeV=c for minimum bias d $ Au collisions, with a
peak magnitude of 1.1–1.5 in the range 2:5< pT <
4 GeV=c [11]. The enhancement is expected to be larger
for central collisions [12]. The saturation model calcula-
tion in [7] predicts RAB!pT"< 1, with larger suppression
for more central events, achieving RAB!pT" % 0:75for the
20% most-central collisions. In contrast, another satura-
tion model calculation [15] generates an enhancement in
RAB!pT", similar to the Cronin effect, for both d $ Au
and Au $ Au collisions. Figure 3 shows that RAB!pT" is
qualitatively different in d $ Au and central Au $ Au
collisions: in d $ Au , RAB!pT" significantly exceeds
unity. These results are consistent with expectations
from pQCD calculations but not the saturation model in
[7]. Scattering of the hadronic fragments of jets also may
contribute to the suppression of the inclusive yield [5,26].

TABLE I. Fit parameters from Eq. (3). Errors are statistical
only.

p $ p min. bias d $ Au min. bias d $ Au central

AN 0:081( 0:005 0:073( 0:003 0:067( 0:004
%N 0:18( 0:01 0:20( 0:01 0:22( 0:02
AB 0:119( 0:007 0:097( 0:004 0:098( 0:007
%B 0:45( 0:03 0:48( 0:02 0:51( 0:03
P 0:008( 0:001 0:039( 0:001 0:052( 0:002
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FIG. 4 (color online). (a) Efficiency corrected two-particle
azimuthal distributions for minimum bias and central d $ Au
collisions, and for p $ p collisions [6]. Curves are fits using
Eq. (3), with parameters given in Table I. (b) Comparison of
two-particle azimuthal distributions for central d $ Au colli-
sions to those seen in p $ p and central Au $ Au collisions [6].
The respective pedestals have been subtracted.

P H Y S I C A L R E V I E W L E T T E R S week ending
15 AUGUST 2003VOLUME 91, NUMBER 7

072304-5 072304-5

Figure 1.4: À gauche : Facteurs de modification nucléaire en collisions dAu de biais minimum (triangles verts) et
centrales (points rouges) mesurés par l’expérience STAR [59]. À droite : (a) Corrélations azimutales de
paires de hadrons en collisions d + Au de biais minimum (triangles verts) et centrales (points rouges), et
en collisions pp [60]. (b) Comparaison de la corrélation azimutale entre paires de hadrons en collisions
dAu centrales avec celle observée en collisions pp et Au–Au centrales [60].
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La distribution de gauche sur la figure 1.4 représente le facteur de modification nucléaire RdA en
collisions dAu en fonction de l’impulsion transverse qui caractérise la différence entre les taux de
production de hadrons chargés en collisions dAu et pp. RdA est inférieur à l’unité pour les plus petites
valeurs de pT puis dépasse l’unité sur la majeur partie de la gamme de mesure de pT. Ce comportement
s’explique par deux effets : l’effet Cronin et le shadowing. L’effet Cronin [61] est responsable de l’excès
observé à pT ≳ 2 GeV/c qui peut s’interpréter comme la conséquence des diffusions multiples des
partons/hadrons incidents lors de leur passage au travers du noyau cible. Ces diffusions multiples
ont lieu avant l’interaction dure qui donne naissance au parton de grande impulsion transverse qui se
fragmente alors en hadrons détectés. Le deuxième effet en question, le shadowing9 [61, 62], est quant lui
responsable de la déplétion du RdA pour pT ≲ 1–2 GeV/c. Cette atténuation s’explique grossièrement
par le fait que les nucléons de surface projettent leur “ombre”, par analogie optique, sur les nucléons
les plus internes qui ne sont plus exposés à l’intégralité de l’intensité du faisceau de hadrons. Ainsi, le
nombre effectif de nucléons participant aux interactions inélastiques est réduit aux seuls nucléons de
surface, soit ≈ A2/3 [63]. Ces deux effets sont des effets dans l’état initial, ce qui signifie que pour les
prendre en considération dans les collisions nucléaires, il nous faut modifier la description des processus
qui surviennent avant l’interaction dure. En général, ces effets sont absorbés dans les fonctions de
structure nucléaires qui entrent dans la section efficace QCD factorisée (cf. section 1.4.2.1).

Le facteur RdA peut être comparé à celui mesuré en collisions Au–Au centrales (RAA). Pour pT >
4 GeV/c, la production de hadrons chargés en collisions Au–Au centrales est réduite d’un facteur ∼ 5 par
rapport à celle attendue d’une simple superposition de collisions nucléon–nucléon. Cette suppression
subsiste jusqu’à pT ∼ 10 GeV/c. Il n’est pas possible d’expliquer une telle suppression par un effet dans
l’état initial et constitue ainsi une des premières preuves expérimentales de la forte extinction des jets en
collisions d’ions lourds. Cette interprétation est corroborée par la mesure d’un RAA des photons directs
compatible avec l’unité [64] comme attendu puisque les photons, neutres de couleur ne peuvent pas
être étouffés. Une autre preuve indirecte du phénomène de jet quenching est apportée par la mesure
des corrélations azimutales entre un hadron trigger d’impulsion transverse 4 < ptrig

T < 6 GeV/c et un

deuxième hadron d’impulsion transverse 2 GeV/c < pT < ptrig
T [60, 65]. Comme le montre la figure 1.4

de droite, en collisions pp et dAu, deux pics bien marqués sont observés dans la distribution autour
de ∆ϕ ≃ 0 (pair de hadrons du même jet) et ∆ϕ ≃ π (pair de hadrons d’un dijet). Alors que le pic
centré autour ∆ϕ ≃ 0 demeure visible en collisions Au–Au centrales, celui autour de ∆ϕ ≃ π disparaît
suggérant ainsi une forte extinction des jets. Une telle mesure indépendante du modèle de Glauber,
nécessaire dans la mesure du RAA pour tenir compte de la géométrie de la collision, est complémentaire
de celle du RAA.

L’observation du jet quenching au RHIC a été confirmé par celles, directe cette fois, effectuées par
les expériences ATLAS puis CMS à l’aide de la reconstruction complète de paires de jets ou dijets
quelques jours à peine après le démarrage de la première période ions lourds du LHC en novembre
2010. La section efficace de production de dijets est une contribution dominante à la section efficace
totale de production de jets. Les jets sont par conséquent le plus souvent produits par paires bien
équilibrées en azimut et en énergie transverse. Le quenching des jets peut conduire à un déséquilibre
en énergie transverse puisque chaque jet, ou parton initial, parcourt une longueur de trajet différente
dans le milieu QCD. Un tel déséquilibre peut être quantifié à l’aide de l’asymétrie définie comme
AJ = (ET,1 − ET,2) / (ET,1 + ET,2), où ET,1 > ET,2 sont les énergies transverses respectives des deux jets
de l’événement ayant la plus haute énergie transverse. Ces jets doivent avoir une séparation angulaire
azimutale, ∆ϕ = |ϕ1 − ϕ2| > π/2 pour réduire la contribution des états finaux multi-jets. De plus, le
premier jet de la paire doit avoir une énergie ET,1 > 100 GeV et le deuxième jet ET,2 > 25 GeV. La
sélection des jets est telle que le jet de plus haute énergie transverse ait une efficacité de reconstruction
élevée tandis que le deuxième soit au-dessus de la distribution des fluctuations du bruit de fond.

Les dijets devraient avoir une asymétrie maximale proche de zéro et décroissant rapidement vers
la limite cinématique de 0.7 fixée par les coupures de sélection. La figure 1.5 montre le résultat de la
mesure effectuée par la Collaboration ATLAS [66], les graphiques du haut montrent l’asymétrie des
dijets, tandis que ceux du bas montrent les corrélations azimutales des dijets. La mesure est évaluée dans
quatre classes de centralité de la collision, allant des plus centrales (0 − 10 %) aux plus périphériques
(40 − 100 %). L’asymétrie des dijets mesurée en collisions pp à

√
s = 7 TeV est représentée par les

symboles ajourés dans les graphiques du haut de la figure 1.5. Les distributions pleines de couleur
jaune montrent la référence obtenue à l’aide d’une simulation MC qui consiste en des dijets générés
par PYTHIA entièrement reconstruits plongés dans un événement sous-jacent simulé par le générateur
MC HIJING. La présence de dijets présentant de grandes asymétries à la fois dans les échantillons de
référence et dans les données pp reflète la contribution des événements avec une topologie à trois jets ou

9 La section efficace totale hadron–noyau σhA est connue pour être inférieure à A fois la section efficace totale hadron–nucléon
σhN : σhA < A σhN.
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plus ainsi que des effets instrumentaux. Par rapport à la référence, l’asymétrie mesurée dans les collisions
Pb–Pb centrales montre la disparition du maximum proche de zéro et un plateau plutôt plat pour les
asymétries en-dessous de ≈ 0.4. Lorsque la centralité décroît, l’asymétrie diminue pour retrouver un bon
accord avec les données de référence pp et les simulations MC. Parallèlement à l’asymétrie des dijets,
leurs corrélations azimutales sont également mesurées (cf. graphiques du bas de la figure 1.5) pour
les mêmes classes de centralité. Les distributions en ∆ϕ montrent que les jets formant les dijets sont
préférentiellement émis dos à dos pour l’ensemble des classes de centralité, avec cependant l’observation
d’une augmentation systématique avec la centralité du taux de jets émis à grand angle par rapport à la
direction de recul. De nombreuses études ont été réalisées pour vérifier que les événements présentant
une grande asymétrie ne sont pas produits par des effets du bruit de fond ou instrumentaux.

Ces mesures réalisées par les expériences ATLAS et CMS [67] ont ouvert une ère nouvelle pour
l’utilisation des jets comme moyen de sonder le plasma quarks–gluons qui est devenu dès lors un axe de
recherche très dynamique dans lequel le présent travail d’habilitation s’inscrit. 4
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FIG. 3: (top) Dijet asymmetry distributions for data (points) and unquenched HIJING with superimposed PYTHIA dijets
(solid yellow histograms), as a function of collision centrality (left to right from peripheral to central events). Proton-proton
data from

p
s = 7 TeV, analyzed with the same jet selection, is shown as open circles. (bottom) Distribution of ��, the

azimuthal angle between the two jets, for data and HIJING+PYTHIA, also as a function of centrality.

(asymmetries larger than 0.6 can only exist for leading
jets substantially above the kinematic threshold of 100
GeV transverse energy). The �� distributions show that
the leading and second jets are primarily back-to-back in
all centrality bins; however, a systematic increase is ob-
served in the rate of second jets at large angles relative
to the recoil direction as the events become more central.

Numerous studies have been performed to verify that
the events with large asymmetry are not produced by
backgrounds or detector e↵ects. Detector e↵ects primar-
ily include readout errors and local acceptance loss due to
dead channels and detector cracks. All of the jet events
in this sample were checked, and no events were flagged
as problematic. The analysis was repeated first requiring
both jets to be within |⌘| < 1 and |⌘| < 2, to see if there
is any e↵ect related to boundaries between the calorime-
ter sections, and no change to the distribution was ob-
served. Furthermore, the highly-asymmetric dijets were
not found to populate any specific region of the calorime-
ter, indicating that no substantial fraction of produced
energy was lost in an ine�cient or uncovered region.

To investigate the e↵ect of the underlying event, the
jet radius parameter R was varied from 0.4 to 0.2 and
0.6 with the result that the large asymmetry was not re-
duced. In fact, the asymmetry increased for the smaller
radius, which would not be expected if detector e↵ects
are dominant. The analysis was independently corrobo-
rated by a study of “track jets”, reconstructed with ID
tracks of pT > 4 GeV using the same jet algorithms. The
ID has an estimated e�ciency for reconstructing charged

hadrons above pT > 1 GeV of approximately 80% in the
most peripheral events (the same as that found in 7 TeV
proton-proton operation) and 70% in the most central
events, due to the approximately 10% occupancy reached
in the silicon strips. A similar asymmetry e↵ect is also
observed with track jets. The jet energy scale and under-
lying event subtraction were also validated by correlating
calorimeter and track-based jet measurements.

The missing ET distribution was measured for mini-
mum bias heavy ion events as a function of the total ET

deposited in the calorimeters up to about ⌃ET = 10 TeV.
The resolution as a function of total ET shows the same
behavior as in proton-proton collisions. None of the
events in the jet selected sample was found to have an
anomalously large missing ET .

The events containing high-pT jets were studied for the
presence of high-pT muons that could carry a large frac-
tion of the recoil energy. Fewer than 2% of the events
have a muon with pT > 10 GeV, potentially recoiling
against the leading jet, so this can not explain the preva-
lence of highly asymmetric dijet topologies in more cen-
tral events.

None of these investigations indicate that the highly-
asymmetric dijet events arise from backgrounds or
detector-related e↵ects.

In summary, first results are presented on jet recon-
struction in lead-lead collisions, with the ATLAS detector
at the LHC. In a sample of events with a reconstructed
jet with transverse energy of 100 GeV or more, an asym-
metry is observed between the transverse energies of the

Figure 1.5: En haut : Distributions de l’asymétrie en énergie transverse des jets pour les données (points) et pour
une simulation HIJING non quenchée avec des jets PYTHIA superposés (histogrammes jaunes pleins), en
fonction de la centralité de la collision (de gauche à droite, des événements périphériques aux événements
centraux). Les données des collisions pp à

√
s = 7 TeV, analysées avec la même sélection de jets, sont

représentées par des cercles ouverts. En bas : Distributions de l’angle azimutal entre les deux jets ∆ϕ, pour
les données et la simulation HIJING + PYTHIA, également en fonction de la centralité.

1.4.2 Description théorique du jet quenching

1.4.2.1 Les jets dans le vide

La référence indispensable, à laquelle il nous faut comparer les modifications des observables jet provo-
quées par la création d’un QGP, est constituée par la description des mêmes observables en collisions
proton–proton. Dans ce cas où les jets se développent dans le vide, notre niveau de compréhension actuel
est très avancé. Les taux de production ainsi que les propriétés des jets peuvent en effet être calculées
avec précision analytiquement à l’aide de la théorie des perturbations ou par le biais de générateurs
d’événements Monte-Carlo (MC). Cela est rendu possible par le théorème de factorisation qui permet de
séparer un processus de diffusion en une partie à courte distance calculée en théorie des perturbations
et une partie à grande distance décrite par des objets non-perturbatifs universels (indépendant du
processus considéré), les distributions de partons (Parton Distribution Function) [68]. Cela est illustré
sur la figure 1.6.

La production d’un état final X (parton, hadron, jet) s’écrit alors sous la forme

σh1h2→X(p1, p2) = f h1
i

(
x1, Q2

)
⊗ f h2

j

(
x2, Q2

)
⊗ σij→k

(
x1 p1, x2 p2, Q2

)
⊗ Dk→X

(
z, Q2

)
. (1.11)

Ici, la PDF f h1
i
(

x1, Q2) ( f h2
j
(

x2, Q2)) donne la probabilité de trouver un parton i (j) de virtualité

Q2 (échelle dure imposée par le processus partonique) emportant une fraction x1 (x2) de l’impulsion
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Fig. 1 Schematic picture of a hard scattering process at the LHC. 

After the parton shower we are left with a large number of rather soft quarks and gluons which undergo 
hadronization to form the hadrons observed in the final state. While there has been little progress in the theoretical 
description of hadronization in the past ten or twenty years, its impact on a typical observable studied at the LHC is 
rather limited.  

Combining the theoretical tools described above with precise experimental data allows for very stringent tests of 
the SM with experiments at high-energy colliders. Should a BSM particle be produced there are good prospects for 
it to be studied in detail. But also powerful indirect tests are possible at colliders,  such as the search for anomalous 
couplings and consistency checks between the values of masses and cross sections for SM particles. 

3. The SM and beyond as an effective theory 

Given the lack of hints from experiment on the nature of BSM it is a somewhat unrewarding task to try to find 
the BSM theory that is realized in nature. A possible way forward is to parameterize our ignorance by treating 
BSM physics in an effective-theory framework. This builds nicely onto the commonly accepted view that the SM 
is an effective theory itself, valid up to a certain scale ΛUV. The effects of any BSM physics that is characterized by 
new fields with a large mass can be described at energies below this scale by higher dimensional operators. These 
operators are generated by integrating out the heavy BSM fields.  

Depending on the (unknown) nature of these fields certain operators are generated, while others will be absent. 
As a very simple example consider the exchange of a hypothetical heavy particle of mass M ~ ΛUV between 
fermions of the SM ψi, as illustrated in Fig. 2. If the exchanged momentum p2 is much smaller than M 2, the 
contribution of this (and similar) diagrams can be approximated by a dimension 6 four-fermion operator (plus a 
whole tower of even higher-dimensional operators). The nature of the exchanged particle determines the precise 
form of the four-fermion effective operator. In fact, for any BSM model with additional heavy particles, the 
coefficients of the various operators can be computed. The advantage of working with the operator rather than a 
specific model is that the combination of all operators includes all possible models, at least within the 
approximation taken. Of course, in the limit p2 → M 2 ~ Λ2 this approximation is not valid any longer and the 
effective-theory approach breaks down. Thus, assuming that at some point non-vanishing coefficients for some of 
these operators are found, it will be a non-trivial task to deduce the BSM model from this knowledge. However, 
for pinning down possible deviations and combining data from many different experiments within a general 
approach, the effective-theory approach is a promising way to proceed. 

Figure 1.6: Schéma d’un processus de diffusion dure au LHC [69].

longitudinale du proton incident h1 (h2). L’évolution des PDFs en fonction de l’échelle d’énergie Q2

est régie par les équations intégro-différentielles DGLAP (Dokshitzer–Gribov–Lipatov–Altarelli–Parisi
[70, 71, 72]) dans le cadre de la QCD perturbative. Les conditions initiales, déterminées à partir des
données par ajustements globaux, sont relativement bien contraintes dans le domaine cinématique de la
production de jets.

La diffusion dure entre les partons i et j, décrite par la section efficace perturbative σij→k, donne lieu
à la création d’un système partonique (un paire de partons émis dos-à-dos à l’ordre dominant) formé
par un parton k qui nous intéresse. Ce dernier va alors relâcher sa virtualité initiale Q2 par émission
de gluons (q (q̄) → gq (q̄)) qui, à leur tour, donneront naissance à d’autres gluons (g → gg) et/ou à
d’autres paires quark-anti-quark (g → qq̄), jusqu’à une échelle Q2

0 en-dessous de laquelle la théorie des
perturbations n’est plus valable et où l’hadronisation des fragments a lieu.

La probabilité qu’un parton k (de genre temps) se scinde en une paire de partons l et m, emportant
respectivement une fraction z et 1 − z de son impulsion, est donnée par

dwk→l+m =
αs

4π

d2k⊥
k2
⊥

dz Plk (z) , (1.12)

où les Plk (z) sont les fonctions de désintégration partoniques (encore appelées fonctions ou noyaux de
branchement) d’Altarelli–Parisi [71] qui ont la propriété de décrire également l’évolution partonique de
genre espace (virtualité croissante) des PDFs et k⊥ est l’impulsion transverse générée par le processus de
branchement. De par la double dépendance logarithmique de l’équation1.12

10, on retrouve le fait bien
connu que le processus de branchement des partons soit dominé par l’émission de gluons mous (qui
n’emportent qu’une petite fraction de l’énergie totale du parton initial, x = ω/E ≪ 1) et colinéaires [73].
La divergence logarithmique colinéaire dérivant, en effet, du terme

∫
d2k⊥ k−2

⊥ ∝ log Q2/Q2
0, de même

que la divergence molle provenant de l’intégration en z des contributions aux noyaux de branchement
pour lesquelles un gluon emportant une faible fraction de l’impulsion est émis (∝

∫
dz/ (1 − z) pour

z → 1 et ∝
∫

dz/z pour z → 0).
Le structure spatio-temporelle des branchements multiples dans les régions logarithmiques se car-

actérise par un fort arrangement des échelles de temps typiques des branchements successifs, tf ∼
z (1 − z) E/k2

⊥. Contrairement à une évolution de genre espace où c’est le rangement selon l’impulsion
transverse k⊥ qui explique la resommation des grands termes logarithmiques, αs log Q2/Q2

0 ∼ 1,
l’évolution de genre temps est déterminée par l’arrangement angulaire strict des branchements successifs
en raison des effets de cohérence de couleur. Cette configuration angulaire dictée par la cohérence
de couleur, associée à la domination des émissions molles, définit la structure spatio-temporelle du
développement d’un jet : les branchements se produisent tour à tour par angle d’émission décroissant
avec des émissions de plus en plus molles. Depuis peu, des observables sensibles à la structure interne
des jets (dites observables de sous-structure) inspirées des outils développés pour la recherche de physique
au-delà du Modèle Standard [74, 75] ont fait leur apparition. Elles font l’objet d’intenses efforts à la fois
théoriques et expérimentaux puisqu’on s’attend à ce qu’elles soient modifiées suite à la traversée du
QGP [76].

À l’issue de la gerbe partonique, on obtient un grand nombre de partons assez mous provenant de la
fragmentation du parton dur initial k qui subissent alors une hadronisation pour former des hadrons dans

10 Cette double contribution logarithmique de l’équation 1.12 est l’ingrédient essentiel de la construction des équations d’évolution
partoniques dans les jets hadroniques.
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l’état final observables expérimentalement. En dépit de son caractère intrinsèquement non perturbatif
qui la rend inaccessible à partir des principes premiers de la QCD, la physique de l’hadronisation peut
cependant être effectivement décrite par des fonctions de fragmentation Di→X (x, Q) qui donnent la
distribution de probabilité qu’un état final X (hadron, jet, etc.) provienne des branchements puis de
l’hadronisation des fragments d’un parton i dont il emporte une fraction x de l’impulsion longitudinale.
L’évolution des fonctions de fragmentations est donnée par les équations MLLA (Modified Leading-
Logarithmic Approximation) [77] dont les paramètres non-perturbatifs sont contraints par un ajustement
global des données à la manière des PDFs [78].

1.4.2.2 Modélisation de la perte d’énergie

Comme évoqué dans la section 1.1, on doit l’idée originale de la perte d’énergie des jets se propageant
au travers d’un milieu partonique dense à J.D. Bjorken au début des années 80 [14]. En s’inspirant du
phénomène de perte d’énergie par ionisation, il posa les bases d’une description de la perte d’énergie
des partons de hautes impulsions par diffusions multiples sur les quanta du milieu. Il a été montré
depuis que, même si une part non négligeable de la perte d’énergie demeure collisionnelle, et ce,
tout particulièrement pour les quarks lourds [79], la majeure partie de la perte d’énergie provient
du rayonnement de gluons. Le rayonnement de gluons dans un plasma s’apparente au processus de
Bremsstrahlung en QED. Le parton produit dans le processus dur, lors de sa traversée du milieu, subit
des diffusions élastiques ainsi que des diffusions induisant un rayonnement de gluons, gluons qui
interagissent à leur tour avec le milieu. Dans cette partie, nous donnerons un aperçu du mécanisme de
perte d’énergie partonique. Pour un état des lieux des développements théoriques et phénoménologiques
récents, voir les articles de revue [80, 81, 82].

Afin de décrire le processus de rayonnement de gluons dans le milieu, nous devons dans un premier
temps introduire les quantités suivantes (comme illustré sur la figure 1.7) :

• énergie du parton initial E,

• énergie du gluon rayonné ω,

• impulsion transverse du gluon rayonné kT,

• impulsion transverse échangée avec le milieu qT,

• épaisseur du milieu L.

X X X

o

X X X

E parton

ω k
λqT

T,

EΔ

o
o

Fig. 5: Typical gluon radiation diagram

Here, the medium dependence is controlled by the transport coefficient

q̂ ' µ2/� ' ⇢

Z
d2q? q2

? d�/d2q? , (4)

where ⇢ is the density of the medium (a nucleus, or partons) and � the cross section of the gluon-medium
interaction. According to (3), gluons are emitted from a hard parton traversing a finite path length L in
the medium, if the phase ' > 1. Thus, their energy has to be smaller than the “characteristic gluon
frequency”

!c =
1

2
q̂ L2 . (5)

For an estimate of the shape of the energy distribution, consider the number Ncoh of scattering centers
which add coherently in the gluon phase (3), k2

T ' Ncoh µ2. Based on expressions for the coherence
time of the emitted gluon, tcoh ' !

k2
T

'
q

!
q̂ and Ncoh = tcoh

� =
q

!
µ2 �

, one estimates for the gluon
energy spectrum per unit path length

!
dI

d! dz
' 1

Ncoh
!

dI1 scatt

d! dz
' ↵s

tcoh
' ↵s

r
q̂

!
. (6)

Again, this 1/
p
!-energy dependence of the medium-induced non-abelian gluon energy spectrum is

expected for sufficiently small ! < !c. The average energy loss of the parton (in the limitEparton ! 1)
due to gluon radiation with a spectrum !dI

d! is then determined by the characteristic gluon energy !c as
follows,

�E =

Z !c !dI

d!
d! ' ↵s !c , (7)

It shows a characteristic quadratic dependence on the in-medium pathlength. The medium-induced
BDMPS gluon spectrum (valid for finite size L >> � and for soft gluon energies !GB = q̂�2 <
! << Eparton ! 1) with the characteristic behavior: !dI

d! ' ↵s

p
!c
! , ! < !c is suppressed by

1/Ncoh for ! > !GB with respect to the incoherent Gunion-Bertsch spectrum. For comparison with
QED the Landau-Pomeranchuk-Migdal [195, 196, 217] (LPM) suppressed photon spectrum behaves as
!dI
d! ' p

!.
Opacity expansion: we turn now to the limiting case in which the radiation pattern results from an

incoherent superposition of very few n0L single hard scattering processes positioned within path length
L. Consider a hard partonic projectile which picks up a single transverse momentum µ by interacting
with a single hard scatterer. An additional gluon of energy ! decoheres from the projectile wave function
if its typical formation time t̄coh = 2!

µ2 is smaller than the typical distance L between the production point
of the parton and the position of the scatterer. The relevant phase is

� =
L

t̄coh
⌘ !̄c

!
, (8)

Figure 1.7: Diagramme typique du rayonnement de gluons induit par le milieu.

Pour décrire l’interaction entre la particule sonde et le milieu, il nous faut de plus introduire le libre
parcours moyen λ, l’opacité n̄ et le coefficient de transport q̂. Le libre parcours moyen s’exprime de façon
classique comme :

λ =
1

σ ρ
, (1.13)

où σ est la section efficace élastique d’interaction particule–milieu et ρ la densité du milieu. L’opacité :

n̄ =
L
λ

, (1.14)

défini comme le nombre de diffusions subies par la particule dans un milieu d’épaisseur L. Le
coefficient de transport, qui caractérise le pouvoir de diffusion du milieu, est défini comme le transfert
d’impulsion transverse (à la trajectoire du particule sonde) quadratique moyen par unité de libre parcours
moyen :
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q̂ =

〈
q2

T
〉

λ
. (1.15)

Ces quantités étant définies, nous pouvons à présent essayer de dégager les propriétés élémentaires
du rayonnement de gluons. On peut décrire le rayonnement de gluons à partir son impulsion transverse

kT, son énergie ω =
∣∣∣⃗k
∣∣∣ et l’angle entre la direction du gluon émis et la direction du parton émetteur

θ ≃ kT/ω. Dans le vide, l’effet de cohérence de couleur s’est avéré jouer un rôle déterminant sur
le rayonnement des partons. Tandis que le vertex associé au gluon est ponctuel, le processus de
rayonnement ne l’est pas. Lorsque le gluon commence à être rayonné, sa fonction d’onde se superpose à
celle du parton émetteur et le système ainsi formé se comporte de façon cohérente, ce qui signifie que
les deux quanta ne peuvent être distingués l’un de l’autre (la situation analogue en QED est connue sous
le nom d’effet Chudakov [83]). En d’autres mots, cela signifie qu’il faut du temps pour que le gluon soit
entièrement formé. Ce temps est appelé temps/longueur de formation tform ou longueur de cohérence.
Le gluon est considéré comme entièrement formé lorsque la distance qui le sépare du parton émetteur
d⊥ ≃ θ ∆t, est supérieure à sa longueur d’onde de Compton λ⊥ = 1/kT ≃ 1/(ω θ). On obtient ainsi

tform ≃ 2 ω

k2
T

≃ 2
ω θ2 . (1.16)

L’équation 1.16 est valable aussi bien pour un rayonnement dans le vide que dans un milieu. Dans le
vide, le parton virtuel aura tendance à réduire sa virtualité par l’émission de gluons préférentiellement
colinéaires et/ou mous dont le temps de formation est long. De plus, dans le vide, il n’existe pas de
relation simple liant kT et ω (au-delà de la conservation de l’énergie–impulsion) qui s’appuierait sur des
considérations générales liées aux propriétés du rayonnement. De tels arguments peuvent cependant
être avancés dans le cas du milieu.

En effet, une particule sonde traversant un milieu diffuse quant à elle sur les champs créés par les
partons déconfinés qui le constituent. À chaque diffusion, elle acquiert une légère accélération induisant
un rayonnement de gluons. Cette fois, la virtualité initiale du parton dur n’est pas le facteur qui contrôle
le rayonnement. Les gluons induits par la présence du milieu accumulent de l’impulsion transverse
kT par rediffusions dans le milieu pendant leur formation. Cela implique que le kT, dû à N diffusions
successives (on suppose que le gluon émis diffuse sur N centres diffuseurs et que ces diffusions sont
indépendantes les unes des autres), est relié à q̂ par conservation du moment transverse comme suit :

q̂ =

〈
q2

T
〉

λ
=

N
〈
q2

T
〉

N λ
=

k2
T

tform
. (1.17)

Nous supposons ici que le temps de formation est plus long que le libre parcours moyen dans le milieu.
En injectant l’expression du formation donnée par l’équation 1.16 dans l’équation 1.17, on obtient :

k2
T =

√
2 ω q̂, (1.18)

tform =

√
2 ω

q̂
. (1.19)

On en déduit alors qu’il existe une corrélation entre kT et ω dans le cas d’un rayonnement dans le
milieu et que le temps de formation du gluon croît avec l’énergie selon tform ∝

√
ω. Dans l’équation

1.17, nous avons supposé un temps de formation supérieur au libre parcours moyen dans le milieu et
inférieur à la taille du milieu, de sorte que :

λ < tform < L. (1.20)

Ce qui implique que l’énergie rayonnée est comprise entre ωmin et ωmax, ωmax étant traditionnellement
nommée énergie caractéristique. En utilisant l’équation 1.19, on obtient les expressions suivantes pour
ωmin et ωc :

ωmin =
1
2

q̂ λ2, (1.21)
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ωc =
1
2

q̂ L2. (1.22)

En remplaçant θ ≃ kT/ω dans l’équation 1.18, on obtient l’expression :

θ =

(
2 q̂
ω3

)1/4
, (1.23)

qui nous permet, à partir des équations 1.21 et 1.22, d’estimer les angles minimal et maximal comme
suit :

θc =
2√
q̂L3

, (1.24)

θmax =
2√
q̂λ3

. (1.25)

L’existence d’un domaine angle d’émission est caractéristique du rayonnement dans un milieu. Pour
q̂ = 1 GeV2/c et L = 10 fm, l’angle minimal est assez faible θc ≈ 0.01 rad. Le spectre de rayonnement
par unité de longueur qui a été calculé pour la première fois dans les années 80 par Gunion et Bertsch
[84] s’écrit :

ω
d2 IGB
dω dz

≃ αs

λ
, (1.26)

où I représente l’intensité qui est une quantité sans dimension proportionnelle au nombre de gluons
et dz est un élément de libre parcours moyen. Dans le cas de N diffusions indépendantes, le spectre de
rayonnement total s’exprime sous la forme :

ω
d2 I

dω dz
≃ 1

N
ω

d2 IGB
dω dz

≃ 1
N

αs

λ
≃ αs

tform
≃ αs

√
q̂

2 ω
≃ αs

√
ωc

ω
. (1.27)

Cela signifie que le spectre rayonné est dominé par des gluons mous. Ces gluons mous étant, d’après
l’équation 1.23, émis à grand angle. Cette propriété fondamentale obtenue à partir de considérations
simples a été confirmée par les mesures effectuées au LHC [85]. Enfin, en intégrant le spectre précédant
de 0 à ωc, on obtient l’énergie totale perdue par le parton :

⟨∆E⟩ =
∫ ωc

0
ω

d2 I
dω dz

∝ ωc ∝ q̂ L2. (1.28)

On peut alors en déduire que la perte d’énergie radiative moyenne croît quadratiquement en fonction
du longueur du trajet parcouru dans le milieu. Ce comportement, de même que les propriétés de la perte
d’énergie partonique discutées dans cette section, d’un intérêt seulement heuristique sont reproduits
par des modèles théoriques détaillés du quenching des jets basés sur des calculs QCD perturbatifs. Ces
calculs plus poussés de perte d’énergie développés au cours des vingt dernières années peuvent être
classés, comme illustré sur la figure 1.8, en quatre grandes catégories référencées d’après les noms de
leurs auteurs :

• BDMPS-Z : Baier, Dokshitzer, Mueller, Peigné, Schiff et Zakharov ; [86, 87, 88, 89, 90, 91, 92] ASW :
Armesto, Salgado, Wiedmann [93, 94, 95, 96, 97] ;

• GLV : Gyulassy, Levai, Vitev [98, 99, 100, 101] ;

• HT (Higher Twist) : Luo, Qiu, Sterman [102, 103, 104, 105, 106, 107] ;

• McGILL AMY : Arnold, Moore, Yaffe [108, 109, 110, 111, 112].
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FIG. 2. The landscape of pQCD-based jet quenching formalisms.
Arrows indicate common concepts or assumptions between adjacent
formalisms.

the single hard scattering (N = 1) approximation which
assumes that there is only one dominant hard scattering.
The multiple soft scattering approximation resums
all the interference terms at the cost of neglecting
hard scatterings with the medium. In general, the
multiple soft scattering approximation is expected to be
valid for thick media, while the single hard scattering
approximation is more accurate for thin media.

(ii) AMY vs multiple soft scattering approach. Parton
energy loss within the AMY formalism can be for-
mulated in terms of the same path integral entering the
BDMPS-Z formalism [39]. The technical commonal-
ities between both approaches are further elaborated
in Refs. [45,57]. The main conceptual difference
between the AMY and the BDMPS-Z calculation is
the formulation of the medium: an equilibrated high-
temperature plasma in AMY versus static scattering
centers in BDMPS-Z. There are also important tech-
nical differences, however. Most notably, in AMY
an infinite-length medium is used, while BDMPS-Z
includes finite-size effects in the emission rates. The
effect of these differences is discussed in detail in
Ref. [56]. In addition, the ASW calculation include
the effect of large-angle cutoff on the radiation. This
effect is not taken into account in the standard AMY
calculation, but is explored in detail in Sec. III C3 below.

(iii) Opacity expansions: DGLV vs ASW-SH. There are
two implementations of the (N = 1) opacity ex-
pansion in the literature: DGLV [41,46] and ASW-
SH [38,39]. Both groups calculate the same set of
multiple-scattering Feynman diagrams within the same
high-energy and collinear approximation. However, in
extending this result from the kinematic region in which
these approximations are valid to the entire phase
space open for gluon production, they take different
approximations. The resulting numerical differences
are discussed in detail in Sec. III B. In particular,
large-angle gluon radiation is a source of significant
theoretical uncertainty.

(iv) Higher twist vs opacity expansion. The HT formalisms
and the (N = 1) opacity expansion are related in the
sense that they are formulated for media where the
jet scatters a few times per emission. While both for-
malisms have extended the theoretical setup to include
multiple scatterings per emission, most comparisons to
data still make use of the one scattering per emission
approximation. This is referred to as leading order

in opacity for GLV scheme and as next-to-leading
twist in the HT scheme. The characterization of the
medium is also somewhat different as the GLV scheme
incorporates the full functional form for scattering off
a heavy static scattering center and the HT scheme
takes the leading transverse momentum moment of the
exchanged transverse momentum distribution. The HT
scheme thus assumes a Gaussian distribution for the
exchanged transverse momentum.
The formalisms differ significantly in the way multiple-
gluon emission is treated. The HT calculation uses mod-
ified DGLAP virtuality evolution, while in the opac-
ity expansion, multiple-gluon emission is described
using Poisson distributed independent emissions (see
Sec. II B4). The modified DGLAP evolution used in
the HT scheme implies that subsequent radiated gluons
are ordered in transverse momentum k⊥ (k⊥ of a
given radiation is the upper bound for the subsequent
radiation). There is no such restriction in the GLV
scheme and each radiation may explore the limits set
by the kinematic bounds.

D. Summary of the main findings

A detailed comparison of the different energy-loss models
touches on many aspects of the underlying physics assump-
tions, but also the technical implementation. Most of these
aspects are mentioned in the preceding discussion and are
treated in more detail in Sec. III. Here we list the four most
important areas which are fundamental to the problem of
radiative energy loss in a QCD medium.

(i) Effect of kinematic limits. All formalisms make use of
collinear approximation ω " kT . In addition, most of
the calculations presented in Sec. III (ASW-SH, ASW-
MS, GLV, and HT), except AMY, make use the soft
radiation approximation E " ω. In phenomenological
calculations, we have to extend the calculations into the
large-x, ω → E, and large-angle, kT → ω, domain. For
sufficiently large parton energies, the uncertainties as-
sociated with the large-x domain seem to be reasonably
small (see Secs. III B and III C). Large-angle radiation,
however, is expected to be problematic for all models.
This is explored in detail in Sec. III B, for the opacity
expansions, where the resulting uncertainty is found to
be about a factor 2 in the gluon spectra. The resulting
uncertainty in RAA decreases with increasing pT [54].
In Sec. III C it is shown that part of the difference
between the AMY and ASW-MS formalism can be
attributed to the absence of a large-angle kinematic
bound in the AMY calculation.

(ii) Effect of treatment of multiple-gluon emission. In the
existing formalisms, the calculation of the single-gluon
emission kernel and the calculation of multiple-gluon
emission are separate steps. GLV, ASW-SH, and ASW-
MS use the Poisson ansatz, AMY uses rate equations,
and HT uses DGLAP evolution. We find that differences
between the energy-loss formalisms originate at the
single-gluon level. It is possible that the differences

064904-6

Figure 1.8: Panorama des formalismes du jet quenching dans le cadre de la QCD perturbative [113]. Les flèches
indiquent des concepts ou des hypothèses communes entre les formalismes.

Tandis que ces catégories de calculs diffèrent par les relations qui lient les échelles et les hypothèses
utilisées sur la structure du milieu, il n’en reste pas moins que chacune d’elles incorpore l’intégralité
des effets de perte d’énergie dans le calcul de la modification de la fonction de fragmentation due à la
présence du milieu en altérant le spectre de gluons rayonnés par un parton dur selon les considérations
discutées plus haut. Tous ces calculs choisissent notamment l’approximation colinéaire (ω ≫ kT) et
se placent également, hormis AMY, dans l’approximation des gluons mous, c.-à-d. qui considère que
la fraction d’énergie emportée par le gluon est négligeable devant l’énergie de la particule émettrice
(ω/E ≪ 1). Ils s’appuient tous sur la propriété de factorisation de la QCD perturbative et modélisent les
modifications du développement dans le vide d’une gerbe partonique dues à la présence du milieu. Le
processus d’hadronisation du parton dur est quant à lui toujours supposé avoir lieu dans le vide après
que le parton, dont l’énergie s’est dégradée, se soit échappé du milieu. BDMPS/ASW et GLV calculent
la modification de la fonction de fragmentation au moyen du spectre de rayonnement de gluons par le
parton émetteur. BDMPS/ASW utilisent la technique des intégrales de chemin pour calculer la perte
d’énergie en s’appuyant sur la théorie de la diffusion multiple. La propagation du parton initial et des
gluons émis est décrite par la méthode des fonctions de Green obtenues par intégrale de chemin sur les
champs de quarks et de gluons. Le spectre résultant de gluons rayonnés exprimé en fonction de q̂ sert
au calcul de poids PE correspondant à la probabilité que le parton perde une fraction ϵ = ∆E/E de son
énergie par suite de n émissions de gluon :

PE (ϵ, q̂) =
+∞

∑
n=0

1
n!

[
n

∏
i=1

∫
dωi

dImed (q̂)
dω

]
δ

(
ϵ −

n

∑
i=1

ωi
E

)
exp

[
−
∫

dω
dImed (q̂)

dω

]
. (1.29)

Le poids peut alors être utilisé pour calculer les fonctions de fragmentation modifiées :

Dmed
(

z′h , µ2
)
= PE (ϵ, q̂) ⊗ Dvac

(
zh , µ2

)
, (1.30)

où zh est la fraction d’impulsion emportée par le hadron formé dans l’état final et µ est l’échelle de
factorisation. Le formalisme GLV part de l’amplitude d’émission d’un gluon par le parton dur qui est
ensuite développée, à l’aide d’une méthode récursive [114], à tous ordres en série de puissances de
l’opacité pour tenir compte de l’émission de gluons par diffusions élastiques successives dans le milieu.
Ce développement est dominé par le terme du premier ordre correspondant à une interaction avec les
constituants du milieu (échange d’un gluon) suivie de l’émission d’un seul gluon. Une fonction de
probabilité semblable à 1.29 est alors obtenue qui sert à calculer les fonctions de fragmentation modifiées
de la même manière qu’en 1.30. HT et AMY calculent directement les fonctions de fragmentation
modifiées par la présence du milieu. L’approximation HT a été développée à l’origine pour décrire la
diffusion inélastique d’un électron sur un noyau et les fonctions de fragmentation en paires de hadrons
dans le collisions e+e− [115, 116] et a ensuite été appliquée au calcul de la perte d’énergie partonique en
collisions d’ions lourds. Elle suppose une nombre fini de centres diffuseurs et calcule la modification de
la fonction de fragmentation par l’introduction de fonctions de splitting modifiées, ce qui la rend par
essence assimilable au formalisme DGLAP. La fonction de fragmentation modifiée pour la transition
d’un parton i en un hadron h s’exprime comme la somme Dmed

i→h = Dvac
i→h + ∆Dmed

i→h où :

∆Dmed
i→h

(
zh , µ2

)
=
∫ µ2

0

dk2
T

k2
T

αs

2π



∫ 1

zh

dz
z ∑

j=q,g

(
∆Pmed

i→j

(
z, k2

T

)
Dj→h

( zh
z

, µ2
))

 . (1.31)

Dans l’expression 1.31, ∆Pi→j ∝ Pi→j CA αs TA
qg représente la fonction de splitting modifiée qui englobe

la totalité des effets de milieu au moyen de la fonction de corrélation quark–gluon TA
qg. Le facteur de
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normalisation C de ce corrélateur, aussi appelé constante de corrélation, est un paramètre libre de la
théorie. Dans l’approche AMY, les fonctions de fragmentation modifiées sont obtenues par convolution
des fonctions de fragmentation dans le vide avec les distributions de partons durs. Une équation de
transport du type Fokker-Planck est alors utilisée pour décrire l’évolution des distributions de partons
durs initiales dans le milieu11. AMY suppose un nombre infini de diffusions dans un milieu en équilibre
et des partons initiaux réels avec des énergies de l’ordre de la température du milieu. L’hypothèse d’une
température élevée permet la réorganisation du développement perturbatif de QCD par resommation
des boucles dures ou Hard Thermal Loops [117, 118, 119]. Les paramètres libres de l’approche AMY sont
la température et la constante de couplage de l’interaction forte αs.

D’autres développements théoriques importants ont suivi, tels que le calcul des spectres de gluons
émis par une “antenne de couleur” (ou dipôle de couleur) qq̄ traversant le milieu [120, 121, 122]
prenant en compte la cohérence de couleur dans les émissions multiples de gluons dans le milieu. Ces
développements ont mis en évidence une nouvelle échelle transverse, la longueur de corrélation du
milieu. Cette échelle fixe la distance transverse limite au-dessous de laquelle une paire de partons
conserve sa cohérence de couleur et est donc résolue par le milieu comme une seule charge de couleur.
Le rôle de ces interférences dans le spectre de rayonnement à deux gluons a également été étudié dans
une série d’articles [123, 124, 125].

Des travaux théoriques récents visent à augmenter la précision des calculs analytiques en assouplissant
les approximations. La principale difficulté est le traitement correct des diffusions multiples avec le
milieu et leur interférence telle que décrite par l’analogue en QCD de effet Landau-Pomeranchuk-
Migdal (LPM) de la QED [126, 127]. Une solution numérique du problème a d’abord été développée
[128, 129, 130] suivie d’un calcul semi-analytique avec resommation de diffusions moles multiples à
l’ordre NLO [131, 132, 133, 134] qui permet d’incorporer au sein d’un même cadre théorique les deux
limites asymptotiques connues de l’interaction parton–milieu, à savoir une diffusion dure simple et des
diffusions moles multiples. La connaissance du spectre de gluons induits par le milieu ainsi que la
définition d’observables de jets qui intègrent à la fois les limites moles et dures constituent des références
théoriques essentielles pour sonder les échelles de longueur les plus courtes dans le QGP, y compris
pour déterminer s’il est possible de résoudre une diffusion ponctuelle dans le QGP.

Certaines observables de jets sont accessibles à un approche analytique. Un calcul à partir des principes
premiers de la dépendance en R de la suppression des jets inclusifs a, par exemple, été récemment
présentée [135], incorporant à la fois les derniers calculs NLO du spectre de gluons et les effets de
cohérence des couleurs. L’extension de la théorie effective des champs SCET (Soft Collinear Effective
Theory) en présence d’un milieu dense étendu [136, 137] fournit un cadre théorique pour le calcul des
observables de sous-structure des jets en collisions d’ions lourds [138].

En règle générale, les mesures de jets sont comparées aux prédictions obtenues à l’aide de simulations
Monte-Carlo car elles apportent d’importantes corrections d’ordres supérieurs au travers de leur algo-
rithme sophistiqué de gerbe partonique dont le développement est étendu tout au long de la durée de
vie du QGP. Les prescriptions théoriques pour les émissions de gluons simples induites par le milieu
sont incorporées dans les générateurs Monte-Carlo [139, 140, 141, 142, 143].

Alors que la gerbe partonique se développe et que les constituants du jet deviennent de plus en plus
mous, l’énergie perdue par le jet et la réponse du milieu à celle-ci peuvent être décrites à l’aide de
modèles de transport [130, 144, 145]. Certains modèles décrivent la réponse du milieu par la création de
partons thermiques énergétiques appelés particules de recul tandis que d’autres la décrivent de manière
hydrodynamique après thermalisation locale [146].

Tous les développements ci-dessus reposent sur l’applicabilité de la QCD perturbative. Cependant, les
jets sont des objets multi-échelles et au fur et à mesure que les partons de la gerbe évoluent, ils finissent
par atteindre des échelles de l’ordre de la température du QGP pour lesquelles les calculs perturbatifs
(couplage faible) pourraient ne plus être valables. La correspondance AdS/CFT a permis d’utiliser des
calculs holographiques pour étudier la perte d’énergie dans un QGP fortement couplé [147]. Le modèle
hybride [148] utilise une approche Monte-Carlo qui intègre des prescriptions holographiques pour la
perte d’énergie.

Cette section est destinée à présenter brièvement le contexte théorique des mesures de jets dans les
collisions d’ions lourds qui seront discutées dans la suite. Nous renvoyons le lecteur à quelques revues
théoriques récentes [149, 150, 151] pour une lecture plus approfondie.

11 L’équation de Fokker-Planck est une équation aux dérivées partielles linéaire qui gouverne l’évolution temporelle de la densité de
probabilité d’un processus stochastique de diffusion tel que le mouvement Brownien.
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In Fig. 1 we compare the evolution of the jet parton
distribution P!E; t" under three different approximations:
(1) with only collisional energy loss, (2) with only radiative
energy loss (already calculated in [20]), and (3) with both
energy loss mechanisms. The first moment in energy of
these distributions defines the mean energy (indicated by
vertical lines) and indicates the average energy loss. The
figure indicates as expected that radiation lead to a larger
mean energy loss than with elastic collisions only. As
pointed out earlier, small differences in the average energy
loss do not necessarily imply small differences in the
parton distributions. While the time evolution of P!E; t"
in case (3) resembles qualitatively the case (2) in which
only radiative energy loss has been considered, quantitative
differences especially at energies closer to Ei can be large.

We will model the behavior of the quark-gluon medium
using relativistic fluid dynamics, which has been shown
to give a good description of bulk properties at RHIC. We
use a fully (3# 1) dimensional hydrodynamical model
for the description of 200A GeV Au# Au collisions at
RHIC [25]. The initial momentum distribution of jets
dNj=d2pjTdyjini is computed from perturbative quantum
chromodynamics in the factorization formalism, for details
see [12,26,27]. The final hadron spectrum dNh=d2pTdy at
high pT is obtained by the fragmentation of jets in the
vacuum after their passing through the (3# 1) dimensional
expanding medium

 

dNh
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!
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!

!

!

!

!

!fin
; (5)

where dNj!b; ~r?"=d2pjTdyjfin is the final momentum dis-
tribution of the jet initially created at transverse position ~r?
after passing through the medium. This distribution is
calculated for every specific path through the medium by
solving Eq. (1) incorporating collisional and radiative en-
ergy loss. The fragmentation function Dh=j!zj;QF" [28]
gives the average multiplicity of the hadron hwith momen-
tum fraction zj $ pT=p

j
T produced from a jet j at fragmen-

tation scale QF. P !b; ~r?" is the initial jet density distribu-
tion at the transverse position ~r? in collisions with impact
parameter ~b. For further details, see [12] where radiative
energy loss has been studied in an analogous manner.

The final hadron spectrum directly enters the calculation
of the nuclear modification factor RAA which is defined as
the ratio of the hadron yield in A# A collisions to that in
p# p interactions scaled by the number of binary colli-
sions Ncoll:

 RhAA!b; ~pT; y" $
1

Ncoll!b"
dNh!b"=d2pTdy
dNh

pp=d2pTdy
: (6)

Once temperature evolution is fixed by the initial con-
ditions and subsequent evolution of the (3# 1) dimen-
sional expansion, the strong coupling constant !s is the

only quantity which is not uniquely determined by the
model. In this work we take its value to be constant at !s $
0:27, which reproduces the most central data [29]. We
confirmed that changing the value of !s leaves the shape
of RAA as a function of pT almost unchanged. The overall
magnitude of the suppression is, however, affected.

In Fig. 2 we show the mean energy loss of quark jets
passing through the nuclear medium created in central
collisions (b $ 2:4 fm) at RHIC, as a function of their
initial energy Ei. In this figure, the jets are assumed to be
created at the center and propagating along the in-plane
direction. In agreement with [7] we find that the average
energy loss is not strongly changed by accounting for
elastic collisions. In Fig. 3 we present the calculation of
RAA for neutral pions measured at midrapidity for two
different impact parameters, 2.4 and 7.5 fm, compared
with PHENIX data for the most central (0%–5%) and
midcentral (20%–30%) collisions [2]. We present RAA
for purely collisional (1) and purely radiative (2) energy
loss, as well as the combined case (3). One finds that while
the shape of RAA for case (3) is not strongly different from
case (2) that has only radiative energy loss, the overall
magnitude of RAA changes significantly. We checked (com-
parison not shown) that the stronger influence on RAA
stems from the differences in the evolution of the parton
distributions in cases (2) and (3). This has already been
discussed in the static case (compare Fig. 1). The magni-
tude of RAA is therefore sensitive to the actual form of the
parton distribution functions at fragmentation and not only
to the average energy loss of single partons (compare
Fig. 2). In [12], the observational implications on RAA
measurements due to only radiative energy loss were
studied. Recalculating RAA versus reaction plane including
elastic collisions we found only small differences (after
adjusting the coupling strength from !s $ 0:33 to !s $
0:27) in the shape of RAA as a function of pT and the
azimuth.
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FIG. 2 (color online). The mean energy loss of a quark jet with
initial energy Ei passing through the nuclear medium created in
central collisions (b $ 2:4 fm) at RHIC. The jet starts from the
center of the medium and propagates in-plane.
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will eventually equilibrate with the medium temperature.
For the choice of πT , an equilibrium can still be achieved, with
the only difference being that the equilibrium temperature is
shifted by a small amount, approximately 20 MeV below the
medium temperature.

In this work, the lower cut for radiative gluon energy is
taken to be πT , which is the typical energy of the gluons
in the thermalized QGP medium. Such a choice introduces
5–10% uncertainty in the equilibrium temperature but should
not substantially influence the description of heavy flavor
observables presented here. Additionally, if one considers all
sources of experimental and theoretical uncertainties, such
as those in hydrodynamic initial conditions and the nuclear
shadowing effect, it might not be necessary to artificially
increase the energy cut for gluon radiation merely for the
exact preservation of the original detailed balance. A more
rigorous treatment would incorporate the absorption process
as well in the above simulation of gluon radiation. Such an
effort has already been explored in the context of light parton
radiative energy loss [59] and will be pursued in a future
study.

With the modified Langevin framework described above,
we may simulate the heavy quark evolution inside the hot
and dense QCD matter created in relativistic heavy-ion
collisions. In this work, the spacetime evolution profiles of
the QGP fireballs at LHC and RHIC are generated with a
(2 + 1)-dimensional viscous hydrodynamic model, which was
developed by Song [6,60] and has recently been modified
by Qiu and Shen for increased numerical stability [8]. Here
we employ the code version and parameter tunings that were
previously used in Ref. [8]. In the following calculation, the
MC-Glauber initialization is adopted for the hydrodynamic
calculation if not otherwise emphasized. The hydrodynamic
model provides the spacetime evolution of the temperature
and collective flow profiles of the thermalized medium.
For every Langevin time step, we boost the heavy quark
into the local rest frame of the fluid cell through which
it travels. In the rest frame of the fluid cell, the energy
and momentum of the heavy quark is updated according to
the aforementioned method before it is boosted back to the
global center-of-mass frame where it streams freely until the
next time step.

In the simulation of heavy quark evolution, we assume
they stream freely prior to the initial time τ0 = 0.6 fm/c, at
which the hydrodynamic evolution commences. We neglect
the possible energy loss in the pre-equilibrium stage, which
is expected to give a small contribution in this short period
of time compared to the much longer history of the fireball
evolution. Once they enter a fluid cell with a local temperature
below Tc (165 MeV here), heavy quarks hadronize into heavy
flavor hadrons.

In Fig. 3, we compare the energy loss of heavy quarks
between two different mechanisms after they traverse a QGP
medium created in the central Pb-Pb collisions at the LHC. The
x axis represents the initial energy of heavy quarks, and the
y axis denotes the total energy loss. As is shown, quasielastic
scatterings dominate the heavy quark energy loss in the
low-energy regime, while medium-induced gluon radiation
dominates at high energies. The crossing points are around
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FIG. 3. (Color online) Comparison of radiative and collisional
energy losses for (a) charm quarks and (b) bottom quarks.

6 GeV for charm quarks and 16 GeV for bottom quarks. These
results indicate that collisional energy loss alone may provide
good descriptions for the heavy flavor measurements at RHIC
energies but will become insufficient when we extend to higher
energies, such as those reached by the LHC.

IV. HEAVY FLAVOR HADRONIZATION

There are two typical hadronization mechanisms for heavy
quarks to produce heavy flavor hadrons: high-momentum
heavy quarks tend to fragment directly into hadrons, while
it is more probable for low-momentum quarks to hadronize
through coalescence (or recombination) with light partons
from the thermalized medium. In this work, we combine these
two mechanisms for heavy quark hadronization after they
travel outside the QGP matter. The fragmentation processes
can be simulated by PYTHIA 6.4 [61] with its “independent
fragmentation model”. In the following, we provide details of
our implementation of the coalescence processes following the
“sudden recombination” model developed in Ref. [45].

In the sudden recombination model, the momentum distri-
butions of produced mesons and baryons are determined by

044907-4

SHANSHAN CAO, GUANG-YOU QIN, AND STEFFEN A. BASS PHYSICAL REVIEW C 88, 044907 (2013)

will eventually equilibrate with the medium temperature.
For the choice of πT , an equilibrium can still be achieved, with
the only difference being that the equilibrium temperature is
shifted by a small amount, approximately 20 MeV below the
medium temperature.

In this work, the lower cut for radiative gluon energy is
taken to be πT , which is the typical energy of the gluons
in the thermalized QGP medium. Such a choice introduces
5–10% uncertainty in the equilibrium temperature but should
not substantially influence the description of heavy flavor
observables presented here. Additionally, if one considers all
sources of experimental and theoretical uncertainties, such
as those in hydrodynamic initial conditions and the nuclear
shadowing effect, it might not be necessary to artificially
increase the energy cut for gluon radiation merely for the
exact preservation of the original detailed balance. A more
rigorous treatment would incorporate the absorption process
as well in the above simulation of gluon radiation. Such an
effort has already been explored in the context of light parton
radiative energy loss [59] and will be pursued in a future
study.

With the modified Langevin framework described above,
we may simulate the heavy quark evolution inside the hot
and dense QCD matter created in relativistic heavy-ion
collisions. In this work, the spacetime evolution profiles of
the QGP fireballs at LHC and RHIC are generated with a
(2 + 1)-dimensional viscous hydrodynamic model, which was
developed by Song [6,60] and has recently been modified
by Qiu and Shen for increased numerical stability [8]. Here
we employ the code version and parameter tunings that were
previously used in Ref. [8]. In the following calculation, the
MC-Glauber initialization is adopted for the hydrodynamic
calculation if not otherwise emphasized. The hydrodynamic
model provides the spacetime evolution of the temperature
and collective flow profiles of the thermalized medium.
For every Langevin time step, we boost the heavy quark
into the local rest frame of the fluid cell through which
it travels. In the rest frame of the fluid cell, the energy
and momentum of the heavy quark is updated according to
the aforementioned method before it is boosted back to the
global center-of-mass frame where it streams freely until the
next time step.

In the simulation of heavy quark evolution, we assume
they stream freely prior to the initial time τ0 = 0.6 fm/c, at
which the hydrodynamic evolution commences. We neglect
the possible energy loss in the pre-equilibrium stage, which
is expected to give a small contribution in this short period
of time compared to the much longer history of the fireball
evolution. Once they enter a fluid cell with a local temperature
below Tc (165 MeV here), heavy quarks hadronize into heavy
flavor hadrons.

In Fig. 3, we compare the energy loss of heavy quarks
between two different mechanisms after they traverse a QGP
medium created in the central Pb-Pb collisions at the LHC. The
x axis represents the initial energy of heavy quarks, and the
y axis denotes the total energy loss. As is shown, quasielastic
scatterings dominate the heavy quark energy loss in the
low-energy regime, while medium-induced gluon radiation
dominates at high energies. The crossing points are around

0 5 10 15 20 25 300

3

6

9

12

15

∆E
 (G

eV
)

Collisional
Radiative
Total

Charm quark
0-7.5% centrality

(a)

5 10 15 20 25 30
E (GeV)

E (GeV)

0

2

4

6

8

10

∆E
 (G

eV
)

Collisional
Radiative
Total

Bottom quark
0-7.5% centrality

(b)

FIG. 3. (Color online) Comparison of radiative and collisional
energy losses for (a) charm quarks and (b) bottom quarks.

6 GeV for charm quarks and 16 GeV for bottom quarks. These
results indicate that collisional energy loss alone may provide
good descriptions for the heavy flavor measurements at RHIC
energies but will become insufficient when we extend to higher
energies, such as those reached by the LHC.
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heavy quarks tend to fragment directly into hadrons, while
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Figure 1.9: (gauche) Perte d’énergie moyenne d’un quark léger d’énergie initiale Ei traversant le milieu formé dans
des collisions Au–Au centrales (0–5 %) au RHIC. Dans cette figure, les quarks sont supposés être créés au
centre du milieu et se propager dans la direction du plan de réaction [159]. Pertes d’énergies radiative
et collisionnelle de quarks (milieu) c et (droite) b après avoir traversé le milieu créé en collisions Pb–Pb
centrales (0–7.5 %) au LHC. L’axe des abscisses représente l’énergie initiale des quarks lourds et celui des
ordonnées l’énergie perdue totale [160].

1.4.2.3 Perte d’énergie des quarks lourds

Dans le cas des quarks lourds, il est généralement admis que les collisions élastiques constituent le
mécanisme dominant de perte d’énergie, plus spécifiquement pour des quarks d’énergie intermédiaire
(par ex. quarks c d’énergie E ∼ 5–10 GeV [79]), en raison de leur masse qui tend à réduire l’espace de
phases disponible pour l’émission de gluons (aussi bien dans le vide que) dans le milieu, effet connu
sous le nom de dead cone [152, 153]12. À plus haute énergie, les quarks lourds deviennent à leur tour
ultra-relativistes et la perte d’énergie collisionnelle seule ne suffit plus à décrire l’évolution des quarks
lourds dans le milieu, la contribution radiative s’intensifiant alors [155, 156, 157, 158]. Comme le montre
la figure 1.9, les diffusions quasi-élastiques dominent la perte d’énergie des quarks lourds à basse énergie
tandis que l’émission de gluons induite par le milieu s’intensifie à plus haute énergie, où l’effet lié
à la masse finie s’estompe, pour finir par dominer au dessus de 6 GeV pour les quarks c et 16 GeV
pour les quarks b. Ces résultats montrent que la perte d’énergie collisionnelle peut à elle seule décrire
correctement les mesures de saveurs lourdes au RHIC mais devient insuffisante aux énergies du LHC.

La mesure des jets de quarks lourds décrit au paragraphe 3.3, permettra donc d’apporter un éclairage
complémentaire à l’étude des mécanismes de perte d’énergie des partons dans le milieu.

1.4.2.4 Extraction des paramètres de transport

Depuis la découverte du jet quenching au RHIC (cf. paragraphe 1.4.1) puis sa confirmation au LHC,
son étude s’est focalisée sur l’extraction précise des coefficients de transport des jets par la confronta-
tion systématique des données aux prédictions théoriques des modèles décrivant la propagation et
l’interaction d’un parton dans le milieu dense. Même si chacun des modèles décrits dans la section
précédente présente des paramètres différents contrôlant la perte d’énergie, on peut tout de même tenter
de les comparer d’après les valeurs du coefficient de transport q̂ obtenues par ajustements de leurs
paramètres libres aux données de facteurs de modification nucléaire des hadrons chargés observées
au RHIC et au LHC [161]. Comme le montre la figure 1.10, le coefficient de transport obtenu dans
les gammes de températures initiales accessibles au RHIC et au LHC, en bon accord avec les calculs
pQCD et AdS-CFT à l’ordre NLO [162], est environ deux ordres de grandeur plus grand qu’à l’intérieur
d’un noyau froid (q̂N = 0.02–0.06 GeV2/fm), soulignant les températures et densités extrêmes des QGP
formés dans les collisions d’ions lourds de hautes énergies. Ces résultats constituent une première étape
dans l’étude systématique des propriétés du milieu, les mesures de jets reconstruits décrites dans ce
manuscrit pourront également être exploitées afin d’en améliorer la précision.

12 Prédit par QCD il y a près de trente ans, l’effet de dead cone a été récemment mis en évidence par la Collaboration ALICE en collisions
pp à l’aide de jets de D0 [154]
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FIG. 10. (Color online) The assumed temperature dependence of
the scaled jet transport parameter q̂/T 3 in different jet quenching
models for an initial quark jet with energy E = 10 GeV. Values of
q̂ at the center of the most central A + A collisions at an initial
time τ0 = 0.6 fm/c in HT-BW and HT-M models are extracted from
fitting to experimental data on hadron suppression factor RAA at both
RHIC and LHC. In GLV-CUJET, MARTINI, and MCGILL-AMY models,
it is calculated within the corresponding model with parameters
constrained by experimental data at RHIC and LHC. Errors from
the fits are indicated by filled boxes at three separate temperatures
at RHIC and LHC, respectively. The arrows indicate the range of
temperatures at the center of the most central A + A collisions.
The triangle indicates the value of q̂N/T 3

eff in cold nuclei from DIS
experiments.

a gauge of medium properties at its maximum density achieved
in heavy-ion collisions, we will consider the value of q̂ for a
quark jet at the center of the most central A + A collisions
at an initial time τ0 when hydrodynamic models are applied
for the bulk evolution. For all the hydrodynamic models used
in this paper with different approaches of parton energy loss,
the initial time is set at τ0 = 0.6 fm/c with initial temperature
T0 = 346–373 and 447–486 MeV at the center of the most
central Au + Au collisions at

√
s = 200 GeV/n at RHIC and

Pb + Pb collisions at
√

s = 2.76 TeV/n at LHC, respectively.
Shown in Fig. 10 are the extracted or calculated values

for q̂ as a function of the initial temperature for a quark jet
with initial energy E = 10 GeV. For the GLV-CUJET model, q̂
is calculated from one set of parameters with HTL screening
mass and the maximum value of running coupling αmax = 0.28
for temperature up to T = 378 MeV, and for another set with
αmax = 0.24 for 378 ! T ! 486 MeV. The difference in αmax
and the corresponding q̂ in these two temperature regions can
be considered part of the theoretical uncertainties.

Similarly, the values of q̂ from the MARTINI and MCGILL-
AMY models are calculated according to the leading order
pQCD HTL formula in Eq. (18) with the two values of
αs extracted from comparisons to the experimental data on
RAA at RHIC and LHC, respectively. The GLV, MARTINI, and
MCGILL-AMY models all assume zero parton energy loss and
therefore zero q̂ in the hadronic phase. In the HT-BW model,
the fit to the experimental data gives q̂ = 1.3 ± 0.3 GeV2/fm

at temperatures reached in the most central Au + Au collisions
at RHIC, and 2.2 ± 0.5 GeV2/fm at temperatures reached in
the most central Pb + Pb collisions at LHC. Values of q̂ in
the hadronic phase are assumed to be proportional to the
hadron density in a hadron resonance gas model with the
normalization in a cold nuclear matter determined by DIS
data [81]. Values of q̂ in the QGP phase are considered
proportional to T 3 and the coefficient is determined by fitting
to the experimental data on RAA at RHIC and LHC separately.
In the HT-M model the procedure is similar except that q̂ is
assumed to be proportional to the local entropy density and
its initial value is q̂ = 0.89 ± 0.11 GeV2/fm in the center of
the most central Au + Au collisions at RHIC, and q̂ = 1.29 ±
0.27 GeV2/fm in the most central Pb + Pb collisions at LHC
(note that the values of q̂ extracted in Sec. IV are for gluon jets
and therefore 9/4 times the corresponding values for quark
jets). For temperatures close to and below the QCD phase
transition, q̂ is assumed to follow the entropy density, and q̂/T 3

shown in Fig. 10 is calculated according to the parameterized
equation of state [97] that is used in the hydrodynamic
evolution of the bulk medium. In both HT approaches, no
jet energy dependence of q̂ is considered.

Considering the variation of the q̂ values between the five
different models studied here as theoretical uncertainties, one
can extract its range of values as constrained by the measured
suppression factors of single hadron spectra at RHIC and LHC
as follows:

q̂

T 3
≈

{
4.6 ± 1.2 at RHIC,

3.7 ± 1.4 at LHC,

at the highest temperatures reached in the most central
Au + Au collisions at RHIC and Pb + Pb collisions at LHC.
The corresponding absolute values for q̂ for a 10 GeV quark
jet are

q̂ ≈
{

1.2 ± 0.3

1.9 ± 0.7
GeV2/fm at

T = 370 MeV,
T = 470 MeV,

at an initial time τ0 = 0.6 fm/c. These values are very close
to an early estimate [6] and are consistent with leading order
(LO) pQCD estimates, albeit with a somewhat surprisingly
small value of the strong coupling constant as obtained in
CUJET, MARTINI, and MCGILL-AMY models. The HT models
assume that q̂ is independent of jet energy in this study. CUJET,
MARTINI, and MCGILL-AMY models, on the other hand, should
have a logarithmic energy dependence on the calculated q̂
from the kinematic limit on the transverse momentum transfer
in each elastic scattering, which also gives the logarithmic
temperature dependence as seen in Fig. 10.

As a comparison, we also show in Fig. 10 the value of
q̂N/T 3

eft in cold nuclei as extracted from jet quenching in
DIS [81,89]. The value of q̂N = 0.02−0.06 GeV2/fm and an
effective temperature of an ideal quark gas with three quarks
within each nucleon at the nucleon density in a large nucleus
are used. It is an order of magnitude smaller than that in A + A
collisions at RHIC and LHC.

There have been recent attempts [92,98] to calculate the jet
transport parameter in lattice gauge theories. A recent lattice
calculation [98] found that the nonperturbative contribution
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Figure 1.10: Coefficient de transport réduit q̂/T3 en fonction de la température T pour une quark d’énergie initiale
E = 10 GeV au centre des collisions A–A les plus centrales à τ0 = 0.6 fm/c extrait par la Collaboration
JET à partir des mesures des facteurs de modification nucléaire des hadrons [161].



Part II

M É T H O D E S E X P É R I M E N TA L E S

Dans l’expérience ALICE, les jets chargés sont reconstruits dans le tonneau central à partir
des traces mesurées par le système de trajectographie interne et la chambre à projection
temporelle. Les jets peuvent être mesurés avec précision et analysés particule par particule
sur une large gamme d’impulsion transverse avec le détecteur ALICE qui est le seul à pouvoir
mesurer des constituants jusqu’à un pT de 150 MeV/c. Les mesures à faible pT du jet et des
ses constituants sont cruciales pour les collisions d’ions lourds, où l’on s’attend à ce que le
rayonnement de gluons induit par le milieu augmente la production des particules de bas pT
dans le jet.
Dans cette partie, nous décrivons les performances des détecteurs ainsi que les méthodes
utilisées pour mesurer les jets chargés en s’arrêtant sur le défi que pose la présence de
l’énorme bruit de fond provenant de l’événement sous-jacent en collisions d’ions lourds.





2M E S U R E D E S J E T S D A N S L’ E X P É R I E N C E A L I C E

2.1 le détecteur alice

ALICE (A Large Ion Collider Experiment) est une expérience dédiée à la physique ions lourds auprès
du LHC au CERN. Une description détaillée des détecteurs de l’expérience ALICE (jusqu’au LS2) et de
leurs performances est disponible dans les références [163, 164]. Seuls les détecteurs utilisés dans les
travaux présentées dans ce document sont décrits dans le texte qui suit.

Le tonneau central du détecteur ALICE (couverture en pseudorapidité |η| < 0.9 sur tout l’azimut) est
immergé dans un champ magnétique uniforme de 0.5 T orienté selon de l’axe du faisceau (z) délivré
par le solénoïde L3. Deux compteurs de scintillateur plastique, positionnés de part et d’autre du point
d’interaction à grande rapidité (2.8 < η < 5.1 pour le VZERO-A et −3.7 < η < −1.7 pour le VZERO-C),
servent de déclencheur d’interaction.

Le tonneau central contient un ensemble de détecteurs de trajectographie : un système de trajec-
tographie interne (ITS) en silicium de haute résolution à six couches entourant le tube du faisceau (on
trouve de l’intérieur vers l’extérieur des capteurs de 3 technologies différentes : à pixels de silicium SPD,
à dérive SDD et à micro-pistes SSD) et une chambre à projection temporelle (TPC) de grand volume
(5 m de long, 5.6 m de diamètre). Les impacts laissés dans l’ITS et la TPC par les particules chargées
émergentes de la collision sont combinés pour reconstruire des traces sur une large gamme d’impulsions
transversales (0.15 < pT < 100 GeV/c). Les traces sélectionnées doivent avoir au moins 70 points dans la
TPC sur un maximum de 159 possibles et doivent représentés plus de 60 % des points identifiables dans
la TPC sur la base des paramètres de la trace. Pour la meilleure résolution en impulsion, au moins 3

points de la trace doivent être localisés dans l’ITS.
La position du vertex primaire est reconstruite à partir des traces de particules chargées comme décrit

dans [165]. Seules les traces provenant du vertex primaire, appelées traces primaires, sont utilisées pour
la reconstruction des jets. Ces traces sont sélectionnées en fonction de leur distance d’approche minimale
du vertex primaire de l’interaction (respectivement inférieure à 2.4 cm et 3.2 cm dans le plan transversal
et le long de l’axe du faisceau).

Pour compenser la perte d’efficacité de reconstruction des traces due aux zones mortes du SPD et
récupérer une bonne résolution en impulsion, les traces sans aucun impact dans l’une des deux couches
du SPD, appelées “traces hybrides”, sont conservées mais contraintes au vertex primaire [166]. En
collisions pp, l’efficacité de reconstruction des traces estimée à partir d’une simulation complète du
détecteur ALICE est d’environ 80 % pour les traces de pT > 0.4 GeV/c, tombant à 60 % pour celles de
pT = 0.15 GeV/c (cf. panneau de droite de la figure 2.1). La résolution en impulsion est quant à elle
meilleure que 3 % pour les traces hybrides de pT inférieur à 1 GeV/c, et augmente linéairement jusqu’à
10 à pT = 100 GeV/c (cf. panneau de gauche de la figure 2.1).

Comme illustré sur le panneau de droite de la figure 2.2, en collisions Pb–Pb, l’efficacité de re-
construction des traces passe d’environ 70 % à pT = 300 MeV/c à près de 80 % à pT = 1 GeV/c avec
une atténuation de quelques pour-cent lorsque la centralité de la collision augmente. Au-delà de
pT = 1 GeV/c, l’efficacité se maintient à un plateau de 80 % sans ne plus dépendre de la centralité. La
résolution en pT des traces en collisions Pb–Pb est quant à elle indépendante de la centralité et similaire
à celle obtenue en collisions pp (cf. panneau de gauche de la figure 2.2).

Les mesures présentées dans ce document utilise les données des collisions pp, pPb et Pb–Pb à l’énergie
dans le centre de masse de 5.02 TeV collectés par l’expérience ALICE au Run 2 du LHC (2015–2018). Au
cours de cette période, les événements de biais minimal (MB) ont été sélectionnés par la coïncidence des
signaux produits par les particules chargées dans les hodoscopes VZERO-A et VZERO-C. La section
efficace pp visible correspondante a été mesurée avec la technique de van der Meer à 51.2 ± 1.2 mb
[167]. Lors de la montée en intensité, la luminosité instantanée délivrée par le LHC a été successivement
nivelée à 2 × 1029 cm−2s−1 et 1030 cm−2s−1 résultant en des taux d’interactions valant respectivement
10 kHz et 50 kHz [168]. La qualité de la traces s’est avérée indépendante du taux d’interaction.

Un critère supplémentaire de sélection des événements MB appliqué au cours de l’analyse hors-ligne
consiste à exiger que la position du vertex primaire se trouve dans un intervalle de ±10 cm autour
du point d’interaction nominal. Cela garantit une acceptance géométrique totale de l’ITS pour les
traces de pseudorapidité|η| < 0.9. Les interactions d’empilement sont maintenues à un nombre moyen
d’interactions pp par croisement de paquets inférieur à 0.06 en séparant les faisceaux dans le plan
horizontal. Les événements d’empilement résiduels sont rejetés sur la base d’un algorithme de recherche
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Measurement of charged jet cross section in pp collisions at
√

s = 5.02 TeV 7

3.2 Tracking performance2

3.2.1 Tracking efficiency and resolution3

We checked tracking performances. Tracking efficiency is estimated by full detector simulation and the4

efficiency is shown as Fig.4. Tracking resolution is estimated by both of MC full simulation and data5

driven method. Tracking resolution is shown in Fig.5.6
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We don’t see big discrepancy from Run1 result for both of efficiency and resolution. They also play a7

role when we assess the systematic uncertainty.1
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Figure 2.1: (gauche) Résolution en impulsion transverse et (droite) efficacité de reconstruction des traces chargées en
fonction de leur impulsion transverse en collisions pp à

√
s = 5.02 TeV.

Section 4.3. Track Selection 51
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Fig 4.8: Transverse momentum resolution
(σ(pT )/pT ) for two components of hybrid
tracks.
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Fig 4.9: Transverse momentum resolution
(σ(pT )/pT ) for four centrality classes.

4.3.1 Tracking Resolution

The track transverse momentum resolution is extracted from the track parameter covariance

matrix. The pT resolution for two hybrid track components is shown in Fig. 4.8. The global

and complementary track resolutions are similar: the difference is less than 1 % at least up

to 100 GeV/c . pT resolution centrality dependence shows a small discrepancy smaller than

0.5% across all centrality classes (see Fig. 4.9). The pT resolution of σ(pT )/pT ≃ 0.6% (4%)

at 1GeV/c (50GeV/c ) are given respectively.

4.3.2 Tracking Efficiency

The tracking efficiency of hybrid tracks is evaluated based on MC simulations: PYTHIA

and HIJING events propagated through a GEANT3 detector description. On one hand,

the number of generated particles is defined as all charged tracks in the final state (Ngen ),

emerging from the primary vertex within | η | < 0.8. On the other hand, the reconstructed

tracks are hybrid tracks associated with generated particles (N rec,matched ) within a wider

range of | η | < 0.9 in order to avoid boundary effects at the limit of detector acceptance.

The ratio of above mentioned generated track pT spectra gives the tracking efficiency:

ε
(
pgen
T

)
=

dN rec
matched (|η| < 0.9) /dpgen

T

dNgen (|η| < 0.8) /dpgen
T

(4.1)
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Fig 4.10: Tracking efficiency of hybrid
tracks estimated by PYTHIA (pp) and HI-
JING (Pb-Pb) events, propagated through
GEANT simulation.
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Fig 4.11: Ratio of tracking efficiency in Pb-
Pb collisions to pp collisions.

The tracking efficiencies computed from HIJING and PYTHIA, and their ratio: HI-

JING/PYTHIA are shown in Fig. 4.10 and Fig. 4.11 respectively (for four centrality classes

in HIJING). The tracking efficiency increases from about 70% at pT = 200MeV/c up to

80% at pT = 1 GeV/c with a few percent decrease in central Pb-Pb collisions, mainly due

to larger track multiplicities. For Pb-Pb collisions (HIJING), the tracking efficiency is from

2 to 7% smaller than that in pp collisions (PYTHIA) down to 0.5GeV/c .

4.4 Jet Reconstruction

The jets are reconstructed by feeding the anti-kT sequential clustering algorithm [50] with

hybrid tracks lying within | η | < 0.9. Since in the anti-kT algorithm, harder particles are

merged first, it proves to be less sensitive to back-reaction from the soft underlying event

which is particularly well suited for the Pb-Pb environment.

The anti-kT algorithm is controlled by the input parameter named “Resolution Param-

eter”, R. It is sometimes called as “jet radius” since this parameter usually has a value

close to the radius of the reconstructed jet. The reconstructed jets contain a number of

Figure 2.2: (gauche) Résolution en impulsion transverse et (droite) efficacité de reconstruction des traces chargées en
fonction de leur impulsion transverse en collisions Pb–Pb à

√
sNN = 5.02 TeV.

de vertex multiples utilisant les informations du SPD [166]. Après sélection des événements, un ensemble
103 × 106 collisions pp de biais minimal correspondant à une luminosité intégrée Lint = 2 nb−1 a
finalement été utilisé pour les mesures en collisions pp qui sont présentées dans ce document.

La statistique utilisée en collisions Pb–Pb est quant à elle de 67.6 × 106 événements de biais minimal
collectés par l’expérience ALICE en 2015. Un rejet des interactions d’empilement spécifique aux collisions
Pb–Pb est également appliqué. Il exploite les corrélations entre le nombre de traces reconstruites
seulement avec la TPC et le nombre de segments de droite construits à partir des amas laissés dans les 2

couches du SPD appelés tracklets.

2.2 géométrie de la collision

Dans le cas de noyaux sphériques, la géométrie des collisions d’ions lourds se caractérise par le vecteur
paramètre d’impact b qui relie les centres des deux noyaux qui entrent en collision dans le plan
transversale aux faisceaux. Expérimentalement, la centralité (reliée à b := |b|) et l’angle du plan de
réaction (angle azimutal de b) sont estimés respectivement à partir des multiplicités de particules et/ou
de l’énergie à zéro degré, et des anisotropies d’émission de particules. Nous décrirons dans ce qui suit
les méthodes mises en œuvre dans ce travail et les résolutions obtenues sur ces variables.
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Fig. 11. (Color online) Distribution of the V0 amplitude (sum of V0A and V0C). The centrality
bins are defined by integrating from right to left following Eq. (5). The absolute scale is determined
by fitting to a model (red line), see below for details. The inset shows a magnified version of the
most peripheral region.

Equations (4) and (5) are based on the assumption that, on average, the particle

multiplicity at midrapidity (the zero-degree energy) increases (decreases) mono-

tonically with the overlap volume, i.e. with centrality. For the zero-degree energy

measurement (5), this assumption holds only for central collisions c ! 50%, be-

cause nuclear fragments emitted in peripheral collisions may be deflected out of the

acceptance of the zero-degree calorimeter, leading to low signals indistinguishable

from those seen in central collisions.

The centrality determination via the particle multiplicity in V0 is illustrated in

Fig. 11. The V0 multiplicity (sum of V0A and V0C amplitudes) distribution was

recorded in Pb–Pb collisions at
√

sNN = 2.76 TeV, requiring a coincidence of V0

and SPD, and using ZDC to reduce the electromagnetic dissociation background.

Machine-induced background and parasitic collisions are removed using the timing

information from V0 and ZDC. The analysis is restricted to events with a vertex

position within |zvtx| ! 10 cm. The centrality bins are defined by integrating the

charged-particle multiplicity distribution following Eq. (5), and the absolute scale

is determined by fitting to a model as described below.

The distribution of the energy deposited in the zero-degree calorimeter is shown

in Fig. 12. The ambiguity between central and peripheral collisions with unde-

tected nuclear fragments is resolved by correlating the zero-degree signal with the

amplitude of the electromagnetic calorimeter at 4.8 < η < 5.7 (ZEM).

An absolute determination of centrality according to Eqs. (4) or (5) requires

knowledge of the total hadronic cross section σAA or the total number of events

Nev, respectively. The total hadronic cross section σAA for Pb–Pb at
√

sNN =

2.76 TeV was measured in ALICE in a special run triggering on signals in the
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Fig. 14. Resolution of various centrality estimators.

Here the sum runs over all reconstructed tracks in the case of the TPC, or segments

of the detectors with azimuthal segmentation like V0, FMD, ZDC, or PMD. The

angle φi is the azimuthal emission angle of the particle i or the azimuthal coordinate

of the detector element i, respectively. For TPC tracks the weight wi can be unity

or a specific function of pT.46 For segmented detectors, wi is the signal observed

in the detector element i. Using the components of the Q-vector one can calculate

the ΨEP
n :46

ΨEP
n =

1

n
arctan 2(Qn,y, Qn,x) . (7)

The correction for the finite event-plane angle resolution can be calculated using

the two- or three- (sub-)detector correlation technique. The resolution correction

factor, in the following for brevity called “resolution,” is close to zero (unity) for

poor (perfect) reconstruction of the collision symmetry plane. In case of two (sub-)

detectors A and B the subevent resolution is defined as

Rsub
n =

√
⟨cosn(ΨA

n − ΨB
n )⟩ , (8)

where ΨA
n and ΨB

n are the event-plane angles of the two subevents, and the angle

brackets denote the average over an ensemble of the events. Typically, the same

harmonic is used in the flow measurement and for the event-plane determination. In

this case, the full event-plane resolution, i.e. the correlation between the event-plane

angle for the combined subevents and the reaction-plane angle, can be calculated

from46

Rn(χ) =
√
π/2χ exp(− χ2/2)(I0(χ

2/2) + I1(χ
2/2)) , (9)

Rfull
n = Rn

(√
2χsub

)
. (10)
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Figure 2.3: (gauche) Distribution de l’amplitude VZERO (V0A + V0C). La distribution est ajustée par le modèle de
Glauber représenté par la courbe de couleur rouge. L’encadré montre un agrandissement de la région la
plus périphérique. (droite) Résolution des différents estimateurs de centralité.

2.2.1 Centralité

Il est d’usage d’exprimer la centralité des collisions nucléaires non pas d’après le paramètre d’impact
b (qui n’est pas une quantité mesurable) mais au travers d’un pourcentage de la section efficace totale
d’interaction nucléaire σAA [169]. Le centile de centralité c d’une collision AA de paramètre d’impact b
est donc défini en intégrant la distribution en paramètre d’impact dσ/db′ :

c(b) =

∫ b
0

dσ
db db′∫ ∞

0
dσ
db db′

=
1

σAA

∫ b

0

dσ

db′
db′. (2.1)

Expérimentalement, la centralité est définie comme la fraction de la section efficace hadronique
correspondant à une multiplicité de particules chargées détectées au-dessus d’une certaine valeur seuil
Nch :

c ≈ 1
σAA

∫ ∞

Nch

dσ

dN′
ch

dN′
ch ≈ 1

Nev

∫ ∞

Nch

dσ

dN′
ch

dN′
ch, (2.2)

où Nev est le nombre d’événements observés, corrigé de l’efficacité de déclenchement. La défini-
tion 2.2 s’appuie sur l’hypothèse, qu’en moyenne, la multiplicité à mi-rapidité croît avec volume de
chevauchement des noyaux, c.-à-d. avec la centralité de la collision.

L’estimation de la centralité à l’aide de la multiplicité de particules mesurée dans le détecteur VZERO
est illustrée sur le panneau de gauche de la figure 2.3. Les intervalles de centralité sont définis en
intégrant la distribution de particules chargées selon l’équation 2.2, tandis que l’échelle absolue est
déterminée par ajustement du modèle de Glauber [170, 171] à la distribution de l’amplitude du VZERO.

Le modèle de Glauber décrit la géométrie de la collision à partir de la distribution en densité nucléaire,
en supposant que les nucléons suivent des trajectoires rectilignes et subissent des collisions binaires
nucléon–nucléon selon la section efficace inélastique σNN (= 64 mb en accord avec la mesure réalisée
par l’expérience ALICE en collisions pp [172]). Le nombre Ncoll de collisions binaires NN et le nombre
de nucléons participants Npart (nucléons ayant subi une collision NN) sont calculés pour une valeur
donnée de paramètre d’impact. La distribution en multiplicité est alors décrite comme issue d’une
double composante, f Npart + (1 − f ) Ncoll, dont chacune des sources émet des particules selon une loi
binomiale négative (NBD) de paramètre µ et k. Le paramètre f représente la contribution des processus
mous (à bas transfert d’impulsion) à la production de particules. L’ajustement permet alors d’extraire le
nombre d’événements intégré Nev nécessaire à l’estimation de l’échelle absolue de centralité et relie le
nombre de participants et de collisions binaires NN à la centralité.

La centralité peut être estimée à partir des multiplicités mesurées dans chacun des détecteurs VZERO-
A, VZERO-C, ZDC, SPD et TPC. La résolution de chacun des ces estimateurs de la centralité (évaluée
événement par événement comme l’écart type de la distribution de la différence entre la valeur de
centralité donnée par chaque estimateur et la valeur moyenne obtenue sur l’ensemble des estimateurs),
définie comme l’écart type sur un échantillon d’événement de même centralité b, est présentée figure 2.3
(droite). La résolution dépend de la couverture angulaire du détecteur utilisé. La meilleure résolution
est obtenue par combinaison des détecteurs VZERO-A et VZERO-C, de par leur vaste couverture en
pseusorapidité (4.3 unités au total), c’est celle que nous avons utilisé dans le travail ici présenté.
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2.2.2 Plan de l’événement

Le plan de réaction, défini comme l’espace engendré par l’axe du faisceau et le vecteur paramètre
d’impact, n’est pas accessible expérimentalement puisque la distribution initiale des nucléons n’est pas
connue. Il doit donc être approximé par le plan de l’événement de l’harmonique de rang n, ΨEP, n,
qui correspond à l’axe de symétrie de la densité de particules dans le plan transverse [173]. Pour
une harmonique de rang n donnée, on construit le vecteur bidimensionnel du plan de l’événement
Qn ou vecteur de flot, à partir de la mesure de la distribution azimutale des particules produites dans
l’événement :

Qn =
(
Qn,x , Qn,y

)
=

(
∑

i
wi cos nφi , ∑

i
wi sin nφi

)
. (2.3)

où l’indice de sommation court sur l’ensemble des traces reconstruites dans le cas de la TPC, ou des
cellules de détecteurs de segmentation azimutale comme le VZERO, FMD, ZDC ou PMD. L’angle φi
représentera selon le cas, l’angle azimutale d’émission de la particule i ou la coordonnée de la cellule i
du détecteur. Pour les traces reconstruites dans la TPC, le poids wi peut être égal à un ou une fonction
spécifique de pT. Pour les détecteurs segmentés, wi est donné par le signal mesuré dans la cellule i. On
détermine alors l’angle ΨEP, n à l’aide des composantes du vecteur Qn :

ΨEP, n =
1
n

arctan 2
(
Qn,y , Qn,x

)
. (2.4)

La résolution angulaire du plan de l’événement, proche de zéro (l’unité) dans le cas d’une reconstruc-
tion médiocre (parfaite) du plan de symétrie de la collision, peut être directement calculée à partir des
données à l’aide de la technique des corrélations à deux ou trois (sous-)détecteurs [174]. La résolution
d’un sous-événement s’exprime dans le cas de deux (sous-)détecteurs A et B sous la forme :

Rsub
n =

√〈
cos n

(
ΨA

n − ΨB
n
)〉

, (2.5)

où ΨA
n et ΨB

n sont les angles du plan de l’événement des deux sous-événements, et les crochets
symbolisent une moyenne d’ensemble. La résolution d’un événement complet, c.-à-d. la corrélation
entre l’angle du plan de l’événement pour les sous-événements combinés et celui du plan de réaction,
s’écrit alors :

Rn(χ) =

√
π

2
χ exp

(
−χ2

2

){
I0

(
χ2

2

)
+ I1

(
χ2

2

)}
, (2.6)

Rfull
n = Rn

(√
2 χsub

)
. (2.7)

où χ ≡ vn/σ (= vn
√

2N, N étant le nombre de particules utilisées pour déterminer le plan de
l’événement) et I0, I1 sont des fonctions de Bessel modifiées. Dans le cas de (sous-)détecteurs couvrant
des régions de (pseudo)rapidité distinctes, comme c’est le cas pour le VZERO-A et le VZERO-C,
l’utilisation des sous-événements de trois détecteurs permet d’obtenir la résolution pour un détecteur
donné à partir de la corrélation de chacune des paires :

RA
n =

√〈
cos n

(
ΨA

n − ΨC
n
)〉 〈

cos n
(
ΨA

n − ΨB
n
)〉

〈
cos n

(
ΨB

n − ΨC
n
)〉 , (2.8)

où ΨA
n est l’angle du plan de l’événement dont on souhaite calculer la résolution tandis que B et C

sont les deux autres (sous-)détecteurs. La figure 2.4 montre la résolution R2 du plan de l’événement
d’ordre deux obtenue en corrélant les sous-événements de 3 détecteurs parmi la TPC, VZERO, FMD et
PMD, en fonction de la centralité.

Pour la mesure du flot elliptique des jets chargés, présentée dans la partie 3.5, le plan de l’événement
est reconstruit à l’aide du détecteur VZERO-C. Avant de pouvoir utiliser les signaux du VZERO pour
construire les vecteurs Qn, une procédure d’étalonnage [175] a été mise en œuvre afin de garantir qu’une
multiplicité incidente donnée produira la réponse identique dans chacune des cellules du VZERO. Cet
étalonnage comprend deux étapes : l’égalisation des gains des tubes photomultiplicateurs du VZERO
suivi du recentrage des vecteurs Qn [176].
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Fig. 15. Resolution of the second-order event-plane angle, ΨEP
2 , extracted from two- and three-

detector subevent correlations for TPC, V0, FMD, and PMD.

The variable χ represents the magnitude of flow normalized to the precision with

which it can be measured, and I0, I1 are the modified Bessel functions. In case of

(sub-)detectors with different kinematic coverages, such as V0A and V0C, a three-

detector subevent technique can be used. In this case, the resolution for a given

detector can be defined from the correlation between each detector pair

RA
n =

√〈
cosn

(
ΨA

n − ΨC
n

)〉〈
cosn

(
ΨA

n − ΨB
n

)〉
〈
cosn

(
ΨB

n − ΨC
n

)〉 , (11)

where ΨA
n is the event-plane angle for which the resolution is calculated, and B

and C are any other two (sub-)detectors. One can get the resolution for each of the

three detectors by permutation of the event-plane angles for all three detectors. Note

that nonflow correlations and the effects of flow fluctuations can result in different

resolutions being extracted for the same detector from two- or three- (sub-)detector

correlations.

5.2.1. Event plane from elliptic flow

The dominant component of the anisotropic flow in mid-central collisions at LHC

energies is the elliptic flow. Consequently, the resolution of the second-order event

plane is the best. Figure 15 shows the resolution R2 of the second-order event-

plane angle ΨEP
2 , extracted from two- and three-detector subevent correlations

for TPC, V0, FMD, and PMD, versus the collision centrality. Effects from the

azimuthal nonuniformity of the detectors, which may result in nonphysical cor-

relations, were corrected at the time of the event-plane angle calculations. The

resolution R2 for charged particles measured in the TPC detector was calculated

using four different methods: by randomly dividing particles into two subevents
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Figure 2.4: Résolution du plan de l’événement d’ordre deux, ΨEP, n, en fonction de la centralité, obtenue à l’aide de la
corrélation des sous-événements issus de deux ou trois (sous-)détecteurs parmi la TPC, VZERO, FMD et
PMD. Dans le cas de la TPC, la méthode “3-sub” consiste à combiner le sous-événement de la TPC avec
ceux des détecteurs VZERO-A et VZERO-C.

2.3 reconstruction des jets

2.3.1 Définition d’un jet

Les quarks et les gluons ne peuvent exister à l’état libre : ils s’hadronisent pour former des faisceaux
collimés de particules aux propriétés cinématiques corrélées appelés jets hadroniques. On a recours à un
algorithme de jet dont le rôle est de regrouper les particules issues d’un parton donné, réduisant ainsi
la complexité des topologies à hautes multiplicités, et donnant accès la cinématique du parton initial
(quadri-vecteur energie–impulsion). Les propriétés cinématiques des jets ainsi obtenues sont résilientes
au processus de fragmentation QCD, ce qui constitue le rôle principal des jets.

La définition d’un jet demeure cependant, même en collisions e+e− où l’état initial est purement
électromagnétique, intrinsèquement ambiguë y compris au niveau partonique. Dans le cas par exemple
de l’annihilation e+e− → qq̄, lorsqu’un gluon est émis à petit angle par rapport au quark émetteur, le
gluon est généralement inclus dans le jet, tandis que si il est émis à grand angle, il pourra être considéré
comme un troisième jet. En pratique, les jets doivent être défini par un algorithme qui prend comme
entrée une liste de particules et tente de les associées (selon un critère de proximité puisque ces particules
doivent appartenir à la même gerbe) en jets dont la cinématique (énergie et impulsion) peut être reliée à
celle des partons produits par diffusion dure à courte distance1. Comme illustré sur la figure 2.5, les
particules d’entrée de l’algorithme peuvent être des partons ou des hadrons dans le cadre d’un calcul
théorique (aussi bien avec quelques partons pour des calculs au-delà de l’ordre le plus bas, c’est-à-dire à
l’approximation au-delà des logarithmes dominants ou Next-to-Leading Order (NLO) qu’avec un grand
nombre après la gerbe partonique telle que simulée par une générateur d’événements Monte-Carlo)
mais également des traces et/ou des dépôts calorimétriques au niveau expérimental. L’objectif est
ainsi de caractériser la physique à courte distance, événement par événement, à partir des jets trouvés
par l’algorithme, et ce, de façon similaire quelque soit le niveau auquel il est appliqué. Les effets de
l’événement sous-jacent seront alors corrigés jet par jet aussi précisément que possible (voir paragraphe
2.3.4).

D’un point de vue expérimental, un jet est donc défini par l’algorithme utilisé mais pour qu’une
comparaison avec des prédictions théoriques soit possible ou que l’algorithme puisse être utilisé dans
les deux cas, ce dernier doit être par construction insensible aux divergences infrarouges et colinéaires
(InfraRed and Colinear safe). La stabilité infrarouge et colinéaire est la propriété selon laquelle si on
modifie l’événement par l’émission d’un gluon colinéaire ou dont l’énergie tend vers zéro, l’ensemble
de jets durs identifiés par l’algorithme reste inchangé. En plus de garantir la convergence des calculs
QCD perturbatifs, la stabilité infrarouge et colinéaire limite l’impact des effets instrumentaux (résolution

1 Un algorithme de jet générique est une application surjective d’un ensemble de hadrons de quadri-moments
{

phad
1 , phad

2 , . . . phad
N

}

vers un ensemble de jets de quadri-moments
{

pjet
1 , pjet

2 , . . . pjet
M

}
, avec généralement M < N et pjet = ∑i∈jet phad

i . Le vecteur somme
des quadri-moments d’entrée définit l’axe du jet. Il n’y a pas de définition unique d’un jet puisqu’elle dépend de comment cette
correspondance est réalisée.
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Figure 2.5: Dessin représentant les différentes étapes de la production et de la mesure d’un jet.

angulaire du détecteur, agrégation des dépôts d’énergie dans les calorimètres, bruit électronique, etc.)
sur la construction des jets.

La reconstruction du jet, dans les analyses pp, pPb et Pb–Pb présentées dans ce document, est effectuée
à l’aide d’un algorithme de recombinaison (cf. paragraphe 2.3.2) appliqués aux seules traces de particules
chargées. Même si l’emploi de traces plutôt que d’amas calorimétriques autorisent des mesures plus
précises (meilleures résolutions angulaire et de pointage), les observables s’appuyant sur ces “jets
chargés” ne sont à priori pas IRC safe en théorie des perturbations car le rayonnement transporté par les
particules neutres n’est pas pris en compte. L’utilisation d’une “fonction de traces” non-perturbative qui
décrit la fraction d’énergie d’un parton emportée par les traces chargées, analogue à une fonction de
fragmentation ou une distribution de partons dont la dépendance en µ (échelle de renormalisation) est
bien définie par une évolution de type DGLAP, permet d’absorber les divergences infrarouges [177]. Les
calculs perturbatifs utilisant ces fonctions de traces sont en bon accord avec ceux de PYTHIA [178, 179].
Les fonctions de traces fournissent donc une base de comparaison rigoureuse des mesures de jet chargés
présentées ici avec les calculs QCD analytiques et Monte Carlo.

2.3.2 Algorithmes de recombinaison

Un jet est défini par une heuristique rangée selon deux grandes catégories d’algorithmes : les algo-
rithmes de recombinaisons séquentiels (2 → 1) et les algorithmes de cône. Seule la première catégorie
d’algorithmes, conceptuellement plus simples et insensibles aux divergences infrarouges et colinéaires, a
été utilisée dans le travail présenté dans ce document et est décrit plus en détails dans ce qui suit. Les
algorithmes anti-kT, kT [180] et Cambridge/Aachen agrègent les jets par recombinaisons successives, ce
qui équivaudrait d’une certaine façon à “remonter” le processus de branchement probabiliste qui a lieu
pendant la phase de fragmentation. Ces algorithmes, dont l’usage est de loin le plus répandu, peuvent
être considérés comme différentes versions de l’algorithme kT généralisé [181]. Dans un premier temps,
on introduit une distance dij entre chaque paire de particules ainsi que la distance de la particule au
faisceau :

dij = min
(

k2p
T,i , k2p

T,j

) ∆η2
ij + ∆ϕ2

ij

R2 , diB = k2p
Ti . (2.9)

Les paramètres libres de l’algorithme sont le rayon R du jet et l’entier p. Les algorithmes anti-kT, kT
et Cambridge/Aachen correspondent à des valeurs respectives de p = −1, 1 et 0. On répète ensuite la
séquence suivante jusqu’à épuisement des particules : à chaque itération, on identifie la distance la plus
courte. Si cette distance est celle d’une paire de particules, ces dernières sont combinées entre elles par
addition de leurs quadri-moments (schéma de recombinaison appelée E-scheme). Dans le cas contraire, la
particule est considérée comme un jet et retirée de la liste. À l’issu de cette séquence, on se retrouve avec
un ensemble de jets stables et bien séparés. Chaque particule n’appartient qu’à un seul jet et chacun de
jets stables a une multiplicité de particules bien définie.

2.3.3 Défis de la reconstruction des jets en collisions d’ions lourds

En collisions d’ions lourds, les jets sont produits dans un environnement à haute multiplicité très
peu propice à leur détection ou mesure précise. Ce grand nombre de particules de faible impulsion
transversale remplissant la totalité de l’espace des phases forme un événement sous-jacent ou Underlying
Event (UE) sur lequel les jets viennent se superposer. L’énorme bruit de fond formé par l’UE fluctue



2.3 reconstruction des jets 43

Common challenge: large contamination[Introduction]

A pp event (LHC 5.5 TeV, Pythia)

Gavin Salam (LPTHE, Paris) Jet reco with FastJet Prague, August 2010 4 / 36

Common challenge: large contamination[Introduction]
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Figure 2.6: Densité d’impulsion transverse en fonction de η et ϕ d’une collision pp à
√

s = 5.5 TeV simulée à l’aide
du générateur d’événement Monte-Carlo PYTHIA (gauche). Les différentes couleurs indiquent les jets
reconstruits à l’aide de l’algorithme anti-kT. Même collision plongée dans le bruit de fond d’une collision
Pb–Pb centrale simulée à l’aide du générateur d’événement Monte-Carlo HYDJET (droite).

fortement d’un jet à l’autre au sein d’un même événement, de même que pour chaque événement.
La figure 2.6 illustre le principal défi posé par la reconstruction des jets en collisions d’ions lourds :
l’intégralité des traces produites dans un événement sont groupées en jets par l’algorithme de jet, ce qui
signifie que :

• une proportion non négligeable de jets sont reconstruits à partir de traces non corrélées appelés
jets combinatoires ou fake jets ;

• les amas de particules vont contenir à la fois des particules provenant d’une gerbe partonique mais
également des particules non corrélées émises dans le même espace des phases.

La stricte discrimination des particules issues d’un jet de celles provenant du bruit de fond, s’avère
impossible non seulement d’un point de vue technique mais également conceptuellement du fait des lois
de la mécanique quantique. Il s’agira alors d’extraire les propriétés des jets par des moyennes d’ensemble.
Jusqu’à très récemment, la plupart des analyses de jets se limitaient à l’étude des corrélations à deux
particules afin de réduire les effets de l’UE. Quant aux analyses mettant en œuvre une reconstruction
complète des jets, ces dernières tendent à engendrer un biais de leur population de jets en imposant
une coupure élevée sur l’impulsion transversale de leurs constituants, les rendant par là même sensibles
aux divergences colinéaires et entraînant fatalement un biais sur l’impulsion reconstruite des jets qui
devra être ensuite corrigé à l’aide de simulations Monte-Carlo implémentant un modèle spécifique du
mécanisme de perte d’énergie partonique. L’enjeu des méthodes de reconstruction complète des jets,
sera par conséquent de demeurer insensibles aux divergences colinéaires, avec une coupure infrarouge
faible, sans biaiser leur fragmentation.

2.3.4 Densité moyenne de bruit de fond

L’énergie ou l’impulsion transverse pjet
T des jets mesurée en collisions Pb–Pb doit être corrigée de

la contribution du bruit de fond provenant de l’UE. Dans les résultats présentés dans ce document,
l’approche proposée dans les références [182, 183] a été utilisée. La densité moyenne d’impulsion
transversale par unité de surface est calculée événement par événement comme suit :

ρ = median
{

pT,i
Ai

}
, (2.10)

où pT,i et Ai désignent respectivement l’impulsion transversale et l’aire du i-ième amas de particules
obtenus à l’aide de l’algorithme de jet kT

2 . L’emploi de la médiane, de même que l’exclusion des deux
amas les plus énergétiques, permettent de limiter l’influence des jets durs sur l’évaluation de ρ. Pour
chaque jet dur j, ρ Aj est alors soustrait à son impulsion transverse pour en corriger la contamination au
bruit de fond :

2 L’algorithme de jet kT s’avère particulièrement approprié à l’étude du de l’UE puisque, pour un bruit de fond constitué d’une
distribution uniforme de trace, il aura naturellement tendance à produire des jets de surface relativement constante (A ∝ π R2) tandis
que l’algorithme anti-kT créera quant à lui un grand nombre des jets de surface quasi nulle et de basse impulsion transverse (et
seulement quelques jets durs de surface A ∝ π R2), introduisant un biais dans le calcul de ρ.
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ground density and event centrality.

4.5 Underlying Event

In high-energy heavy-ion collisions, a number of particles which do not originate from

hard partons should be considered as background for the jet signal of interest. This soft

background fluctuates both from event to event, but also from one location to another

within the same event. As mentioned in section 4.4, the background average pT density par

unit area, ρ, is evaluated event-by-event. Local fluctuations of the background density with

respect to the event median cause large uncertainty in the reconstructed jet energy. These

fluctuations are quantified by known probes (random cones, single high-pT tracks, PYTHIA

jets. . . ) into real Pb-Pb events as explained hereafter. For this local fluctuation within the

same event, statistical correction of the spectrum is available utilising the distribution of

residual error from average background density.

Average Underlying Event Density

The average background density (ρ) which is used to correct the jet momentum in Eq. 4.2

is estimated as follows:

1. kT clusters are reconstructed with the FastJet kT algorithm using hybrid tracks of

Figure 2.7: Dépendance de la densité d’impulsion transversale par unité de surface ρ en fonction de la centralité de la
collision (droite) et de la multiplicité de traces utilisées pour la reconstruction des jets (gauche).

psub
T,j = pT,j − ρ Aj. (2.11)

La figure 2.7 représente la dépendance de la densité d’impulsion transversale par unité de surface ρ

en fonction de la multiplicité brute de particules chargées produites dans les collisions Pb–Pb à l’énergie√
sNN = 5.02 TeV. Comme attendu, ρ varie linéairement avec la multiplicité de particules chargées.

Cette croissance linéaire correspond à une impulsion transversale moyenne ⟨pT⟩ non corrigée d’environ
0.7 GeV/c par trace chargée acceptée. Pour les 10 % des collisions les plus centrales, la densité moyenne
de bruit de fond par unité de surface est de l’ordre de ρ ≃ 146.4 GeV/c3. Cela signifie que pour des jets
de rayons 0.2, 0.3 et 0.4, le bruit fond sous-jacent moyen sera respectivement d’environ π R2 ρ ≃ 18.4,
41.4 et 73.6 GeV/c si on suppose des jets de surface circulaire. De plus, la dispersion considérable
de ρ pour les collisions les plus centrales souligne l’importance d’une soustraction du bruit de fond
événement par événement.

Dans les collisions Pb–Pb non centrales, on doit tenir compte de l’anisotropie de l’UE décrite par les
coefficients de flot dominants v2 et v3 :

ρch (φ) = ρ0 (1 + 2 {v2 cos [2 (φ − ΨEP, 2)] + v3 cos [3 (φ − ΨEP, 3)]}) , (2.12)

où ρ (φ) est distribution azimutale de la somme des impulsions transversales des traces de pT <
5 GeV/c et |ηtrack| < 0.9. Les paramètres ρ0 et vn sont extraits événement par événement par ajustement
aux données de la fonction définie par l’équation 2.12. Les angles des plans de l’événement ΨEP, n sont
ceux obtenus à l’aide du détecteur VZERO. L’exemple de cette procédure appliquée à un événement
donné est illustrée dans la figure 2.8, où les points représentent la distribution en densité d’impulsion
transversale de l’événement, la courbe rouge représente la fonction ρ (φ) donnée par l’équation 2.12,
les courbes verte et grise les contributions respectives des harmoniques v2 et v3 et la ligne pointillée
magenta la constante de normalisation ρ0. Afin de limiter le biais induit par les jets durs sur les valeurs
de vn dans l’équation 2.12, le jet le plus dur est écarté de l’événement en rejetant toutes traces vérifiant∣∣ηjet − ηtrack

∣∣ < R. La séparation en η entre les traces et les détecteurs VZERO permet en outre de
supprimer les corrélations à courte portée entre les plans d’événement et les traces.

L’impulsion transversale corrigée pch
T,jet d’un jet de surface A est alors calculée à partir de son impulsion

transversale brute pch,raw
T,jet selon :

pch
T,jet = pch,raw

T,jet − ρch
local A, (2.13)

où ρch
local est obtenue par intégration de ρch (φ) sur la région φjet ± R :

3 La densité moyenne décroît avec la centralité, pour les collisions semi-périphériques (50–90 %), ρ ne vaut plus que ρ ≃ 3.7 GeV/c.
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Figure 2.8: Densité d’impulsion transverse des traces chargées en fonction de leur angle azimutal pour une collision
semi-périphérique (classe de centralité 30–50 %). Les points de données (en noir) sont représentés avec
leur seule barre d’erreur statistique. La courbe rouge montre le résultat de l’ajustement de la fonction
donnée par l’équation 2.12. Les courbes verte et grise également obtenues après ajustement de la fonction
2.12 montrent les contributions respectives du flot elliptique (v2) et triangulaire (v3). La droite horizontale
pointillée de couleur magenta représente la constante de normalisation ρ0.

ρlocal =

〈
ρch
〉

2 R ρ0

∫ φ+R

φ−R
ρch (φ) dφ. (2.14)

Le facteur devant l’intégral est choisi de sorte qu’une intégration sur tout l’azimut redonne la densité

d’impulsion transversale moyenne
〈

ρch
〉

.

2.3.5 Fluctuations du bruit de fond

L’UE n’est de toute évidence pas un flux d’impulsion continue et uniforme mais plutôt un ensemble
discret de particules reconstruites sous forme de traces et de dépôts d’énergie calorimétriques. Par là
même, le niveau de bruit de fond dû à l’UE fluctuera d’un endroit à l’autre au sein du même événement.
Ces fluctuations sont la principale source d’incertitude sur la mesure de l’énergie ou de l’impulsion
des jets4 en collisions Pb–Pb et affectent même l’équilibre en énergie des paires de jets malgré l’absence
d’effets de milieu [184].

Dans une collisions d’ions lourds, diverses sources contribuent à ces fluctuations : fluctuations
stochastiques non corrélées (Poissoniennes) du nombre et de l’impulsion des particules mais également
des variations corrélées de la densité d’impulsion d’une région à l’autre de l’espace des phases dues
aux effets instrumentaux (comme par ex. la non uniformité de l’efficacité) ou à la collision elle-même
(fluctuations d’excentricité de la zone de superposition des noyaux pour les collisions à paramètre
d’impact fini).

Pour évaluer l’impact de ces fluctuations sur le signal mesuré, on incorpore dans des collisions d’ions
lourds des sondes connues : cônes rigides aléatoires ou random cones (RC), trace simple de haut pT ou
jet produit dans une collision pp par le générateur d’événements Monte Carlo PYTHIA. L’écart entre
l’impulsion transverse du jet contenant la sonde soustraite du bruit de fond et l’impulsion transverse de
la sonde elle-même, permet de quantifier l’influence du bruit de fond sur l’impulsion transverse du jet
reconstruit :

δpT = pjet,rec
T − ρ Ajet,rec − pprobe

T , (2.15)

où pjet,rec
T , Ajet,rec sont respectivement l’impulsion transverse et la surface du jet reconstruit (par

l’algorithme anti-kT) et pprobe
T est l’impulsion transverse de la sonde. Pour évaluer les fluctuations du

bruit de fond de manière indépendante du choix de l’algorithme de jet, des cônes rigides de rayon
R = 0.2 sont placés dans chaque événement reconstruit à une position aléatoire (ηRC, φRC) mais en
vérifiant la condition d’être entièrement contenus dans l’acceptance du détecteur (

∣∣ηRC
∣∣ < 0.7). Les

fluctuations du bruit de fond sont alors mesurées par la différence entre la somme des impulsions

4 Définie dans l’équation 2.11.
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transversales de toutes les particules contenues dans le cône aléatoire et la valeur estimée à partir de la
densité moyenne d’impulsion transversale ρ comme suit :

δpRC
T =

RC

∑
i

pT,i − ρ A, (2.16)

où A est la surface du cône A = π R2. Contrairement à ce qui se passe lors de l’utilisation d’un
algorithme de jet, la position et la surface des cônes aléatoires ne dépendent pas de la structure de
l’événement. La figure 2.9 montre les distributions en δpT normalisées obtenues à l’aide de la méthode
des cônes aléatoires pour les différentes classes de centralité. Les fluctuations sont centrées autour de
zéro, cela signifie qu’en moyenne la densité de pT est correctement évaluée. Les fluctuations du bruit
de fond se caractérisent par la dispersion de la distribution en δpT donnée par l’écart-type σ(δpT) qui
vaut ∼ 5 GeV/c pour les collisions les plus centrales (0–10 %). Les distributions sont manifestement
asymétriques avec une longue traîne du côté positif5 qui peut être attribuée à la superposition fortuite
du cône aléatoire avec des fragments de jets présents dans un événement Pb–Pb. On s’attachera alors à
caractériser la partie gauche (LHS) de la distribution afin d’en tirer les propriétés de l’UE en limitant
ainsi le biais introduit par les fragments de jets. La partie gauche de la distribution peut être décrite par
une fonction Gaussienne. Pour déterminer la largeur de la partie gauche, les distributions sont ajustées
de façon itérative à l’aide d’une fonction Gaussienne dans l’intervalle

[
µLHS − 3 σLHS, µLHS + 0.5 σLHS]

en prenant comme valeurs initiales de σ et µ, respectivement la moyenne et l’écart-type de la distribution
en δpT. Comme le montre la figure 2.9, l’écart-type de la partie gauche de la distribution en δpT vaut
environ 4 GeV/c6 pour les collisions Pb–Pb les plus centrales (0–10 %) et, comme attendu, décroît pour
les collisions périphériques.

Afin d’étudier séparément les sources de fluctuations stochastiques et corrélées, trois variantes de la
méthodes des cônes rigides aléatoires ont été testées : l’échantillonnage d’événements Pb–Pb mesurés,
l’échantillonnage d’événements Pb–Pb en évitant la superposition du cône avec le jet de plus grand pT,et
enfin, l’échantillonnage d’événements Pb–Pb randomisés dans lesquels les corrélations entre particules
émises ont été supprimées.

En plaçant les cônes aléatoires suffisamment loin du jet de plus haute impulsion transverse7, on réduit
l’influence des vrais jets sur les fluctuations du bruit de fond. L’asymétrie positive de la distribution
en δpT s’en trouve alors fortement réduite (carrés bleus sur la figure 2.9) tandis que sa partie gauche
n’est pas modifiée. La contribution aux fluctuations du bruit de fond qui proviendrait de particules
indépendantes est étudiée à l’aide d’événements Pb–Pb randomisés où les corrélations angulaires des
traces mesurées ont été supprimées tout en conservant leur impulsion transversale. La distribution en
δpT de tels événements aléatoires correspondant à une émission décorrélée est représentée sur la figure
2.9 (losanges noirs). On remarque que la partie gauche de la distribution en δpT pour les événements
randomisés est moins large que celle pour les événements non modifiés, ce qui indique la présence de
fluctuations corrélées d’une région à l’autre en plus des fluctuations purement statistiques et de celles
attendue des processus durs. La figure 2.10 représente l’écart-type de la distribution en δpT en fonction
de la multiplicité de traces pour les trois types de cônes aléatoires. La largeur de la distribution en δpT
dans le cas d’événements Pb–Pb randomisés est bien décrite par une loi de Poisson. L’écart-type de
fluctuations Poissoniennes s’écrit (en supposant qu’il n’y ait pas de corrélation entre la multiplicité de
particules et le pT moyen :

σ(δpT) =

√
NA σ2(pT) + NA ⟨pT⟩2, (2.17)

où NA désigne la multiplicité de trace dans le cône, ⟨pT⟩ et σ(pT) sont respectivement la moyenne et
l’écart-type du spectre en impulsion transversale des particules.

Les valeurs de fluctuations du bruit de fond rapportées ici dépendent du détecteur puisqu’elles ne
sont corrigées ni de l’efficacité de reconstruction des traces ni de la résolution sur leur impulsion. La
distribution en δpT est mesurée afin d’en évaluer les distorsions du spectre en impulsion transversale
des jets reconstruits induites par les fluctuations du bruit de fond. Les fluctuations mesurées seront
utilisées à posteriori pour corriger les spectres de jets par une méthode de déconvolution itérative basée
sur le théorème de Bayes (cf. paragraphe 2.4). Les jets issus du bruit de fond combinatoire formé d’un
ensemble de traces ne provenant pas de la diffusion dure elle-même sont supprimé par la procédure de

5 Cette traîne positive se manifeste dans la différence d’écart-type entre la distribution en δpT totale σ(δpT) et l’ajustement Gaussien
de la distribution en δpT tronquée à droite σLHS(δpT), soit, pour les collisions Pb–Pb les plus centrales (0–10 %), respectivement
σ(δpT) = 5.2 GeV/c et σLHS(δpT) = 4.1 GeV/c.

6 Cette valeur est inférieure à celle de la distribution complète à cause de sa forme asymétrique pour δpT > 0 GeV/c.
7 La distance entre cône rigide et le jet de plus haut pT doit vérifier ∆R =

√
(ηRC − ηlead. jet)2 − (φRC − φlead. jet)2 > 1.
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Fig 4.17: δpT distributions for two RC selections and RC in track randomised event.

• RC is apart from the leading jet by at least 1 unit in the η-φ plane:

∆R =
√

(ηRC − ηlead.jet )2 + (φRC − φlead.jet )2 > 1.

For comparison to purely statistical fluctuations, RC are also thrown throughout randomised

events constructed from real events by cancelling particle correlations.

The right-hand-side tail of the δpT distribution is caused by RC overlapping with the

leading jet when the leading jet is not excluded while it is due to high-pT tracks of the

leading jet for randomised events. The background fluctuation is characterised by the

width of the δpT distribution: σ (δpT ). The RMS of the δpT distribution is shown as

function of track multiplicity in Fig. 4.18. In addition to the RMS, the width of gaussian fit

of the left-hand-side region; [µLHS − 3 σLHS , µLHS + 0.5 σLHS ], which is independent of the

leading jet constituents, is quoted in Fig. 4.17. These results indicate that the background

fluctuates within ∼ 5 GeV/c around average background density for R = 0.2 charged jets

in the most central (0-10%) collisions. As expected, a lower fluctuation is observed for

peripheral collisions.

4.6 Jet Finding Efficiency

Similarly to tracking efficiency evaluation, jet finding efficiency is estimated from MC sim-

ulations (PYTHIA + GEANT). The generator-level jets are reconstructed from generated

particles, while reconstruction-level jets are made from tracks smeared by the GEANT3 de-

tector response. The jet finding efficiency is defined as the fraction of reconstruction-level

Figure 2.9: Distribution de probabilité de δpT pour 3 types de cônes rigides aléatoires de rayon R = 0.2 placés dans
des collisions Pb–Pb réelles et randomisées appartenant à différentes classes de centralité. L’impulsion
transverse minimum des traces est de 0.15 GeV/c. La partie gauche des distributions est ajustée à l’aide
d’une Gaussienne comme expliqué dans le texte.
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Fig 4.18: The width of δpT distributions for two RC selections and RC in track randomised
event as a function of charged particle multiplicity.

jets which match with generator-level jets within | η | < 0.5 as follows:

εjet

(
pgen
T,ch jet

)
=

N rec
matched

Ngen (|ηgen | < 0.5)
(4.4)

A one-to-one matching between the I-th generator-level jet and the J-th reconstruction-level

jet established based on the distance in the (η−φ) plane ∆R(i, j) =
√

(ηgen
i − ηrec

j )2 + (φgen
i − φrec

j )2,

as follows:

1. for the index j running over all the reconstruction-level jets, find the index j′ of the

closest generator-level jet.

2. for the index i running over all the generator-level jets, find the index i′ of the closest

reconstruction-level jet.

3. j′ = J and i′ = I

4. ∆R(I, J) < 0.1

Fig. 4.19 shows the jet finding efficiency extracted from a PYTHIA MB dataset for

reconstruction-level jets with/without leading track pT cut. The leading track pT cut de-

creases jet finding efficiency since the reconstructed jet doesn’t have constituents with

Figure 2.10: Écart type des distributions en δpT pour des cônes rigides aléatoires de rayon R = 0.2 en fonction de la
multiplicité brute de traces. Les points de données sont comparés à la limite Poissonienne.

déconvolution en ne contraignant pas la région en impulsion transverse mesurée inférieure à 30 GeV/c.
De plus, une coupure caractéristique de l’ordre de 5 GeV/c sur l’impulsion transverse minimale de
la trace de plus haute impulsion transverse du jet, permet de supprimer une large fraction des jets
combinatoires présents dans l’échantillon de jets, au prix d’un biais introduit sur la fragmentation des
jets qui devient plus dure.

La distribution en δpRC
T en fonction de l’angle azimutal du cône par rapport au plan de l’événement

ΨEP, 2est représentée sur la figure 2.11. Sur la figure de gauche, la densité moyenne d’impulsion
transversale ⟨ρ⟩ est utilisée tandis que sur la figure de droite, on utilise ρch (φ). On remarque que la
prise en compte de la dépendance azimutale de l’événement sous-jacent, conduit à une atténuation
notable de la modulation sinusoïdale de la distribution en δpRC

T .

2.4 déconvolution

La déconvolution ou désapodisation dans le langage du traitement du signal, est une méthode math-
ématique répandue en physique visant à extraire des distributions de probabilité “vraies” à partir de
données affectées par des fluctuations aléatoires. En d’autres termes, cela revient à résoudre l’équation
de convolution (qui est une équation de Fredholm de deuxième espèce) qui relie la distribution “vraie”
f (t) à la distribution “mesurée” g (s) [185] :

g (s) =
∫

K (s, t) f (s)dt (2.18)
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Figure 71: A event fitting result to the track distribution with Eq. 48 in mid-central Pb-Pb
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Figure 72: The raw jet pT spectra w.r.t the 2nd order V0C event plane in 30-50% centrality
Pb-Pb collisions at
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Left: average UE subtracted,
Right: local UE subtracted.

Figure 2.11: Distributions en δpT pour des cônes rigides aléatoires en fonction de leur angle azimutal φRC par rapport
au plan de l’événement après soustraction de la densité de bruit de fond (gauche) moyenne

〈
ρch〉 et

(droite) extraite de ajustement événement par événement de la densité d’impulsion transverse donnée
par l’équation 2.12.

dont le noyau K (s, t) [186] aussi appelé fonction de réponse décrit le processus de mesure [187]. Après
avoir soustrait le bruit de fond provenant de l’UE selon la procédure décrite au paragraphe 2.3.4, les
distributions brutes en impulsion transverse des jets doivent être corrigées des effets instrumentaux
(acceptance limitée et résolution finie) et des fluctuations de ρ. L’équation 2.18 peut alors être réécrite
dans le cas des spectres de jets sous la forme :

M
(

pch rec
T,jet

)
=
∫

G
(

pch rec
T,jet , pch gen

T,jet

)
T
(

pch gen
T,jet

)
ε
(

pch gen
T,jet

)
dpch gen

T,jet (2.19)

où T
(

pch gen
T,jet

)
est le spectre “vrai” déconvolué, M

(
pch rec

T,jet

)
mesuré, G

(
pch rec

T,jet , pch gen
T,jet

)
est la fonction

de réponse des distorsions dues aux fluctuations du bruit de fond et la réponse du détecteur et ε
(

pch gen
T,jet

)

est l’efficacité de reconstruction des jets en fonction de l’impulsion transverse des jets de particules
générées obtenue définie par :

ε
(

pch gen
T,jet

)
=

Nrec
matched

(
pch gen

T,jet

)

Ngen
|η|<0.5

(
pch gen

T,jet

) (2.20)

où Ngen est le nombre de jets produits à l’aide du générateurs d’événements PYTHIA [188] et
Nrec

matchedle nombre de jets trouvés par l’algorithme de jets à partir des traces reconstruites dans le
détecteur après transport des particules générées au travers d’une simulation GEANT [189] complète

du détecteur. Pour calculer ε
(

pch gen
T,jet

)
, on ne considère que les sous-ensembles des ensembles de jets

générés et reconstruits reliés entre eux par une bijection définie par une distance minimale dans le plan ηϕ

inférieure à 0.1. La figure 2.12 montre l’efficacité de reconstruction des jets de rayon R = 0.2 reconstruits
à l’aide de l’algorithme anti-kT en fonction de l’impulsion des jets. En pratique, l’équation intégrale 2.19

est résolue numériquement par discrétisation du problème, les spectres sont alors représentés par des
histogrammes et la fonction de réponse par une matrice :

Mm = Gm,t × T′
t

= Gm,d × Gd,t × T′
t

(2.21)

où Mm est le spectre de jets discret mesuré, T′
t est la solution de l’équation discrète8 et Gm,t est la

matrice de réponse combinée définie comme le produit de la matrice de réponse des effets instrumentaux
Gm,d (remplie en suivant une procédure d’appariement similaire à celle décrite plus haut pour calculer
l’efficacité de reconstruction des jets) par celle des fluctuations de la densité d’impulsion transverse Gd,t .

8 Le spectre de jets “vrai” Tt est obtenu après correction de l’efficacité de reconstruction des jets donnée par l’équation 2.20, Tt =
Tt × 1/εt .
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Fig 4.19: Jet finding efficiency for different
plead
T requirements.
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Fig. 4.19 shows the jet finding efficiency extracted from a PYTHIA MB dataset for

reconstruction-level jets with/without leading track pT cut. The leading track pT cut de-

creases jet finding efficiency since the reconstructed jet doesn’t have constituents with

pT > 5GeV and/or the leading track might not be reconstructed due to tracking in-

efficiency. This result is cross-checked against the jet finding efficiency obtained with a

PYTHIA jet production dataset (see Fig. 4.20). The results are in good agreement, so

that the jet finding efficiency computed from the PYTHIA jet production sample, are more

statistically precise at high-pT , have been used.

4.7 Unfolding

The measured jet spectra are usually distorted due to finite resolution/tracking efficiency of

the detector and fluctuating background especially in the most central heavy-ion collisions.

An unfolding procedure [52] is performed to revert to true spectrum from the measured

one based on the concept that the measured distribution is described as a convolution of

distortion responses with the true one, which, more specifically, could be written as:

Mm = Gm d · (Gd, t · Tt) (4.5)

Tt =
(
G−1

d, t · G−1
m d

)
· Mm (4.6)

Figure 2.12: (gauche) Efficacité de reconstruction des jets pour deux coupures en impulsion transverse de la traces de
plus grande impulsion transverse. (droite) Efficacité de reconstruction des jets pour une production de
jets biaisée (jet–jet) et non-biaisée (MB) avec le générateur d’événements Monte-Carlo PYTHIA. Seules les
incertitudes statistiques sont représentées.





Part III

R É S U LTAT S E X P É R I M E N TAU X

Cette partie décrit les différentes mesures de jets chargés que j’ai menées dans l’expérience AL-
ICE depuis 2015 qui, confrontés aux prédictions théoriques correspondantes, fournissent des
informations sur les processus QCD responsables de la gerbe partonique et de l’hadronisation,
ainsi que sur la physique sous-jacente du jet quenching.





3O B S E RVA B L E S D U J E T Q U E N C H I N G

3.1 introduction

Comme décrit au chapitre 1, les jets hadroniques sont d’excellentes sondes de la matière QCD créée dans
les collisions d’ions lourds ultrarelativistes. Les interactions des partons de haute impulsion transverse,
produits par diffusions dures, avec la matière colorée peuvent modifier la structure interne des jets,
adoucir et élargir la distribution de leurs constituants par rapport aux jets produits dans le vide, et
même une déviation des jets à grands angles. Ces phénomènes, connus sous le nom de jet quenching,
permettent de sonder les propriétés dynamiques du milieu et la nature des quasi-particules dans le QGP.

Le jet quenching produit des effets marqués observables expérimentalement. Les mesures des
distributions inclusives et des corrélations de hadrons de haut pT ont révélé une suppression significative
de la production dans les collisions nucléaires par rapport à celle attendue dans le vide. Une suppression
de la production inclusive des jets reconstruits et un excès de di-jets émis dos-à-dos déséquilibrées en
énergie ont également été observés en collisions d’ions lourds. La mesure de l’impulsion transverse
manquante moyenne par événement suggère que l’énergie rayonnée induite par l’interaction d’un parton
énergétique avec le milieu est transportée dans une large mesure par des particules molles à grands
angles par rapport à l’axe du jet. La mesure de jets reconstruits sur une large gamme d’énergie et
de paramètre de résolution (R) est nécessaire pour une compréhension globale du jet quenching dans
les collisions d’ions lourds. De telles mesures sont cependant difficiles, en raison de la présence d’un
bruit-de-fond complexe non corrélé au signal, et de la nécessité de minimiser les biais dans la population
de jets sélectionnés imposés par les techniques de suppression du bruit de fond.

Des mesures multiples et complémentaires, différant à la fois par l’instrumentation et par les techniques
d’analyse, sont donc importantes pour élucider la physique du jet quenching à l’aide de jets reconstruits.
C’est précisément l’approche que j’ai suivie comme en témoignent mes travaux de recherche depuis 2015

décrits dans cette partie.

3.2 mesure de jets en collisions pp aux énergies de

√
s = 5.02 TeV et

√
s = 13 TeV

3.2.1 Mesure des sections efficaces inclusives

Les figures 3.1 et 3.2 montrent respectivement les mesures des sections efficaces de production de jets
chargés reconstruits à l’aide de l’algorithme anti-kT corrigées des effets instrumentaux en collisions
pp à

√
s = 5.02 TeV et 13 TeV. Ces sections efficaces sont mesurées pour des valeurs du paramètre de

résolution 0.2 < R < 0.7. Le choix de R permet d’étudier l’influence relative des effets perturbatifs et non-
perturbatifs (hadronisation et événement sous-jacent) de QCD sur la distribution en impulsion transverse
des jets. La modification de l’impulsion transverse des jets due à l’hadronisation variant comme 1/R
tandis que les corrections induites par l’événement sous-jacent croissent en R2 augmentant ainsi avec
la surface du jet [190]. La pseudorapidité des jets est limitée à l’intervalle |η| < 0.9 − R afin d’éviter
les effets de bord liés l’acceptance du trajectographe. Les sections efficaces différentielles en impulsion
transverse des jets chargés reconstruits avec différents paramètres de résolution R sont comparées aux
prédictions du générateur Monte Carlo POWHEG effectuant un calcul au second ordre dominant (NLO).
Les incertitudes théoriques proviennent du choix des échelles de factorisation et de renormalisation1

ainsi qu’aux faibles contraintes sur les fonctions de distribution de partons dans cette région cinématique.
POWHEG décrit les données avec un écart inférieur à 10 % pour pch

T,jet > 10 GeV/c. En-deçà, l’écart entre

prédictions et données augmente, allant jusqu’à 50 % aux plus basses valeurs de pch
T,jet, mais reste inférieur

à la combinaison des incertitudes expérimentales et théoriques. Ce désaccord à bas pch
T,jets’explique par

les corrections non-perturbatives qui sont dominées par les interactions multipartoniques dans cette
région. Comme le montre la figure 3.2, PYTHIA surestime les données par des facteurs allant de 20 % à
40 % pour de jets de R = 0.2 sur l’intégralité de la gamme en impulsion transverse mesurée. Comme
expliqué plus haut, ce désaccord augmente avec le paramètre de résolution du jet avec des valeurs
pouvant atteindre 75 % à bas pT pour R = 0.7. On attribue ce désaccord au modèle employé pour décrire
l’événement sous-jacent [192].

1 Un calcul jusqu’à l’ordre NNLO [191] permettra de réduire la dépendance en fonction des échelles de la prédiction théorique.
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The differential cross sections of charged jets recon-
structed using different jet resolution parameters R are
compared with LO PYTHIA predictions in Fig. 4. Figure 5
shows the comparison with POWHEG predictions. The ratios
of the MC distributions to measured data are shown in
the bottom panels. The model predictions qualitatively
describe the measured cross sections, but fail to reproduce
the shape over the entire jet transverse momentum range.
The comparison between data and models is similar to

earlier measurements at a lower center-of-mass energy [66].
Although NLO corrections to inclusive single-jet produc-
tion improve the LO prediction and the NLO predictions
agree within 10% with the data in the studied phase space,
the NLO prediction still disagrees with the data at the
lowest kinematic phase space by up to 50%, with very large
theoretical uncertainty at low transverse momentum, as
shown in Fig. 5. At this low-pT region below 10 GeV=c,
nonperturbative effects, such as soft particle production,
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FIG. 5. Comparison of the charged jet cross section to NLOMC predictions (POWHEG+PYTHIA8) for the resolution parameter R ¼ 0.2
(a), 0.3 (b), 0.4 (c), and 0.6 (d). Statistical uncertainties are displayed as vertical error bars. The systematic uncertainty on the data is
indicated by a shaded band drawn around unity. The red lines in the ratio correspond to unity.

S. ACHARYA et al. PHYS. REV. D 100, 092004 (2019)

092004-8

Figure 3.1: Comparaison des mesures de sections efficaces de production de jets chargés avec les prédictions MC
à l’ordre NLO (POWHEG + PYTHIA8) pour différents paramètres de résolution du jet R = 0.2 (a), 0.3
(b), 0.4 (c) et 0.6 (d). Les incertitudes statistiques sont représentées par des barres d’erreur verticales.
L’incertitude systématique sur les données est indiquée par une bande ombrée autour de l’unité, elle-même
indiquée par une ligne rouge continue.

3.2.2 Production de jets en fonction de la multiplicité

La figure 3.3 montre la production relative de jets en fonction de la densité relative de particules chargées
pour différents intervalles en impulsion transverse et paramètre de résolution du jet. L’emploi de
grandeurs relatives permet de réduire les incertitudes expérimentales et faciliter la comparaison avec
d’autres mesures ou modèles. L’excès par rapport à la production en collisions de biais minimum,
observé pour d’autres sondes dures [193, 194, 195], augmente avec la densité relative de particules
chargées pour atteindre un facteur 9 pour des événements dont la densité de multiplicité de particules
chargées est 3.7 fois celle des événements de biais minimum. Cette augmentation est plus faible pour
les jets de plus basse impulsion transverse à haute multiplicité. On interprète cette corrélation entre
le taux de production de jets et la multiplicité de particules chargées par la forte activité hadronique
concomitante à la production d’un jet qui biaise ainsi les distributions en dNch/dη vers des valeurs plus
élevées. Comme le montre la figure 3.3, la dépendance non-linéaire de la production relative de jets
en fonction de la multiplicité est plutôt bien décrite par PYTHIA même si elle est surestimée pour les
multiplicités les plus élevées.

Ces mesures apporte un éclairage utile à l’étude de la relation entre la production de particules molles
et le processus dur. Elles permettront, en particulier, d’étudier la production de jets dans les collisions de
systèmes légers de hautes multiplicités (pp, pPb) où plusieurs effets collectifs semblables à ceux observés
en collisions Pb–Pb ont été mis en évidence [196].
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Fig. 4 Inclusive charged-particle jet cross sections in pp collisions at√
s = 13 TeV with UE subtraction. Data for different jet resolution

parameters R varied from 0.2 to 0.7 are compared to LO and NLO MC
predictions. The statistical uncertainties are displayed as vertical error

bars. The systematic uncertainties on the data are indicated by shaded
boxes in the top panels and shaded bands drawn around unity in the
bottom panels. The red lines in the ratio correspond to unity

stand the multiplicity dependence of the jet spectra ratios,
Fig. 10 compares these ratios observed in three selected mul-
tiplicity intervals (0–1%, 10–15% and 60–100%) to the ones
measured in MB events for (a) R = 0.2/0.3, (b) 0.2/0.5, and
(c) 0.2/0.7. The ratios are consistent with the ones obtained

in the MB case (Fig. 5) for small jet radii. At larger jet radii,
a hint of ordering of the jet production ratios with event mul-
tiplicity is observed. It is more pronounced for large radii
(R = 0.2/0.7) and low pT. However, with the current sys-
tematic uncertainty on data, it is difficult to draw final con-
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Figure 3.2: Mesures des sections efficaces inclusives de production de jets chargées dans des collisions pp à
√

s =
13 TeV après soustraction de la contribution de l’événement sous-jacent. Les mesures effectuées pour
différents paramètres de résolution du jet R variant de 0.2 à 0.7 sont comparées aux prédictions MC à
l’ordre LO et NLO. Les incertitudes statistiques sont représentées par des barres d’erreur verticales tandis
que les incertitudes systématiques sont quant à elles indiquées par des cases ombrées dans les panneaux
du haut et des bandes ombrées autour de l’unité (ligne rouge pointillée) dans les panneaux du bas.

3.3 mesure de la production inclusive de jets de quarks b en collisions pp et p–pb à√
sNN = 5.02 TeV

3.3.1 Introduction

Les quarks lourds sont créés lors de diffusions à grand transfert d’impulsion. Au cours du processus
d’hadronisation qui s’ensuit, ils perdent leur virtualité initiale et produisent des hadrons de saveurs
lourdes à courte durée de vie, qui peuvent être reconstruits soit par leurs désintégrations hadroniques
faibles, soit indirectement via leurs canaux de désintégration semi-leptoniques. Comme décrit au
paragraphe 1.4.2.1, en collisions pp, la section efficace inclusive de production de hadrons de saveurs
lourdes peut être calculée à l’aide de la QCD perturbative en utilisant le théorème de factorisation, qui
suppose que la collision peut être décrite par la convolution de PDF, de la section efficace partonique
à courte distance et d’une fonction de fragmentation. Cette factorisation s’est avérée valide à l’ordre
dominant en Q [198], ainsi qu’aux termes d’ordre supérieur en O(1/Q2) [106, 107]. Le concept de
factorisation QCD est souvent extrapolé aux collisions proton–noyau en remplaçant les PDF habituels
par des PDF nucléaires (nPDF), tout en conservant la section efficace partonique à courte distance et la
fonction de fragmentation identiques. Cependant, il existe des mécanismes supplémentaires qui peuvent
ou non être incorporés dans les nPDF, par exemple les interactions de gluons mous avec les hadrons
entrants et/ou sortants, provoquant un élargissement en kT et une perte d’énergie des partons dans
la matière nucléaire froide (Cold Nuclear Matter) [199, 200, 201, 202]. Ces effets peuvent remettre en
question l’applicabilité du théorème de factorisation QCD dans les collisions nucléaires, rendant ainsi les
nPDF dépendantes du processus considéré. Cette dépendance sera alors mise en œuvre dans divers
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(a) (b)

(d)(c)

Fig. 13 Self-normalised jet yields as a function of the self-normalised
charged-particle multiplicity for different resolution parameters R var-
ied from 0.2 to 0.7 in different jet pT intervals: 5 ≤ pch

T,jet < 7 GeV/c

(a), 9 ≤ pch
T,jet < 12 GeV/c (b), 30 ≤ pch

T,jet < 50 GeV/c (c), and

70 ≤ pch
T,jet < 100 GeV/c (d). The charged-particle multiplicities are

taken from Ref. [66]. Statistical and systematic uncertainties are shown
as vertical error bars and boxes around the data points, respectively

(a) (b) (c)

Fig. 14 Comparison of self-normalised jet yields as a function of
the self-normalised charged-particle multiplicity in four selected jet
pT intervals (5 ≤ pch

T,jet < 7 GeV/c, 9 ≤ pch
T,jet < 12 GeV/c, 30 ≤

pch
T,jet < 50 GeV/c, and 70 ≤ pch

T,jet < 100 GeV/c) for a given jet radii:
R = 0.3 (a), R = 0.5 (b), R = 0.7 (c) between data and PYTHIA8

predictions, with the charged-particle multiplicities provided in Ref.
[66]. Statistical and systematic uncertainties are shown as vertical error
bars and boxes around the data points, respectively. Results for other
radii can be found in Appendix Fig. 21
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Figure 3.3: Comparaison des mesures des taux de production (auto-normalisés) de jets chargés en fonction de la
multiplicité de particules chargées (auto-normalisée [197]) avec les prédictions théoriques obtenues à
l’aide du générateur MC PYTHIA8 pour quatre intervalles d’impulsion transverse (5 ≤ pch

T,jet < 7 GeV/c,

9 ≤ pch
T,jet < 12 GeV/c, 30 ≤ pch

T,jet < 50 GeV/c et 70 ≤ pch
T,jet < 100 GeV/c) et trois rayons des jets : a)

R = 0.3, b) R = 0.5 et c) R = 0.7. Les incertitudes statistiques et systématiques sont respectivement
représentées par des barres d’erreur verticales et des encadrés autour des points de mesure.

modèles en introduisant des facteurs de modification ou des convolutions avec des fonctions ad hoc [203,
204, 205, 206]. Cette différence entre la factorisation des collisions pp et pA est généralement appelée
effets sur la matière nucléaire froide (CNM). L’impact global des effets de CNM sur la section efficace
différentielle de production inclusive de jets en fonction de leur impulsion transverse peut être quantifié
au moyen du facteur de modification nucléaire, défini comme le rapport entre le taux de production de
jets mesuré dans les collisions proton–noyau et celui qui serait obtenu à partir d’une superposition de
collisions pp indépendantes. On s’attend à ce que la sensibilité des saveurs lourdes aux effets de CNM
diffère de celle des saveurs légères en raison de la dépendance en masse de la fragmentation des jets
[207, 208, 97].

Étant donné que les quarks lourds sont principalement produits lors de processus durs dans l’état
initial et que leur nombre reste largement inchangé dans les étapes ultérieures de la réaction [209, 210],
ils permettent d’étudier l’évolution spatio-temporelle du QGP. Dans ce contexte, les collisions pp et pA
représentent un test important des modèles théoriques qui tiennent compte de l’évolution des signatures
du QGP en fonction de la taille du système ainsi que des effets de CNM. Comprendre les effets de CNM
reste donc essentiel pour quantifier avec précision les effets liés à la formation d’un milieu dense et
chaud dans les collisions d’ions lourds.

La reconstruction de jets contenant des hadrons de saveurs lourdes fournit un accès plus direct à la
cinématique des quarks lourds ayant initiés les jets qu’une mesure inclusive des hadrons de saveurs
lourdes. En mesurant les jets de quarks lourds, les effets liés à la production et à la fragmentation
peuvent être étudiés séparément. La Collaboration ALICE a mesuré la production de jets contenant un
hadron charmé en collisions pp à

√
s = 7 TeV [11] tandis que l’expérience CMS a mesuré la production

de jets de b en collisions pp et pPb [211]. Un facteur de modification nucléaire pour les jets de b
d’impulsion transverse supérieure à 50 GeV/c a ainsi pu être mesuré. Grâce à ses excellentes capacités
de trajectographie jusqu’aux basses impulsions transverses, le détecteur ALICE permettra de mesurer
les jets de b à faibles impulsions transverse. C’est pourquoi il s’agit là d’une opportunité unique au LHC
d’étudier la modification nucléaire des jets de b jusqu’à la région où l’échelle d’énergie des jets est de
l’ordre de la masse du quark b, augmentant dès lors la sensibilité aux effets dépendants de la masse.
Dans ce qui suit, nous présentons la première mesure de la section différentielle de production inclusive
de jets de b ainsi que leur fraction, jusqu’à une impulsion transverse minimale de 10 GeV/c en collisions
pp et pPb à 5.02 TeV. Le facteur de modification nucléaire des jets b correspondant a été mesuré dans
l’intervalle de moment transverse compris entre 10 et 100 GeV/c.

3.3.2 Paramètre d’impact d’une trace

Le paramètre d’impact (IP) aussi appelé distance d’approche minimale (DCA) d’une trace est défini
comme la distance dans l’espace au vertex primaire (PV) de l’interaction du périgée (cf. panneau de
gauche de la figure 3.4). La mesure du paramètre d’impact d’une trace s’avère indispensable à l’étude
des signaux de physique caractérisés par la présence d’un vertex secondaire faiblement déplacé par
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rapport au vertex d’interaction, en l’occurence pour la détection de particules de saveurs lourdes ouvertes
(charme ou beauté). Dans ALICE, l’information sur le paramètre d’impact est principalement fournie
par les deux couches les plus internes à pixels du trajectographe au silicium. Les projections respectives
du paramètre d’impact dans le plan transversal à la direction du faisceau (xy) et selon la direction du
faisceau (z) s’écrivent :

d0(rφ) = ρ −
√
(xPV − x0)

2 + (yPV − y0)
2 et d0(z) = z0 = ztrack − zPV, (3.1)

où ρ et (x0 ; y0) désignent le rayon et le centre de la projection de la trace dans le plan transversale,
(xPV ; yPV ; zPV) la position du vertex primaire, et ztrack la coordonnée en z du point d’approche minimale
dans le plan transversal de la trace après qu’elle a été prolongée. Dans les études présentées dans ce
document, nous n’utiliserons que le paramètre d’impact transversale, d0(rφ), qui présente l’avantage
d’être moins sensible à l’erreur sur la position du vertex primaire que sa version longitudinale, z0, qui,
elle, souffre de l’erreur significative commise sur la position en z du vertex primaire.

On affecte un signe à la valeur du paramètre d’impact d’une trace d’un jet selon que cette dernière est
produite en aval ou en amont du vertex primaire. En pratique, le signe du paramètre d’impact sera donné
par le signe du produit scalaire entre le paramètre d’impact et l’axe du jet, où l’axe du jet est défini par la
direction de sa quantité de mouvement et le vertex primaire. Un signe positif signifiera donc que l’angle
entre le paramètre d’impact et l’axe du jet est inférieur à π/2. Ainsi, comme illustré sur le panneau de
droite de la figure 3.4, la grande majorité des traces issues des produits de désintégration d’un hadron B,
qui ont tendance à être collimatés autour de l’axe du hadron de par son facteur relativiste, auront par
conséquent un grand paramètre d’impact positif tandis que les traces issues de la fragmentation qui
proviennent quant à elles du vertex primaire auront un paramètre d’impact distribué symétriquement
autour de 0

2 , la dispersion n’étant imputable qu’à la résolution sur les traces et le vertex primaire. En
pratique, afin de ternir compte de la résolution expérimentale et ainsi donner plus de poids aux traces
les mieux reconstruites, on utilisera plutôt la signification statistique en paramètre d’impact définie
comme le quotient de la valeur du paramètre d’impact par son erreur :

Sd0 = IPxy = d0/σd0 (3.2)

3.3.2.1 Résolution en paramètre d’impact

Afin d’évaluer la signification statistique d’une mesure du paramètre d’impact, il est nécessaire d’évaluer
l’erreur statistique qui lui est associée. La résolution sur le paramètre d’impact également appelée
résolution de pointage selon les deux projections, rφ et z, résulte de la convolution de la résolution en
position de la trace et de la résolution en position du vertex primaire :

σd0 = σtrack ⊕ σvertex.

σvertex qui s’avère être du même ordre de grandeur que la taille de la région d’interaction (σbeam/
√

2 ≃
10 µm [213]) est bien inférieure à la résolution en position de la trace σtrack pour des traces d’impulsion
transverse jusqu’à environ 10 GeV/c en collisions noyau–noyau. La figure 3.5 (panneau de droite)
représente les résolutions en paramètre d’impact en fonction de l’impulsion transversale pour des
électrons (e±), pions (π±), kaons (K±) et proton (p et p̄) dans la région de rapidité centrale (|η| < 0.9).
On notera la forte disparité selon la projection qui reflète la différence des résolutions spatiales dans
les directions rφ et z des détecteurs composant le trajectographe interne au silicium. La dépendance en
impulsion transversale de la résolution en paramètre d’impact transversale peut être décrite, comme
attendu, par la somme d’une contribution indépendante de la quantité de mouvement et de la direction
de la particule, attribuée à la résolution spatiale des détecteurs et d’un second terme qui dépend de la
quantité de mouvement ainsi que de l’épaisseur de matière traversée par la particule, reflétant l’influence
de la diffusion multiple. Pour les pions chargés, on obtient la paramétrisation suivante :

σd0(rφ)(µm) = 10 +
53

pT(GeV/c)
√

sin θ
, (3.3)

où θ est l’angle polaire de la trace. La dispersion angulaire due à la diffusion multiple allant comme
1/β, à basse impulsion où il s’agit de la contribution dominante, la résolution en paramètre d’impact

2 Les queues de distribution non Gaussiennes sont dues à des particules à grand temps de vol (KS, Λ) présentes dans le jet ou à la
diffusion multiple dans les premières couches du trajectographe interne.
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Figure 2: A track parameterised with respect to two di↵erent surfaces: the expression to the nominal z
axis yields the Perigee representation of the track to the left, while the expression of an intersection with a
planar surface (right) is described by the AtaPlane object. The parameterisations di↵er only in the first two
local coordinates that are defined by the surface type and are optimised with respect to the given detector
layout. The momentum expression through the azimuthal angle �, the polar angle ✓ and the (charged) inverse
momentum is identical for both cases.

Hidden Template Method The authors are aware that template solutions are in general not amongst
the most popular techniques within the client community and track representations belong clearly to
the most widely spread classes of the ATLAS tracking EDM. The template resolving has therefore be
hidden from the user through inserting actual class types for the track parameterisations on the various
surfaces for charged and neutral particles that extend the class templates to non-virtual objects7.
Figure 3 shows an UML class diagram that illustrates the charged and neutral track parameterisation
with respect to a planar surface.

The ParametersBase base class is restricted to the attributes that are identical for both a neutral and
a charged trajectory parameterisation and can be used for applications that only work on the global
parameters of a trajectory expression, i.e. a position, a momentum and the charge. The template
mechanism, on the other hand, forces the client to resolve the template argument and consequently
an object has to be identified to be either of Neutral or Charged flavor, before the parameters vector
can be retrieved8.

3 Measurement representation: The MeasurementBase Class

Measurement representations exist in manifold ways in the ATLAS tracking EDM: in most of the
cases, measurements are directly integrated as fully calibrated representations clusters or drift radii.
These objects are realised as classes that extend the RIO OnTrack class, and represent either one-
dimensional or two-dimension measurements; the calibration applied on the input objets from the
clusterisation process (in ATLAS terms PrepRawData objects) is hereby based on the already collected
track information. In the MS, a second additional calibration step is applied on RIO OnTrack objects
in the preparation phase for track fitting (pre-tracking), that is based on the local pattern recognition
output for the various detector chambers.

As described in [1] an even more flexible way of representing single and combined measurements with a
extended MeasurementBase object has been implemented in ATLAS. These types include pre-grouped
(and fitted) measurements as Segment realisations and a dedicated competing measurement collection

7The technically interested reader may find that the class templates mark virtual class descriptions and can thus not
be instantiated in the program flow.

8In C++ terms this is done using the dynamic cast operator.

b tagging using the Track Counting algorithm

Discriminator: sdxy = �.dxy/�, where � is the

impact parameter sign: sign( ~dxy . ~pjet), and � is the
IP resolution.

Sort the sdxy ’s of the tracks inside the jet in
descending order.

A jet is tagged as a b-jet if the Nth most displaced
track has IP larger than a threshold parameter
d threshold
xy .

N: minimum no. of tracks in a jet with
dxy > d threshold

xy .

Three flavors of the track counting were studied:

N = 1 (high e�ciency).
N = 2 (Default).
N = 3 (high purity).
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Figure 3.4: À gauche : Paramétrisation des traces dans le système de coordonnées de l’expérience ALICE [212]. Les
trajectoires sont décrites par cinq paramètres et un point de référence, en utilisant une représentation au
périgée. Deux de ces paramètres sont les paramètres d’impact transversal et longitudinal d0 et z0, définis
comme les distances transversale et longitudinale du point le plus proche dans le plan transverse du point
de référence. Les trois autres paramètres sont l’angle azimutal ϕ et l’angle polaire θ de l’impulsion de
la trajectoire au point de référence et le rapport q/p de la charge de la trace reconstruite divisée par son
impulsion. Le point de référence utilisé est la position du point de collisions (vertex primaire). À droite :
Distribution normalisée de la signification statistique en paramètre d’impact des traces appartenant à un
jet de quark b (rouge), c (vert) et léger (bleu).

devient dépendante du type de particule, se détériorant pour les particules les plus lourdes. Au-delà
de pT = 1 GeV/c (1.5 GeV/c), les résolutions des kaons (protons) coïncident avec celles des pions. La
séparation entre pions et électrons à bas pT s’explique quant à elle par la perte d’énergie subit par
les électrons du fait du processus de Bremsstrahlung qui, même si il se produit rarement (∼ 1 % à
pT = 1 GeV/c), vient dégrader à la fois la résolution en impulsion et celle en paramètre d’impact.

En collisions pp, l’erreur sur la position du vertex primaire, d’un ordre de grandeur supérieure à celle
obtenue en collisions Pb–Pb, contribue de manière significative à la résolution en paramètre d’impact.
Elle déclinera cependant lorsque le nombre de traces reconstruites dans l’événement augmente : pour
une trace de pT = 1 GeV/c, elle ne représente plus que 20 % si le nombre total de traces est supérieur à
10 et même seulement 15 % lorsqu’il dépasse 15. La résolution sur la position de la trace dans le plan
transversal, qui constitue la contribution majeure à la résolution en paramètre d’impact, est quant à
elle très semblable à celle obtenue en collisions Pb–Pb. La figure 3.5 (panneau de gauche) montre la
résolution en paramètre d’impact en collisions pp pour des pions chargés. La piètre résolution sur la
position du vertex primaire en collisions pp détériore au finale la résolution en paramètre d’impact
transversal de 30 % pour une trace de pT = 1 GeV/c et de 50 % pour une trace de pT > 10 GeV/c
relativement aux collisions Pb–Pb.

3.3.3 Étiquetage des jets beaux

L’identification des jets issus de la fragmentation de quarks b parmi les jets plus abondants provenant
des quarks plus légers et des gluons, communément appelé étiquetage des jets de b, s’appuie sur des
propriétés propres à un quark b :

• Les hadrons contenant un quark b ont un temps de vie long τ ∼ 1.5 ps (correspondant à une
distance de vol c τ ∼ 400 µm [214]) de part les faibles valeurs des termes Vcb et Vub de la matrice
CKM, alors que celui d’un quark c est inférieur à 1 ps. Ainsi, un méson B de masse mB ∼ 5 GeV
et d’impulsion transversale pT = 50 GeV/c parcourra une distance dans le plan transversal
Lxy = β γ c τ = pT/mB · c τ ∼ 4 mm avant de se désintégrer. Les traces laissées dans le détecteur
par les produits de décroissance du méson B ne seront pas issues du vertex primaire d’interaction
mais d’un vertex de désintégration secondaire déplacé par rapport au vertex primaire. Cette
incompatibilité des traces avec le vertex primaire se caractérise par la présence de traces possédant
de grands paramètres d’impact par rapport au vertex primaire. Ces caractéristiques sont à la base
d’algorithmes d’étiquetage spatial des jets de b.
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Figure 5.47. Impact-parameter resolution in the transverse plane as function of the transverse
momentum in pp collisions.

misassigned clusters is very small, if six ITS clusters are required. As can be seen in Fig. 5.46
(right), for tracks with only five clusters in the ITS, the resolution is still good if there is
a cluster in each of the pixel layers. Therefore, for the physics studies requiring an optimal
impact-parameter resolution, the loosest track-quality condition is to have at least five clusters
in the ITS and the two clusters in the pixel layers.

Impact parameter resolution in proton–proton collisions. In Section 5.1.1 we argued that
the primary vertex position in pp collision will have to be determined on an event-by-event
basis and we showed that the resolutions achieved with an algorithm that uses reconstructed
tracks depend on the event multiplicity and are of 60 µm for the transverse coordinates and
90 µm for z, on average. Therefore, in pp collisions the impact parameter resolution will have
a significant contribution from the uncertainty in the primary vertex position, which is about
one order of magnitude larger than in the Pb–Pb case.

The resolution on the track position in the transverse plane—the main contribution to the
impact parameter resolution—is essentially the same in pp and in Pb–Pb, if one cluster per
ITS layer is required [32]. This is not surprising, having already verified that the effect due
to the presence of fake tracks in Pb–Pb is quite small. Figure 5.47 presents the r' impact
parameter resolution in pp collisions for charged pions. On the left, we show the resolution
integrated over a large sample of PYTHIA events (for this sample the average number
of reconstructed tracks is hNtracksi= 7). On the right, we consider only high-multiplicity
events with Ntracks > 15. We plot the resolution �d0 on the impact parameter (solid line), the
resolution �track on the track position (dashed line), and the ‘equivalent’ resolution on the
vertex position (dotted line), obtained as �vertex = �d0  �track (for all quantities we consider
the r' component). From the analysis of these plots, we observe that the worsening in the d0

resolution w.r.t. the case of perfect knowledge of the vertex position, (�d0 � �track)/�track, is
negligible for very low pt tracks, of the order of 30% for pt = 1 GeV/c, and of the order of
50% for pt = 10 GeV/c. However, the impact of the uncertainty on the vertex position is not
too dramatic for medium- and high-momentum tracks, since these tracks are always produced
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Figure 5.46. Distributions of the r' impact parameter for primary pions with 0.9 < pt <
1.1 GeV/c. On the left, tracks with six correctly assigned ITS clusters (solid) and ‘fake’ tracks,
with at least one misassigned cluster (dashed). On the right, tracks with five ITS clusters (solid)
and tracks with five clusters but with clusters in the pixel layers (dashed). We report the resolutions
estimated with a Gaussian fit.

are the same as for pions. The separation at low pt between pions and electrons is not well
defined, because the latter can suffer from energy loss due to the bremsstrahlung process; even
if the probability is quite low (⇠1% at pt = 1 GeV/c), this spoils both the momentum and the
impact parameter resolutions.

We now consider the effect on the impact parameter resolution of misassigned or missing
clusters in the ITS layers. We focus on the r' impact parameter for pions with 0.9 < pt <

1.1 GeV/c. Figure 5.46 (left) shows that the distribution of the impact parameters for ‘fake’
tracks (at least one misassigned cluster) is much broader than that for tracks with six correctly
assigned clusters. However, since the fraction of fake tracks is about 2–3% at pt = 1 GeV/c
and it rapidly vanishes as the pt increases, for relatively high pt tracks, the effect due to

Figure 3.5: Résolution de pointage dans le plan transverse en fonction de l’impulsion transverse des traces ayant
laissé un dépôt de charge dans chacune des six couches de l’ITS en collisions pp (à gauche) et Pb–Pb (à
droite) [3].

• Le quark b de masse mb = 4.8+0.03
−0.02 GeV[214] est plus lourd que les autres quarks (hormis le quark t)

et les gluons sans masse. Cela se traduira par une fragmentation plus dure (le hadron B emporte en
moyenne ∼ 75 % de l’énergie du jet) et une plus grande multiplicité de traces (ou masse invariante)
associée au vertex secondaire. Il en résulte que, d’une part, les jets de quark b sont plus étendus
que les jets légers [215] et d’autre part, que les produits de désintégration des hadrons de saveurs
lourdes ont, en moyenne, une impulsion transversale par rapport à l’axe du jet (prel

T ) plus grande
que les autres constituants du jet.

• Une autre caractéristique du quark b consiste en leur capacité à se désintégrer de façon semi-
leptonique avec des rapports d’embranchement supérieurs à ceux des quarks plus légers. Ainsi,
puisque le rapport d’embranchement semi-leptonique d’un hadron B est de 20 % (en incluant
les désintégrations en cascade B → D → ℓ X), 40 % des jets de b contiendront un lepton. Ce
taux est cependant à nuancer puisque dans l’expérience ALICE, seule une détection des électrons
est possible dans le tonneau central, ce qui réduira de moitié la proportion de jets contenant un
lepton (électron). Enfin, puisque l’impulsion transversale relative du lepton par rapport à l’axe
du jet sera, en moyenne, plus élevée que pour un jet léger comme le montre la figure 3.7, les
jets de quarks b peuvent être identifiés en imposant la présence d’un lepton dans le jet et en
utilisant son prel

T comme variable discriminante. Cette méthode d’étiquetage connue sous le nom
d’étiquetage par lepton mou a, malgré son efficacité limitée par les rapports d’embranchement
semi-leptoniques, permet d’atteindre un niveau de pureté très élevé. Elle est de plus très peu
corrélée aux méthodes d’étiquetage basées sur le paramètre d’impact des traces de sorte qu’en la
combinant à ces dernières, une amélioration des performances d’étiquetage devient possible.

Dans ce travail, nous nous sommes intéressés plus spécifiquement à deux méthodes utilisant le paramètre
d’impact des traces d’un jet que nous décrirons plus en détails dans les paragraphes suivants. Les
performances de tels algorithmes basés sur le paramètre d’impact sont limitées par l’efficacité de
reconstruction des traces, la résolution expérimentale sur les paramètres des traces et l’efficacité de
reconstruction du vertex primaire. On s’appuiera donc sur l’excellente efficacité et la haute précision du
système de trajectographie du détecteur ALICE, particulièrement au plus près du point d’interaction. La
sélection de traces de haute qualité s’avère également indispensable.

3.3.3.1 Performances d’étiquetage

Les performances d’un algorithme d’étiquetage donné sont quantifiées par son efficacité d’étiquetage (εb),
définie comme le rapport entre le nombre de jets de b identifiés comme tels par l’algorithme d’étiquetage
et le nombre total de jets de b dans l’échantillon d’événements mais également par son taux de mauvaise
identification, défini comme la fraction (εq) de jets légers erronément étiquetés comme jets de b, ou
autrement dit comme l’efficacité de l’algorithme d’étiquetage sur les jets légers (on sépare usuellement



60 observables du jet quenching

MV2c10 BDT Output

1− 0.8− 0.6− 0.4− 0.2− 0 0.2 0.4 0.6 0.8 1

A
rb

itr
a
ry

 u
n
its

3−10

2−10

1−10

1

10

ATLAS  Simulation Preliminary

t = 13 TeV, ts b jets

c jets

Light-flavour jets

b light
b b

c light

Fragmentation des quarks b en b-jets

Une bonne compréhension des performances des algorithmes de b-tagging, et des propriétés des b-jets
dans les données, nécessite l’étude de la définition des b-jets dans les simulations Monte-Carlo (MC).
En particulier, l’étude de la fragmentation des quarks b dans les jets, que j’ai effectuée lors de cette
thèse, permet d’établir un lien de parenté entre les particules produites lors des collisions proton-
proton et les jets reconstruits après la framentation de ces particules dans le detecteur. Cependant,
dans de nombreux cas la définition des b-jets peut être ambigüe. Les produits d’un quark b peuvent se
séparer en plusieurs jets, plusieurs quarks b peuvent être a l’origine d’un seul jet, etc.

Dans les simulations MC les b-hadrons sont associés aux jets environants. Les b-jets sont alors défi-
nis comme les jets auxquels sont associés au moins un b-hadron. Pour proposer la définition la plus
adaptée au b-tagging dans des conditions ambigües, plusieurs algorithmes d’association des b-hadrons
aux jets ont été confrontés. L’association dite �R a définit pour chaque b-hadron un b-jet comme étant
le jet le plus proche du b-hadron, s’il se trouve dans un cône de taille �R(b-hadron,jet) Æ 0.3. D’autre
part, l’association fantôme (AF) utilise l’algorithme de reconstruction des jets pour identifier les jets
issus de b-hadrons. Chaque b-hadron est alors associé au jet minimisant la distance �R(b-hadron,jet)
à laquelle est assigné un poids inversement proportionel au pT au carré. Par conséquent, pour deux
jets équidistants d’un b-hadron, ce dernier sera associé au jet de plus haut pT.

Dans des événements tt̄, qui fournissent un échantillon de b-jet nets, les algorithmes �R et AF as-
socient les mêmes jets aux mêmes b-hadrons dans 99% des cas. Cette différence d’identification de
1% induit une variation de 10% sur les efficacités des light-jets. L’impact du choix de l’association
entre les particules et les jets est, néanmoins, sous-dominant par rapport aux incertitudes mesurées
pour les efficacités des light-jets (de l’ordre de 50% celon le pT, ÷ et MV2 du jet). Cependant, de
plus grandes différences sont observées dans des conditions plus ambigües, en particulier les envi-

a Pour l’expérience ATLAS, un système de coordonnées droit est utilisé. Son origine est le point d’intération au centre
du détecteur, et son axe z coïncide avec le tube de faisceau. Le plan tranverse au tube de faisceau (x, y) est orienté de
sorte que l’axe x pointe vers le centre de l’anneau du LHC. Par égart à la simplicité, les coordonnées cylindriques sont
majoritairement utilisées. Les coordonnées „ et ◊ décrivent alors respectivement les angles entre le point considéré
et l’axe x dans le plan transverse où l’axe z. La pseudo-rapidité est alors définie à partir de l’angle polaire ◊ par
÷ = ≠ log

!
tan ◊

2

"
. La distance angulaire �R est enfin définie par �R =


�„2 + �÷2.

8

Figure 3.6: Illustration d’un jet de quark lourd comportant un vertex secondaire provenant de la désintégration d’un
hadron B ou D dont découle la présence de traces de particules chargées déplacées par rapport au vertex
primaire d’interaction et qui montrent par conséquent de grandes valeurs de paramètre d’impact (d0).
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Strategies for btagging calibration using collider data at CMS Victor E. Bazterra

[5] The CDF experiment at Fermilab, http://www-cdf.fnal.gov.

[6] The D0 experiment at Fermilab, http://www-d0.fnal.gov.

[7] The CMS collaboration. CMS physics Technical Design Report: Volume I (PTDR1), Detector
Performace and Software CERN-LHCC-2006-001, CMS-TDR-008-1, section 1.2.

[8] The CMS collaboration. CMS Computing TDR (CTDR). CERN-LHCC-2005-023.
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Figure 3.7: Distributions-types en prel
T pour des jets de quarks b et de quarks plus légers et de gluons [216].
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le taux de mauvaise identification de jets de c, εc, de celui de jets de quarks légers ou de gluons, ε l).
La pureté du lot de jets de b s’exprime alors comme P = 1 − εq et le facteur de réjection des jets légers
comme R = 1/εq. Le taux de mauvaise identification est généralement attribuable aux interactions
secondaires et désintégrations de particules à longue durée de vie. Les interactions secondaires avec
la matière du trajectrographe peuvent produire des vertex secondaires et par conséquent des traces de
grands paramètres d’impact. Les particules à longue durée de vie, comme les kaons neutres K0

S, les
baryons étranges Λ0 et plus particulièrement les hadrons charmés, peuvent produire de vrais vertex de
désintégration très déplacés qui constituera une bruit de fond potentiellement irréductible.

3.3.3.2 Courbes ROC

Afin de comparer les performances de différents algorithmes d’étiquetage, ou même choisir un point de
fonctionnement pour un algorithme donné, il est utile de construire les courbes ROC (Receiver Operating
Characteristic) qui donnent la réjection des jets de c et légers en fonction de l’efficacité d’étiquetage des
jets de b. En d’autres termes, la courbe ROC montre le rapport entre le taux de vrais positifs donné par
l’efficacité de l’algorithme d’étiquetage et le taux de faux positifs donné par la fraction de jets de c et
légers identifiés comme des jets de b par l’algorithme d’étiquetage. Elle se construit alors en appliquant
des coupures de plus en plus strictes sur la variable discriminante de l’algorithme (dans le cas par
exemple de l’étiquetage par comptage de traces, il s’agira de la signification statistique en paramètre
d’impact de la n-ième trace la plus déplacée). À chaque valeur de la coupure correspond un point de
la courbe donné par les efficacités du signal et du bruit de fond. Un point de fonctionnement optimal
correspondra à une coupure qui minimisera la contamination du lot de jet de b tout en maintenant
l’efficacité nécessaire à une mesure suffisamment précise.

3.3.3.3 Étiquetage par comptage de traces

Cette méthode exploite la haute multiplicité de traces chargées produites lors de la désintégration d’un

hadron B,
〈

nch
b

〉
= 4.955 ± 0.062 d’après la mesure réalisée auprès du LEP [217]. Selon cette approche,

un jet est étiqueté comme provenant d’un quark b si il contient un nombre minimal de traces de haute
qualité ayant une signification statistique en paramètre d’impact supérieure à un certain seuil. L’avantage
majeur de cette méthode réside dans la simplicité de sa mise en œuvre, aucune étape supplémentaire
dans la reconstruction n’est requise comme par exemple la reconstruction d’un vertex déplacé. De plus,
les désintégrations du quark b en quark c étant fortement favorisées par les valeurs des éléments de
la matrice CKM (|Vcb|2 / |Vub|2 ∼ 102), l’ensemble les vertex déplacés y compris les vertex tertiaires
contribue de manière inclusive à la puissance statistique de la méthode. En pratique, les traces de
paramètres d’impact positifs (celles de paramètres d’impact négatifs donnent accès à la résolution
expérimentale) sont rangées par ordre décroissant de leur signification statistique en paramètre d’impact
et la signification statistique de la N-ième trace sert de variable discriminante. En général, le nombre N
de traces requises est de deux ou trois selon le compromis qu’on souhaite atteindre entre efficacité et
pureté du lot étiqueté. La valeur de N ne peut pas être trop grande sans risquer une baisse notable de
l’efficacité d’étiquetage suite à l’épuisement de l’échantillon de traces remplissant les critères de qualité.

La figure 3.8 représente la courbe ROC de l’algorithme par comptage de traces en collisions p–Pb. On
y retrouve les performances attendues en imposant une, deux ou trois traces : comme on pouvait s’y
attendre, l’utilisation d’une ou deux traces permet d’atteindre des efficacité plus élevées tandis que si ce
nombre est porté à trois, le niveau de réjection des jets légers augmente sensiblement.

3.3.3.4 Étiquetage probabiliste

Un extension naturelle de la méthode d’étiquetage par comptage de traces présentée dans la section
précédente, initialement développée dans plusieurs expériences menées auprès LEP [217, 218], consiste
à combiner l’information en paramètre d’impact de toutes les traces d’un même jet afin d’évaluer la
probabilité que ce jet provienne du vertex primaire, probabilité qui sert alors de variable discriminante
pour l’étiquetage des jets de b. Cette probabilité s’obtient comme suit. Puisque la partie négative de
la distribution de la signification statistique en paramètre d’impact des traces est imputable à la seule
résolution sur la mesure, elle fait office de fonction de résolution. La probabilité qu’une trace soit issue
du vertex primaire, Ptr, est alors donnée par la fonction de répartition de la signification statistique,
c.-à-d. en intégrant la fonction de résolution, R(s), de −∞ jusqu’à la valeur absolue de la signification
statistique en paramètre d’impact, − |Sd| :
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Fig. 4.12 The performance of the Nth track counting taggers algorithms for jet transverse
momentum in the range 30 < pT < 40 GeV/c. The dashed colored line corresponds to the
default tagger working point.

parameter significance Sdxy of the tracks inside the jets. The JetProb algorithm uses an
estimate of the likelihood that all tracks associated to the jet are originated from the
primary vertex (from the interaction point). This algorithm defines a resolution function
(R) by fitting the negative side of signed impact parameter significance distribution for
di�erent track quality categories. It fits the negative part of the distribution because all the
tracks in that region are primary tracks originated from the primary vertex. The resolution
function is parameterized as the sum of five exponential functions plus a Gaussian function
as follows:

R = exp([0] + [1] ú x) + exp([2] + [3] ú x) + exp([4] + [5] ú x) + exp([6] + [7] ú x) +
+exp([8] + [9] ú x) + [10] ú exp(≠0.5 ú ((x ≠ [11])/[12]) ú ú2). (4.7)

Seven track quality categories were defined (Fig. 4.13):

• Tracks that have a ‰2/NDF > 2 where NDF is the number of degree of freedom.

• Tracks with ‰2/NDF < 2, 2 hits in the ITS and pT < 2 GeV/c.

• Tracks with ‰2/NDF < 2, 2 hits in the ITS and pT > 2 GeV/c.

• Tracks with ‰2/NDF < 2, 3 hits in the ITS and pT < 2 GeV/c.

• Tracks with ‰2/NDF < 2, 3 hits in the ITS and pT > 2 GeV/c.

• Tracks with ‰2/NDF < 2, 4 hits in the ITS and pT < 2 GeV/c.
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Figure 3.8: Performance de l’algorithme d’étiquetage par comptage de traces pour des jets d’impulsion transverse com-
prise dans l’intervalle 30 < pch

T,jet < 40 GeV/c. Les lignes pointillées indiquent les points de fonctionnement
standards de l’algorithme d’étiquetage.

Ptr (Sd) =

∫ −|Sd |
−∞ R(s)ds
∫ 0
−∞ R(s)ds

. (3.4)

Conceptuellement, la fonction de répartition représente la probabilité qu’une valeur positive de
signification statistique mesurée soit conforme à la partie négative de la distribution en signification
statistique utilisée comme fonction de résolution, ou autrement dit, la probabilité que la particule
proviennent du vertex primaire. La fonction de résolution dépend étroitement de la qualité des traces
reconstruites, comme par exemple du nombre de hits dans l’ITS. En pratique, on définira donc plusieurs
fonctions de résolution en fonction de la qualité des traces qui seront rangées selon sept classes. D’après
l’équation 3.4, les traces issues des produits de désintégration d’une particule de long temps de vol ayant
une grande signification statistique seront affectées d’une faible probabilité dénotant leur incompatibilité
avec le vertex primaire tandis que les probabilités des traces provenant du vertex primaire seront quant
à elles uniformément distribuées entre 0 et 1. Les probabilités individuelles des traces de paramètre
d’impact positif du jet sont ensuite combinées entre elles afin de construire la probabilité, Pj, que cet
ensemble de N traces soit compatible avec le vertex primaire :

Pj = ∏
N−1

∑
tr=0

(− ln ∏)tr

tr!
, (3.5)

où ∏ est le produit des probabilités individuelles des traces, Ptr, et l’indice de sommation parcourt les
N traces du jet. Par construction, si les probabilités Ptr sont distribuées uniformément et non corrélées,
les probabilitésPj le seront également, et ce indépendamment de la valeur de N. Une simple coupure sur
la valeur seuil de − ln Pj (qui devient alors la variable discriminante de l’algorithme) permet d’identifier
les jets de b. La figure 3.9 montre les distributions en Pj pour des jets de b, c et légers (quarks uds et g).
On peut voir que les distributions sont, comme attendues, plates pour les jets légers et piquées en 0 pour
les saveurs lourdes (b et c).

3.3.3.5 Mesure de l’efficacité d’étiquetage par comptage de traces

L’estimation de l’efficacité d’étiquetage dans des événements Monte Carlo est aisée (puisqu’on connaît
l’ensemble des particules composant chaque jet, on peut sans ambiguïté en identifier la saveur) mais
la difficulté à reproduire fidèlement les distributions en paramètre d’impact dans la simulation du
détecteur nous incite à envisager une mesure de l’efficacité à partir des données réelles. Dans cette
approche fondée sur les données, l’efficacité d’étiquetage par comptage de traces est obtenue au moyen
d’un second algorithme d’étiquetage, à savoir l’étiquetage probabiliste présenté au paragraphe 3.3.3.4,
par ajustement des distributions en − ln Pj par des modèles pour les différentes saveurs construits à
partir des simulations Monte Carlo. L’efficacité d’étiquetage est alors définie comme le rapport du
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4.5 b-jet spectrum in p–Pb collisions

lf-jets are almost flat. For Fig. 4.14 (b) the ≠ ln(JP ) drops much faster for lf-jets and
c-jets, while for b-jets it tends to be more flat.
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Fig. 4.14 The jet probability discriminator (left) JP, (right) ≠ ln(JP ) for the di�erent jet
flavors extracted from MC simulation.

The CMS discriminator (≠ ln(JP )) was studied in this thesis because it will be used
for data driven e�ciency and purity calculation using the lifetime reference tagger section
4.5.5.

4.5.4 MC description
In this analysis, we faced several problems with the simulation. The first problem was
that the impact parameter and the impact parameter significance of the MC was not
describing the data as shown Fig. 4.15. Since the track counting tagger is based on the
impact parameter, the discrepancy between the data and MC in dxy may lead to a di�erent
tagging e�ciency and even di�erent purity. So we decided to investigate data driven
methods for e�ciency and purity determination.

For the jet probability algorithms, the JP and ≠ ln(JP ) distributions are based on
the impact parameter significance distribution, which is di�erent between data and MC.
So two di�erent resolution functions were used. In data, the resolution function was built
from the impact parameter significance taken from data, while in MC, the resolution
function was built from the impact parameter significance taken from MC. The data
resolution function is used when building the jet probability distribution in data, and the
MC resolution function is used for building the templates used in the data driven methods
(section 4.5.5).
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Figure 3.9: Distributions de variable discriminante de l’algorithme probabiliste Pj pour des jets de b, c et légers
obtenues à l’aide de simulations MC.
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Figure 6. The b-jet tagging efficiency extracted from the data-driven method using the IP algo-
rithm in pp and p-Pb collisions.

that any such correlation affects the results. Finally, it is worth noting that the template
fit procedure yields results with large systematic uncertainties for pT,ch jet < 20GeV/c, so
the interval between 10 < pT,ch jet < 20GeV/c was omitted in the IP analysis. The reason
for these uncertainties is that the individual templates have rather similar shapes, causing
instabilities in the fitting algorithm and thus reducing the discrimination power of the fit.

4.1.2 Tagging efficiency of the SV algorithm

For the SV method, tagging and mistagging efficiencies of beauty, charm, and light-flavor
jets were estimated based on the same detector-level MC simulation data sets that were
used in the IP method. While the IP algorithm used the MC simulation to get templates
and assesses the reconstruction efficiency with a data-driven method, the SV algorithm
obtained the efficiency directly from the MC simulation via eq. (4.2). In particle-level
simulations, a jet was counted as a b jet if there was a beauty hadron present with a three-
momentum vector contained within the jet cone. An analogous definition was also used
for c jets and the remaining jets were considered to be light-flavor jets. Figure 7 presents
the efficiencies as a function of jet momentum in pp and p-Pb collisions. The figure shows
that tagging with the default selection criteria yields similar performance in both systems,
ensuring suppression of light-flavor jets by two orders of magnitude. Comparing the tagging
efficiencies of the IP and SV methods, it can be seen that the efficiency of the IP method
tagging is about a factor two higher because of the less stringent selections that are applied.

4.2 Purity of the b-jet sample

The b-jet tagging algorithms introduced in section 3 select not only b jets but also a certain
fraction of charm and light-flavor jets, cf. section 4.1. Given the higher production cross
section of light-flavor and charmed jets, this leads to a significant sample contamination
that needs to be corrected for. The purity of the tagged sample of b-jet candidates, Pb, is

– 11 –

J
H
E
P
0
1
(
2
0
2
2
)
1
7
8

20 30 40 50 60 70 80 90 100
)c (GeV/reco

T, ch jet
p

0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

0.7

0.8

0.9

1

b
-j
e
t 

p
u
ri
ty

| < 0.5
jet

η = 0.4, |R, TkCharged b-jets, anti-

 > 2.5xySd

 = 5.02 TeVNNsPb −ALICE pp, p

pp

Pb−p

Figure 8. The b-jet purity as obtained from the IP method in pp and p-Pb collisions.

data, the purities were primarily determined by fitting the invariant mass distribution of
the most displaced secondary vertex with beauty, charm, and light-flavor templates. The
invariant mass was calculated from the three prongs that were used to reconstruct the
secondary vertex, assuming that all tracks have the mass of a charged pion. These templates
were obtained from the detector-level EPOS simulation with embedded PYTHIA 6 events.
Analogous fits were done also for the pp data using detector-level PYTHIA templates. The
fits were done in several pT intervals. Figure 9 shows a typical example of template fit in
pp and p-Pb collisions. The small statistical samples, however, prevented the use of the
template fitting method for jets with momenta larger than 30–40 GeV/c. Therefore, the
purity was also estimated based on POWHEG HVQ simulations [57] with the CTEQ6M
parton distribution function (PDF) set [58]. In the case of the p-Pb system, the EPS09
nPDF set was applied in addition [59], and the rapidity shift was taken into account.
Simulated particle-level charm and beauty jet pT spectra were subjected to instrumental
(efficiency and detector effects) and background fluctuation effects to estimate the c- and
b-jet contributions in the inclusive raw jet spectrum before tagging. The purity was then
estimated in each preco

T,ch jet bin as

Pb = εbNb
εbNb + εcNc + εlf (Nincl −Nb −Nc)

, (4.5)

where εb, εc, and εlf are tagging and mistagging efficiencies for beauty, charm, and light-
flavor jets, respectively; and Nb (Nc) is the estimated contribution of beauty (charm) jets
in the raw inclusive untagged jets Nincl. Nevertheless, this purity estimate relies on model
parameters that cannot be directly validated, i.e, quark masses as well as renormalization
and factorization scales used in the computation of the beauty and the charm production
cross section. Hence, a statistical analysis was carried out comparing simulated purities
with purities obtained by the data-driven invariant mass template fit method simultane-
ously in a broad range of tagging selection criteria. This was done in order to determine the
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Figure 3.10: Mesures de l’efficacité d’étiquetage par comptage de traces (gauche) et de la pureté de l’échantillon des
jets de b correspondant (droite) obtenues en collisions pp et pPb.

nombre de jets de b étiquetés par l’algorithme de comptage de traces sur le nombre de jets de b avant
étiquetage. La figure 3.10 (gauche) représente les efficacités d’étiquetage de l’algorithme de comptage de
traces mesurées en collisions pp et pPb. La pureté correspondante de l’échantillon étiqueté est également
représenté sur la figure 3.10 (droite).

3.3.3.6 Mesure du facteur de modification nucléaire des jets de quarks b

La figure 3.11 montre les mesures des sections efficaces de production de jets de b en collisions pp et pPb
à
√

sNN = 5.02 TeV obtenue à l’aide de l’algorithme d’étiquetage par comptage de traces. Le facteur de

modification nucléaire Rb-jet
pPb correspondant est représenté sur la figure 3.12. Rb-jet

pPb compatible avec l’unité
dans la limite des incertitudes témoigne de l’absence d’effets nucléaires notables affectant la production
de jets de b à mi-rapidité en collisions pPb à

√
sNN = 5.02 TeV. Ces résultats sont conformes à ceux

obtenus par l’expérience CMS pour des jets complets [219].

3.4 mesure du facteur de modification nucléaire des jets en collisions pb–pb à√
sNN = 5.02 TeV

La perte d’énergie partonique peut être étudiée par la mesure de la suppression des jets en collisions
Pb–Pb par rapport à la référence donnée par les collisions pp où aucun effet de quenching notable n’est
attendu. Le taux de production de diffusions dures croît avec la centralité de la collision en raison du
plus grand chevauchement des noyaux qui augmente la luminosité de partons [220] disponibles pour
participer aux processus de diffusions dures. Ce taux production de diffusions dures est proportionnelle
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Figure 11. Comparison of the pT differential production cross section of charged-particle anti-
kT R = 0.4 b jets measured in pp and p-Pb collisions at √sNN = 5.02TeV using the IP and SV
methods. Systematic and statistical uncertainties are shown as boxes and error bars respectively.
The additional common normalization uncertainty due to luminosity is denoted σSys

L and it is quoted
separately.

6 Results and discussion

6.1 b-jet production cross section in pp and p-Pb collisions

Figure 11 presents the pT-differential production cross section of b jets obtained from the
IP and SV analyses in pp and p-Pb collisions at √sNN = 5.02TeV. For easier comparison
across the two systems, the p-Pb cross section is normalized by the number of Pb nucleons
A = 208. The results obtained with the two methods are consistent within uncertainties.

The combined b-jet cross sections are compared with NLO pQCD calculations by
the POWHEG dijet tune with PYTHIA 8 fragmentation [77, 78], see figure 12. The
measured b-jet cross section is described by the calculations within the experimental and
theoretical uncertainties. The quoted theoretical uncertainties on the POWHEG data
contain uncertainties obtained by changing the renormalization and factorization scales by a
factor 0.5–2, variation of αs, and variation of the PDFs of the CT14NLO parton distribution
function [79] and the EPPS16 nPDF [80] in the POWHEG calculations. The uncertainties
from CT14NLO and EPPS16 were propagated according to the Hessian prescription of
the authors of these parameterizations (eq. 53 of ref. [80]). The uncertainty on αs was
estimated by varying the strong coupling from 0.111 to 0.123.

6.2 b-jet fraction

Figure 13 shows the fraction of charged-particle b-jets among inclusive charged-particle jets
in pp and p-Pb collisions. The reference pT-differential cross sections of inclusive charged-
particle jet production in pp and p-Pb were taken from refs. [81] and [82], respectively.
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Figure 3.11: Mesure de la section efficace différentielle de production de jets de b de rayon R = 0.4 obtenue en
collisions pp et pPb à

√
s = 5.02 TeV à l’aide de la méthode d’étiquetage par comptage de trace. À titre

de comparaison, la même mesure obtenue par la reconstruction d’un vertex secondaire à l’intérieur du
jet est également représentée. J

H
E
P
0
1
(
2
0
2
2
)
1
7
8

10 20 30 40 50 60 70 80 90 100
)c (GeV/

T,ch jet
p

0.02

0.04

0.06

0.08

0.1

0.12

b
-j
e
t 
F

ra
ct

io
n

 = 5.02 TeVspp, 

| < 0.5
jet

η = 0.4, |R, TkCharged b-jets, anti-

ALICE

b-jet fraction

Syst. Unc. (Data)

POWHEG+PYTHIA8 dijet, with CT14nlo

Syst. Unc. (Theory)

20 30 40 50 60 70 80 90 100
)c (GeV/

T,ch jet
p

0.02

0.04

0.06

0.08

0.1

0.12

b
-j
e
t 
F

ra
ct

io
n

 = 5.02 TeVNNsPb −p

| < 0.5
jet

η = 0.4, |R, TkCharged b-jets, anti-

ALICE

b-jet fraction

Syst. Unc. (Data)

POWHEG+PYTHIA8 dijet, with EPPS16

Syst. Unc. (Theory)

Figure 13. The b-jet fraction in pp collisions at
√
s = 5.02TeV (left) and p-Pb collisions at√

sNN = 5.02TeV (right), compared with POWHEG NLO pQCD calculations with PYTHIA 8
fragmentation.
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Figure 14. Left: the nuclear modification factor Rb-jet
pPb of the inclusive charged-particle anti-kT

R = 0.4 b jets as a function of pT from the IP and SV method. Right: the nuclear modification factor
Rb-jet

pPb obtained from combining the IP and SV method results as a function of pT,ch jet compared
with the calculation by the POWHEG dijet tune with the PYTHIA 8 fragmentation [77, 78].
Systematic and statistical uncertainties are shown as boxes and error bars, respectively. There is
an additional normalization uncertainty of 4.37% due to luminosity, which is quoted separately.

data within uncertainties. These results indicate that there are no strong nuclear matter
effects present in b-jet production at midrapidity in p-Pb collisions at √sNN = 5.02TeV.

Figure 15 shows the Rb-jet
pPb for charged-particle b jets measured by ALICE as a function

of jet pT, compared with the measurement of the CMS collaboration for full-jet b jets [54].
Since the jets from CMS also include the neutral particles, the pT scales do not compare
directly. Note that there is an additional ≈ 22% scaling uncertainty on the CMS data from
the pp reference that was computed using PYTHIA simulations. Despite the different jet
definitions and rapidity ranges used in the two measurements, the ALICE and CMS data
are fully compatible in the overlap region. A substantial nuclear modification of b-jet pro-
duction by cold nuclear matter can be excluded in the whole range from pT,ch jet > 10GeV/c
(approximately corresponding to pT,fulljet ! 15GeV/c) up to pT,fulljet < 400GeV/c.
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Figure 3.12: Mesure du facteur de modification nucléaire des jets de b de rayon R = 0.4 obtenue à l’aide de la
méthode d’étiquetage par comptage de trace. À titre de comparaison, la même mesure obtenue par la
reconstruction d’un vertex secondaire à l’intérieur du jet est également représentée.
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44 ALICE Analysis Note, April 2018

Fig. 49: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.2, central 0-10%. The baseline spectra

is POWHEG + Pythia8.

Fig. 50: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.2, central 10-30%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.
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Fig. 49: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.2, central 0-10%. The baseline spectra

is POWHEG + Pythia8.

Fig. 50: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.2, central 10-30%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Measurement of charged jet spectra in Pb-Pb collisions . . . 45

Fig. 51: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.2, central 30-50%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Fig. 52: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.2, central 50-80%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.
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Fig. 51: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.2, central 30-50%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Fig. 52: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.2, central 50-80%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.
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Fig. 53: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.3, central 0-10%. The baseline spectra

is POWHEG + Pythia8.

Fig. 54: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.3, central 10-30%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.
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Fig. 53: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.3, central 0-10%. The baseline spectra

is POWHEG + Pythia8.

Fig. 54: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.3, central 10-30%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Measurement of charged jet spectra in Pb-Pb collisions . . . 47

Fig. 55: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.3, central 30-50%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Fig. 56: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.3, central 50-80%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Measurement of charged jet spectra in Pb-Pb collisions . . . 47

Fig. 55: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.3, central 30-50%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Fig. 56: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.3, central 50-80%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.
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Fig. 57: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.4, central 0-10%. The baseline spectra

is POWHEG + Pythia8.

Fig. 58: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.4, central 10-30%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.
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Fig. 57: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.4, central 0-10%. The baseline spectra

is POWHEG + Pythia8.

Fig. 58: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.4, central 10-30%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Measurement of charged jet spectra in Pb-Pb collisions . . . 49

Fig. 59: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.4, central 30-50%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Fig. 60: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.4, central 50-80%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Measurement of charged jet spectra in Pb-Pb collisions . . . 49

Fig. 59: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.4, central 30-50%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.

Fig. 60: Nuclear modification factor RAA for charged jets as a function of jet pT, R = 0.4, central 50-80%. The baseline

spectra is POWHEG + Pythia8.Figure 3.13: Mesures du facteur de modification nucléaire des jets chargés en collisions Pb–Pb à
√

sNN = 5.02 TeV
pour différent rayon du jet (rayon croissant du haut vers le bas) pour différentes classes de centralité
(des collisions les plus centrales aux plus périphériques de la gauche vers la droite). Les incertitudes
systématiques sont représentées par des rectangles creux ou pleins selon qu’elles sont respectivement
corrélées ou indépendantes.

à la fonction de recouvrement nucléaire TAA. La suppression est mesurée par le facteur de modification
nucléaire défini comme

RAA =
d2NAA

jets /dpTdη

⟨TAA⟩d2σ
pp
jets/dpTdη

, (3.6)

où NAA
jets est le spectre de jets mesuré en collision Pb–Pb, σ

pp
jets est la section efficace de production

de jets en collisions pp et ⟨TAA⟩ est fonction de recouvrement nucléaire moyenne pour l’intervalle de
centralité considéré. La quantité ⟨TAA⟩, calculée à l’aide du modèle de Glauber qui décrit la géométrie
d’une collision nucléaire [169], est reliée au nombre moyen ⟨Ncoll⟩ de collisions nucléon–nucléon (NN)
et à la section efficace inélastique nucléon–nucléon σNN

inel par l’équation ⟨Ncoll⟩ = ⟨TAA⟩ σNN
inel .

Les mesures de RAA des jets obtenues à partir des spectres de jets en collisions Pb–Pb et pp corrigés
des effets instrumentaux pour différents paramètres de résolution sont présentées sur la figure 3.13. Le
RAA des jets diminue lorsque que la centralité de la collisions augmente sur l’intégralité de la gamme en
impulsion transverse mesurée. Même si le RAA moyen des jets semble augmenté, comme attendu, avec
le paramètre de résolution du jet, les incertitudes systématiques demeurent trop larges pour étudier avec
précision la hiérarchie en paramètre de résolution du RAA des jets.

Ces mesures devront être comparées aux prédictions de modèles tels que JETSCAPE décrivant
l’évolution de la gerbe partonique conjuguée à la réponse d’un milieu en expansion hydrodynamique.

3.5 mesure de l’anisotropie azimutale de la production de jets en collisions pb–pb

à

√
sNN = 5.02 TeV

Les différents mécanismes de perte d’énergie des partons traversant le QGP montrent différentes
dépendances en fonction de la longueur L de parcours du parton dans le milieu. Le flot elliptique des
jets vch jet

2 est une observable directement sensible à la dépendance en L de la perte d’énergie.
Les jets issus des diffusions dures initiales sont émis sans direction privilégiée dans le plan transversal

(plan xy), de sorte que la distribution azimutale de jets dans le vide (pas de formation de QGP) est
uniforme. Dans des collisions Pb–Pb non centrales, la région de superposition des deux noyaux dans le
plan transversal est approximativement ellipsoïde. Les jets émis selon le petit axe de l’ellipse (définie
comme la direction dans-le-plan) traverseront en moyenne une plus faible épaisseur de milieu — et par
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conséquent perdront moins d’énergie — que ceux émis selon le grand axe (ou direction hors-du-plan).
La mesure de la dépendance de la production de jets en fonction de l’angle formé avec le plan de
réaction (approximé par le plan de symétrie Ψ2 donné par l’harmonique de rang 2) permet d’étudier la
dépendance en L de la perte d’énergie des jets. Cette dépendance se quantifie par la grandeur vch jet

2
définie comme le coefficient de Fourier de rang 2 de la distribution azimutale de jets par rapport aux
plans de symétrie Ψn par :

dN
d
[
φjet − Ψn

] ∝ 1 +
∞

∑
n=1

2 vjet
n cos

(
n
[
φjet − Ψn

])
, (3.7)

où φjetdésigne l’angle azimutal du jet. L’amplitude vjet
n de l’harmonique de rang n étant donnée par :

vjet
n (pT) = ⟨ cos

[
n
(

φjet − Ψn
)]

⟩, (3.8)

où ⟨. . .⟩ désigne la moyenne sur tous les jets de tous les événements. En pratique, vch jet
2 ne peut pas

être obtenu directement à partir de l’équation 3.8 à cause de la contamination du bruit de fond formé
des particules produites par l’événement sous-jacent. L’équation 3.7 peut cependant être réécrite à partir
de quantités disponibles expérimentalement, à savoir les distributions en impulsion transverse des jets
dans-le-plan (Nin) et hors-du-plan (Nout) par rapport au plan de réaction ΨEP, 2 (qui est une estimation
expérimentale de Ψ2). Nout et Nout sont obtenues par intégration de la distribution 3.7 sur des intervalles
en φjet − Ψ2, si on s’en tient à l’harmonique de rang 2, on obtient :

Nin(pT) =
∫ π

4

− π
4

dN
d
[
φjet − ΨEP, 2

]d
[
φjet − ΨEP, 2

]
+
∫ 5 π

4

3 π
4

dN
d
[
φjet − ΨEP, 2

]d
[
φjet − ΨEP, 2

]

Nout(pT) =
∫ 3 π

4

π
4

dN
d
[
φjet − ΨEP, 2

]d
[
φjet − ΨEP, 2

]
+
∫ 7 π

4

5 π
4

dN
d
[
φjet − ΨEP, 2

]d
[
φjet − ΨEP, 2

]
,

(3.9)

et enfin :

Nin(pT) = a
(

π + 4 vobs
2

)

Nout(pT) = a
(

π − 4 vobs
2

) (3.10)

ou a est une constante de normalisation. La notation vobs
2 introduite dans l’équation 3.10 indique que

le coefficient de Fourier se rapporte à l’angle ΨEP, 2 plutôt qu’à Ψ2. En introduisant le facteur correctif

R2 (= vobs
2 /vch jet

2 ) défini dans l’équation 2.8 pour tenir compte la précision finie avec laquelle le plan
ΨEP, 2 approche le plan de symétrie réel Ψ2, il vient :

vch jet
2 (pch

T,jet) =
π

4
1
R2

Nin(pch
T,jet)− Nout(pch

T,jet)

Nin(pch
T,jet) + Nout(pch

T,jet)
. (3.11)

La réécriture de l’équation 3.7 permet finalement d’obtenir l’expression 3.11 contenant exclusivement
des quantités mesurables.

En collisions centrales, une simple considération géométrique nous indique que l’équivalence des
distances parcouru par un parton dans le plasma selon les directions dans-le-plan et hors-du-plan doit
résulter en une valeur très faible de vch jet

2 . Dans les collisions semi-centrales, la distance moyenne
parcourue dans le milieu est plus courte tandis que la distance relative entre les distances moyennes dans
et hors-du-plan est plus longue conduisant à une valeur non nulle de vch jet

2 . Il faut cependant mentionner
que les fluctuations des distributions de nucléons initiales au sein de la la région de superposition des
noyaux peut conduire à des contributions supplémentaires au vch jet

2 ainsi qu’à des coefficients de Fourier
de rangs supérieurs.

L’observable vch jet
2 est différente du facteur de modification nucléaire des jets car elle relie directement

la perte d’énergie à la longueur du trajet parcouru par le parton dans un milieu de température et de
densité données en sondant différentes longueurs de parcours au sein d’événements semblables plutôt
que d’étudier par exemple la dépendance en centralité de la perte d’énergie. Elle offre par conséquent
une quantification plus précise de la dépendance de la perte d’énergie partonique à l’égard de la distance
moyenne parcourue dans le milieu.

Les coefficients vch jet
2 en fonction de pch

T,jet pour des collisions Pb–Pb de centralité 30–50 % à
√

sNN =

5.02 TeV sont présentés sur la figure 3.14. On observe un vch jet
2 > 0 notable sans dépendance visible en
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Figure 3.14: Mesure du flot elliptique des jets chargés de rayon R = 0.2 en fonction de leur impulsion transverse dans
les collisions Pb–Pb semi-centrales à

√
sNN = 5.02 TeV (rouge). La même mesure en collisions Pb–Pb à√

sNN = 5.02 TeV est également représentée (noir).

impulsion transverse. Ce comportement témoigne de la dépendance de la perte d’énergie partonique en
fonction de la longueur de parcours dans le milieu. Les résultats obtenus à

√
sNN = 2.76 TeV [221] sont

également représentés sur la figure 3.14. De même que pour les mesures des facteurs de modification
nucléaire des jets, aucune dépendance en énergie n’est observée pour les coefficients vch jet

2 .

3.6 mesures des sections efficaces semi-inclusives de production de jets en colli-
sions pp et pb–pb à

√
sNN = 5.02 TeV

Comme il a été discuté au paragraphe 2.3.5, en collisions Pb–Pb, la population de jets durs est usuellement
sélectionnée jet par jet en imposant la présence d’une trace de haut pT parmi les constituants du jet, ce
qui a pour effet d’en biaiser la fragmentation. L’analyse présentée ici suit une approche différente pour
laquelle la correction du bruit de fond s’applique sur les distributions moyennes sans discrimination
individuelle de candidats jets. Nous proposons la mesure d’une nouvelle observable du jet quenching
s’appuyant sur la distribution semi-inclusive de jets chargés de recul contre un hadron chargé de haute
impulsion transverse faisant office de particule trigger (on parle de coïncidences hadron–jet) en collisions
Pb–Pb centrales (0–10 %) à

√
sNN = 5.02 TeV. Les hadrons de trigger émis dans l’acceptance |η| < 0.9

sont sélectionnés dans différents intervalles d’impulsion transverse pT,trigégalement appelés classe de
trace de trigger (Trigger Track). Cette distribution du nombre de jets de recul mesurés dans l’acceptance
normalisé par le nombre de hadrons de trigger est équivalente au quotient des sections efficaces de
production inclusives,

1
NAA

trig

d2NAA
jet

dpch
T,jetd∆φ

∣∣∣∣∣
pT,trig∈TT

=

(
1

σAA→h+X · d2σAA→h+jet+X

dpch
T,jetd∆φ

)∣∣∣∣∣
pT,h∈TT

, (3.12)

où AA désigne les collisions pp ou Pb–Pb, σAA→h+X est la section efficace de production de hadrons
appartenant à la classe en TT sélectionnée et d2σAA→h+jet+X/dpch

T,jetd∆φ est la section efficace différen-
tielle de production de jets de recul émis en coïncidence avec un hadron appartenant à l’intervalle TT3.
Si plusieurs candidats TT sont trouvés, l’un d’entre eux est choisi au hasard. Les jets sont reconstruits à
partir des traces de particules chargées avec les algorithmes kT et anti-kT incluant une coupure infrarouge
appliquée sur l’impulsion transverse minimale de ses constituants de 0.15 GeV/c comme décrit au
paragraphe 2.3.

L’observable décrite par l’équation 3.12 étant semi-inclusive, la sélection d’événements contenant un
processus dur repose uniquement sur la présence d’un hadron de trigger de haute impulsion transverse.
En particulier, il n’est pas nécessaire qu’un jet satisfaisant à certains critères soit trouvé dans l’acceptance
du recul. Au contraire, tous les jets émis dans l’acceptance de recul sont comptabilisé dans l’équation
3.12, quelles que soient leurs propriétés spécifiques. Les événements sans candidats jets dans l’acceptance

3 ∆φ =
∣∣∣φtrig − φch

jet

∣∣∣ est la différence entre l’angle azimutal du hadron de trigger et celui du jet, avec 0 ≤ ∆φ ≤ π.
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ne sont pas rejetés mais contribuent à la normalisation. Cette observable mesure ainsi le taux normalisé
de jets de recul observés par trigger. La correction de la contribution des jets issus du bruit de fond
combinatoire dans l’équation 3.12 est effectuée à une étape ultérieure de l’analyse, comme expliqué plus
bas.

3.6.1 Hadrons trigger et biais de sélection associé

L’emploi de hadrons de haut pT comme particules trigger pour la sélection de processus durs est étayé
par les considérations suivantes. Les hadrons d’impulsion transverse supérieure à environ 5–7 GeV/c
proviennent principalement de la fragmentation des jets énergétiques, aussi bien en collisions pp qu’en
collisions Pb–Pb [222]. Ils constituent, d’un point de vue expérimental, des triggers propres ne nécessitant
pas de correction du bruit de fond combinatoire. La sélection d’événements en exigeant la présence
d’un hadron de haut pTbiaise cette sélection vers des événements contenant une interaction partonique à
haut Q2 contenant des jets dans l’état final. Les distributions inclusives de hadrons de haut pT ont été
mesurées et calculées théoriquement en collisions pp et d’ions lourds aux énergies des collisionneurs.
Pour les collisions pp au LHC, un accord meilleur qu’un facteur 2 est obtenu entre les calculs NLO
et les données pour pT > 10 GeV/c, avec des écarts attribuables à des fonctions de fragmentation des
gluons mal contraintes qui pourraient être améliorées par un ajustement aux données du LHC [223].
Concernant la production inclusive de hadrons dans les collisions d’ions lourds [224], la modification et
l’évolution des fonctions de fragmentation induites par le milieu ont été calculées à l’aide de plusieurs
approches théoriques, montrant un bon accord avec les données ([225] et les références qui y figurent).
La suppression de la production inclusive de hadrons dans les collisions d’ions lourds a été utilisée
pour déterminer le paramètre de transport des jets q̂ [161]. Toute procédure de sélection de processus
durs impose un biais sur la population d’événements acceptés, de sorte qu’une comparaison précise des
calculs théoriques avec de telles mesures nécessite une évaluation de ce biais de sélection. Dans cette
analyse, la sélection des processus durs met en œuvre les mêmes coupures que celles utilisées pour les
mesures inclusives de hadrons de haut pT. Puisque la production inclusive de hadrons est calculable
à la fois en collisions pp et Pb–Pb, le biais de sélection dans cette analyse est également calculable en
utilisant les approches théoriques actuelles.

3.6.2 Coïncidences hadron–jets

Des considérations supplémentaires sont nécessaires à l’interprétation des distributions de jets de
recul contre un hadron de trigger données par l’équation 3.12 ainsi qu’à leur comparaison aux calculs
théoriques. La section efficace de production de coïncidences hadron–jets en collisions pp a été calculée
dans un cadre la pQCD [226]. Dans le processus à l’ordre dominant (Leading Order), une paire de
partons d’impulsions transverses opposées est produite, dont un se fragmentant en un hadron qui
transporte une fraction d’impulsion z du jet de recul. Puisque z = pT,trig/pT,jet ≤ 1 au LO, l’exigence de
la présence d’un hadron de haut pT,trig au-dessus du seuil, biaise donc l’échantillon de jets de recul émis
en coïncidence en défaveur des jets de pT,jet < pT,trig tout en n’imposant aucune contrainte cinématique
sur ceux de pT,jet > pT,trig.

Il est à noter que la distribution inclusive de hadrons est biaisée à haut pT vers les fragments de jets
de haut z (⟨zincl⟩ ≈ 0.6 aux énergies du LHC [3]), sous l’effet conjugué de la forme du spectre inclusif en
impulsion transverse des jets et de celle de la fonction de fragmentation inclusive. Dans le cas d’une
mesure semi-inclusive décrite par l’équation 3.12, la valeur de z variera, à pT,trig fixé, selon l’impulsion
transverse du jet de recul. Un biais en z plus prononcé que dans le cas de la production inclusive étant
attendu pour pT,jet ≈ pT,trig qui tend à s’atténuer pour pT,jet ≫ pT,trig. Ce biais en z a été évalué à l’aide
de calculs pQCD pour des collisions pp à

√
s = 2.76 TeV et à

√
s = 7 TeV[226] et s’avère similaire à

l’ordre LO et à l’ordre NLO. Ce biais en z d’origine cinématique est présent également dans les collisions
d’ions lourds au cours desquelles les jets subissent un quenching. Cet effet intrinsèque à tout cadre
théorique basé sur pQCD, à la fois dans le vide et dans le milieu, est correctement pris en compte dans
de tels calculs.

Dans les collisions d’ions lourds où un quenching des jets est attendu, la sélection d’un hadron de haut
pT peut introduire deux biais supplémentaires. Le premier vers les fragments de haut z des jets ayant
perdus assez peu d’énergie dans le milieu [227]. Le second est un biais géométrique pour lequel une
faible perte d’énergie correspond à une courte longueur de parcours dans le milieu. Dans ce dernier cas,
les jets à l’origine des hadrons de trigger de haut pT sont produits de façon prépondérante en surface de
la région de la collision et dirigés vers l’extérieur [228, 229, 230, 231, 232, 233, 234] avec une population
de jets de recul biaisée vers des jets ayant une longueur de parcours plus longue dans le milieu que celle
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Figure 8: Trigger-normalized semi-inclusive recoil jet distributions for TTsig and TTref-selected populations in pp
collisions at

p
s = 5.02 TeV, for R = 0.2 (top), 0.4 (middle), and 0.5 (bottom). The TTref distribution is scaled by

cRef. The resulting Drecoil distribution is also shown. Left panels: Distributions as a function of preco
T,ch jet in the Dj

acceptance of the Drecoil(pT,jet) analysis. Right panels: Distributions as a function of Dj , for preco
T,ch jet 2 [20,30]

GeV/c. TTsig and TTref distributions in left middle panel are tje same those in Fig. 7, right panel.
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> 0, fixing the mean of the fit to 0. We also report the median of the distribution, demon-431

strating the median relative pT,jet shift, which occurs due to detector inefficiencies. These values for432

R = 0.2 and R = 0.5 jets for selected ppart
T,ch jet regions are reported in Tab. 1.433

Dj resolution sDj : The resolution in Dj , sDj , is the standard deviation of the difference between434

the detector-level and truth-level jet values of Dj . Table 2 shows sDj for R = 0.2 and R = 0.5 jets for435

selected pT,jet intervals in Pb–Pb and pp collisions. The values quoted originate from detector effects in436

pp collisions, and both detector effects and background fluctuations in Pb–Pb collisions. It can be seen437

that the resolution is better for high pT,jet jets and small R jets. It is noted that the resolution does not438

exceed the width of any of the Dj bins in this analysis. As such, the Dj unfolding constitutes a relatively439
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Figure 3.15: Distributions semi-inclusives des taux de jets de recul par trigger pour des populations sélectionnées
appartenant aux classes TTsig et TTref en collisions pp à

√
s = 5.02 TeV pour un rayon de jet R = 0.2

(haut), R = 0.4 (milieu) et R = 0.5 (bas). La distribution TTref est normalisée par le facteur cref. La
distribution en ∆recoil obtenue est également représentée. À gauche : Distributions selon preco,ch

T,jet dans

l’acceptance en ∆φ utilisée pour la mesure de ∆recoil

(
pch

T,jet

)
. À droite : Distributions selon ∆φ pour

preco,ch
T,jet ∈ [20, 30] GeV/c.

inclusive. La capacité de la coupure sur un hadron trigger de haut pT à garantir la faible perte d’énergie
du jet dont le hadron de trigger est issu, permet de sélectionner par là même une distribution similaire
d’événements à grand Q2 en collisions pp et Pb–Pb.

3.6.3 Mesures semi-inclusive des jets de recul

Les hadrons de trigger émis dans l’acceptance |η| < 0.9 dont l’impulsion transverse appartient à
l’intervalle 5 < pT,trig < 7 GeV/c, est appelée classe en TT de référence, notée TTref, tandis que celle
formée des hadrons de trigger d’impulsion transverse appartenant à l’intervalle 20 < pT,trig < 50 GeV/c,
est appelée classe en TT de signal et est notée TTsig. Les figures 3.15 et 3.16 représentent les distributions
semi-inclusives données par l’équation 3.12 pour des jets de recul de rayons R = 0.2, 0.4, 0.5 pour les
classes TTsig et TTrefen collisions pp et Pb–Pb centrales à

√
sNN = 5.02 TeV. Ces distributions incluent

tous les jets émis dans l’acceptance de recul.
L’énergie des jets étant corrigées de la densité d’énergie médiane de l’événement, comme décrit par

l’équation 2.11, on dénombre donc un certain nombre de jets dont la densité d’énergie est inférieure à ρ

et conséquemment d’impulsion transverse preco,ch
T,jet < 0. On remarque que la distribution de jets de recul

peuplant la région preco,ch
T,jet < 0 n’est pas corrélée à la classe en TT, ce qui signifie que cette région est

dominée par des jets issus du bruit de fond combinatoire. On note également, qu’en collisions pp, cette
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Figure 6: Trigger-normalized semi-inclusive recoil jet distributions for TTsig and TTref-selected populations in
central Pb–Pb collisions at

p
sNN = 5.02 TeV, for R = 0.2 (top), 0.4 (middle), and 0.5 (bottom). The TTref distri-

bution has the Dr calibration applied and is scaled by cRef. The resulting Drecoil distribution is also shown. Left
panels: Distributions as a function of preco

T,ch jet in the Dj acceptance of the Drecoil(pT,jet) analysis. Right panels:
Distributions as a function of Dj , for preco

T,ch jet 2 [20,30] GeV/c.

6.1 Trigger hadrons396

As discussed in Ref. [41], high-pT charged hadrons are chosen as the trigger for this analysis, rather397

than reconstructed jets, because they are measured by ALICE in central Pb–Pb collisions with high398

precision event-by-event, without the need for correction for the complex accompanying background.399

No correction for tracking efficiency and pT-resolution [100] is required for the Trigger Track population400

in this analysis, for the following reasons.401

Tracking efficiency at high-pT is independent of pT [100], so that loss of tracks due to efficiency less402

than unity is equivalent in this analysis simply to loss of integrated luminosity, without imposing a bias403

on the hadron selection. Correction for the trigger hadron tracking efficiency is therefore not warranted.404
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Figure 3.16: Distributions semi-inclusives des taux de jets de recul par trigger pour des populations sélectionnées
appartenant aux classes TTsig et TTref en collisions Pb–Pb centrales à

√
sNN = 5.02 TeV pour un rayon de

jet R = 0.2 (haut), R = 0.4 (milieu) et R = 0.5 (bas). La distribution TTref est normalisée par le facteur
cref. La distribution en ∆recoil obtenue est également représentée. À gauche : Distributions selon preco,ch

T,jet

dans l’acceptance en ∆φ utilisée pour la mesure de ∆recoil

(
pch

T,jet

)
. À droite : Distributions selon ∆φ

pour preco,ch
T,jet ∈ [20, 30] GeV/c. Les valeurs négatives de ∆recoil ne sont pas représentées mais sont toutes

compatibles avec zéro dans la limite des incertitudes statistiques.
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distribution est plus étroite qu’en collisions Pb–Pb, démontrant la plus faible fluctuation de la densité de
bruit de fond. La caractéristique essentielle des distributions en pp est leur forte dépendance à l’égard
de la classe en TT pour preco,ch

T,jet > 0, avec un spectre en jets de recul plus dur pour les hautes valeurs
de pT,trig, conformément à la production de jets en QCD. En collisions Pb–Pb, la distribution de jets de

recul à grand preco,ch
T,jet est étroitement corrélée à la classe en TT, démontrant par là même la domination

des vrais jets de recul dans cette région.
Les intégrales des distributions en Pb–Pb présentées sur la figure 3.16, qui représentent le nombre

moyen de jets de recul, à la fois corrélés et non corrélés, par hadron de trigger, sont égales à quelques
pour mille près pour les classes TTref et TTsig. Puisque, du fait des hautes multiplicités des événements
Pb–Pb, l’acceptance de recul est saturée de jets, l’invariance de ces intégrales selon la classe en TT,
montre que le nombre de jets de recul par hadron de trigger n’est dû qu’à des facteurs géométriques,
notamment à l’acceptance et au paramètre de résolution des jets R. Ce comportement confirmé par des
estimations calculées par modélisation [235], corrobore, comme explicité au paragraphe 2.3, la robustesse
de l’algorithme anti-kT face aux modifications de la structure des jets par les particules de bas pT de
l’événement sous-jacent. Les distributions de jets de recul reconstruits à l’aide de l’algorithme anti-kT
pour différentes cinématiques de hadrons de trigger, ne variant dès lors que par leur forme en fonction
de preco,ch

T,jet et non pas par le nombre total de jets par événement.
Fort de ces considérations, une nouvelle observable est construite, ∆recoil, qui supprime la contribution

des jets non corrélés à partir des seules données. ∆recoil est définie comme la différence entre les deux
distributions semi-inclusives, données par l’équation 3.12, pour les classes TTref et TTsig [235],

∆recoil

(
pch

T,jet, ∆φ
)
=

1
NAA

trig

d2NAA
jet

dpch
T,jetd∆φ

∣∣∣∣∣
pT,trig∈TTsig

− cref ·
1

NAA
trig

d2NAA
jet

dpch
T,jetd∆φ

∣∣∣∣∣
pT,trig∈TTref

. (3.13)

La normalisation par unité de pseudorapidité ηch
jet bien qu’incluse dans l’équation 3.13 est omise

par souci de clarté. En pratique, dans ce qui suit, nous présenterons les mesures des projections de

∆recoil

(
pch

T,jet, ∆φ
)

:

• sur pch
T,jet pour π − ∆φ < 0.6, notée ∆recoil

(
pch

T,jet

)
,

• sur ∆φ pour différents intervalles en pch
T,jet, notée ∆recoil (∆φ).

Afin de tenir compte de la différence d’amplitude des distributions semi-inclusives des classes TTref
et TTsig, la distribution de la classe TTref est, comme indiqué dans l’équation 3.13, normalisée par un
facteur cref. La valeur de cref est déterminée, pour chaque bin en ∆φ, par ajustement linéaire des rapports
TTsig sur TTref pour les plus petites valeurs de pch

T,jet, et ce, jusqu’à un seuil limite. On augmente la
valeur du seuil tant que la pente ajustée est compatible avec zéro à 2σ près, définissant l’intervalle en
pch

T,jet sur lequel les distributions semi-inclusives des classes TTref et TTsig sont toutes deux dominées

par une production de jets non corrélée. En d’autres mots, cette valeur de pch
T,jet (< 0) qui correspond

à la valeur seuil, indique la limite inférieure au-delà de laquelle les contributions de jets corrélées et
non corrélées peuvent être séparées. Il s’agit cependant d’une valeur brute affectée par les fluctuations
résiduelles du bruit de fond qui doit être corrigée par une procédure de déconvolution adaptée (cf.

paragraphe 2.4). La mesure des distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
et ∆recoil (∆φ) pour les collisions pp et Pb–

Pb centrales à
√

sNN = 5.02 TeV sont respectivement présentées sur les figures 3.15 et 3.16. Ces mêmes
distributions après déconvolution des effets combinés de la réponse du détecteur et des fluctuations
résiduelles du bruit de fond sont présentées sur les figures 3.17, 3.18, 3.19 et 3.20. Cette déconvolution

est unidimensionnelle (selon pch
T,jet) pour ∆recoil

(
pch

T,jet

)
tandis qu’elle est bidimensionnelle (selon pch

T,jet
et ∆φ) pour ∆recoil (∆φ).

Les mesures des distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
corrigées pour R = 0.2, 0.4, 0.5 en collision pp à

√
s = 5.02 TeV présentées sur la figure 3.17 sont comparées aux prédictions théoriques obtenues avec

PYTHIA8 [188] (tune Monash 2013 [236]), JETSCAPE [237] (tune pp [238]) et POWHEG (NLO) [239].
Comme le montrent les rapports entre les données et les calculs, les prédictions de PYTHIA et JETSCAPE
sont en bon accord avec les données dans la limite des incertitudes systématiques sur la totalité de la
gamme en pch

T,jet. Ces deux calculs sont cependant corrélé par nature puisque JETSCAPE utilise PYTHIA8

pour la génération du processus dur et la fragmentation selon le modèle des cordes, ne divergeant que
leur description des cascades partoniques et de l’hadronisation. On s’attend à ce que ces approches
indépendantes n’aient que peu d’influence sur le spectre de production des jets, et effectivement, les
résultats de ces calculs sont très similaires.
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Figure 11: Corrected Drecoil(pT,ch jet) distributions measured for R = 0.2, 0.4, and 0.5 in pp collisions at
p

s = 5.02
TeV, compared to calculations from PYTHIA, Jetscape, and POWHEG.

ison to measurements of the same observables in Pb–Pb collisions to explore medium-induced effects.594

9.2 Drecoil(pT,ch jet): Pb–Pb collisions595

Figure 13 shows corrected Drecoil(pT,ch jet) distributions in Pb–Pb collisions at
p

sNN = 5.02 TeV. Com-596

parison is made to theoretical calculations based on the MATTER+LBT models in the JETSCAPE frame-597

work [87] and on JEWEL [105, 106]. JETSCAPE reproduces the measurements well for R = 0.2 and598

0.4 over the full pT,ch jet range reported, while for R = 0.5 JETSCAPE underpredicts the measurements.599

Figure 14 shows corrected Drecoil(Dj) distributions for Pb–Pb collisions at
p

sNN = 5.02 TeV for R = 0.2,600

0.4, and 0.5 in several pT,ch jet bins, compared to theoretical calculations. For R = 0.2 JETSCAPE de-601

scribes the Dj distributions well for pT,ch jet 2 [20,100] GeV/c. For R = 0.4, while JETSCAPE de-602

scribes the peak region Dj ⇠ p well, it significantly undershoots the measured distribution in the tails603

for pT,ch jet 2 [20,30] GeV/c; the measured distribution is significantly broader. For R = 0.5, JETSCAPE604

undershoots the measured distributions for pT,ch jet > 20 GeV/c, with the measured distributions likewise605

broader.606

9.3 IAA(pT,ch jet)607

To probe the medium effects in Pb–Pb collisions, the observable IAA is calculated as the ratio of Drecoil608

in Pb–Pb and pp collisions, IAA = Drecoil(Pb–Pb)/Drecoil(pp).609

Figure 15 shows IAA(pT,ch jet), for the measurements presented in Sect. 9.1 and 9.2. The IAA(pT,ch jet)610

distributions have notable dependence on pT,ch jet. In the interval pT,ch jet < 20 GeV/c, IAA(pT,ch jet) is611

consistent with or above unity for all R. For R = 0.2 and 0.4, IAA(pT,ch jet) is less than unity in the612

region 20 < pT,ch jet < 60 GeV/c, corresponding to medium-induced yield suppression, with rising value613

at larger pT,ch jet. In contrast, for R = 0.5 IAA(pT,ch jet) is consistent with unity over the full measured614

range, 7 < pT,ch jet < 140 GeV/c.615

The JETSCAPE calculation describes the IAA(pT,ch jet) distributions measured for R = 0.2 and 0.4 well616

in the range pT,ch jet > 20 GeV/c, including the rising trend in pT,ch jet > 60 GeV/c. It predicts a sim-617
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Figure 3.17: Distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
corrigées pour R = 0.2 (gauche), 0.4 (milieu), 0.5 (droite) en collisions

pp à
√

s = 5.02 TeV comparées aux prédictions théoriques données par les générateurs MC JETSCAPE,
PYTHIA8 et POWHEG. Sur les panneaux du bas sont représentés les rapports entre les ajustements des

distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
mesurées et prédites.

La figure 3.18 montre les distributions en ∆recoil (∆φ) corrigées pour R = 0.2, 0.4, 0.5 dans plusieurs
intervalles en pch

T,jet mesurées en collision pp à
√

s = 5.02 TeV. Ces mesures sont également comparées
aux prédictions théoriques. Alors que les résultats obtenus à l’aide de PYTHIA sont en accord avec
les données sur l’intégralité de la gamme en ∆φ pour tous les bins en pch

T,jet, ceux obtenus à l’aide de
JETSCAPE ne sont en accord qu’autour de ∆φ ∼ π et sous-estiment les queues de distributions lorsqu’on
s’éloigne de π pour l’ensemble des intervalles en pch

T,jet. Cette différence s’explique par le traitement
différent des cascades partoniques et de l’hadronisation. Ces mesures en collisions pp constituent un test
très rigoureux des calculs théoriques et une référence précise pour les mesures des mêmes observables
en collisions Pb–Pb afin d’étudier les effets induits par le milieu.

La figure 3.19 représente les mesures des distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
corrigées en collisions Pb–Pb

à
√

sNN = 5.02 TeV. Les mesures sont comparées aux prédictions des modèles MATTER + LBT (de
l’infrastructure logicielle JETSCAPE [237]) et JEWEL [139, 240]. JETSCAPE décrit correctement les
mesures pour R = 0.2 et 0.4 sur l’intégralité de la gamme en pch

T,jet tandis qu’il sous-estime les mesures
pour R = 0.5.

Enfin, la figure 3.20 montre les mesures des distributions en ∆recoil (∆φ) corrigées en collisions Pb–Pb
à
√

sNN = 5.02 TeV pour R = 0.2, 0.4 et 0.5 dans plusieurs intervalles en pch
T,jet. Ces mesures sont

comparées aux prédictions théoriques. Pour R = 0.2, JESTCAPE décrit correctement les distributions en
∆φ pour pch

T,jet ∈ [20, 100] GeV/c. Pour R = 0.4, tandis que JETSCAPE décrit correctement la région du

pic ∆φ ∼ π, il sous-estime la queue de la distribution mesurée pour pch
T,jet ∈ [20, 30] GeV/c, avec une

distribution mesurée significativement plus large. Pour R = 0.5, JETSCAPE sous-estime les distributions
mesurées pour pch

T,jet > 20 GeV/c, avec des distributions mesurées également plus larges.
Afin de quantifier les effets dûs au milieu en collisions Pb–Pb, on définit l’observable IAA comme

le rapport de la distribution en ∆recoil mesurée en collisions Pb–Pb sur celle mesurée en collisions
pp, soit IAA = ∆recoil (Pb–Pb) /∆recoil (pp). La figure 3.21 représente la mesure de la distribution en

IAA

(
pch

T,jet

)
. Cette distribution montre une forte dépendance en pch

T,jet. Dans l’intervalle pch
T,jet < 20 GeV/c,

IAA

(
pch

T,jet

)
est de l’ordre de ou légèrement supérieure à l’unité pour l’ensemble des valeurs de R. Pour

R = 0.2 et 0.4, IAA

(
pch

T,jet

)
est inférieure à un, signe d’une suppression due au milieu, dans la région

20 < pch
T,jet < 60 GeV/c avec une tendance à la hausse pour les plus grandes valeurs de pch

T,jet. En revanche,

pour R = 0.5, IAA

(
pch

T,jet

)
est de l’ordre de l’unité sur toute la gamme mesurée 7 < pch

T,jet < 140 GeV/c.
Cette dernière observation tendrait à suggérer une modification des jets due au milieu limitée à des
échelles angulaires inférieures à 0.5 rad.
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Figure 12: Corrected Drecoil(Dj) distributions for pp collisions at
p

s = 5.02 TeV, for R = 0.2, 0.4, and 0.5, in sev-
eral pT,ch jet bins: [10,20], [20,30], [30,50], and [50,100] GeV/c. Calculations based on PYTHIA8, JETSCAPE,
and POWHEG are also shown. (For IRC: different approaches to more clearly represent theory are being investi-
gated.)
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Figure 3.18: Distributions en ∆recoil (∆φ) corrigées pour R = 0.2 (haut), 0.4 (milieu), 0.5 (bas) pour pch
T,jet ∈ [10, 20],

[20, 30], [30, 50] et [50, 100] GeV/c (de la gauche vers la droite) dans les collisions pp à
√

s = 5.02 TeV
comparées aux prédictions théoriques données par les générateurs MC JETSCAPE, PYTHIA8 et POWHEG.
Sur les sous-panneaux du haut sont représentés chacune des distributions tandis que ceux du bas
représentent les rapports entre les ajustements des distributions mesurées et prédites.
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Figure 13: Corrected Drecoil(pT,ch jet) distributions measured for R = 0.2, 0.4, and 0.5 in Pb–Pb collisions atp
sNN = 5.02 TeV, compared to theoretical calculations from JETSCAPE.

ilar pT,ch jet-dependence of IAA(pT,ch jet) for R = 0.5, which is not consistent with the measurement.618

JETSCAPE calculations of IAA(pT,ch jet) are not currently available in the range pT,ch jet < 20 GeV/c.619

A common picture of inclusive high-pT hadron production in the presence of jet quenching in central620

A+A collisions is that it is subject to a bias in the geometric distribution of vertices which generate the621

observed high-pT hadron triggers. This is due to the combined effect of jet quenching and the shapes622

of the jet spectrum and fragmentation function [37, 41, 107–109], which lead to the presumption that623

observed high-pT hadrons arise predominantly from jets generated at the surface of the hot QGP, headed624

outward (“surface bias”).625

Now considering coincidence processes, at LO jet production is a 2 ! 2 process, generating a jet pair626

that is azimuthally back-to-back at same value of pT,ch jet. In this analysis the trigger hadron is most627

likely the leading fragment of a “trigger” jet, and we therefore consider the quantity628

z̃ =
ptrig

T
pT,ch jet

, (6)

the pT-ratio for trigger hadron and recoil jet. In principle, the denominator of this expression for the629

fraction of jet pT carried by a hadron should be pT,jet, i.e. the value of pT for the fully-reconstructed recoil630

jet. However, this analysis is based on the measurement of charged-particle jets, and we therefore utilize631

pT,ch jet, which is a measurable quantity. The value of z̃ is therefore correlated with the jet momentum632

fraction carried by the trigger hadron, but with numerical value that is shifted higher on average and633

smeared relative to that in which pT,jetis used.634

Since the “surface bias” argument outlined above is based on the shape of the high-z (high momentum635

fraction) tail of the Fragmentation Function, further insight into the rising trend of IAA(pT,ch jet) at large636

pT,ch jet seen in Fig. 15 may be achieved by varying the value of the hadron trigger pT range for the637

TTsig-selected event population, i.e. by varying z̃ for fixed pT,ch jet. For the semi-inclusive observable638

in this analysis, strong surface bias of the hadron trigger corresponds to longer average in-medium path639
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Figure 3.19: Distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
corrigées pour R = 0.2 (gauche), 0.4 (milieu), 0.5 (droite) en colli-

sions Pb–Pb à
√

sNN = 5.02 TeV comparées aux prédictions théoriques données par le générateur MC
JETSCAPE. Sur les panneaux du bas sont représentés les rapports entre les ajustements des distributions

en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
mesurées et prédites.

Les prédictions de JETSCAPE décrivent correctement les distributions en IAA

(
pch

T,jet

)
mesurées pour

R = 0.2 et 0.4 dans la région pch
T,jet > 20 GeV/c, y compris la tendance ascendante pour pch

T,jet > 60 GeV/c.

JETSCAPE prédit une dépendance en pch
T,jet similaire de IAA

(
pch

T,jet

)
pour R = 0.5 mais qui n’est

cependant pas compatible avec la mesure. La région pch
T,jet < 60 GeV/c n’est pour lors pas accessible aux

prédictions de JETSCAPE.
Comme explicité dans le paragraphe 3.6.2, le fort biais de surface introduit par le hadron de trigger

correspond à un parcours moyen des jets de recul dans le milieu plus long par rapport à une population
inclusive de jets. Ainsi, un seuil pT,trig plus haut devrait correspondre à un parcours moyen des jets de
recul dans le milieu plus long. Ce comportement est illustré sur la figure 3.22 qui montre la mesure

de IAA

(
pch

T,jet

)
pour différentes valeurs de seuil pT,trig de sélection des événements de la classe TTsig.

On remarque que pour lorsque le seuil augmente, le taux d’accroissement de IAA

(
pch

T,jet

)
à grand

pch
T,jet diminue, correspondant à une plus grande suppression de la production de jets de recul due

au quenching. Ces résultats apportent un éclairage nouveau sur l’hypothèse d’un biais de surface de
la production inclusive de hadrons de haut pT et sur le lien entre perte d’énergie due au quenching
mesurée par des observables impliquant des hadrons inclusifs ou des jets reconstruits.

3.6.4 Modification de la forme des jets

Le rapport des taux de production semi-inclusive de jets de recul ∆recoil

(
pch

T,jet

)
pour différentes valeur

de R permet de sonder avec précision la forme des jets. Ce rapport, construit aussi bien à partir des
mesures expérimentales que des calculs théoriques, permet en effet de neutraliser pour une large part,
les incertitudes systématiques corrélées [241, 242, 243, 244]. En collisions pp, ces rapports sont sensibles
aux corrections QCD d’ordres supérieurs, tandis qu’en collisions Pb–Pb, ils permettent de quantifier la
modification de la forme des jets due au milieu sur une vaste gamme cinématique démarrant à bas pch

T,jet.

La figure 3.23 montre le rapport des distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
pour des collisions pp à

√
s =

5.02 TeV. Ce rapport inférieur à un pour pch
T,jet > 15 GeV/c, croît lorsque pch

T,jet diminue pour atteindre

l’unité à pch
T,jet ∼ 10 GeV/c. Les distributions mesurées sont en bon accord avec les résultats des

calculs basés sur PYTHIA et JETSCAPE (dans le vide). Malgré des calculs d’éléments de matrice
bornés au premier ordre seulement, l’incorporation dans ces générateurs d’événements Monte Carlo
d’une cascade partonique complétée par un modèle d’hadronisation garantit la bonne description des
données. Les rapports des sections efficaces inclusives pour différentes valeurs de R à

√
s = 5.02 TeV et√

s = 13 TeVsont également représentés sur la figure 3.23. Alors que ces rapports sont compatibles entre
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Figure 14: Corrected Drecoil(Dj) distributions for Pb–Pb collisions at
p

sNN = 5.02 TeV, for R = 0.2, 0.4, and 0.5,
in several pT,ch jet bins: [10,20], [20,30], [30,50], and [50,100] GeV/c. Calculations based on JETSCAPE are also
shown. (For IRC: different approaches to more clearly represent theory are being investigated.)
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Figure 3.20: Distributions en ∆recoil (∆φ) corrigées pour R = 0.2 (haut), 0.4 (milieu), 0.5 (bas) pour pch
T,jet ∈ [10, 20],

[20, 30], [30, 50] et [50, 100] GeV/c (de la gauche vers la droite) dans les collisions Pb–Pb à
√

sNN =
5.02 TeV comparées aux prédictions théoriques données par le générateur MC JETSCAPE. Sur les sous-
panneaux du haut sont représentés chacune des distributions tandis que ceux du bas représentent les
rapports entre les ajustements des distributions mesurées et prédites.
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Figure 15: IAA(pT,ch jet) from the Drecoil distributions measured for R = 0.2, 0.4, and 0.5 in central Pb–Pb (Fig. 13)
and pp collisions (Fig. 11), compared to calculations based on JETSCAPE and JEWEL.
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Figure 3.21: IAA

(
pch

T,jet

)
à partir des distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
mesurées pour R = 0.2 (haut), 0.4 (milieu), 0.5

(bas) en collisions Pb–Pb centrales (cf. figure 3.19) et pp (cf. figure 3.17). Les prédictions théoriques
données par les générateurs MC JETSCAPE et JEWEL sont également représentées.
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length for the recoil jet population relative to an inclusive jet population [41], so that varying the surface640

bias will also vary the distribution of in-medium path length for the recoil jet population. In particular,641

higher ptrig
T threshold (larger z̃) should correspond to larger average in-medium recoil path length.642

20 40 60 80 100 120 140

)c (GeV/
T,ch jet

p

0

0.5

1

1.5

2

2.5

A
A

I TT[20,50]

TT[15,20]

TT[20,30]

TT[30,50]

ALICE

 = 5.02 TeV
NN

s

TkCh-particle jets, anti-

| < 0.7
jet

η = 0.2, |R

| < 0.6π − ϕ∆| dotted lines: JETSCAPE (Matter+LBT)

20 40 60 80 100 120 140

)c (GeV/
T,ch jet

p

0

0.5

1

1.5

2

2.5

A
A

I TT[20,50]

TT[15,20]

TT[20,30]

TT[30,50]

ALICE

 = 5.02 TeV
NN

s

TkCh-particle jets, anti-

| < 0.5
jet

η = 0.4, |R

| < 0.6π − ϕ∆| dotted lines: JETSCAPE (Matter+LBT)

Figure 16: IAA(pT,ch jet) for R = 0.2 and 0.4, for various signal TT selections. The data points have been displaced
for clarity, and the horizontal dotted lines indicate the bin edges.

Figure 16 shows IAA(pT,ch jet) measured for several choices of ptrig
T threshold for the TTsig event selec-643

tion. As the threshold is raised, corresponding to larger z̃, the rate of increase in IAA(pT,ch jet) at large644

pT,ch jet diminishes. As noted, larger z̃ may correspond to larger in-medium average recoil path length,645

with corresponding larger recoil yield suppression due to quenching. Fig. 16 provides new insight into646

the nature of the conjectured “surface bias” for inclusive high-pT hadron production, and the interplay647

between energy loss due to quenching as measured by inclusive hadron and reconstructed jet observables.648

9.4 Jet shape modification: R-dependence of Drecoil(pT,ch jet)649

The ratio of inclusive jet cross sections or semi-inclusive jet yields at different values of R provides a650

precise probe of jet shape, since there is significant cancellation of correlated uncertainties in the ratio651

for both experimental measurements and theoretical calculations [10, 110–112]. In pp collisions, such652

ratios are sensitive to high-order pQCD effects (refs). In A+A collisions, they provide experimentally653

robust probes of medium-induced modification of jet shapes over a broad kinematic range, including low654

pT,jet (refs).655
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Figure 3.22: IAA

(
pch

T,jet

)
pour R = 0.2 et 0.4 et différentes classes de TTref. Pour plus de clarté, les points de mesure

ont été légèrement décalés tandis que les lignes verticales pointillées de couleur grise indiquent les limites
des bins. Les prédictions de JETSCAPE sont également représentées pour les mêmes classes de TTref.
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Figure 17: Ratio of Drecoil(pT,ch jet) distributions in pp collisions at
p

s = 5.02 TeV using the data from Fig. 11,
for R = 0.2/R = 0.4 (left) and R = 0.2/R = 0.5 (right), compared to calculations from PYTHIA and JETSCAPE.
The corresponding ratios of cross sections for inclusive jets are also shown at

p
s = 5.02 TeV [47] and

p
s =

13 TeV [113]. The uncertainties in the ratio take into account the correlation of uncertainties between numerator
and denominator.

Figure 17 shows the ratio of Drecoil(pT,ch jet) for pp collisions at
p

s = 5.02 TeV, using the data from656

Fig. 11. The ratio is below unity for pT,ch jet > 15 GeV/c, reflecting the average contour of energy dis-657

tribution within a jet, in which significant energy is carried at distances larger than 0.2 radians relative to658

the jet axis. The ratio rises towards low pT,ch jet and is consistent with unity at pT,ch jet ⇠ 10 GeV/c. The659

measured distributions are well-reproduced by calculation based on PYTHIA and JETSCAPE/vacuum.660

The pT,ch jet-dependence and good agreement with PYTHIA were also observed in [41], where a pQCD661

calculation and NLO was likewise shown to reproduce the pT,ch jet-dependence, although not the absolute662

magnitude of the ratio.663

Also shown in Fig. 17 are the R-dependent ratios of inclusive charged jet cross sections at
p

s = 13 TeV [113]664

and, where available,
p

s = 5.02 TeV [47]. The ratios are consistent within uncertainties in the high665

pT,ch jet region of the measurements. The increase in the R-dependent semi-inclusive yield ratio towards666

unity as pT,ch jet is lowered is however the opposite to the behavior of the R-dependent ratio of inclusive667

jet cross sections, which decreases with decreasing pT,ch jet. We note that the inclusive charged jet cross668

section ratios are likewise well-described by pQCD and Monte Carlo model calculations [47, 113].669

This difference in low-pT,ch jet behavior of the R-dependent inclusive cross section and semi-inclusive670

yield ratios may be understood in terms of z̃ (Eq. 6). As noted above, at LO the “trigger jet” which671

generates the trigger hadron has the same value of pT,jet as its correlated (fully-reconstructed) recoil672

jet. However, z̃ is defined using pT,ch jet(sect. 9.3), and kT-smearing effects will also smear this strict673

equivalence. For this measurement, LO production therefore corresponds predominantly to values of674

z̃ less than ⇠ 1.5. For the semi-inclusive measurements in Fig. 17, the Signal distribution has ptrig
T >675

20 GeV/c; the region pT,ch jet < 20 GeV/c therefore corresponds to z̃ > 1, in which the LO process676

is suppressed and jet production is dominated by higher-order processes that incorporate hard gluon677

radiation.678

For hard radiation emitted at angles ⇠ 0.2� 0.4 radian to the primary jet axis, jet reconstruction can679

generate two jets for R = 0.2 but only one jet for R = 0.4, thereby increasing the yield ratio at low680

pT,ch jet, as seen in Fig. 17. No such kinematic bias is present in the inclusive population, where the681

R-dependent inclusive cross section at low pT,jet reflects the ensemble-averaged shape of the unbiased682

jet distribution. Since PYTHIA accurately reproduces the ratios for both populations, this picture can683

be further explored using model calculations, though that is beyond the scope of the present work. If684

LO production processes indeed are suppressed in the phase space z̃ > 1, this may provide a new tool685
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Figure 3.23: Rapports des distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
pour R = 0.2/R = 0.4 (gauche) et R = 0.2/R = 0.5 (droite)

en collisions pp à
√

s = 5.02 TeV construits à partir de la figure 3.17 comparés aux prédictions théoriques
de PYTHIA8 et JETSCAPE. Les rapports des sections efficaces de jets inclusifs pour les mêmes rayons de
jets à

√
s = 5.02 TeV [11] et

√
s = 13 TeV [9] sont également représentés.

Semi-incl h+jet run 2 ALICE Collaboration

for controlled generation of a population of ”wide” jets, which are predicted to interact differently on686

average with the QGP than a more inclusive population [114].687
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Figure 18: Ratio of Drecoil(pT,ch jet) distributions with different R for Pb–Pb collisions shown in Fig. 13, together
with the ratios for pp collisions shown in Fig. 17, for R = 0.2/R = 0.4 (left) and R = 0.2/R = 0.5 (right). The
uncertainty in the ratio takes into account the correlation of uncertainties between numerator and denominator.
JETSCAPE calculations for pp and Pb–Pb collisions also shown.

Figure 18 shows the ratio of Drecoil(pT,ch jet) for Pb–Pb collisions at
p

sNN = 5.02 TeV, using the data688

from Fig. 13, compared to the same ratios for pp collisions shown in Fig. 17. At intermediate values689

of pT,ch jet the ratios for Pb–Pb collisions are significantly below those for pp collisions, indicating sig-690

nificant medium-induced jet broadening in that region. However, the results of JETSCAPE calculations691

incorporating jet quenching differ significantly from the measured ratios, indicating that medium-induced692

jet broadening is not accurately modeled in JETSCAPE.693
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Figure 19: Dj distributions for R = 0.2 jets. Upper panels: Drecoil(Dj) in bins of pT,ch jet measured for pp (Fig. 12)
and Pb–Pb collisions (Fig. 14), plotted on the same panel for direct comparison. Lower panels: IAA(pT,ch jet), the
ratio of the pp and Pb–Pb distributions in the corresponding upper panel. JETSCAPE and pQCD calculations are
also shown, see text for details.

Figures 19, 20, and 21 show the Drecoil(Dj) (acoplanarity) distributions measured in selected pT,ch jet bins695

for pp (Fig. 12 and Pb–Pb collisions (Fig. 14), together with their ratio IAA(Dj). A marked medium-696
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Figure 3.24: Rapports des distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
pour R = 0.2/R = 0.4 (gauche) et R = 0.2/R = 0.5 (droite)

en collisions Pb–Pb à
√

sNN = 5.02 TeV construits à partir des données de la figure 3.19 superposés au
rapports obtenus en pp représenté sur la figure 3.23. Les incertitudes sur les rapports tiennent compte
de la corrélation entre les incertitudes du numérateur et du dénominateur. Les prédictions théoriques
données par JETSCAPE en collisions pp et Pb–Pb sont également représentées.

eux compte tenu des incertitudes dans la région des hauts pch
T,jet, leurs comportements divergent lorsque

pch
T,jet diminue, le rapport semi-inclusif ayant tendance à croître. Cette différence de comportement

peut s’expliquer par la région en z sondée par la mesure. À l’ordre dominant, les valeurs z sont
typiquement inférieures à ∼ 1.5. Cette mesure qui est effectuée avec un pT,trig > 20 GeV/c, couvre quant
à elle des valeurs de z supérieures à 1 lorsque pch

T,jet < 20 GeV/c. Dans cette région prédominent des
processus aux ordres supérieurs où un gluon énergétique est émis à grand angle par rapport à l’axe
du jet primaire. Deux jets de rayon R = 0.2 sont alors reconstruits mais un seul jet de rayon R = 0.4,
s’ensuit une augmentation du rapport semi-inclusif à bas pch

T,jet comme observé sur la figure 3.23. Un
tel biais cinématique n’est pas présent dans la population inclusive où la forme de la section efficace
de production de jets à bas pch

T,jet est donnée par les seules moyennes d’ensemble. PYTHIA décrivant
bien ces rapports pour les deux populations, ce comportement à z > 1, favorisant la production de
processus aux ordres supérieurs à l’origine de jets “étendus”, pourrait s’avérer être un outil puissant de
caractérisation du QGP puisque de tels jets interagissent différemment avec lui en comparaison de ceux
de la population inclusive [76].

La figure 3.24 montre les rapports des distributions en ∆recoil

(
pch

T,jet

)
pour des collisions Pb–Pb à

√
sNN = 5.02 TeVobtenus à partir des données de la figure 3.19 comparées aux mêmes rapports calculés

pour des collisions pp présentés sur la figure 3.17. Pour des valeurs intermédiaires de pch
T,jet, les rapports

pour les collisions Pb–Pb sont sensiblement inférieurs à ceux obtenus pour les collisions pp, révélant
un important élargissement des jets dans cette région. Ces résultats ne sont cependant pas décrit par
JETSCAPE, ce qui démontre que la description du jet quenching dans ce modèle reste à parfaire.
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3.6.5 Acoplanéité

La figure 3.25 montre les distributions en ∆recoil (∆φ) pour différents intervalles en pch
T,jet en collisions

pp et Pb–Pb, ainsi que leurs rapports IAA (∆φ). Un net élargissement de l’acoplanéité dû au milieu est
observé à bas pch

T,jet pour R = 0.4 et 0.5 mais pas pour R = 0.2. Si on s’attarde au cas R = 0.4, pour

pch
T,jet ∈ [30, 50] GeV/c, on observe une suppression de IAA qui est essentiellement indépendante de ∆φ.

Pour pch
T,jet ∈ [30, 50] GeV/c, une suppression est observée autour de ∆φ ∼ π qui s’atténue lorsqu’on

s’éloigne de π. Dans le même temps, pour pch
T,jet ∈ [10, 20] GeV/c, on observe un excès qui augmente

lorsqu’on s’éloigne de π. Cet excès semble être limité à l’intervalle pch
T,jet ∈ [10, 20] GeV/c pour R = 0.4

et 0.5.
Les distributions en IAA (∆φ) pour pch

T,jet ∈ [30, 50] GeV/c sont bien décrites, sur certains intervalles
en ∆φ, par un calcul pQCD à l’ordre dominant avec resommation de Sudakov [245]. Dans ce calcul,
l’effet de l’élargissement dû au milieu est modélisé par une distribution Gaussienne gouvernée par le
coefficient de transport q̂. On notera cependant la faible dépendance avec la valeur de q̂ dans la région
de comparaison. Des calculs pour le reste de l’intervalle en ∆φ mesuré nécessiteraient d’inclure un
développement perturbatif à l’ordres supérieur qui est pour lors hors de portée. JETSCAPE prédit quant
à lui une suppression plus forte que celle observée dans l’intervalle pch

T,jet ∈ [20, 30] GeV/c et coïncide

avec les données pour pch
T,jet ∈ [30, 50] GeV/c. JEWEL fournit, enfin, une bonne description des données

à la fois pour pch
T,jet ∈ [20, 30] GeV/c et pch

T,jet ∈ [30, 50] GeV/c. Aucune prédiction n’est disponible pour

pch
T,jet ∈ [10, 20] GeV/c.

3.6.6 Conclusions

Un certain nombre d’effets remarquables dus au milieu ont été mis en évidence par ces mesures
semi-inclusives, à savoir :

• une suppression des jets de recul dans la région des impulsions transverses intermédiaires
(pch

T,jet ∈ [20, 60] GeV/c) ;

• un élargissement significatif des jets de recul dans la région des impulsions transverses intermédi-
aires ;

• un excès observé pour la première fois, décrit au paragraphe 3.25, de jets de recul accompagné
d’un élargissement de l’acoplanéité à basse impulsion transverse (pch

T,jet ∈ [10, 20] GeV/c) et grand

R, qui s’atténue rapidement à haut pch
T,jet et petit R.

Ces mesures offrent de nouvelles perspectives dans l’étude des interactions jet–QGP. Le raffinement des
modèles ainsi que des analyses globales s’appuyant des méthodes d’inférence statistiques bayésiennes
permettront d’acquérir une compréhension physique cohérente de la dynamique des jets se propageant
dans un QGP.
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average with the QGP than a more inclusive population [114].687
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Figure 18: Ratio of Drecoil(pT,ch jet) distributions with different R for Pb–Pb collisions shown in Fig. 13, together
with the ratios for pp collisions shown in Fig. 17, for R = 0.2/R = 0.4 (left) and R = 0.2/R = 0.5 (right). The
uncertainty in the ratio takes into account the correlation of uncertainties between numerator and denominator.
JETSCAPE calculations for pp and Pb–Pb collisions also shown.

Figure 18 shows the ratio of Drecoil(pT,ch jet) for Pb–Pb collisions at
p

sNN = 5.02 TeV, using the data688

from Fig. 13, compared to the same ratios for pp collisions shown in Fig. 17. At intermediate values689

of pT,ch jet the ratios for Pb–Pb collisions are significantly below those for pp collisions, indicating sig-690

nificant medium-induced jet broadening in that region. However, the results of JETSCAPE calculations691

incorporating jet quenching differ significantly from the measured ratios, indicating that medium-induced692

jet broadening is not accurately modeled in JETSCAPE.693
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Figure 19: Dj distributions for R = 0.2 jets. Upper panels: Drecoil(Dj) in bins of pT,ch jet measured for pp (Fig. 12)
and Pb–Pb collisions (Fig. 14), plotted on the same panel for direct comparison. Lower panels: IAA(pT,ch jet), the
ratio of the pp and Pb–Pb distributions in the corresponding upper panel. JETSCAPE and pQCD calculations are
also shown, see text for details.

Figures 19, 20, and 21 show the Drecoil(Dj) (acoplanarity) distributions measured in selected pT,ch jet bins695

for pp (Fig. 12 and Pb–Pb collisions (Fig. 14), together with their ratio IAA(Dj). A marked medium-696
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Figure 20: Same as Fig. 19, for R = 0.4.
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Figure 21: Same as Fig. 19, for R = 0.5.
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Figure 3.25: ∆recoil (∆φ) pour R = 0.2 (haut), R = 0.4 (milieu) et R = 0.5 (bas). Les sous-panneaux du haut montrent
les valeurs de ∆recoil (∆φ) pour différents intervalles de pch

T,jet mesurées en collisions pp et PbPb tandis que
les sous-panneaux du bas montrent les valeurs de IAA (∆φ) correspondantes comparées aux prédictions
théoriques données par JETSCAPE, JEWEL et un calcul pQCD.



Part IV

P E R S P E C T I V E S

La Collaboration ALICE prépare deux jouvences qui seront installées pendant le troisième
arrêt prolongé du LHC (2026–2028). Le premier projet consiste à remplacer les trois couches
les plus internes du détecteur ITS par des couches cylindriques formées de capteurs mono-
lithiques à pixels actifs courbés de grandes dimensions (taille d’une galette de silicium).
Cette technologie permettra d’obtenir un détecteur dont l’épaisseur de matière est plus faible
que jamais et qui offrira des performances inégalées en matière de vertexing. Le second
projet ajoutera un concept novateur de calorimètre électromagnétique Si–W à grande rapidité
(FoCal) dont la haute résolution spatiale permettra la séparation des gerbes de photons
rapprochées. Cette partie présente les perspectives de physique attendues pour ces deux
projets.
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4.1 introduction

Le détecteur ALICE a récemment fait l’objet d’une jouvence majeure [246] qui comprenait l’installation
d’un nouveau système de trajectographe interne (ITS2) basé sur des capteurs monolithiques CMOS à
pixels actifs (MAPS) [247]. L’ITS2 améliorera les performances pour les mesures des saveurs lourdes,
ouvrant ainsi de nouvelles perspectives pour accéder aux propriétés microscopiques du plasma quarks–
gluons formé lors des collisions d’ions lourds. Cependant, les progrès récents de la technologie MAPS
permettent désormais d’envisager une nouvelle jouvence (ITS3 [12]), prévue pour le Long Shutdown
3 (LS3) du LHC, qui augmentera encore les performances en résolution spatiale rendant accessible de
nouvelles observables fondamentales. En particulier, les mesures de mésons et de baryons contenant
un mélange de quarks étranges et lourds, tels que le B0

s et le Ξ+
c , deviendront accessibles en collisions

d’ions lourds avec ITS3. La courte durée de vie de ces particules rares (par ex. cτ ≈ 135 µm pour
le Ξ+

c ), les faibles rapports d’embranchement des canaux de désintégration reconstruits et le grand
fond combinatoire requièrent la meilleure résolution de pointage possible pour assurer une bonne
séparation entre le vertex primaire et secondaire. L’amélioration significative attendue sur la mesure de
la production de hadrons lourds, de même que sur celle des jets chargés, se répercuteront directement
sur la qualité des mesures de jets de quarks lourds décrites au paragraphe 3.3.1. Par rapport aux
mesures de particules individuelles, la reconstruction de jets contenant des hadrons lourds (eux-mêmes
entièrement reconstruits dans un canal de désintégration donné), méthode complémentaire à celle basée
sur une approche algorithmique d’étiquetage développé au paragraphe 3.3, permet des études plus
différentielles pour caractériser la production et la fragmentation des quarks lourds. Les propriétés
cinématiques des jets sont plus proches de celles du quark lourd parent, par rapport à la mesure
des hadrons lourds individuels. Par conséquent, en mesurant les propriétés cinématiques des jets
contenant des hadrons lourds, on réduit la dépendance à l’égard des détails de la fragmentation, qui
est un phénomène hautement non-perturbatif, entaché de grandes incertitudes [223]. L’étude de la
fragmentation des jets de quarks lourds peut également révéler des informations sur le mécanisme de
production des quarks lourds [248, 249]. Une observable particulièrement pertinente est la fraction (z∥)
de la quantité de mouvement du jet (⃗pjet) transportée par le hadron lourd (HQ) le long de la direction de
l’axe du jet :

z∥ =
p⃗jet · p⃗HQ

p⃗jet · p⃗jet
(4.1)

Des études sur les jets de c, contenant des mésons D∗±, ont été réalisées en collisions pp au RHIC à√
s = 200 GeV par la Collaboration STAR [250], au SPS du CERN à

√
s = 630 GeV par la Collaboration

UA1 [249], au LHC à
√

s = 7 TeV par la Collaboration ATLAS [251] et dans des collisions pp̄ au Tevatron
à
√

s = 1.8 TeV par la Collaboration CDF [248]. Ces mesures ont montré que la distribution en z∥ est
maximale pour les faibles valeurs de z∥. L’excès observé par l’expérience STAR à faible z∥ ne peut pas
être décrit par des générateurs d’événements Monte Carlo qui incluent uniquement le processus de
création de paires de quarks c à l’ordre dominant (gg/qq̄ → cc̄). De plus, la forme des distributions
mesurées par ATLAS est en désaccord avec les prédictions de divers générateurs d’événements Monte
Carlo pour de petites valeurs de z∥. En revanche, les distributions z∥ à

√
s = 7 TeV mesurées par la

Collaboration ALICE sont en bon accord avec les calculs pQCD d’ordre supérieur et avec les prédictions
de divers générateurs d’événements de Monte Carlo [252]. Ces observations ont montré la nécessité
d’affiner le modèle et suggèrent l’importance de la contribution des processus d’ordre supérieur à
la production de quarks c, par exemple les données de l’expérience ATLAS peuvent être décrites en
augmentant la fonction de fragmentation du gluon vers le méson D [253]. Il convient de noter que les
mesures des expériences ALICE et ATLAS ont utilisé des méthodes expérimentales et des techniques de
correction différentes, comme indiqué dans [252].

Compte tenu de leur masse élevée, la production de quarks lourds dans les processus mous se
produisant pendant la phase de formation des hadrons est considérée comme négligeable. Ces processus
déterminent plutôt, selon les propriétés du système, les abondances relatives des différentes espèces
de hadrons lourds. Les hadrons lourds peuvent ainsi être utilisés comme des sondes “calibrées” pour
étudier le processus d’hadronisation et les propriétés du système au moment de l’hadronisation. Des

83



84 étude des saveurs lourdes avec its3
8 The ALICE Collaboration

1 10 )c (GeV/
T

p

0.2

0.4

0.6

0.8

1

1.2

1.4

0
 /
 D

+ c
Λ

pp = 5.02 TeVNNs

SHMc + FastReso + corona

Catania

TAMU
PYTHIA 8.243

Monash

CR Mode 2

1 10 )c (GeV/
T

p

0.2

0.4

0.6

0.8

1

1.2

1.4

0
 /
 D

+ c
Λ

Pb−50% Pb−30| < 0.5y|

1 10 )c (GeV/
T

p

0.2

0.4

0.6

0.8

1

1.2

1.4

0
 /
 D

+ c
Λ

ALICE Pb−10% Pb−0

Fig. 3: Baryon-to-meson L+
c /D0 cross-section ratio as a function of pT in 0-10% (left) and 30-50% Pb–Pb

collisions, and in pp collisions (right), compared with expectations from the Catania [81], SHMc [82], and
TAMU [83] models and from the PYTHIA8 event generator with the Monash [77] and CR Mode 2 [79] tunes.
Figure from Ref. [67]

in the right panel of Fig. 3, as well as the X0
c/D0, S0,++

c /D0, W0
c/D0, and L0

b/B baryon-to-meson yield176

ratios are significantly higher in these collisions with respect to the values measured in e+e� colli-177

sions [15, 61–66, 76]. This difference is not described by the default version (Monash tune [77]) of178

PYTHIA8 event generator [78] in which several multiple parton interactions (MPI) occur in pp collisions179

but hadronisation is modelled via the fragmentation of strings formed almost independently from the par-180

tons produced in each MPI (”leading-colour approximation”). Releasing such assumption, an improved181

version of colour-reconnection (CR-Mode 2 [79]) allows to describe the L+
c /D0 data. This, together182

with the observed evolution of the pT-differential L+
c /D0 ratio with the multiplicity of charged particles183

produced in the event [76], highlights a strong dependence of the hadronisation process on the system184

properties, already in small collision systems. High-energy nucleus–nucleus collisions offer a unique185

opportunity to study hadronisation in an extended system with a high density of light quarks and gluons186

that can be reasonably assumed to be in local thermodynamic equilibrium [80]. This system has features187

opposite to those characterising e+e� collisions for which the concepts of thermal and kinetic equilib-188

rium are not applicable event-by-event. Since long it was suggested that in the QGP hadrons may form189

differently than in “vacuum-like” systems as e+e� collisions [84]. Three main schemes are typically190

used in theoretical models to calculate the yields of different heavy-flavour hadron species in heavy-ion191

collisions. The first assumes that the relative abundances of the various heavy-flavour hadron species are192

determined by statistical weights that depend only on the hadron mass and spin, and on the system prop-193

erties (chemical freeze-out temperature and volume) [82]. In the second, heavy quarks can recombine194

(coalesce) with the surrounding light quarks, according to probabilities that, in the Wigner formalism,195

are functions of the phase-space distributions of the heavy and light quarks and of the hadron wave196

function [81, 85]. This recombination is assumed to occur “suddenly” at a given temperature. In both197

the coalescence and statistical approaches the dynamical processes occurring among the quarks forming198

the final hadrons are not described. In the third scheme [83, 86–88], which is also based on quark re-199

combination, rather than an instantaneous projection of quark states onto hadron states, a procedure that200

solves the Boltzmann equation for an ensemble of quarks which are allowed to scatter through hadronic201

states is implemented. The hadrons are given through cross sections with a certain width and the pro-202

cedure allows to conserve naturally 4-momentum, in contrast to the “sudden” coalescence approaches.203

The introduction of quark recombination as an additional hadronisation process other than fragmentation204

alters the relationship between the final-hadron and parent-quark momentum, changing the momentum205

distribution of the final heavy-flavour hadrons, hence modifying the expected RAA and elliptic flow. In206

particular, in all models that can reproduce the large observed v2 of D mesons [36], coalescence is an207

Figure 4.1: Rapport baryon sur méson Λ+
c /D0 en fonction de pT dans le collisions Pb–Pb de centralité 0–10 % (gauche)

et 30–50 % (milieu) et en collisions pp (droite) à l’énergie de 5.02 TeV comparé aux prédictions des modèles
Catania, SHMc et TAMU, ainsi qu’à celles du générateur MC PYTHIA8 avec les paramétrages Monash et
CR Mode 2.

mesures récentes de la production de hadrons lourds dans les collisions pp et Pb–Pb au LHC [254, 255,
256, 257] et dans les collisions Au–Au au RHIC [258], ont montré que les ratios des taux de production
différentiels selon l’impulsion transverse de différentes espèces de hadrons lourds dépendent du système
en collision. De façon inattendue, le rapport Λ+

c /D0 mesuré en collisions pp au LHC (représenté sur le
panneau de droite de la figure 4.1), de même que les rapports Ξ0

c /D0, Σ0,++
c /D0, Ω0

c /D0 et Λ0
b/B, sont

significativement plus élevés que ceux mesurés en collisions e+e−.

Cette différence n’est pas décrite par la version par défaut (utilisant le paramétrage Monash [236]) du
générateur d’événements PYTHIA8, dans laquelle des interactions multiples entre partons (Multiple
Parton Interaction) se produisent dans les collisions pp, mais où l’hadronisation est modélisée par la
fragmentation de cordes formées presque indépendamment des partons produits dans chaque MPI
(approximation dite de la couleur dominante). En s’affranchissant de cette hypothèse, une version
améliorée de la reconnexion de couleur (CR Mode 2 [259]) permet de décrire la mesure du rapport
Λ+

c /D0. Ceci, ainsi que l’évolution observée du rapport Λ+
c /D0 différentiel en pT avec la multiplicité

des particules chargées produites dans l’événement [260], met en évidence une forte dépendance du
processus d’hadronisation à l’égard les propriétés du système, déjà dans les petits systèmes de collisions.
Les collisions noyau–noyau à haute énergie offrent une occasion unique d’étudier l’hadronisation dans
un système étendu avec une forte densité de quarks et de gluons légers dont on peut raisonnablement
supposer qu’ils sont en équilibre thermodynamique local [261]. Ce système présente des caractéristiques
opposées à celles des collisions e+e− pour lesquelles les concepts d’équilibre thermique et cinétique ne
sont pas applicables événement par événement. Depuis longtemps, il a été suggéré que dans le QGP,
les hadrons peuvent se former différemment que dans les systèmes “semblables au vide” comme les
collisions e+e− [262]. Trois schémas principaux sont généralement utilisés dans les modèles théoriques
pour calculer les taux de production des différentes espèces d’hadrons lourds dans les collisions d’ions
lourds. Le premier suppose que les abondances relatives des différentes espèces d’hadrons lourds sont
déterminées par des poids statistiques qui ne dépendent que de la masse et du spin des hadrons, ainsi
que des propriétés du système (température de gel chimique et volume) [263]. Dans la second, les
quarks lourds peuvent se recombiner par coalescence avec les quarks légers environnants, selon des
probabilités qui, dans le formalisme de Wigner, dépendent des distributions des quarks lourds et légers
dans l’espace des phases et de la fonction d’onde du hadron [264, 265]. Cette recombinaison est supposée
se produire “soudainement” à une température donnée. Dans ces deux approches, statistique et par
coalescence, les processus dynamiques se produisant parmi les quarks formant les hadrons finaux ne
sont pas décrits. Dans le troisième schéma [266, 267, 268, 269], également basé sur la recombinaison
des quarks, au lieu d’une projection instantanée des états des quarks sur les états des hadrons, une
procédure qui résout l’équation de Boltzmann pour un ensemble de quarks autorisés à diffuser au travers
des états hadroniques est mise en œuvre. Les hadrons sont donnés par des sections efficaces d’une
certaine largeur et la procédure permet de conserver naturellement le quadrivecteur énergie-impulsion,
contrairement aux approches de coalescence “soudaine”. L’introduction de la recombinaison des quarks
en tant que processus d’hadronisation en plus du traditionnel mécanisme de fragmentation modifie
la relation entre le moment du hadron final et celui du quark parent, ce qui modifie la distribution
du moment des hadrons lourds finaux et, par conséquent, le RAA et le flux elliptique attendus. En
particulier, dans tous les modèles capables de reproduire le grand v2 observé des mésons D [270], la
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coalescence est un mécanisme important par lequel les mésons D acquièrent une grande anisotropie
azimutale, héritant en partie de celle des quarks légers. Alors que la coalescence représente un mécanisme
concurrent de la diffusion des quarks c pour générer le v2 des mésons D, la modification des abondances
relatives des différentes espèces de hadrons lourds par rapport à celles mesurées en collisions pp
représente une véritable prédiction des modèles de coalescence qui peut être directement confrontée à la
mesure. En particulier, les modèles d’hadronisation statistique et de coalescence prévoient tous deux une
augmentation de la production de baryons lourds par rapport aux mésons lourds et de mésons étranges
par rapport aux mésons non étranges.

Expérimentalement, seul le rapport Λ+
c /D0 a été mesuré dans les collisions Pb–Pb au LHC [271, 272,

273] et Au–Au au RHIC [258]. Dans la figure 4.1, le rapport Λ+
c /D0 mesuré par l’expérience ALICE

dans les collisions Pb–Pb de centralité 0–10 % (panneau de gauche) et 30–50 % (panneau du milieu) est
comparé aux prédictions théoriques. Malgré les valeurs distinctes prédites par les différents modèles,
les grandes incertitudes expérimentales et théoriques ne permettent pas de privilégier un des modèles
SHM [263], Catania [264] et TAMU [266], qui sont basés sur les trois approches décrites plus haut. Des
mesures plus précises paraissent alors nécessaires : la mesure de la production de Λ+

c a été l’une des
principales motivations pour la jouvence le détecteur ALICE pour le Run 3 du LHC. De même, les
mesures disponibles de la production de mésons D+

s prompts et non prompts [257, 274] et de mésons
B0

s [275] ne fournissent que de simples indications de la présence d’une augmentation de la production
de mésons lourds étranges par rapport aux mésons non étranges. Comme nous le verrons dans les
sections suivantes, l’installation de l’ITS3 est fondamentale pour atteindre la précision requise afin de
contraindre les modèles. L’ITS3 permettra également de mesurer pour la première fois la production
du baryon charmé étrange Ξc dans les collisions Pb–Pb. Cette particule constituera un test essentiel car
sa production peut être influencée par les processus responsables de l’augmentation de la production
de baryons, ainsi que par l’abondante production de quarks étranges dans le milieu [276, 263, 277, 278,
279, 280, 281]. Les larges échantillons d’événements minimum-bias collectés au cours des Run 3 et 4

du LHC ouvriront la voie à des études différentielles en centralité des rapports baryons sur mésons
lourds, en autorisant notamment des mesures de haute précision du rapport Λ+

c /D0 à mi-rapidité
des collisions Pb–Pb les plus centrales aux plus périphériques afin de retracer l’évolution des rapports
depuis les collisions pp de faible multiplicité jusqu’aux multiplicités les plus élevées qui caractérisent les
collisions Pb–Pb centrales. Il s’agit là d’une étape nécessaire pour éclaircir le contraste déroutant entre
la forte variation de la forme du rapport Λ+

c /D0 en fonction de pT et l’apparente constance, dans les
limites des incertitudes, du rapport des taux de production intégrés cette fois en pT [260]. Pour tenter de
mieux comprendre pourquoi, comme le montre le panneau de droite de la figure 4.1, le rapport Λ+

c /D0

mesuré dans les collisions pp (voir références [282, 283]) est confronté au modèle TAMU, dans lequel
l’hadronisation est mise en œuvre sur le mode SHM mais en supposant l’existence d’un grand nombre
de baryons non encore observés [266], et au modèle de Catane [284], qui suppose la formation d’un QGP
de petite taille dans les collisions pp.

Afin de démêler l’impact de plusieurs effets simultanés (effets de matière nucléaire froide, interactions
partoniques dans le QGP, hadronisation, interaction dans la phase hadronique) sur les spectres en
pT des hadrons dans l’état final, la production et l’anisotropie azimutale de différentes espèces de
hadrons doivent être mesurées jusqu’à pT la plus basse possible. La courte durée de vie des hadrons
charmés et beaux (cτ ≈ 60 mm pour le Λ+

c ) nécessite la meilleure résolution spatiale possible sur les
trajectoires des traces au voisinage du point de collision pour permettre l’identification de leurs produits
de désintégration et isoler leurs vertex de désintégration de l’énorme bruit de fond combinatoire résultant
de la présence de milliers de particules dans les collisions Pb–Pb centrales.

La principale avancée technologique exploitée dans l’ITS3 est la technique dite de suture ou stitching,
permettant la construction de capteurs MAPS cylindriques de grandes dimensions (∼ 28 cm × 9.4 cm).
L’amincissement des capteurs (∼ 20 à 50 µm) permet en outre de les plier jusqu’à des rayons d’environ
1.8 cm. La couche de détection la plus interne peut ainsi venir se placer au plus proche du tube
de faisceau dont le rayon est ramené à 16 mm et de cette façon se rapprocher encore plus du point
d’interaction que l’ITS2 (de 23 mm à 18 mm). Le fonctionnement de capteurs monolithiques à pixels
actifs courbés à de tels rayons a été récemment démontré par les résultats obtenus lors de tests sous
faisceau d’un démonstrateur basé sur la puce ALPIDE [285]. L’installation d’ITS3 pendant le LS3 du
LHC permettra de collecter des données au cours du Run 4 du LHC correspondant, selon le calendrier
actuel, à des luminosités intégrées de 6.8 nb−1 en collisions Pb–Pb, 0.5 pb−1 en collisions pPb et 3 pb−1

en collisions pp à l’énergie de référence. Le détecteur ITS3 ouvrira également la voie à l’expérience
ALICE 3 [286, 287], qui devrait être opérationnelle pour le Run 5 du LHC, dont le détecteur de vertex
interne sera conçu en exploitant les concepts et la technologie d’ITS3.

Dans ce chapitre, après avoir décrit le concept innovant du détecteur ITS3, nous décrirons comment
les capacités de l’expérience ALICE pour la mesure des baryons lourds et des hadrons lourds de contenu
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Upgrade of the Inner Tracking System during LS3: study of physics performance 5

2 Detector layout, simulation, and performance82

The key idea behind the ITS3 Upgrade project is to reduce the material budget of the inner barrel tracking83

layers by installing three truly cylindrical silicon pixel layers based on ultra-thin curved sensors. In84

addition, the pointing resolution is further improved by the installation of a new beampipe with a smaller85

radius allowing to move the first layer closer to the primary vertex. The main characteristics of the86

ITS1 [9], ITS2 [3], and ITS3 [4] detectors are summarised in Tab. 1.87

Table 1: Main characteristics of the ITS1, ITS2, and ITS3 detectors.

inner layers ITS1 ITS2 ITS3
X/X0 1.14% 0.38% ⇡ 0.05%
innermost radius 39 mm 22 mm 18 mm
pixel size 50⇥425 µm2 30⇥30 µm2 ⇡ 15⇥15 µm2

Figure 1 shows an engineering model of the foreseen geometry, as well as its implementation in the88

simulations and the azimuthal distribution of the material budget. As can be seen, the material budget is89

essentially only given by the active silicon with just a small additional contribution by the carbon foam90

spacer. Overall, this results in a reduction of the j-averaged material budget from 0.38% per layer to91

around 0.05%.92

Fig. 1: (Left) Engineering model of one of the outer layers of the foreseen geometry. (Middle) Implementation of
the geometry in the O2 software package. (Right) Azimuthal distribution of the material budget.

The resulting improvements in terms of pointing resolution and tracking efficiency for low momentum93

particles are shown in Fig. 2. Most notably, the pointing resolution is expected to improve by a factor of94

two. These numbers are based on an analytic parametrisation of the tracking performance assuming only95

the sensitive volumes. They have been verified in full simulations for a geometry without the carbon96

foam spacers [4]. In a further dedicated study, it was verified that the pointing resolution is expected to97

deteriorate by at most 20% for the small fraction of tracks passing fully through the carbon foam support.98

For the majority of the studies presented here, these improvements were propagated to the ALICE sim-99

ulation framework by overwriting the track parameters at the primary vertex and the corresponding co-100

variance matrix elements. Since these changes are applied on the reconstructed track level in simulations101

performed with the ITS2 geometry, they can be easily switched on and off and thus a direct comparison102

of ITS2 and ITS3 with the same events and tracks is possible. This method is referred to as the improver-103

task-method or hybrid in the following and was applied in two Monte Carlo simulations of central Pb–Pb104

collisions at
p

sNN = 5.02 TeV done with HIJING event generator [10] and the GEANT3 [11] trans-105

port code for propagating the particles through the detector material. Signals of interest (heavy-flavour106

Figure 4.2: À gauche : maquette d’une des couches externes d’ITS3. Au milieu : mise en œuvre de la géométrie dans
la simulation. À droite : distribution azimutale de l’épaisseur de matière.

étrange seront améliorées grâce à l’installation d’ITS3 avec pour objectif d’en étudier la production à
l’intérieur des jets.

4.2 le détecteur its3

L’idée clé derrière le projet de jouvence ITS3 est de réduire l’épaisseur de matériel en remplaçant les
trois couches les plus internes du trajectographe par des couches véritablement cylindriques formées de
capteurs à pixels de silicium incurvés ultra-fins. La résolution de pointage sera également améliorée
par l’installation d’un nouveau tube de faisceau avec un rayon plus petit permettant de rapprocher la
première couche du vertex primaire. Les principales caractéristiques des détecteurs ITS1 [163], ITS2 [247]
et ITS3 [12] sont résumées dans le tableau 4.1.

couches internes its1 its2 its3

X/X0 1.14 % 0.38 % ≈ 0.05 %

Rayon de la couche la plus
interne

39 mm 22 mm 18 mm

Dimensions du pixel 50 × 425 µm2 30 × 30 µm2 ≈ 15 × 15 µm2

Table 4.1: Caractéristiques principales des détecteurs ITS1, ITS2 et ITS3.

La figure 4.2 montre un modèle d’ingénierie de la géométrie prévue du détecteur ITS3, ainsi que son
implémentation dans les simulations et la distribution azimutale du budget de matière. Comme on
peut le constater, le budget matière est essentiellement donné par le silicium du capteur avec une légère
contribution supplémentaire de l’entretoise en mousse de carbone. Globalement, cela se traduit par une
réduction du budget matière moyen en azimut de 0.38 % par couche à environ 0.05 %.

Les améliorations qui en résultent sur la résolution de pointage et l’efficacité de trouver des trajectoires
de basse impulsion sont présentées sur la figure 4.3. En particulier, on note que la résolution de pointage
obtenue à l’aide d’ITS3 sera améliorée d’un facteur deux.

4.3 mesure des baryons Λ+
c

L’amélioration de la reconstruction des baryons charmés Λ+
c dans le canal de désintégration Λ+

c →
pK−π+ correspond à un canal de référence majeur. Il servira, en outre, de référence pour la mesure
du baryon beau Λ0

b dans le canal de désintégration Λ0
b → Λ+

c π−. Une mesure précise du rapport
Λ+

c /D0 jusqu’à l’impulsion transverse la plus basse possible fournit des informations cruciales sur la
thermalisation et l’hadronisation des quarks c dans le QGP, ainsi que sur le rôle de la recombinaison et
du flot radial. Les premières mesures dans les collisions Pb–Pb à

√
sNN = 5.02 TeV par les Collaborations

ALICE [271, 288] et CMS [272] et dans les collisions Au–Au à
√

sNN = 200 GeV par la Collaboration
STAR [258] indiquent une augmentation du rapport Λ+

c /D0 pour pT < 10 GeV/c et aucune modification
significative pour des pT plus élevés. Cependant, la précision statistique limitée de ces mesures empêche
d’en tirer une conclusion claire.
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Fig. 2: Tracking performance improvement of the ITS3 upgrade with respect to the ITS2. Figure taken from [4].

hadrons, light nuclei, and hypernuclei) were injected on top of the Pb–Pb HIJING event, either by inject-107

ing directly the desired particles or by simulating pp collisions with the PYTHIA6 event generator [12]108

and adding the particles deriving from a charm or beauty quark to the HIJING event. While the hybrid109

approach gives reliable results for all tracks originating from production vertices inside the beampipe110

(such as primary particles and those from weak decays of charm hadrons), it is not reliable for secondary111

particles originating from weak decays of strange particles since the energy loss and propagation over112

long distances in the magnetic field cannot be taken into account. Therefore, the so-called strangeness113

tracking approach, in which weakly decaying hyperons such as W� and X± baryons are directly tracked114

and reconstructed, relies on full simulation studies (see Sect. 5 for details).115

In general, the strangeness tracking approach might allow for a large performance gain in the reconstruc-116

tion of certain charm-baryon decay channels, as X0
c ! X�p+ and W0

c ! W�p+. As a novel technique117

that was first developed within the context of the ITS3 Upgrade, it is presented as an outlook in this118

document. Due to the short hyperon lifetimes, for instance ct ⇡ 2.461 cm for the W� baryon, it might be119

best exploited with additional layers respective to the default layout presented earlier. In particular, the120

addition of another layer between the 3rd and 4th layers is considered. This option might also be achieved121

by keeping the third layer of the ITS2 detector in the setup.122

On top of the ITS, the main detectors exploited in the analyses presented in this note are the Time123

Projection Chamber (TPC) for tracking and particle identification (PID) via the measurement of the124

specific energy loss in the gas, dE/dx, and the Time-Of-Flight detector (TOF) for PID. These detectors,125

along with the whole ALICE apparatus, are described in Ref. [9], while their recent upgrades in view of126

Run 2 at the LHC are presented in Refs. [2, 13, 14].127

Figure 4.3: Résolution en paramètre d’impact dans le plan transverse pour des pions chargés primaires en fonction de
leur impulsion transverse pour ITS2 (bleu) et ITS3 (rouge). Les lignes continues montrent les résultats
obtenus avec une simulation rapide avec ITS seulement tandis que les lignes pointillées montrent ceux
obtenus avec la même simulation rapide pour ITS + TPC. Les symboles ouverts montrent les résultats
avec une simulation complète pour ITS seulement.
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A precise measurement of the L+
c /D0 ratio down to the lowest possible pT provides crucial information255

on the charm-quark thermalisation and hadronisation in the QGP, as well as on the role of recombination256

and radial flow. First measurements in Pb–Pb collisions at
p

sNN = 5.02 TeV by the ALICE and CMS257

Collaborations [67,95,96] and in Au–Au collisions at
p

sNN = 200 GeV by the STAR Collaboration [75]258

indicate an enhancement of the ratio L+
c /D0 for pT < 10 GeV/c and no significant modification for higher259

pT. However, these measurements still have limited statistical precision and prevent a clear conclusion.260
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Fig. 4: Performance of L+
c ! pK�p+ reconstruction in central Pb–Pb collisions at

p
sNN = 5.5 TeV (Lint =

10 nb�1): statistical significance (left) and S/B ratio (right) as a function of pT. Vertical bars represent the statistical
uncertainty on the estimates.

From the experimental point of view, the main issue for the measurement of L+
c baryon is its rather261

short lifetime: the ct of the L+
c is about 59 µm, a factor of 2 smaller than that of the D0 meson. In262

addition, unlike the D0 meson, the L+
c does not have two-prong decays into charged hadrons. The most263

convenient decay channels are L+
c ! pK�p+, which has a large three-prong combinatorial background,264

and L+
c ! pK0

S (K0
s ! p+p�), for which a precise determination of the decay vertex is not possible265

because of the long decay length of the neutral kaon. The former, for which one can better exploit266

improvements of the detector resolution for resolving the primary and decay vertices, is the benchmark267

channel considered in the ITS2 TDR [3] and for the ITS3 Inner Barrel upgrade [4,5], as described in the268

following. The measurement requires very precise tracking and impact parameter resolution, because the269

decay tracks are typically displaced from the main interaction vertex by only a few tens of microns. This270

makes the measurement of the L+
c a powerful benchmark to generally assess the improvement provided271

by the ITS3 in terms of physics performance for heavy-flavour physics.272

A comparison of the performance with ITS2 and ITS3 is shown in Fig. 4 for the statistical significance273

S/
p

S +B (left) and signal-to-background S/B ratio (right) in the 0–10% centrality class, where the274

physics effects influencing L+
c production are expected to be larger. The signal (S) and background (B)275

yields are estimated in an invariant-mass interval of ±3s around the L+
c mass, where s is the invariant-276

mass resolution (about 5 to 15 MeV/c2 depending on pT).277

As for most of the studies reported in this document, the signal is obtained from a prediction of the yields278

in Pb–Pb collisions (dN/dpT) determined by exploiting the available information from data and/or theo-279

retical expectations, and scaling it by the reconstruction efficiency times acceptance (Acc⇥ e) calculated280

from the Monte Carlo simulations described in Sect. 2 and by the number of events corresponding to the281

target integrated luminosity. The estimates reported in Fig. 4 differ from those presented in the ITS3282

Figure 4.4: Signification statistique (gauche) et rapport S/B (droite) en fonction de pT pour la reconstruction du Λ+
c

dans son canal de désintégration Λ+
c → pK−π+ en collisions Pb–Pb centrales (0–10 %) à

√
sNN = 5.5 TeV

(Lint = 10 nb−1). Les barres d’erreur verticales représentent les incertitudes statistiques attendues.

D’un point de vue expérimental, la principale difficulté pour la mesure du baryon Λ+
c est sa durée

de vie très brève : la longueur propre de désintégration (cτ) du Λ+
c est d’environ 59 mm, soit un 2 fois

inférieur à celui du méson D0. En outre, contrairement au méson D0, le Λ+
c n’a pas de désintégration à

deux branches en hadrons chargés. Les canaux de désintégration les plus favorables sont Λ+
c → pK−π+,

de large bruit de fond combinatoire à trois branches, et Λ+
c → pK0

S (K0
S → π+π−), pour lequel une

détermination précise du vertex de désintégration n’est pas possible en raison de la longue distance
de désintégration du kaon neutre. Concernant le premier canal de désintégration, l’amélioration
de la résolution spatiale du détecteur ITS3 pour séparer le vertex primaire des vertex secondaires
sera déterminante. Cette mesure requière une résolution de pointage très précise car les traces de
désintégration secondaires sont généralement déplacées de seulement quelques dizaines de microns
par rapport au vertex primaire. Cela fait de la mesure du Λ+

c une mesure de référence pour évaluer de
manière plus générale l’amélioration des performances pour la physique de la saveurs lourdes apportée
par ITS3.

Une comparaison des performances d’ITS2 et d’ITS3 pour la reconstruction du Λ+
c dans son canal

de désintégration Λ+
c → pK−π+ en collisions Pb–Pb centrales (0–10 %) est présentée à la figure 4.4

quantifiée par la signification statistique S/
√

S + B (à gauche) et le rapport signal sur bruit S/B (à
droite). Le signal (S) et le bruit de fond (B) sont estimés dans un intervalle de masse invariante de ±3σ

autour de la masse du Λ+
c , où σ est la résolution en masse invariante (de l’ordre de 5 à 15 MeV/c2 en

fonction de pT).

La signification statistique est donnée pour une luminosité intégrée Lint = 10 nb−1. L’installation
ITS3 permettra une amélioration d’un facteur d’environ quatre pour la signification statistique et dix
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A precise measurement of the L+
c /D0 ratio down to the lowest possible pT provides crucial information255

on the charm-quark thermalisation and hadronisation in the QGP, as well as on the role of recombination256

and radial flow. First measurements in Pb–Pb collisions at
p

sNN = 5.02 TeV by the ALICE and CMS257

Collaborations [67,95,96] and in Au–Au collisions at
p

sNN = 200 GeV by the STAR Collaboration [75]258

indicate an enhancement of the ratio L+
c /D0 for pT < 10 GeV/c and no significant modification for higher259

pT. However, these measurements still have limited statistical precision and prevent a clear conclusion.260
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Fig. 4: Performance of L+
c ! pK�p+ reconstruction in central Pb–Pb collisions at

p
sNN = 5.5 TeV (Lint =

10 nb�1): statistical significance (left) and S/B ratio (right) as a function of pT. Vertical bars represent the statistical
uncertainty on the estimates.

From the experimental point of view, the main issue for the measurement of L+
c baryon is its rather261

short lifetime: the ct of the L+
c is about 59 µm, a factor of 2 smaller than that of the D0 meson. In262

addition, unlike the D0 meson, the L+
c does not have two-prong decays into charged hadrons. The most263

convenient decay channels are L+
c ! pK�p+, which has a large three-prong combinatorial background,264

and L+
c ! pK0

S (K0
s ! p+p�), for which a precise determination of the decay vertex is not possible265

because of the long decay length of the neutral kaon. The former, for which one can better exploit266

improvements of the detector resolution for resolving the primary and decay vertices, is the benchmark267

channel considered in the ITS2 TDR [3] and for the ITS3 Inner Barrel upgrade [4,5], as described in the268

following. The measurement requires very precise tracking and impact parameter resolution, because the269

decay tracks are typically displaced from the main interaction vertex by only a few tens of microns. This270

makes the measurement of the L+
c a powerful benchmark to generally assess the improvement provided271

by the ITS3 in terms of physics performance for heavy-flavour physics.272

A comparison of the performance with ITS2 and ITS3 is shown in Fig. 4 for the statistical significance273

S/
p

S +B (left) and signal-to-background S/B ratio (right) in the 0–10% centrality class, where the274

physics effects influencing L+
c production are expected to be larger. The signal (S) and background (B)275

yields are estimated in an invariant-mass interval of ±3s around the L+
c mass, where s is the invariant-276

mass resolution (about 5 to 15 MeV/c2 depending on pT).277

As for most of the studies reported in this document, the signal is obtained from a prediction of the yields278

in Pb–Pb collisions (dN/dpT) determined by exploiting the available information from data and/or theo-279

retical expectations, and scaling it by the reconstruction efficiency times acceptance (Acc⇥ e) calculated280

from the Monte Carlo simulations described in Sect. 2 and by the number of events corresponding to the281

target integrated luminosity. The estimates reported in Fig. 4 differ from those presented in the ITS3282

Figure 4.5: Signification statistique (gauche) et rapport S/B (droite) en fonction de pT pour la reconstruction du Λ0
b

dans son canal de désintégration Λ0
b → Λ+

c π− en collisions Pb–Pb centrales (0–10 %) à
√

sNN = 5.5 TeV
(Lint = 10 nb−1). Les barres d’erreur verticales représentent les incertitudes statistiques attendues.

pour le rapport S/B, que l’on peut attribuer à la meilleure résolution de pointage permettant un rejet
plus important du bruit de fond combinatoire et une plus grande efficacité pour la sélection du signal.
La précision obtenue avec ITS3 permettra un meilleur échantillonnage du pic du rapport Λ+

c /D0, peu
contraint par les données actuelles, en particulier dans sa partie inférieure en pT, comme le montre
la figure 4.1. Des mesures différentielles en pT plus fines deviendront également accessibles, avec des
intervalles de 1 GeV/c ou même de 0.5 GeV/c à faible pT, ainsi que les premières mesures du v2 du
Λ+

c . L’échantillonnage plus fin en pT améliorera de plus considérablement la précision de la forme du
spectre, autorisant par là même une détermination précise de la section efficace totale de production de
charme à mi-rapidité et une comparaison avec d’autres espèces de hadrons charmés, qui constituera un
test particulièrement sensible pour étudier les mécanismes d’hadronisation et les effets du flot radial.

4.4 mesure des baryons Λ0
b

L’amélioration des performances de la reconstruction du Λ+
c avec ITS3 se traduira également par une

amélioration significative sur la mesure du Λ0
b dans le canal de désintégration Λ0

b → Λ+
c π−. En raison du

très faible signal, imputable à la fois à une section efficace de production de beauté relativement petite et à
un très faible rapport d’embranchement combiné du canal de désintégration étudié (BR = 0.49 × 6.28 %)
[214], le rapport S/B attendu avant sélection s’avère très petit. Par conséquent, malgré la durée de vie
relativement longue du Λ0

b (cτ ≈ 441 µm [214]) qui favorisera l’identification des candidats, le gain sur
la réjection du bruit de fond garanti par l’installation d’ITS3 est fondamental pour une mesure avec une
précision statistique suffisante.

La figure 4.5 montre le rapport S/B et la signification statistique pour une luminosité intégrée Lint =
10 nb−1 en collisions Pb–Pb (0–10 %). Comme prévu, le gain en signification statistique est plus important
dans la région des faibles impulsions où la longueur de désintégration est plus courte. Une mesure
du Λ0

b à partir de pT = 1 GeV/c jusqu’à environs deux fois sa masse (mΛ0
b
= 5.61960 ± 0.00017 GeV/c2),

région avec la plus haute sensibilité pour distinguer différents modèles de coalescence des quarks [289],
sera possible avec une incertitude statistique inférieure à 10 %.

4.5 mesure des mésons B0
s

Comme expliqué dans l’introduction de ce chapitre, compte tenu de l’interdépendance entre la production
accrue de quarks étranges et les mécanismes de perte d’énergie dans le milieu des quarks b, la mesure de
hadrons beaux étranges s’avère être une sonde pertinente pour l’étude des mécanismes d’hadronisation
des quarks b dans les collisions d’ions lourds. L’hadronisation par coalescence dans le QGP riche en
étrangeté devrait conduire à une augmentation importante des hadrons étranges de saveurs lourdes,
comme les mésons D+

s et B0
s [290, 291, 278]. La mesure de la production de mésons B0

s dans les collisions
Pb–Pb par la Collaboration CMS [275, 292] semble indiquer une augmentation de la production de
mésons B0

s par rapport à celle de mésons B non étranges dans les collisions Pb–Pb par rapport aux
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s selection efficiency for the ITS2 and ITS3 setup, both optimised to have a high expected statistical
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Pb–Pb collisions, for the ITS2 and ITS3 setup in blue and red, respectively. The dashed line indicates a significance
of three, considered the minimum for an observation. Right: ratio of the expected B0

s significance with the ITS3
and ITS2 setups.

ing from the raw-yield extraction and from the generated pT shape were evaluated to be 6% and 1–4%,398

respectively. The uncertainties of the pp reference were not included, considering them small compared399

to the uncertainties on the measurement in Pb–Pb collisions. The central points were assumed to be equal400

to the prediction of the TAMU model [101], shown in the figure. The TAMU prediction for non-strange B401

mesons is also displayed for comparison. Assuming a better precision due to the larger statistical sample402

for non-strange B mesons, it is expected that the precision on the B0
s measurement achievable with the403

ITS3 will be sufficient to discriminate between the predicted difference of non-strange and strange B404

meson RAA. With the expected performance of the ITS3, the measurement of the B0
s meson will comple-405

ment the existing and future measurements of the CMS Collaboration [74, 104, 106], extending them to406

lower pT.407

Figure 4.6: Efficacité de la sélection des mésons B0
s pour ITS2 et ITS3.
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to the prediction of the TAMU model [101], shown in the figure. The TAMU prediction for non-strange B401

mesons is also displayed for comparison. Assuming a better precision due to the larger statistical sample402

for non-strange B mesons, it is expected that the precision on the B0
s measurement achievable with the403

ITS3 will be sufficient to discriminate between the predicted difference of non-strange and strange B404

meson RAA. With the expected performance of the ITS3, the measurement of the B0
s meson will comple-405

ment the existing and future measurements of the CMS Collaboration [74, 104, 106], extending them to406

lower pT.407

Figure 4.7: À gauche : signification statistique en fonction de l’impulsion transverse du B0
s dans le canal de désinté-

gration B0
s → D−

s π+ en collisions Pb–Pb centrales (0–10 %) à
√

sNN = 5.5 TeV (Lint = 10 nb−1) pour ITS2

(bleu) et ITS3 (rouge). La ligne pointillée indique une signification statistique de trois, considérée comme
la valeur minimale pour une observation. À droite : rapport de la signification statistique en fonction de
l’impulsion transverse du B0

s attendue avec ITS3 et ITS2.

collisions pp. Cependant, la grande incertitude dont cette mesure est entachée empêche toute évaluation
quantitative de l’effet.

La production de mésons B0
s est mesurée à partir de sa reconstruction dans le canal de désintégration

B0
s → D−

s π+ (BR = (3.00 ± 0.23)× 10−3 %) suivi de D+
s → ϕπ+ → K−K+π+ (BR = (2.24 ± 0.08)×

10−2 %) [214]. Désavantagée par des rapports d’embranchement très faibles, cette mesure nécessitera
l’accumulation de grandes luminosités intégrées et bénéficiera de manière significative de l’excellente
résolution spatiale d’ITS3 afin d’exploiter la grande longueur propre moyenne de désintégration du
méson B0

s (cτ = 450 mm) permettant de mieux extraire le signal de l’important bruit de fond combinatoire.
La sélection des candidats B0

s est effectuée à l’aide de techniques multivariées basées sur des arbres
de décision (Boosted Decision Tree) de la librairie XGBoost (eXtreme Gradient Boosting) [293]. Les
critères de sélection pris en compte sont liées à la topologie du vertex de désintégration et au PID
des traces issues des produits de désintégration. La sélection à partir des scores BDT a été optimisée
indépendamment pour les configurations ITS2 et ITS3 afin d’obtenir une signification statistique élevée.

La figure 4.6 montre le produit de l’acceptance par l’efficacité de sélection des mésons B0
s pour les

configurations ITS2 et ITS3. Une nette amélioration pour la configuration ITS3 est visible, conduisant à
une plus grande efficacité de sélection à bas pT. En outre, le rejet du bruit de fond est plus important en
raison de l’amélioration de la résolution spatiale apportée par la géométrie ITS3.

La figure 4.5 montre la signification statistique attendue (à gauche) avec les configurations ITS2 et ITS3

pour les collisions Pb–Pb centrales (0–10 %), ainsi que le rapport des significations statistiques ITS3/ITS2

(à droite). L’amélioration de la signification statistique évolue d’un facteur ∼ 1.4 à grand pT jusqu’à un
facteur 2.5 à bas pT. Cette amélioration permettra d’étendre la couverture en pT qui était accessible à
ITS2.
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Fig. 8: Expected nuclear modification factor of B0
s mesons compared to the predictions for strange (red dashed

line) and non-strange B mesons (blue dotted line) from the TAMU model [101]. The systematic-uncertainty boxes
for ITS3 and ITS2 have slightly different widths for visual purpose.

3.4 D+
s mesons from beauty-hadron decays408

The beauty-meson production can also be investigated via the measurement of non-prompt D mesons409

coming from beauty-hadron decays. Among the different D-meson species, the D+
s meson is particularly410

interesting because of the large fraction from non-prompt D+
s mesons that come from B0

s -meson decays411

(BR(B0
s ! D+

s +X) = (93±25)% [99]), and is, therefore, highly sensitive to the beauty-strange hadron412

production in the QGP. The advantage of this measurement compared to the exclusive reconstruction413

of B0
s mesons is the large amount of D+

s mesons coming from B mesons, which guarantees a higher414

statistical precision. However, with this measurement it is not possible to distinguish D+
s mesons coming415

from different beauty-hadron species and the pT of the beauty-hadron parent is not reconstructed. The left416

panel of Fig. 9 shows the correlation between the D+
s -meson pT and the parent B0

s -meson pT obtained417

with the PYTHIA8 generator [77]. The distribution of B0
s -meson pT for different pT intervals of the418

D+
s meson is therefore wide, as illustrated in the right panel of the same figure. For this reason, the419

interpretation of non-prompt D-meson measurements has to be performed via comparison to theoretical420

predictions.421

The expected performance for the measurement of non-prompt D+
s mesons was studied employing a422

strategy similar to the one used for the B0
s -meson production described in Sect. 3.3. Two different se-423

lection strategies based on the displaced D+
s ! fp+ ! K�K+p+ decay-vertex topology were explored.424

The first one consisted of the application of linear selections, while the second one was performed us-425

ing multivariate techniques based on the BDT algorithm provided by the XGBoost library [105]. The426

expected signal and background raw yields were estimated as described in Sect. 3.3. In addition, the427

fraction of D+
s mesons from beauty-hadron decays in the estimated raw yield, fnon-prompt, was evalu-428

ated starting from FONLL calculations for the cross section, the RAA from the TAMU model, and the429

efficiency-times-acceptance factors (Acc⇥ e) for prompt and non-prompt D+
s mesons as:430

fnon-prompt =

✓
1+

(Acc⇥ e)prompt · (ds/dpT)FONLL
prompt ·Rprompt, TAMU

AA

(Acc⇥ e)non-prompt · (ds/dpT)FONLL
non-prompt ·Rnon-prompt, TAMU

AA

◆�1

. (3)

The statistical and systematic uncertainties on the fraction of non-prompt D+
s mesons were then estimated431

with different techniques for the analysis based on linear and ML selections as described in the following.432

Figure 4.8: Facteur de modification nucléaire attendu des mésons B0
s comparé aux prédictions théoriques du modèle

TAMU pour les mésons B étranges (ligne pointillée rouge) et non étranges (ligne pointillée bleue). Les
rectangles représentant les incertitudes systématiques pour ITS3 et ITS2 ont des largeurs légèrement
différentes pour pouvoir les distinguer visuellement.

La figure 4.8 montre la mesure attendue du RAA des mésons B0
s . Les incertitudes systématiques

attendues sur la mesure de la production de B0
s , en particulier celles sur l’efficacité de sélection (4–8 %),

du PID (négligeable) et de tracking (2.5 % par trace), ont été estimées sur la base de la mesure de la
production de D+

s à l’aide de l’échantillon de données Pb–Pb de 2018 [257].
Les incertitudes systématiques provenant de l’extraction du taux de production brut et de la forme en

pT générée ont été estimés à respectivement 6 % et 1–4 %. Celles sur la référence pp n’ont pas été incluses
car elles sont considérées comme faibles par rapport aux incertitudes sur la mesure dans les collisions
Pb–Pb. La prédiction du modèle TAMU pour les mésons B non étranges est également représentée sur
la figure 4.8. En supposant une meilleure précision due à l’échantillon statistique plus important pour
les mésons B non étranges, on s’attend à ce que la précision de la mesure de B0

s obtenue avec ITS3 soit
suffisante pour distinguer la différence prédite entre les RAA des mésons B étranges et non étranges.
Avec les performances attendues d’ITS3, la mesure du méson B0

s complétera les mesures existantes et
futures de la collaboration CMS [275, 292, 294], en les étendant à plus bas pT.
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5.1 introduction

L’instrumentation de la région avant au LHC permet de mesurer les densités de partons à petite fraction x
d’impulsion du proton ou du noyau, jusqu’à x ∼ 10−6 avec un faible transfert de quantité de mouvement
Q ∼ 4 GeV/c. Dans ce régime, on s’attend à ce que la dynamique des partons soit affectée par l’évolution
non linéaire de la QCD, où le taux de fusion gluon–gluon est en compétition avec celui de la division
du gluon. L’échelle de saturation, où pour une valeur de x donnée, ces processus concurrents sont en
équilibre, est augmentée dans les noyaux d’un facteur A1/3 par rapport aux protons, de sorte que la
comparaison entre les mesures effectuées en collisions pp et p–Pb s’avère particulièrement intéressante.
Il est évident d’après la dépendance logarithmique de l’évolution des densités de partons en fonction
de x et Q2 dans la QCD que des mesures avec une plage aussi large que possible en x et Q2 sont
nécessaires pour établir expérimentalement le changement d’une évolution linéaire à non linéaire. Il est
donc essentiel que les détecteurs avants au LHC couvrent une large région de

(
x, Q2).

L’expérience LHCb, qui est un spectromètre équipé de détecteurs de trajectographie et d’identification
des particules ainsi que de calorimètres avec une couverture angulaire avant d’environ 2 < η < 5, sera
capable d’effectuer des mesures importantes dans la région des petits x. En particulier, la collaboration
LHCb prévoit, pour les Runs 3 et 4 du LHC, d’entreprendre des mesures des sections efficaces du
processus de Drell-Yan (DY) pour les masses invariantes de dimuons au-dessus de 5 GeV/c2, permettant
de sonder les fonctions de distribution des quarks de la mer, ainsi que des mesures de haute précision
de la production de charme ouvert et de mésons beaux. Le Muon Forward Tracker, qui fait partie des
jouvences de l’expérience ALICE pour le Run 3, devrait permettre, quant à lui, la mesure du DY vers
l’avant (−3.6 < η < −2.45) en collisions pp et p–Pb, pour des masses invariantes aussi faibles qu’environ
4 GeV/c2.

L’ajout d’un calorimètre avant couvrant les pseudorapidités 3.4 < η < 5.8 dans l’expérience ALICE
permettra la mesure de photons isolés et de leurs corrélations avec des hadrons. Ces observables ont une
sensibilité directe à la densité gluons et aux effets de saturation des gluons, puisque les photons isolés
proviennent principalement de la diffusion Compton quark–gluon. Ces mesures, complétées par celles
de charme ouvert et de Drell-Yan, et des mesures de photons avec le détecteur LHCb amélioré, ainsi que
des études de photoproduction, constituent un programme de physique à petit x unique et exhaustif,
accédant à des valeurs de x 2 à 3 ordres de grandeur plus faibles à bas Q2 que celles attendues dans le
cadre des futurs programmes qui seront menés auprès du RHIC et du Electron-Ion Collider EIC (voir
figure 5.13). Aucun autre programme de physique d’une telle ampleur dans cette région cinématique
n’est envisagé d’ici au démarrage d’un des projets d’accélérateurs actuellement à l’étude au CERN
(LHeC et FCC).

Les principaux objectifs du programme de physique de FoCal, qui seront discutés au paragraphe 5.2,
sont de :

• mesurer la densité de gluons dans les protons et les noyaux de plomb et quantifier sa modification
nucléaire à petit x et Q2 : les ajustements globaux aux mesures DIS avec des cibles nucléaires
indiquent que la densité de gluons à faible fraction d’impulsion x ≈ 10−2 est plus petite dans les
noyaux lourds que dans les protons et neutrons libres. L’amplitude de cette suppression, appelée
shadowing, n’est donc déterminée qu’indirectement pour les gluons, avec de grandes incertitudes
provenant des ajustements globaux avec, en outre, des contraintes limitées sur sa dépendance en x.
En revanche, la mesure des photons directs à grande rapidité fournit une contrainte directe sur
la densité de gluons et de sa dépendance en x. La comparaison des mesures de production de
photons directs et de charme ouvert à l’aide d’ajustements globaux permettra de tester l’universalité
de ces effets, c’est-à-dire leur indépendance vis-à-vis du type de parton et du processus de diffusion
considéré comme cela est requis pour les fonctions de distribution partoniques nucléaires (nPDF),
contrairement à la perte d’énergie dans l’état initial.

• explorer l’origine physique des effets de shadowing : dans les distributions de partons nucléaires,
la structure des partons du noyau est décrite par des distributions de quantité de mouvement à
une échelle initiale, et la dépendance d’échelle de cette structure peut être calculée à l’aide des
équations d’évolution linéaires de QCD, telles que les équations DGLAP et BFKL. À petit x, on
s’attend à ce que la structure hadronique évolue de manière non linéaire en raison des fortes
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densités de gluons, comme le prédisent les équations d’évolution JIMWLK ou BK. Ces effets non
linéaires devraient affecter la dynamique multi-partonique, entraînant des phénomènes au-delà de
la simple réduction des taux de production inclusifs, avec par exemple des effets observables sur
les mesures de coïncidences. Par exemple, dans le cadre du modèle de CGC, qui décrit la structure
à petit x des noyaux en présence de forts champs gluoniques, la densité de gluons est si grande
qu’un seul parton peut diffuser sur de nombreux gluons, conduisant —en plus d’une réduction
notable du flux partonique— à la production d’un mono-jet ou à une diminution du taux de
production de particules de recul. FoCal permettra des mesures de corrélations azimutales π0–π0

et γ isolés–π0. Ces mesures, ainsi que celles des taux de production inclusive, permettront de
tester la dépendance en x et Q2 de l’évolution de la QCD par diverses approches complémentaires.

• étudier l’origine des corrélations à longue portée de type écoulement collectif dans les collisions pp
et p–Pb : des corrélations azimutales à longue portée en η, appelées ridge, ont été observées dans
les collisions pp et p–Pb. Les mesures de corrélations entre les particules détectées dans le tonneau
central ou le spectromètre à muons de l’expérience ALICE avec des mésons neutres ou des photons
dans le calorimètre FoCal couvriront une plage de séparation en pseudorapidité particulièrement
large (∆η ∼ 5–9), ce qui permettra d’étudier l’étendue et l’évolution de ces corrélations en fonction
de la rapidité. En particulier, la mesure ardue des corrélations à deux particules à longue distance
entre photons et hadrons s’avèrera extrêmement intéressante afin de savoir si le ridge est causé par
des effets dans l’état final ou initial.

• étudier le jet quenching à grande rapidité dans les collisions Pb–Pb : l’une des observations
marquantes lors de collisions d’ions lourds est la modification de la production de hadrons et de
jets due à l’interaction de partons énergétiques avec le QGP. FoCal fournira des mesures de la
production de mésons neutres et de jets de haute impulsion transverse à plus grande rapidité que
dans les mesures actuelles, ce qui nous permettra de cartographier la densité du QGP en fonction
de la rapidité et d’étudier l’effet de l’écoulement longitudinal sur le jet quenching. De plus, étant
donné qu’à grande rapidité, la fraction des jets de quarks est plus importante qu’à rapidité centrale,
ces mesures permettront également d’étudier la différence entre la perte d’énergie des jets de
quarks et de gluons.

L’identification de photons isolés à grande rapidité dans les collisions pp et p–Pb est un impératif majeur
du calorimètre FoCal. Les photons isolés fournissent un accès direct aux partons car ils se couplent aux
quarks et, contrairement aux hadrons, ne sont pas affectés par la fragmentation et les effets dans l’état
final. À cet effet, FoCal est conçu comme un calorimètre Si–W finement granulaire, avec une bonne
résolution en énergie et la capacité à discriminer les photons de désintégration issus des pions neutres
des photons prompts, complété par un calorimètre hadronique à échantillonnage conventionnel pour
garantir l’isolement des photons et ainsi supprimer les photons de fragmentation et de Bremsstrahlung.

5.2 motivations de physique

5.2.1 Distributions de partons dans les protons et les noyaux

5.2.1.1 Densités de partons et évolution de QCD

La théorie de jauge des interactions fortes, la chromodynamique quantique, décrit avec succès la
dynamique des quarks et des gluons, et fait partie intégrante du modèle standard. Le régime perturbatif
de la QCD, se référant aux interactions à grand transfert d’impulsion Q et à courte distance, est bien
compris, avec un excellent accord entre la théorie et l’expérience. En revanche, le comportement de QCD
à longue distance et bas Q est non perturbatif et de nombreux phénomènes dans ce régime ne sont pas
bien compris. L’un des sujets clés de la QCD non-perturbative concerne la structure des nucléons et des
noyaux. Le contenu partonique des protons et des noyaux est généralement caractérisé par des fonctions
de distribution de partons (PDF) qui absorbent la physique non-perturbative (pour lors) non accessible
à un calcul théorique. Les PDFs sont déterminés à partir de mesures expérimentales, en particulier
à partir d’expériences de diffusion profondément inélastique (DIS) telles que H1 et ZEUS auprès du
collisionneur électron–proton HERA. Du fait de la factorisation qui stipule que l’interférence quantique
entre les processus à longue et courte portée est négligeable, les PDFs déterminées à partir du processus
DIS sont universelles et peuvent être utilisées pour calculer les sections efficaces des processus durs au
LHC. En pratique, on paramétrise la distribution de la fraction x de l’impulsion portée par les partons
dans les nucléons et les noyaux (généralement appelée variable de Bjorken) mesurée à une petite échelle
de départ de l’ordre du GeV. On utilise ensuite les équations d’évolution perturbatives pour calculer les
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Fig. 1: (Left) PDFs from HERAPDF2.0, which have been determined from charm data, jet data and
low energy data as well as the HERA-I and II high energy inclusive data [27]. (Right) Map of QCD as a
function of (Q,x). The evolution towards large Q2 can be described by DGLAP, and that towards small
(but not too small) x by BFKL. At very small x, where the gluon density is very high, non-linear effects
become relevant, and other evolution equations (BK or JIMWLK) are necessary.

saturation is expected to happen below a characteristic saturation scale, given by

Q2
s ⇡

xgA(x,Q2)

pR2
A

µ A1/3 x�l , (1)

where gA = Ag, g is the gluon PDF of a proton, RA the radius of the nucleus, A the nuclear mass
number and the exponent l ⇡ 0.3 [28, 29]. Qualitatively, the saturation scale increases with the
gluon density, i.e. at smaller x and for heavier nuclei (by factor 6 in case of Pb). For perturbative
calculations to work well in the saturated regime, the saturation scale should be an order of
magnitude larger than the QCD scale LQCD ⇡ 0.2 GeV/c. Various theoretical models have been
developed to perform calculations in the regime of gluon saturation. The most prominent model,
the CGC model [21, 22], uses a classical description of non-linear QCD, since strong fields
govern the dynamics of the system at momentum scales close and below the saturation scale
Qs, where the gluon density is maximal and gluon splitting and fusion are balancing each other.
The CGC description is expected to be important in the initial stages of heavy ion collisions,
where the soft degrees of freedom are dominated by gluons that are liberated from the parton
structure. The liberated gluons (in the form of the so-called GLASMA) rapidly evolve into a
strongly-interacting Quark-Gluon Plasma (QGP) state [30], which prevailed a few µs after the
Big Bang [31].

The main experimental input for the determination of PDFs for protons and nuclei comes from
DIS measurements, in which a virtual photon, W or Z boson is exchanged. These measurements
probe the quark density in nuclei directly, but the gluon structure is determined indirectly from
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Fig. 38. The unintegrated gluon distribution (gluon TMD)
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T ) of a large nucleus due to classical gluon fields (solid
line). The dashed curve denotes the lowest-order perturbative
result.

gluons in this classical distribution have transverse mo-
mentum kT ≈ Qs. Note that the gluon distribution slows
down its growth with decreasing kT for kT < Qs (from a
power-law of kT to a logarithm, as can be shown by ex-
plicit calculations). The distribution saturates, justifying
the name of the saturation scale.

The gluon field arises from all the nucleons in the nu-
cleus at a given location in the transverse plane (impact
parameter). Away from the edges, the nucleon density
in the nucleus is approximately constant. Therefore, the
number of nucleons at a fixed impact parameter is simply
proportional to the thickness of the nucleus in the longi-
tudinal (beam) direction.

For a large nucleus, that thickness, in turn, is propor-
tional to the nuclear radius R ∼ A1/3 with the nuclear
mass number A. The transverse momentum of the gluon
can be thought of as arising from many transverse momen-
tum “kicks” acquired from interactions with the partons
in all the nucleons at a given impact parameter. Neglect-
ing the correlations between nucleons, which is justified for
a large nucleus in the leading power of A approximation,
once can think of the “kicks” as being random. Just like
in the random walk problem, after A1/3 random kicks the
typical transverse momentum —and hence the saturation

scale— becomes Qs ∼
√

A1/3, such that Q2
s,∼ A1/3. We

see that the saturation scale for heavy ions, QA
s is much

larger than the saturation scale of the proton, Qp
s , (at the

same x), since (QA
s )2 ≈ A1/3 (Qp

s)
2 [152,153,160,163]. This

enhancement factor A1/3 of the saturation scale squared
is often referred to as the nuclear “oomph” factor, since
it reflects the enhancement of saturation effects in the nu-
cleus as compared to the proton. For the gold nucleus with
A = 197, the nuclear “oomph” factor is A1/3 ≈ 6.

Map of high energy QCD and the saturation scale

We summarize our theoretical knowledge of high en-
ergy QCD discussed above in fig. 39, in which different
regimes are plotted in the (Q2, Y = ln 1/x) plane. On
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Fig. 39. The map of high energy QCD in the (Q2, Y = ln 1/x)
plane.

the left of fig. 39 we see the region with Q2 ≤ Λ2
QCD in

which the strong coupling is large, αs ∼ 1, and small-
coupling approaches do not work (ΛQCD is the QCD con-
finement scale). In the perturbative region, Q2 % Λ2

QCD,
where the coupling is small, αs & 1, we see the standard
DGLAP evolution and the linear small-x BFKL evolution,
denoted by the horizontal and vertical arrows correspond-
ingly. The BFKL equation evolves the gluon distribution
towards small-x, where the parton density becomes large
and parton saturation sets in. The transition to saturation
is described by the non-linear BK and JIMWLK evolution
equations. Most importantly, this transition happens at
Q2

s % Λ2
QCD where the small-coupling approach is valid.

Saturation/CGC physics provides a new way of tack-
ling the problem of calculating hadronic and nuclear scat-
tering cross-sections. It is based on the theoretical obser-
vation that small-x hadronic and nuclear wave-functions
—and, therefore, the scattering cross-sections— are de-
scribed by an internal momentum scale, the saturation
scale Qs [152]. As we argued above, the saturation scale
grows with decreasing x (and, conversely, with the increas-
ing center-of-mass energy

√
s) and with the increasing

mass number of a nucleus A (in the case of a nuclear wave
function) approximately as

Q2
s(x) ∼ A1/3

(
1

x

)λ

(20)

where the best current theoretical estimates of λ give
λ = 0.2–0.3 [164], in agreement with the experimental
data collected at HERA [165–168] and at RHIC [164].
Therefore, for hadronic collisions at high energy and/or for
collisions of large ultra-relativistic nuclei, the saturation
scale becomes large, Q2

s % Λ2
QCD. For the total (and par-

ticle production) cross-sections, Qs is usually the largest
momentum scale in the problem. We therefore expect it

Figure 5.1: (gauche) PDFs issues de l’analyse HERAPDF2.0 qui inclut les mesures des sections efficaces de production
de charme, des jets de même que des données à basse énergie et celles de HERA-I et II [295]. (droite)
Schéma du contenu en partons d’un hadron dans le plan (x, Q) [296]. L’évolution vers les hautes valeurs
de Q2 peut être décrite par DGLAP tandis que celle vers les faibles valeurs de x par BFKL. À très petit
x, où la densité de gluons devient très élevée, de nouvelles équations d’évolution sont nécessaires pour
inclure les effets non-linéaires (BK et JIMWLK).

distributions à une échelle plus grande. Les PDFs sont alors obtenues à partir d’ajustement globaux à
une grand nombre de données expérimentales sensibles à différentes régions en x et Q2.

Des exemples de PDF de HERAPDF2.0 sont présentés dans le panneau de gauche de la figure 5.1.
La couverture cinématique des mesures disponibles est limitée, de sorte que les paramétrisations sont
utilisés avec les équations d’évolution DGLAP pour interpoler les zones couvertes par les mesures et
pour extrapoler vers les régions non contraintes de l’espace des phases

(
x, Q2). Les équations d’évolution

DGLAP sont valides pour des valeurs de x et Q2 modérées à grandes, où les densités de partons ne sont
pas trop grandes. Pour des valeurs intermédiaires de Q2 mais de petites valeurs de x, les équations
BFKL, qui utilisent la factorisation en kT, devraient décrire l’évolution, comme illustré dans le panneau
de droite de la figure 5.1. L’une des caractéristiques clés de l’évolution dans ce régime est que la densité
de gluons augmente considérablement pour x → 0. En effet, les équations d’évolution DGLAP et BFKL
sont des équations linéaires comprenant uniquement des processus de division de partons, de sorte que
les densités de partons n’augmentent que vers les petites valeurs de x et les grandes valeurs de Q2.
Cependant, à suffisamment petit x, la présence de gluons mous abondants résultant de la division des
gluons conduit à des densités de partons suffisamment élevées pour que la recombinaison des partons
par fusion des gluons soit importante. L’évolution de la QCD dans ce régime, qui devient non linéaire,
peut être décrite par les équations JIMWLK ou approximée par les équations BK. Ces effets non linéaires
tendront à limiter la croissance de la densité de gluons qui finira par atteindre une valeur d’“équilibre”
dynamique, où on attend une saturation en gluons. À une valeur donnée de x, la saturation doit se
produire en dessous d’une échelle de saturation caractéristique, donnée par

Q2
s ≈ x gA

(
x, Q2)

π R2
A

∝ A1/3 x−λ , (5.1)

où gA = A g, g est la PDF du gluon dans le proton, RA le rayon du noyau, A le nombre de masse
nucléaire et l’exposant λ ≈ 0.3. Qualitativement, l’échelle de saturation augmente avec la densité de
gluons, c’est-à-dire vers les petites valeurs de x et pour les noyaux plus lourds (d’un facteur 6 dans le cas
du Pb). Pour que les calculs perturbatifs fonctionnent bien en régime saturé, l’échelle de saturation doit
être d’un ordre de grandeur supérieur à l’échelle QCD ΛQCD ≈ 0.2 GeV/c. Divers modèles théoriques
ont été développés pour effectuer des calculs en régime de saturation de gluons. Le modèle le plus
important, le modèle CGC, utilise une description classique de la QCD non linéaire, car la dynamique
du système est régie par des champs puissants à des échelles d’impulsion proches et inférieures à
l’échelle de saturation Qs, où la densité de gluons est maximale et où la division et la fusion des gluons
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Fig. 2: (Left) Kinematical coverage in the (x,Q2) plane of the DIS neutral-current nuclear structure
function data included in nNNPDF1.0. (Right) Comparison of the nuclear modification between the
nNNPDF1.0, EPPS16 and nCTEQ15 fits versus x at Q2 = 10 GeV2 for the gluon PDF in Pb. Data above
Q2 = 3.5 GeV2 were included for nNNPDF, while for EPPS16 and nCTEQ15 data down to 1.7 GeV2

(including light hadrons), as well as high Q2 W, Z and dijet data were used. In all cases, the nuclear PDFs
have been normalized by the proton nNNPDF3.1, and 90% confidence-level uncertainty bands are drawn.
Figures are from [32].

the Q2-evolution of the measured cross sections. Collisions of hadrons can also be used to
probe the parton structure; in particular di-lepton production in the Drell-Yan (DY) process
and electroweak boson production (g , Z, W) are of interest since the final state particles are
elementary particles, where no fragmentation or hadronisation is involved. The left panel of
Fig. 2 shows the (x,Q2) range covered by neutral-current nuclear structure function data included
in nNNPDF1.0 [32], which are limited to about x > 10�2. At smaller x, the main measurements
that are available are W, Z and dijet production, which however cover large Q ⇡ 90 GeV, and
thus do not provide strong constraints at smaller Q. The EPPS16 [33] and nCTEQ15 [34] fits
include these results as well as light hadron production data at midrapidity at RHIC.

Parton distribution functions for protons are relatively well constrained by DIS measurements,
although the uncertainties on the gluon distribution become larger than 20% at small x and
Q2 (around 10�3 and 10 GeV2) [35]. To illustrate the current state of knowledge of the gluon
density in nuclei, the right panel of Fig. 2 shows the nuclear modification of the gluon dis-
tribution (quantified as the ratio of nuclear over proton PDF) and its uncertainty for different
nuclear PDFs [32–34]. The different parameterizations exhibit a large spread for small values
of x, reflecting the general lack of constraints due to the limited set of relevant measurements
in particular with nuclear targets. Since currently neither DIS, nor photon production, nor DY
data are available to constrain the nuclear PDFs at small x (below 10�2), the uncertainties before
new data are actually available rely completely on extrapolating the uncertainties from high x
and Q via linear evolution equations to small x and low Q, and hence may currently be underes-
timated.

In fact, most analyses of nuclear PDFs have used parametrisations for the small-x behaviour
that impose a specific shape, for example EPPS16 [33] uses a parametrisation for the nuclear
modification that is constant at small x. Using such parametrisations reduces the uncertainties at

Figure 5.2: (gauche) Couverture cinématique dans le plan (x, Q) des données utilisées pour les mesures des fonctions
de structure nucléaires par diffusion profondément inélastique à courant neutre inclues dans l’analyse
NNPDF1.0. (droite) Comparaison de la modification nucléaire des distributions de gluons pour le Pb
en fonction de x obtenue par les ajustements nNNPDF1.0, EPPS16 et nCTEQ15 à Q2 ≥ Q2

min = 10 GeV2.
Pour l’analyse nNNPDF, les données au-dessus de Q2 = 3.5 GeV2 sont inclues tandis que les analyses
EPPS16 et nCTEQ15 utilisent des données dont le Q2

min est ramené à 1.7 GeV2 (y compris la production de
hadrons légers) de même que des données à haut Q2(W, Z et dijets). Dans tous les cas, la distribution
pour A = 1 est celle obtenue par l’ajustement nNNPDF3.1. Les incertitudes représentées par les bandes
colorées correspondent aux limites de l’intervalle de confiance à 90 % [297].

s’équilibrent. Une description basée sur le modèle de CGC devrait être importante dans les étapes
initiales des collisions d’ions lourds, où les degrés de liberté mous sont dominés par les gluons qui sont
libérés de la structure partonique. Ces gluons libérés (sous la forme de ce que l’on appelle un GLASMA)
évoluent rapidement vers un état de QGP en interaction forte, qui a prévalu quelques µs après le Big
Bang.

Les principales données expérimentales utilisées pour la détermination des PDFs des protons et des
noyaux proviennent des mesures du processus DIS, au cours duquel un photon virtuel, ou un boson
W ou Z est échangé. Ces mesures sondent directement la densité de quarks dans les noyaux, mais la
structure des gluons n’est quant à elle déterminée qu’indirectement à partir de l’évolution en Q2 des
sections efficaces mesurées. Les collisions de hadrons peuvent également être utilisées pour sonder
la structure partonique ; en particulier la production de di-leptons dans le processus Drell-Yan (DY)
et la production de bosons électrofaibles (γ, Z, W) sont intéressantes car les particules de l’état final
sont des particules élémentaires, n’impliquant aucune fragmentation ou hadronisation. Le panneau de
gauche de la figure 5.2 montre la plage en

(
x, Q2) couverte par les données de la fonction de structure

nucléaire mesurée dans les processus courants neutres faibles incluse dans nNNPDF1.0, qui sont limitées
à environ x > 10−2. À plus petit x, les principales mesures disponibles sont la production de W, Z
et di-jets, qui couvrent cependant des grandes valeurs de Q ≈ 90 GeV, et ne fournissent donc pas de
contraintes fortes à plus bas Q. Les ajustements EPPS16 et nCTEQ15 incluent ces résultats ainsi que les
données de production de hadrons légers à mi-rapidité au RHIC.

Les fonctions de distribution des partons pour les protons sont relativement bien contraintes par les
mesures DIS, bien que les incertitudes sur la distribution de gluons deviennent plus supérieures 20 % à
petit x et Q2 (autour de 10−3 et 10 GeV2). Pour illustrer l’état actuel des connaissances sur la densité de
gluons nucléaire, le panneau de droite de la figure 5.2 montre la modification nucléaire de la distribution
de gluons (quantifiée par le rapport de la PDF nucléaire sur celle du proton) et son incertitude pour
différentes PDF nucléaires. Les différentes paramétrisations présentent un large écart pour les petites
valeurs de x, reflétant l’absence générale de contraintes due à la quantité limitée de mesures disponibles
en particulier avec des cibles nucléaires. Étant donné qu’actuellement aucunes données de DIS, de
production de photons, ni de DY ne sont disponibles pour contraindre les PDF nucléaires à petit
(ci-dessous de 10−2), les incertitudes actuelles, qui reposent entièrement sur l’extrapolation de celles
obtenues à plus hautes valeurs de x et Q, peuvent par conséquent être sous-estimées.

En fait, la plupart des analyses de PDF nucléaires ont utilisé des paramétrisations pour décrire le com-
portement à petit x qui imposent une forme spécifique, par exemple EPPS16 utilise une paramétrisation
pour la modification nucléaire qui est constante à petit x. L’utilisation de telles paramétrisations réduit
les incertitudes à petit x et ne reflète pas le fait qu’aucune information expérimentale n’est disponible.
L’analyse nNNPDF utilise, quant à elle, un vaste ensemble de paramétrisations qui explorent une plus
large gamme de dépendances en x à petit x, ce qui entraîne des incertitudes significativement plus
grandes à petit x.

Les mesures de production de hadrons ne donnent pas un accès direct à la cinématique des partons
dans la diffusion, mais peuvent être utilisées pour contrôler les PDFs, en comparant les sections efficaces
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Table 4: Di↵erential cross-section d�
dy⇤ (mb) for prompt D0 meson production as a function of

|y⇤| in pPb forward and backward data, respectively. The first uncertainty is statistical, the
second is the component of the systematic uncertainty that is uncorrelated between bins and
the third is the correlated component.

Forward (mb)
y⇤ 0 < pT < 10 GeV/c

[1.5, 2.0] 115.19 ± 0.53 ± 0.91 ± 9.99
[2.0, 2.5] 107.05 ± 0.29 ± 0.50 ± 5.73
[2.5, 3.0] 93.90 ± 0.27 ± 0.38 ± 4.14
[3.0, 3.5] 80.76 ± 0.33 ± 0.42 ± 3.71
[3.5, 4.0] 64.24 ± 0.55 ± 0.58 ± 4.79

Backward (mb)
y⇤ 0 < pT < 10 GeV/c

[�3.0,�2.5] 126.35 ± 0.78 ± 0.95 ± 15.54
[�3.5,�3.0] 120.84 ± 0.53 ± 0.53 ± 8.89
[�4.0,�3.5] 104.93 ± 0.58 ± 0.47 ± 6.66
[�4.5,�4.0] 87.92 ± 0.85 ± 0.52 ± 6.13
[�5.0,�4.5] 65.32 ± 1.57 ± 0.68 ± 7.07
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Figure 5: Nuclear modification factor RpPb as a function of pT for prompt D0 meson production
in the (left) backward data and (right) forward data, integrated over the common rapidity
range 2.5 < |y⇤| < 4.0 for pT < 6GeV/c and over 2.5 < |y⇤| < 3.5 for 6 < pT < 10GeV/c.
The uncertainty is the quadratic sum of the statistical and systematic components. The CGC
predictions are only available for the forward region.

e↵ects are due to the creation of a hydrodynamic system, momentum anisotropies at the
quark level can arise, which may modify the final distribution of observed heavy-quark
hadrons [70]. Since the measurements in this analysis do not consider a classification
in charged particle multiplicity, potential modifications in high-multiplicity events are
weakened as the presented observables are integrated over charged particle multiplicity.

11

Figure 5.3: Mesure du facteur de modification nucléaire RpPb en fonction de l’impulsion transverse des mésons
D0 prompts intégré sur les intervalles 2.5 < y⋆ < 4.0 pour pT < 6 GeV/c et 2.5 < y⋆ < 3.5 pour
6 < pT < 10 GeV/c où y⋆ est la rapidité définie par rapport à la direction du faisceau de protons. Les
barres d’erreur sont la somme quadratique des incertitudes statistiques et systématiques. Les données
sont comparées aux prédictions du modèle CGC [298].

mesurées aux prédictions obtenues avec différents jeux de PDFs. La fraction d’impulsion sondée via
des partons émis avec une certaine impulsion transversale pT à la rapidité y dans des collisions à une
énergie dans le centre de masse

√
s peut être approximée comme suit

x ≈ 2 pT√
s

exp (−y) . (5.2)

Par conséquent, les mesures à grande rapidité et à faible pT sont les plus sensibles aux plus petites
valeurs de x pour une énergie de faisceau donnée.

La mesure actuelle la plus précise à rapidité avant qui sonde les petits x au LHC est la mesure par
LHCb de la production de mésons D prompts émis dans l’intervalle 2.5 < y < 4. La production de
mésons D est directement sensible à la densité de gluons, puisque le processus de production de paires cc̄
dominant est la fusion de gluons gg → cc̄. La figure 5.3 représente la mesure du facteur de modification
nucléaire RpPb en fonction de pTà rapidité avant, qui montre que la production vers l’avant de mésons D
prompts est supprimée par rapport aux collisions pp, avec un facteur RpPb ∼ 0.6 à bas pT qui augmente
légèrement avec pT. La suppression mesurée est conforme aux prédictions basées sur les différents jeux
de PDF nucléaires, qui sont également représentées sur la figure. La suppression de la production de
charme donnée par les calculs réalisés avec les PDFs nucléaires est le résultat direct de la réduction
de la densité de gluons pour x ≲ 10−2 (voir figure 5.2) communément qualifié de shadowing des gluons.
Les valeurs de RpPb calculées s’étendent d’environ 0.3 à 0.9, reflétant les incertitudes actuelles sur la
modification nucléaire de la densité gluons à petit x. Cela confirme sans équivoque que le shadowing à
petit x est fort. Les données NMC, qui ont à l’origine permis d’identifier l’effet, contraignent cependant
les PDFs nucléaires uniquement du côté des grandes valeurs de x de la région de shadowing, autour
de x = 10−2. L’inclusion des données des mésons D dans la détermination des PDFs nucléaires n’a
que peu d’influence sur la valeur centrale, mais réduit les incertitudes jusqu’à un facteur 2. Cependant,
l’estimation précise de l’intensité du shadowing des gluons basée sur les mesures de production de
hadrons est compliquée par le fait que les effets hadroniques dans l’état final (rediffusion) peuvent
affecter les observations. En particulier, les corrélations à longue portée de type écoulement collectif
récemment observées, discutées au paragraphe 5.2.1.6, doivent être prises en compte dans l’interprétation
des mesures.

Alors que les nPDF peuvent décrire la suppression de la production de charme ouvert dans la
région avant en paramétrisant la densité de gluons, elles ne fournissent cependant pas d’indication
sur le mécanisme physique à l’origine de cette suppression. Une possibilité intéressante serait que la
suppression observée soit un signe du début de l’évolution non linéaire et des effets de saturation de
gluons décrits ci-dessus. Un calcul CGC récent qui inclut ces effets est également représenté sur la figure
5.3. Il décrit assez bien la mesure, bien qu’il présente systématiquement un peu moins de suppression
que dans les données.
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results correspond to two CGC-based calculations and a higher-twist perturbative calculation. Figure
taken from [47].

range from RpPb about 0.3 to 0.9, reflecting the current uncertainties in the nuclear modification
of the small-x gluon density. This directly confirms that the shadowing at small x is strong. The
NMC data [37–39] that initially identified the effect only constrain the nuclear PDFs on the large
x side of the shadowing region, near x = 10�2. Including the D meson data in the determination
of the nuclear PDFs has only a little influence on the central value, but reduces the uncertainties
by up to a factor 2 [40] 2. However, a quantitative determination of the amount of gluon shad-
owing based on hadron production measurements is complicated by the fact that hadronic final
state effects (rescattering) may also play a role in the observations. In particular, the recently
observed flow-like long-range correlations [42–46], discussed in Sec. 2.2, need to be taken into
account in the interpretation of the measurements.

While the nuclear PDFs can describe the suppression of open charm production in the forward
region by parametrising the gluon density, they do not provide a physical mechanism for this
suppression. One exciting possibility is that the observed suppression is a sign of the onset
of non-linear evolution and the gluon saturation effects described above. A recent CGC cal-
culation [48] which includes these effects is also shown in Fig. 3. It describes the measure-
ment reasonably well, though it exhibits systematically slightly less suppression compared to
the data.

2Note that the updated PDFs introduce a tension with the ALICE midrapidity D0 meson nuclear modification
factor [41].

Figure 5.4: Corrélations azimutales de paires de π0 émis vers l’avant en collisions centrales dAu mesurées par
l’expérience STAR au RHIC [299]. Les points de données sont représentés avec leurs seules erreurs
statistiques. Les prédictions théoriques de calculs basés sur le formalisme CGC [300, 301] et pQCD [302].

Les mesures des taux de production inclusifs fournissent des informations détaillées sur la densité
de gluons et devraient constituer un puissant outil de test de l’évolution linéaire. Les corrélations de
particules fournissent quant à elles un outil complémentaire pour explorer le mécanisme physique
sous-jacent de la saturation des gluons. Déjà au RHIC, une forte suppression de la production de hadrons
simples et de paires de hadrons à rapidité avant dans les collisions d–Au par rapport aux collisions pp a
été observée. Ces résultats n’étaient pas compatibles avec les prédictions de pQCD utilisant une évolution
linéaire et sont mieux décrits par les modèles de saturation, y compris le modèle CGC. En outre, il a été
constaté que la suppression est plus importante pour les collisions les plus centrales et pour des paires
sondant les plus grandes rapidités. Ces observations sont consistantes avec les attentes qualitatives du
modèle CGC selon lesquelles les quarks et les gluons diffusés à grande rapidité interagiront de manière
cohérente avec les gluons à petit x dans le noyau d’or, et entraîneront une suppression du taux de
production de jets de recul observés dans les collisions d–Au par rapport aux collisions pp, comme le
montre la figure 5.4. Cependant, le mécanisme à l’origine de cette suppression n’est pas fermement
établi, car des approches théoriques concurrentes telles que la perte d’énergie dans l’état initial et final
conduisent également à une suppression. Les mesures au RHIC ont été effectuées pour des hadrons à
très faible pT, où la description de référence donnée par pQCD n’est pas très fiable, et de surcroît, en
raison de la fragmentation, le rapport des impulsions des hadrons de l’état final à celles des partons de
l’état initial présente une distribution très étalée.

Par rapport au RHIC, le LHC donnera accès à une région de l’espace des phases beaucoup plus vaste
qui est potentiellement affectée par la saturation des partons. En particulier, la région de saturation des
gluons s’étendra à des valeurs de pT suffisamment élevées pour que la QCD perturbative soit applicable.

Comme au RHIC, on s’attend à ce que les corrélations azimutales γ–hadron, γ–jet ou hadron–hadron
dans les collisions p–Pb présentent une suppression du pic du côté éloigné ou away-side aux rapidités
avant, comme le montre la figure 5.5. En particulier, la mesure des corrélations γ–jets semble très
prometteuse, puisque la cinématique des partons (x1, x2 et Q) est bien contrainte, et comme discuté par
la suite, le photon n’est pas affecté par les effets dans l’état final.

5.2.1.2 Sonder la densité de gluons avec des photons isolés

Les photons prompts fournissent un accès direct à la cinématique des partons, car ils se couplent
aux quarks et, contrairement aux hadrons, ne sont pas affectés par les effets dans l’état final. À
l’ordre dominant (LO), le photon est produit directement au vertex d’interaction avec le parton sans
fragmentation, comme le montre le panneau de gauche de la figure 5.6. Le processus de production de
photons dominant est le processus Compton quark–gluon (figure 5.6a), suivi par l’annihilation quark-
antiquark (figure 5.6b), contribuant principalement à grand x. Dans les processus au-delà de l’ordre de
Born (NLO), les photons peuvent également être produits par Bremsstrahlung ou par fragmentation d’un
des partons dans la voie de sortie (cf. figures 5.6c et d). Ces deux processus impliquent des distributions
non-perturbatives de fragmentation parton–photon qui ne sont que partiellement connues à partir des
mesures existantes. Aux énergies du LHC, une grande partie des photons directs sont produits dans le
processus de fragmentation, compliquant la relation entre les variables cinématiques du photon mesuré
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to ! ¼ 1:19 and ! ¼ 1 in Eq. (13), respectively [19], and
the initial saturation scale of nuclei (gold and lead) within
Q2

0A ¼ 3" 4Q2
0p. Although both values of Q0p (or !) are

extracted from a fit to HERA data on the proton target at
small-x [19] (with a good "2), the recent LHC data seems
to favor the parameter set with !> 1 (or lower value for
Q0p) [8]. The uncertainties in the initial scale for proton
will bring even larger uncertainties in determining the
parameters of the rcBK equation for the case of nuclear
target.3 Therefore, the upcoming LHC data on pA colli-
sions can provide a crucial complementary constrain on the
rcBK evolution equation and small-x physics. For other
measurements sensitive to the saturation physics at the
LHC, see Refs. [9,12,32].

Note that the semi-inclusive photon-hadron cross sec-
tion in Eq. (1) has collinear singularity. Therefore, one
should first treat the collinear singularity for the near-side
jet !# # 0 in a same fashion as was done for the inclusive
prompt photon production in Eq. (4) by introducing
the quark-photon fragmentation function. Therefore, our
results at near-side !# # 0 should be less reliable.
However, one should bear in mind that the integrand in
the azimuthal correlation generally samples lower trans-
verse momenta for the away-side correlations !# # $
than for near-side ones !# # 0. Therefore, here we only
focused on the away-side correlations which is a sensitive
probe of small-x physics and gluon saturation.

In Fig. 8, we show the nuclear modification factor Rh!
pA

for semi-inclusive photon-hadron pair production defined
in Eq. (17) as a function of !# at the LHC energy

ffiffiffi
S

p
¼ 8:8 TeV and %h ¼ %! ¼ 3 for two different trans-

verse momenta bins of produced prompt photon p!
T and

hadron ph
T (the integral is performed over the given interval

of transverse momenta). Similar to previous plots, the band
[CGC-rcBK-average] in Fig. 8 comes from the rcBK so-
lutions incorporating the uncertainties associated to a
variation of the initial saturation scale of the nucleus in a
range consistent with previous studies of DIS structure
functions as well as particle production in minimum-bias
pp, pA, and AA collisions in the CGC formalism. One may
therefore expect that the possible effects of fluctuations on
particle production is effectively contained in our error

band. The away-side nuclear modification Rh!
pA at !# #

$ is dramatically suppressed with a lower peak structure
when the transverse momentum bin of the produced
prompt photon is larger than hadron zT < 1. This is fully
in accordance with the photon-hadron decorrelation in
pA compared to pp collisions, and conditions given in
Eqs. (20) and (21) for the existence of the local minimum
for the away-side photon-hadron production. Note that the
sensitivity to the transverse momenta or the ratio zT only
manifests itself at around !# # $.
Finally, in Fig. 9, we show the two-dimensional nuclear

modification factor Rh!
pA for semi-inclusive photon-hadron

production defined in Eq. (18) as a function of transverse
momentum of produced prompt photon p!

T and hadron ph
T

at RHIC
ffiffiffi
S

p
¼ 0:2 TeV at %h ¼ %! ¼ 4 (top panel) and at

the LHC
ffiffiffi
S

p
¼ 8:8 TeV at %h ¼ %! ¼ 3 (lower panel).

The area between two surfaces in Fig. 9, similar to Fig. 8
(the band labeled by CGC-rcBK-av) shows the uncertain-
ties associated to the variation of the initial saturation
scale of the nucleus. It is seen that at the LHC energyffiffiffi
S

p
¼ 8:8 TeV, the nuclear modification factor Rh!

pA is

FIG. 7 (color online). The !$ $0 azimuthal correlation CPhð!#Þ in minimum-bias pA and pp collisions at forward rapidity at
RHIC and the LHC. The curves are obtained by the rcBK equation with two different initial saturation scales of proton Q2

0p ¼ 0:168

and 0:2 GeV2 and the corresponding initial saturation scale of the nucleus within Q2
0A ¼ 3" 4Q2

0p.

3This is partly due to the fact that solution of the rcBK
equation in the presence of impact parameter is not yet available.
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Fig. 5: Predictions for g–p0 [51] (left panel) and p0–p0 [52] (right panel) correlations as a function of
azimuthal angle difference at forward rapidity in minimum-bias pA and pp collisions at the LHC.

Inclusive yield measurements provide detailed information about the gluon density, and are ex-
pected to be a powerful test of linear evolution. Multi-particle correlations provide a complemen-
tary tool to explore the underlying physical mechanism of gluon saturation. Already at RHIC,
a strong suppression of single hadron and hadron-pair production at forward rapidity in d–Au
relative to pp collisions has been reported [49,50]. These results were not consistent with expec-
tations of pQCD using linear evolution and are better described by saturation models, including
the CGC model. Furthermore, it was found that the suppression is larger for smaller impact
parameter selection and for pairs probing more forward rapidities [50]. These observations are
consistent with qualitative expectations from the CGC model that quarks and gluons scattering
at large rapidity will interact coherently with gluons at small x in the gold nucleus, and result in a
suppression of the rate of observed recoiling jets in d–Au compared to pp collisions, as shown in
Fig. 4. However, the mechanism for the suppression is not firmly established, since competing
theoretical approaches such as initial- and final-state energy loss also lead to a suppression. The
measurements at RHIC were done for hadrons at very low pT, where the reference description
by pQCD are not expected to perform well, and because of fragmentation, the ratio of measured
final state momenta of hadrons to parton momenta relevant for the description of the initial state
exhibits a broad distribution.

Compared to RHIC, the LHC will give access to a significantly larger region of phase space
that is potentially affected by parton saturation. In particular, the region of gluon saturation will
extend to pT values high enough that perturbative QCD should be applicable.

Similar to RHIC, it is expected that azimuthal correlations in g–hadron, g–jet or hadron–hadron
production in p–Pb collisions should exhibit a suppression of the away-side peak at forward
rapidities [51, 52, 54], as shown in Fig. 5. In particular, g–jet correlations are a very promising
measurement, since the parton kinematics (x1, x2 and Q) is well constrained, and —as discussed

Figure 5.5: Prédictions théoriques des corrélations azimutales des paires (gauche) γ–π0 [303] et (droite) π0–π0 émises
à grande rapidité en collisions pA et pp de biais minimum au LHC. [304]
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next— the g is not affected by final state effects.

2.1.2 Probing the gluon density with isolated photons

Prompt photons provide a direct access to the parton kinematics, since they couple to quarks,
and unlike hadrons are not affected by final state effects. At leading order (LO), the photon is
produced directly at the parton interaction vertex without fragmentation, as shown in the left
panel of Fig. 6. The dominant photon production process is the quark-gluon Compton pro-
cess (Fig. 6a), followed by quark-anti-quark annihilation (Fig. 6b), contributing mostly at large
x. In next-to-leading order (NLO) or even higher order processes, photons may also be produced
by bremsstrahlung or fragmentation of one of the outgoing partons, Figs 6c and d. Both involve
the non-perturbative parton-to-photon fragmentation distributions which are only partly known
from existing measurements. At LHC energies, a large fraction of direct photons are produced

Figure 5.6: Diagrammes de Feyman des processus de production photons directs. Production de photons prompts
(isolés) à l’ordre dominant par (a) diffusion Compton quark–gluon, (b) annihilation quark–antiquark.
Production de photons de fragmentation (non isolés) à l’ordre NLO par (c) rayonnement Bremsstrahlung
d’un quark et (d) fragmentation d’un gluon.

et celles des partons de la voie d’entrée, et donc de leurs PDF. Cependant, les photons de fragmentation
sont accompagnés de produits de fragmentation hadroniques dont la contribution peut être largement
supprimée par l’application de coupures d’isolement, comme illustré sur la figure 5.7. L’application
d’une coupure d’isolement garantit que le processus dominant est le processus de diffusion Compton
quark–gluon, où le photon mesuré est directement sensible à la PDF de gluon.

Une première estimation de la sensibilité en x de la production photons prompts et de mésons
D à rapidité avant a été obtenue à partir du générateur d’événements PYTHIA. PYTHIA simule les
processus durs calculés au LO, mais y rajoute un rayonnement partonique dans l’état initial et final
traité à l’approximation des logarithmes dominants à tous les ordres en perturbations. De plus, il
modélise l’hadronisation selon le modèle de Lund et l’événement sous-jacent sous la forme d’interactions
partoniques multiples. La figure 5.8 montre les distributions de la fraction d’impulsion des gluons qui
contribuent à la production de mésons D (dont la région cinématique choisie correspond à celle des
données publiées [298]) et de photons prompts à grande rapidité. On voit clairement que la production
de photons prompts sonde de plus petites valeurs de x de distribution plus étroite que pour la production
de charme ouvert pour lequel le processus de fragmentation introduit un étalement supplémentaire de
l’impulsion. Le panneau de droite montre la médiane ainsi que l’intervalle de la distribution en x des
gluons (x2) à 90 % en fonction de l’impulsion transversale de la particule produite. Comme attendu,
plus faible sera la valeur de pT, plus petite sera la valeur de x sondée. Pour les mésons D à très petit
pT, on note une augmentation de la médiane probablement due à la présence de plusieurs interactions
partoniques. L’effet précis des interactions partoniques multiples dépend du modèle utilisé, mais l’étude
indique clairement que la description théorique n’est plus valable à bas pT.

Une étude plus approfondie de la sensibilité en x de la production de photons directs et de mésons
D à grande rapidité au LHC à partir de calculs pQCD NLO avec JETPHOX est présentée dans les
références [306, 307]. Le résultat essentiel représenté sur la figure 5.9 montre que, comme attendu, la
distribution en x des gluons (x2) pour les photons directs est piquée à petit x. La comparaison de
la contribution des photons prompts et de fragmentation révèle que les deux composantes ont une
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next— the g is not affected by final state effects.

2.1.2 Probing the gluon density with isolated photons

Prompt photons provide a direct access to the parton kinematics, since they couple to quarks,
and unlike hadrons are not affected by final state effects. At leading order (LO), the photon is
produced directly at the parton interaction vertex without fragmentation, as shown in the left
panel of Fig. 6. The dominant photon production process is the quark-gluon Compton pro-
cess (Fig. 6a), followed by quark-anti-quark annihilation (Fig. 6b), contributing mostly at large
x. In next-to-leading order (NLO) or even higher order processes, photons may also be produced
by bremsstrahlung or fragmentation of one of the outgoing partons, Figs 6c and d. Both involve
the non-perturbative parton-to-photon fragmentation distributions which are only partly known
from existing measurements. At LHC energies, a large fraction of direct photons are produced

Figure 5.7: Prédictions à l’ordre NLO du code Monte-Carlo partonique JETPHOX des contributions relatives des
processus de diffusion Compton qg, d’annihilation qq̄ et de fragmentation à la production de photons
directs (gauche) sans (droite) avec application d’une coupure d’isolation [305].
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Fig. 8: (Left) Distribution of the momentum fraction of the gluons (x2) contributing to production of D
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above the distribution indicate the median and the interval that contains 90% of the distribution. The right
panel shows the median and 90% spread of the gluon-x (x2) distribution as a function of the transverse
momentum.

in the fragmentation process, complicating the relation between the kinematic variables of the
measured photon and those of the incoming partons, and hence their PDFs [55]. However, frag-
mentation photons are accompanied by hadronic fragmentation products and the contribution of
this process can be largely suppressed by application of isolation cuts, as illustrated in Fig. 7.
The application of the isolation cut ensures that the dominant process is the quark-gluon Comp-
ton scattering process, where the measured photon is directly sensitive to the gluon PDF.

A first estimate of the Bjorken-x sensitivity of prompt photon and D meson production at for-
ward rapidity can be obtained from the PYTHIA event generator [56]. PYTHIA is based on the
calculation of LO processes, but simulates initial state radiation as well as the shower evolution
and thereby includes leading log terms at all order in pQCD, and models hadronisation employ-
ing the Lund model. In addition, it includes an effective modeling of the underlying event in the
form of multiple-parton interactions. Figure 8 shows the distributions of the momentum fraction
of gluons that contribute to the production of D mesons and prompt photons at forward rapidity.
Here and in the following, the kinematic region chosen for the D mesons matches that of the
published data [36]. It can be clearly seen that prompt photon production probes a smaller range
in Bjorken-x and that the distributions are narrower than for open charm production, where the
fragmentation process introduces an additional momentum spread. The right panel shows the
median and the 90% interval of the gluon-x (x2) distribution as a function of the transverse mo-
mentum of the produced particle. At lower pT, smaller x is probed, as expected. For the D
mesons at very low pT, there is an increase in the median x likely due to the presence of sev-
eral parton interactions. The precise effect of multiple-parton interactions is model-dependent,
but the study does make it clear that the theory description is expected to break down at low
pT.
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panel shows the median and 90% spread of the gluon-x (x2) distribution as a function of the transverse
momentum.

in the fragmentation process, complicating the relation between the kinematic variables of the
measured photon and those of the incoming partons, and hence their PDFs [55]. However, frag-
mentation photons are accompanied by hadronic fragmentation products and the contribution of
this process can be largely suppressed by application of isolation cuts, as illustrated in Fig. 7.
The application of the isolation cut ensures that the dominant process is the quark-gluon Comp-
ton scattering process, where the measured photon is directly sensitive to the gluon PDF.

A first estimate of the Bjorken-x sensitivity of prompt photon and D meson production at for-
ward rapidity can be obtained from the PYTHIA event generator [56]. PYTHIA is based on the
calculation of LO processes, but simulates initial state radiation as well as the shower evolution
and thereby includes leading log terms at all order in pQCD, and models hadronisation employ-
ing the Lund model. In addition, it includes an effective modeling of the underlying event in the
form of multiple-parton interactions. Figure 8 shows the distributions of the momentum fraction
of gluons that contribute to the production of D mesons and prompt photons at forward rapidity.
Here and in the following, the kinematic region chosen for the D mesons matches that of the
published data [36]. It can be clearly seen that prompt photon production probes a smaller range
in Bjorken-x and that the distributions are narrower than for open charm production, where the
fragmentation process introduces an additional momentum spread. The right panel shows the
median and the 90% interval of the gluon-x (x2) distribution as a function of the transverse mo-
mentum of the produced particle. At lower pT, smaller x is probed, as expected. For the D
mesons at very low pT, there is an increase in the median x likely due to the presence of sev-
eral parton interactions. The precise effect of multiple-parton interactions is model-dependent,
but the study does make it clear that the theory description is expected to break down at low
pT.

Figure 5.8: À gauche : Distributions en fraction d’impulsion des gluons (x2) contribuant à la production de mésons
D et de photons directs à grande rapidité pour 4 < pT < 5 GeV/c obtenues à l’aide de PYTHIA8. Les
rectangles colorés sur le haut de la figure indiquent la médiane ainsi que l’intervalle contenant 90 % de la
distribution. À droite : Médiane et intervalle de 90 % de la distribution en x des gluons (x2) en fonction de
l’impulsion transverse.
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A more sophisticated exploration of the Bjorken-x sensitivity of direct photon and D meson pro-
duction at forward rapidity at the LHC using NLO pQCD calculations with JETPHOX has been
reported in [57, 58]. The main result is reproduced in Fig. 9, which shows that the gluon-x (x2)
distribution for direct photons is peaked at small values as expected. Comparing the contribu-
tion from prompt and fragmentation photons reveals that both components have a sensitivity to
small x; however, the fragmentation photons show a strong tail towards larger x. The distribution
corresponding to neutral pion production shows a similar (or only slightly weaker) sensitivity
to the small x-region as the fragmentation photons. The sensitivity to small x improves signif-
icantly when fragmentation processes are suppressed by isolation cuts. Compared to isolated
photons, D mesons probe slightly larger x, with also a broader distribution, due to fragmentation
effects. Assuming a constant suppression of gluons in nuclei compared to protons, D-meson
and isolated-photon production measurements are equally sensitive to the gluon distribution.
However, if there is an onset of the suppression at small x, the isolated photon measurement is
significantly more sensitive due to its lower reach in x.

In the following, the difference between the photon and charm sensitivity is demonstrated by
means of a simplified model study, using three different scenarios for the nuclear modification
of the gluon distribution. The three scenarios are illustrated in the upper panels of Fig. 10:
scenario 1 has a constant suppression, independent of x as assumed in the EPPS parameteriza-
tions, while scenario 2 and 3 have a suppression that sets in below x = 2 ·10�4 and x = 5 ·10�5

and drops steeply to compensate the steep rise of the gluon density in protons and produce
an approximately constant gluon density in the nucleus. These ’modification ratios’ are then
used to reweight calculations of photon and D meson production in pp collisions at 8.8 TeV in
PYTHIA8. There is no explicit Q2 dependence in the calculation, but this does enter implicitly
via the PYTHIA calculation, where x and Q2 are related given the acceptance that is simulated.
The lower panels of Fig. 10 show the resulting nuclear modification of D meson production
at 3.5 < y⇤ < 4.0 and direct photons at 4.0 < y⇤ < 4.5, as well as the LHCb measurement for
comparison. The study confirms that for a constant suppression scenario, charm and photons

Figure 5.9: À gauche : Distribution en x des gluons (x2) sondée par la production de photons directs à grande
rapidité en collisions pPb à 8.8 TeV donnée par JETPHOX utilisant la PDF CTEQ6.6 avec la modification
nucléaire EPS09 [306]. Les différentes sources de photons directs sont représentées séparément. À titre
de comparaison, la distribution en x2 pour la production de π0 avec la même cinématique est également
représentée. À droite : Comparaison des distributions en x des gluons (x2) pour la production de photons
isolés, de π0 et de mésons D obtenues à l’aide de calculs pQCD à l’ordre NLO [306, 307].

sensibilité à petit x ; cependant, les photons de fragmentation montrent une longue queue vers les
grandes valeurs de x. La distribution correspondante pour la production de pions neutres montre une
sensibilité similaire (ou légèrement plus faible) à la région des petits x que les photons de fragmentation.
La sensibilité aux petits x augmente considérablement lorsque les processus de fragmentation sont
supprimés par des coupures d’isolement. Par comparaison avec les photons isolés, les mésons D sondent
des valeurs de x légèrement plus élevées, de distribution également plus étalée, en raison des effets de
fragmentation. En supposant une suppression constante des gluons dans les noyaux par rapport aux
protons, les mesures de production de mésons D et de photons isolés montrent une sensibilité similaire
à la distribution de gluons. Cependant, dans le cas d’une suppression à petit x, la mesure des photons
isolés est significativement plus sensible eu égard à son accès à plus bas x.

Dans ce qui suit, la différence de sensibilité entre les photons et le charme ouvert a été évaluée au
moyen d’un modèle simplifié, en utilisant trois scénarios pour la modification nucléaire de la distribution
de gluons. Les trois scénarios sont illustrés dans les panneaux supérieurs de la figure 10 : le scénario 1

a une suppression constante, indépendante de x comme celle des paramétrisations EPPS, tandis que
les scénarios 2 et 3 ont une suppression qui démarre au-dessous de x = 2 · 10−4 et x = 5 · 10−5et
chute fortement pour compenser la forte augmentation de la densité de gluons dans les protons et
ainsi produire une densité de gluons à peu près constante dans le noyau. Ces facteurs de modification
sont ensuite utilisés pour pondérer les sections efficaces de production de photons et de mésons D en
collisions pp données par PYTHIA8. Il n’y a pas de dépendance explicite en Q2 dans le calcul bien qu’elle
entre implicitement dans le calcul compte tenu de l’acceptance simulée. Les panneaux inférieurs de la
figure 5.10 montrent la modification nucléaire attendue de la production de mésons D (3.5 < y⋆ < 4)
et de photons directs (4 < y⋆ < 4.5), ainsi que la mesure de l’expérience LHCb. Cette étude confirme
que pour un scénario de suppression constante, le charme et les photons tout aussi sensible, tandis
que pour les autres scénarios décrivant un début de suppression à petit x, la mesure du photons est
significativement plus sensible en raison de sa portée plus faible en x. Notez, cependant, que la mesure
des photons directs en-dessous de ∼ 3 GeV/c ne sera probablement pas possible avec une précision
acceptable.

En résumé, la mesure de photons isolés offre des caractéristiques uniques :

• Les photons directs offrent une excellente sensibilité aux distributions de gluons à petit x. Ils sont
plus sensibles aux petits x que les mesures concurrentes, y compris la mesure des mésons D de
l’expérience LHCb. Ils permettent d’établir une relation plus directe entre la cinématique de l’état
final et les variables de l’état initial.

• L’interprétation d’une mesure de photons est robuste. La théorie sous-jacente en décrivant
la production est bien connue. Contrairement aux hadrons, les photons ne subissent pas de
modifications dues aux interactions dans l’état final, comme un boost provenant de l’expansion
collective ou une perte d’énergie. De plus, les incertitudes théoriques des calculs perturbatifs de la
production de charme qui sont estimées en faisant varier le choix des échelles de factorisation et
de renormalisation sont plus importantes que pour la production de photons.
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Fig. 10: Different scenarios of nuclear gluon suppression and the corresponding nuclear modification
factors expected for open charm and direct photons. The upper panels show the choice of the nuclear
modification of the gluon PDFs as a function of x. The lower panels show the corresponding nuclear
modification factor as a function of pT for D mesons in the most forward acceptance of LHCb and of
direct photons in FoCal. The existing forward measurements by LHCb [36] are included for comparison.

are equally sensitive, but for the other cases with an onset of the suppression at small x, the
photon measurement is significantly more sensitive due to its lower reach in x. Note, however,
that measuring direct photons below ⇠ 3 GeV/c will most likely not be possible with acceptable
accuracy.

In summary, the isolated photon measurement offers unique features:

– Forward photons provide excellent sensitivity to gluon distributions at small x. They are
more sensitive at small x than competing measurements, including the D meson measure-
ment from LHCb. They provide a more direct relation between the final state kinematics
and the initial state variables.

– The interpretation of a photon measurement is robust. The underlying theory describing
the production is well under control. Unlike hadrons, photons should not suffer modifica-
tions from final-state interactions, like a boost from collective expansion or energy loss.
In addition, the systematic uncertainties in perturbative calculations of charm production
that are explored by varying the choice of factorisation and fragmentation scales are larger
than for photon production.

Figure 5.10: Hypothèses de suppression nucléaire des PDF de gluons fonction de x (panneaux du haut) et du facteur
de modification nucléaire correspondant en fonction de pT pour les mésons D dans l’acceptance la plus
avant de l’expérience LHCb et les photons directs dans FoCal. À titre de comparaison les mesures
réalisées par l’expérience LHCb [298] sont également représentées.

5.2.1.3 Prédictions de la production photons isolés en collisions pp et p–Pb

La mesure phare proposée par FoCal est celle des spectres en pT de photons isolés à rapidité avant
dans les collisions pp et p–Pb à 8.8 TeV au Run 4 du LHC. Les effets nucléaires seront quantifiés par
le facteur de modification nucléaire RpPb, défini comme le rapport des spectres obtenus en collisions
p–Pb et pp normalisé par le nombre de collisions binaires (environ 7.2 à

√
sNN = 8.8 TeV). Le RpPb

attendu à η = 4 et les incertitudes associées sont représentés sur la figure 5.11 pour les nPDFs EPPS16 et
nNNPDF1.0. La valeur centrale ne diffère que d’environ 10–15 % entre les deux calculs, tandis que les
incertitudes, qui proviennent des incertitudes des nPDFs, sont beaucoup plus grandes, en particulier
pour nNNPDF1.0, qui par choix est la moins contrainte comme discuté ci-dessus. Deux calculs de
production de photons dans le cadre du modèle de CGC sont également présentés. Le calcul le plus
récent ne prédit qu’une suppression modérée, alors que le calcul antérieur montrait une forte suppression
RpPb ≈ 0.4. La dépendance de la rapidité du RpPb dans la région avant complétée par les mesures à
mi-rapidité effectuées par l’expérience ALICE permettront une exploration systématique de l’espace
des phases (x, Q) au LHC, et la recherche d’une éventuelle rupture de la factorisation colinéaire et de la
dynamique DGLAP linéaire.

Les mesures en collisions pp à l’énergie dans le centre de masse
√

s = 14 TeV serviront à deux fins :
d’abord, elles seront utiles pour contraindre ou vérifier les PDFs des protons à très petit x, qui, bien que
significativement plus précises que les PDF nucléaires, ont toujours des incertitudes de l’ordre de 20
à 50 %, comme indiqué sur la figure 5.12. Ces mesures peuvent en outre être utilisées comme entrée
pour contraindre les PDF nucléaires dans le cas où A = 1. On s’attend de plus, à ce que les effets de
saturation soient accessibles à ces collisions d’énergie la plus élevée disponible au LHC (donnant accès à
des valeurs de x aussi faibles que ∼ 10−5) en mesurant les spectres de photons directs et de pions, ainsi
que leur rapport, à rapidité avant, en particulier à y = 5 et au-delà.

Enfin, en collisions pp, on s’attend à ce que les mesures des électrons issus des désintégrations des
bosons Z et W soient également possibles en raison de leur signature distinctive dans les distributions
en pT.

5.2.1.4 Aperçu de la couverture cinématique au LHC et au-delà

La figure 5.13 donne un aperçu des couvertures approximatives en (x, Q) sondées par les mesures DIS
des expériences NMC et EMC, du futur projet EIC, ainsi que les futures mesures de photons directs
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Fig. 12: Isolated photon spectra in pp collision at 14 TeV for h = 4.5 (left panel) and h = 5.25 (right
panel) with the CT14 [35] (red line and band) and with the NNPDF3.1 [61] proton PDF (blue line and
band). The bands shows the effect of the uncertainties on the PDFs on the calculated cross section,
ignoring fragmentation scale uncertainties. The lower panels shows the relative uncertainties on a linear
scale.

Figure 5.11: Facteur de modification nucléaire des photons isolés à η = 4 en collisions pPb à
√

sNN = 8.8 TeV calculé
à l’aide des PDF nucléaires EPPS16 [308] et nNNPDF1.0 [297] comparé à deux calculs CGC [309, 310].
Seules les incertitudes provenant des PDF sont représentées.
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Fig. 12: Isolated photon spectra in pp collision at 14 TeV for h = 4.5 (left panel) and h = 5.25 (right
panel) with the CT14 [35] (red line and band) and with the NNPDF3.1 [61] proton PDF (blue line and
band). The bands shows the effect of the uncertainties on the PDFs on the calculated cross section,
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Figure 5.12: Spectre de photons isolés à η = 4.5 en collisions pp à
√

s = 14 TeV (gauche) et η = 5.25 (droite) calculés
à l’aide des PDF du proton CT14 [311] (rouge) et NNPDF3.1 [312] (bleu). Les bandes représentent
l’incertitude sur la section efficace de production provenant de l’incertitude sur la PDF.
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Fig. 13: Approximate (x,Q) coverage of various experiments for regions probed by DIS measurements
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for proton and Pb are also indicated. The horizontal dashed line and the dashed curve indicate the kine-
matic cuts above which data were included in the nNNPDF fits.

The right figure shows the regions covered by hadron measurements at RHIC and LHC. In ad-
dition, the regions which are covered by LHCb for measurements of open charm and bottom
(blue) as well as where FoCal can measure neutral pions at small x (red) are highlighted. LHCb
can in principle also measure light hadron production in that range, but no results have been
published to date. Figure 13 demonstrates that the FoCal and LHCb measurements will probe
much smaller x than any of the other existing and possible future measurements, with the Fo-
Cal reaching to the smallest x ever measurable until the possible advent of the LHeC [10] or
FCC [11].

The saturation scale, which is indicated in Fig. 13, is obtained using Eq. 1, with the normal-
ization obtained by setting its value to about 1.7 GeV/c for A = 1 at x = 10�4 [70]. At high
enough parton density or consequently small enough x, non-linear QCD evolution is expected
to play a role, in particular near the saturation scale. A smooth, not abrupt, transition is ex-
pected from the linear to the non-linear region as a function of x, and the absolute magnitude
of Qs is theoretically not well established. Hence, both LHCb and FoCal collaborations strive
to extend the planned photon measurements to even lower pT and and lower Q. Since these are
challenging measurements, the corresponding regions are indicated as darker (FoCal) and open
(LHCb) trapezoids in the left panel of Fig. 13. For FoCal, the main challenges at very low pT
are the large background of decay photons, as well as the increasing contribution from fragmen-
tation photons (as discussed in Sec. 5). Members of the LHCb collaboration are attempting to
base their measurements of photons at lower pT on photons that convert to an electron-positron
pair in the detector material [71, 72]. This approach would provide a clean sample of photons,
however suffers from a rather small efficiency and relative large photon conversion uncertainty.

Figure 5.13: Couvertures cinématiques en (x, Q) sondées par les mesures DIS de diverses expériences parmi lesquelles
celles qui seront menées auprès du futur EIC, ainsi que les futures mesures de photons directs et de
Drell-Yan (gauche) de même qu’hadroniques et UPC (droite) auprès du RHIC et du LHC. Les échelles de
saturation estimées pour le proton et le Pb sont également représentées.

et de Drell-Yan (panneau de gauche), de même que les mesures hadroniques (panneau de droite) au
RHIC (

√
sNN = 0.2 TeV) et au LHC (

√
sNN = 8.8 TeV). On utilise la relation approximative décrite par

l’équation 5.2 pour calculer les valeurs de x et Q, qui néglige les effets de fragmentation, spécifiques
aux hadrons. La figure de gauche montre également la couverture des régions sondées par les mesures
de DIS nucléaires, y compris pour le futur projet EIC, ainsi que les mesures de photons directs et de
Drell-Yan proposées par le futur programme du RHIC, pour lequel les expériences STAR et sPHENIX
prévoient d’étendre leur acceptance de détecteurs avant couvrant 2.5 < η < 4.

La figure de droite montre les régions couvertes par les mesures hadroniques au RHIC et au LHC.
De plus, les régions couvertes par l’expérience LHCb pour les mesures de saveurs lourdes ouvertes
(bleu) ainsi que celles où FoCal pourra mesurer les pions neutres à petit x (rouge) sont également
représentées. LHCb peut en principe également mesurer la production de hadrons légers dans cette
région bien qu’aucun résultat n’ait été publié à ce jour. La figure 5.13 montre que les mesures FoCal et
LHCb permettront de sonder des valeurs de x beaucoup plus petites que n’importe quelle autre mesure
existante et future, FoCal atteignant les plus petites valeurs de x jamais mesurables jusqu’à l’avènement
possible du LHeC ou du FCC.

L’échelle de saturation, qui est indiquée sur la figure 5.13, est obtenue à l’aide de l’équation 5.1, avec
une normalisation fixée à environ 1.7 GeV/c pour A = 1 à x = 10−4. À densité partonique suffisamment
élevée, et conséquemment suffisamment petit x, l’évolution non-linéaire de QCD est susceptible de jouer
un rôle, en particulier autour de l’échelle de saturation. Une transition douce est attendue de la région
linéaire à la région non-linéaire en fonction de la valeur de x, la magnitude absolue de Qs n’est en
outre pas bien établie théoriquement. Par conséquent, les collaborations LHCb et FoCal s’efforceront
d’étendre les mesures de photons prévues à encore plus basses valeurs de x et Q. S’agissant de mesures
difficiles, les régions correspondantes sont indiquées comme des trapèzes plus sombres (FoCal) et
ouverts (LHCb) dans le panneau de gauche de la figure 5.13. Pour FoCal, les principaux défis à très
bas pT sont le grand bruit de fond constitué de photons de désintégration, ainsi que la contribution
accrue des photons de fragmentation (comme discuté dans la section 5.4). La collaboration LHCb tentent
de mesurer les photons de bas pT par leurs conversions en paires e+e− dans le matériau du détecteur.
Cette approche devrait fournir un échantillon pur de photons, mais souffre d’une efficacité plutôt faible
et d’une incertitude sur la conversion de photons relativement grande. Des améliorations visant à
améliorer la trajectographie à bas pT sont proposées pour l’expérience LHCb au Run 4. Les détails de la
comparaison entre les performances de FoCal et LHCb sont disponibles au paragraphe 5.4.4.

5.2.1.5 Études des petits x dans les collisions ultrapériphériques

Les réactions de photoproduction en collisions ultrapériphériques (UPC), qui sont également utilisées
pour étudier le shadowing des gluons, sont incluses dans le panneau de droite de la figure 5.13. Ces
interactions sont d’un grand intérêt pour les études à petit x, car le dipôle de couleur résultant de la
fluctuation du photon en une paire qq̄ se couple directement à la densité de gluons. Le résultat récent
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de photoproduction de J/ψ à l’avant par la collaboration ALICE utilisant le bras dimuon a révélé un
shadowing significatif à des valeurs de x aussi petites que 10−5 et Q ≈ MJ/ψ/2. La photoproduction
de di-jets est actuellement à l’étude par la collaboration ATLAS en tant que sonde prometteuse pour
accéder à une large gamme de valeurs de x au-dessus de 10−4 à Q > 7 GeV/c. Toutes les expériences
du LHC, y compris LHCb, prévoient d’étudier la photoproduction de J/ψ ainsi que d’autres canaux
de photoproduction ; un résumé du potentiel des futures études UPC au LHC est disponible dans la
référence [313].

FoCal peut également être utilisé pour étudier la photoproduction de J/ψ, ψ′ et Υ dans les collisions
ultrapériphériques, étendant ces études à une plus grande rapidité, et donc à des énergies de photons plus
élevées que celles accessibles dans d’autres expériences menées au LHC, autorisant ainsi une recherche
de la saturation de gluons à des valeurs de x plus basses que ce qui est possible partout ailleurs. En
collisions pp, un J/ψ de rapidité |y| = 5.8 correspond à x ≈ 5 × 10−7, tandis que pour les collisions
Pb–Pb (où le boost de Lorentz est plus faible), x ≈ 1.5 × 10−6, bien en-deçà des mesures expérimentales
précédentes. La signature de la photoproduction cohérente de ces mésons se désintégrant en paires e+e−

devrait être très distinctive dans le détecteur FoCal, à savoir deux gerbes électromagnétiques émises
dos-à-dos en azimut, sans rien d’autre présent dans l’événement (à l’exception de quelques neutrons
dans les calorimètres à zéro degré). Comme indiqué dans [313], les taux de production de ces processus
sont élevés, même à grand |y|. Le principal défi expérimental est double : identifier le noyau qui a émis
le photon et celui qui a servi de cible. L’ambiguïté directionnelle peut quant à elle être levée en étudiant
les événements comportant des neutrons voyageant dans différentes directions et éventuellement en
étudiant la photoproduction en collisions périphériques. En plus d’une mesure des fonctions de structure
à bas x, les données de photoproduction cohérente de FoCal pourraient également être utilisées pour
étudier l’évolution de la forme nucléaire avec Q2, à des valeurs de x plus faibles qu’auparavant. En
étudiant comment la forme nucléaire apparente change avec la diminution de x dans la photoproduction
de J/ψ sur des cibles de plomb, nous pourrons rechercher le début de la saturation de gluons en utilisant
une nouvelle approche. Il devrait également être possible d’étudier la photoproduction incohérente de
mésons vecteurs dans des cibles de protons et de plomb. Cela a été utilisé pour étudier les fluctuations
de la forme du proton ; ce travail pourrait être étendu à plus bas x avec FoCal.

5.2.1.6 Corrélations à longue portée dans les collisions pp et p–Pb

La situation concernant la sensibilité des observables hadroniques à l’état initial, en particulier à la
densité de gluons, a été encore compliquée par de nouvelles caractéristiques récemment observées dans
les collisions p–Pb. Parmi celles-ci figure notamment le double ridge, une corrélation à deux hadrons en
angle azimutal relatif ∆φ s’étendant sur une large plage de ∆η (cf. figures 5.14 et 5.15). La structure de
la corrélation en ∆φ peut être bien décrite par une décomposition en série de Fourier avec un coefficient
dominant d’ordre deux v2, plus connu sous le nom de flot elliptique. Pour lors, v2 a été mesuré pour de
nombreux hadrons, y compris le charme ouvert et caché. Le mécanisme à l’origine de ces corrélations
n’est pas entièrement compris, mais leur nature à long portée indique que ces corrélations doivent
provenir des prémices de la collision : par suite de l’anisotropie de la distribution d’impulsion dans
l’état initial ou de l’anisotropie de la distribution spatiale qui imprime les distributions d’impulsion
par diffusion. On déduit souvent de l’analogie avec les collisions d’ions lourds que la diffusion dans
l’état final peut entraîner un mouvement collectif précoce, reportant les anisotropies dans l’état initial
vers l’état final. Une telle explication permettrait notamment d’expliquer la dépendance observée
des valeurs de v2 vis-à-vis de la masse du hadron, caractéristique du mouvement collectif. Si cette
explication est corroborée, cela supposerait de fortes interactions des hadrons dans l’état final avec le
milieu produit, et rendrait caduques les informations obtenues à partir des spectres en pT des hadrons
pour la compréhension de l’état initial. L’écoulement radial de hadrons conduira à un excès de particules
produites dans la gamme des pT intermédiaires (1–3 GeV/c) très instructif quant aux effets de saturation,
tandis que d’autres mécanismes, comme la perte d’énergie des hadrons dans l’état final, qui aurait l’effet
inverse sur les spectres en pT, ne peuvent pas non plus être exclus. Cela souligne en outre qu’il existe
des incertitudes importantes dans notre compréhension de la production de hadrons dans les collisions
p–Pb, en particulier à pT faible à intermédiaire, où les effets de saturation devraient également jouer un
rôle.

FoCal peut contribuer à caractériser les corrélations à longue portée en mesurant les corrélations
azimutales à rapidité avant dans les collisions pp et p–Pb, mais aussi en mesurant les corrélations entre
particules produites à mi-rapidité et à rapidité avant (et éventuellement à rapidité arrière en utilisant le
spectromètre à muons ou le MFT pour les particules chargées), qui sondent la nature à longue portée
des corrélations. Les mesures avec des mésons plus lourds (η, ω) peuvent être utilisées pour tester
les hypothèses de proportionnalité avec la masse. Les corrélations de photons isolés vers l’avant avec
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Fig. 14: (Left) Per-trigger particle associated yield in Dj and Dh for pairs of charged particles with
2 < pT,trig < 4 GeV/c and 1 < pT,assoc < 2 GeV/c in p–Pb collisions at

p
sNN = 5.02 TeV for the 0–

20% event class after subtraction of the yield obtained in the corresponding 60–100% event class [80].
(Right) The v2 values extracted from two-particle correlations in p–Pb collisions at

p
sNN = 5.02 TeV for

hadrons (black squares), pions (red triangles), kaons (green stars) and protons (blue circles) as a function
of pT in the 0–20% event class after subtraction of the 60–100% event class [42].
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Fig. 15: (Left) Two-particle hadron–µ correlation functions as a function of Dh and Dj for high-
multiplicity p–Pb collisions at 8.16 TeV measured by ATLAS [81]. (Right) Corresponding v2 values
extracted from the correlation functions for associated hadrons and muons.

v2 has been measured for numerous hadrons, including open and hidden charm [42–46]. The
mechanism causing these correlations is not fully understood, but the long-range nature does
indicate that the correlations must originate from early stages; either from anisotropy in the ini-
tial state momentum distribution [83, 84] or from anisotropy in the spatial distribution that is
imprinted on the momentum distributions by scattering [85, 86]. It is often deduced from the
analogy to heavy-ion collisions that the final-state scattering may result in early collective mo-
tion, carrying over the initial-state anisotropies to the final state. Such an explanation would in
particular be able to explain the observed dependence of the v2 values on hadron mass, which

Figure 5.14: À gauche : taux de production de particules associées par trigger en fonction de ∆φ et ∆η pour les
paires de particules chargées avec 2 < pT,trig < 4 GeV/c et 1 < pT,assoc < 2 GeV/c en collisions pPb à√

sNN = 5.02 TeV appartenant à la classe de centralité 0–20 % après soustraction du taux de production
obtenu dans la classe 60–100 %. À droite : Valeurs de v2 en fonction de pT extraites des corrélations
à deux particules dans les collisions pPb à

√
sNN = 5.02 TeV pour les hadrons (carrés noirs), pions

(triangles rouges), kaons (étoiles vertes) et protons (cercles bleus) dans la classe de centralité 0–20 % après
soustraction de la classe 60–100 %.
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Fig. 14: (Left) Per-trigger particle associated yield in Dj and Dh for pairs of charged particles with
2 < pT,trig < 4 GeV/c and 1 < pT,assoc < 2 GeV/c in p–Pb collisions at

p
sNN = 5.02 TeV for the 0–

20% event class after subtraction of the yield obtained in the corresponding 60–100% event class [80].
(Right) The v2 values extracted from two-particle correlations in p–Pb collisions at

p
sNN = 5.02 TeV for

hadrons (black squares), pions (red triangles), kaons (green stars) and protons (blue circles) as a function
of pT in the 0–20% event class after subtraction of the 60–100% event class [42].
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multiplicity p–Pb collisions at 8.16 TeV measured by ATLAS [81]. (Right) Corresponding v2 values
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v2 has been measured for numerous hadrons, including open and hidden charm [42–46]. The
mechanism causing these correlations is not fully understood, but the long-range nature does
indicate that the correlations must originate from early stages; either from anisotropy in the ini-
tial state momentum distribution [83, 84] or from anisotropy in the spatial distribution that is
imprinted on the momentum distributions by scattering [85, 86]. It is often deduced from the
analogy to heavy-ion collisions that the final-state scattering may result in early collective mo-
tion, carrying over the initial-state anisotropies to the final state. Such an explanation would in
particular be able to explain the observed dependence of the v2 values on hadron mass, which

Figure 5.15: À gauche : fonctions de corrélation à deux particules hadron–µen fonction de ∆φ et ∆η pour les
collisions pPb de haute multiplicité à 8.16 TeV mesurées par l’expérience ATLAS. À droite : valeurs de v2
correspondantes extraites des fonctions de corrélation pour les hadrons et muons associés.
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Fig. 16: Nuclear modification factor RAA as a function of pT for identified pion production in central Au–
Au collisions at RHIC. Shown are measurements of p0 at midrapidity by PHENIX [88] (blue symbols)
and of p� at h = 2.2 by BRAHMS [49] (red symbols). Only statistical errors are shown.

can be identified in the data, also because of the limited range in pseudorapidity.

Jet quenching at high rapidities is of interest because the conditions of the hot and dense matter
do change with rapidity, although this dependence is not expected to be strong as one can see
from pseudorapidity densities of charged particles, which do not vary very strongly. In addition
to variations in the medium properties there are other rapidity dependent effects relevant for par-
ton energy loss measurements, e.g. the relative mixture of quark vs. gluon contributions, which
is modified due to the contributions of larger Bjorken-x for one of the primary partons, and the
slope of the initial parton spectrum, which is strongly modified when one gets closer to the kine-
matic limit at high rapidity. The latter can be particularly important for the measurement of the
single hadron nuclear modification factor, as shown in the left panel of Fig. 17. In fact, while
high-pT hadrons at midrapidity originate from a broad distribution of parton pT, this source of
uncertainty is reduced at high rapidity, where the kinematic range of parton pT is limited. In ad-
dition, this effect would lead to a stronger suppression at large rapidity compared to midrapidity.
The measurements of the nuclear modification factor of neutral pions in a more forward rapidity
range with FoCal will allow to explore this region in more detail.

The study of parton energy loss and the medium density at forward rapidity is also important
to interpret the existing measurements of quarkonium production at forward rapidity. To illus-
trate some of the open questions in charmonium production and suppression, the left panel of
Fig. 18 compares the nuclear modification of J/y production at RHIC and LHC. The smaller
suppression of J/y at the LHC compared to RHIC is now generally interpreted as an interplay
of Debye-screening, which is dominant at RHIC and leads to a strong suppression, and an ad-
ditional final state production mechanism (statistical hadronisation or kinetic recombination),
which becomes important at LHC and compensates part of the suppression.

Figure 5.16: Facteur de modification nucléaire RAA en fonction de pT pour la production deπ0 à mi-rapidité par
l’expérience PHENIX (symboles bleus) et de π− à η = 2.2 par l’expérience BRAHMS (symboles rouges)
dans les collisions centrales Au–Au au RHIC. Seules les erreurs statistiques sont représentées.

des hadrons à mi-rapidité sont particulièrement intéressantes car elles devraient permettre de tester
les mécanismes à l’œuvre dans l’état initial des collisions, les photons isolés ne subissant que très peu
l’influence des interactions dans l’état final (voir figure 5.5). De plus, les corrélations avec des jets émis
vers l’avant pourraient élucider les mécanismes sous-jacents au phénomène de ridge.

5.2.1.7 Perte d’énergie des partons dans les collisions Pb–Pb

Un des résultats les plus marquants obtenus en collisions d’ions lourds de haute énergie est l’observation
d’une suppression de la production de particules de haut pT par rapport à celle attendue du nombre de
collisions binaires nucléon–nucléon. Cette suppression résulte de la perte d’énergie des partons due
à leur interaction avec le QGP, généralement appelée jet quenching, avant qu’ils ne se fragmentent en
hadrons de haut pT. Jusqu’à présent, la plupart des mesures ont été effectuées à mi-rapidité tandis que
les modèles utilisent une distribution de densité invariante de Lorentz. Cependant, on s’attend à ce que
la densité du QGP diminue à rapidité avant, alors que la fraction de jets de quarks augmente.

Pour lors, les connaissances sur la dépendance en rapidité de la suppression de hadrons simples sont
très limitées. Au RHIC, les seules mesures vers l’avant des spectres de hadrons dans les collisions Au–Au
centrales ont été effectuées par l’expérience BRAHMS. La figure 5.16 montre le facteur de modification
nucléaire (RAA) de la production de pions négatifs émis vers l’avant comparés à celui des pions neutres
à mi-rapidité mesurés par PHENIX. On observe une forte suppression des deux facteurs de modification.
Cependant, alors que les mesures à mi-rapidité sont d’une précision relativement élevée, les mesures à
l’avant souffrent de grandes incertitudes et sont d’une portée très limitée en impulsion transversale. Cela
est dû en partie aux spectres d’impulsion plus raides à grande rapidité mais également à l’absence de
détecteur de large acceptance vers l’avant au RHIC. Compte tenu des grandes incertitudes statistiques,
on ne peut finalement tirer aucune conclusion solide sur la dépendance en rapidité du RAA au RHIC.
Au LHC, le facteur de modification nucléaire a été mesuré jusqu’à η ≈ 2 comme le montre le panneau
de droite de la figure 5.17 ; cela ne couvre cependant qu’une petite fraction de la plage dynamique
disponible en rapidité. Pareillement, ces mesures ne sont malheureusement pas concluantes : pas de
tendance systématique claire peut être identifiée dans les données, également en raison de la plage
limitée en pseudorapidité.

L’étude du jet quenching à grande rapidité est intéressante car les conditions de la matière chaude
et dense changent avec la rapidité, bien que cette dépendance ne soit pas supposée être forte comme
on peut le voir à partir des densités en pseudorapidité des particules chargées, qui ne varient pas très
fortement. En plus de la variation des propriétés du milieu, il existe d’autres effets dépendants de la
rapidité qui entrent en jeu dans les mesures de perte d’énergie des partons, par exemple la composition
relative en quarks et gluons, qui est modifiée en raison de la contribution à plus grand x d’un des partons
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Fig. 17: Nuclear modification factor RAA of jets and hadrons in central Pb–Pb collisions at
p

sNN =

2.76 TeV. (Left) RAA of jets and hadrons as a function of rapidity as calculated with YaJEM [89].
(Right) RAA for charged hadrons in different pT intervals as a function of pseudorapidity measured in
ATLAS [90].
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Fig. 18: (Left) Inclusive J/y RAA as a function of the number of participating nucleons measured in Pb–
Pb collisions at

p
sNN = 2.76 TeV compared to PHENIX results in Au–Au collisions at

p
sNN = 200 GeV

at midrapidity and forward rapidity [91]. (Right) Inclusive J/y RAA as a function of rapidity measured
in Pb–Pb collisions at

p
sNN = 2.76 TeV with a comparison to theoretical predictions including nuclear

shadowing [92].

Our understanding is unfortunately complicated by the different rapidity coverage of the mea-
surements. The most extensive measurements of charmonium suppression at the LHC have been
performed with the Muon Spectrometer of ALICE at forward rapidity. The rapidity dependence
was studied in the PHENIX experiment at RHIC. There, more forward measurements (albeit
with limited coverage) show a stronger suppression than at midrapidity, as visible in Fig. 18,
so one would not expect the even less strong suppression as seen by ALICE to be due to the
different rapidity.
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Fig. 17: Nuclear modification factor RAA of jets and hadrons in central Pb–Pb collisions at
p

sNN =

2.76 TeV. (Left) RAA of jets and hadrons as a function of rapidity as calculated with YaJEM [89].
(Right) RAA for charged hadrons in different pT intervals as a function of pseudorapidity measured in
ATLAS [90].
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Fig. 18: (Left) Inclusive J/y RAA as a function of the number of participating nucleons measured in Pb–
Pb collisions at

p
sNN = 2.76 TeV compared to PHENIX results in Au–Au collisions at

p
sNN = 200 GeV

at midrapidity and forward rapidity [91]. (Right) Inclusive J/y RAA as a function of rapidity measured
in Pb–Pb collisions at

p
sNN = 2.76 TeV with a comparison to theoretical predictions including nuclear

shadowing [92].

Our understanding is unfortunately complicated by the different rapidity coverage of the mea-
surements. The most extensive measurements of charmonium suppression at the LHC have been
performed with the Muon Spectrometer of ALICE at forward rapidity. The rapidity dependence
was studied in the PHENIX experiment at RHIC. There, more forward measurements (albeit
with limited coverage) show a stronger suppression than at midrapidity, as visible in Fig. 18,
so one would not expect the even less strong suppression as seen by ALICE to be due to the
different rapidity.

Figure 5.17: Facteur de modification nucléaire RAA des jets et des hadrons dans les collisions Pb–Pb centrales à√
sNN = 2.76 TeV. À gauche : RAA des jets et des hadrons en fonction de la rapidité calculé avec YaJEM. À

droite : RAA pour les hadrons chargés dans différents intervalles de pT en fonction de la pseudorapidité
mesurée dans ATLAS.

primaires, et de la pente du spectre de parton initial, qui est fortement modifiée lorsqu’on se rapproche
de la limite cinématique à grande rapidité. Cette dernière contribution peut s’avérer particulièrement
importante pour la mesure du facteur de modification nucléaire des hadrons simples, comme le montre
le panneau de gauche de la figure 5.17. En effet, alors que les hadrons de haut pT à rapidité centrale
proviennent de partons ayant une ample distribution en pT, cette source d’incertitude se réduit à haute
rapidité, où la gamme cinématique de l’impulsion transversale des partons est limitée. De plus, cet effet
conduirait à une suppression plus forte à grande rapidité qu’à rapidité centrale. Les mesures du facteur
de modification nucléaire des pions neutres plus vers l’avant avec FoCal permettront d’explorer cette
région plus en détail.

L’étude de la perte d’énergie des partons et de la densité du milieu à l’avant est également importante
pour interpréter les mesures existantes de la production de quarkonium à l’avant. Pour illustrer certaines
des questions ouvertes concernant la production et la suppression du charmonium, le panneau de
gauche de la figure 5.18 compare la modification nucléaire de la production de J/ψ au RHIC et au LHC.
La suppression du J/ψ plus faible au LHC qu’au RHIC est généralement interprétée comme l’action
combinée de l’écrantage de Debye, dominant au RHIC et qui conduit à une forte suppression, et d’un
mécanisme de production supplémentaire dans l’état final (hadronisation statistique ou recombinaison
cinétique), qui devient important au LHC et qui compense une partie de la suppression.

Notre compréhension est malheureusement rendue plus compliquée par des mesures de couvertures
en rapidité différentes. Les mesures les plus approfondies de la suppression du charmonium au LHC
ont été réalisées avec le spectromètre à muons de l’expérience ALICE à grande rapidité. La dépendance
en rapidité a été étudiée dans l’expérience PHENIX au RHIC. Là, les mesures effectuées plus vers l’avant
(bien qu’avec une couverture limitée) montrent une suppression plus forte qu’à mi-rapidité, comme en
atteste la figure 5.18. On ne s’attend donc pas à ce que la suppression encore moins forte vue par ALICE
soit due à la différence de rapidité.

D’autres indications notables de la dépendance en rapidité sont données par la comparaison des
mesures réalisées par l’expérience ALICE de la suppression du J/ψ à mi-rapidité et à l’avant en collisions
Pb–Pb, présentée dans le panneau de droite de la Fig. 5.18. Ces mesures n’ont malheureusement
été possibles que pour une centralité intégrée, mais elles présentent cependant des caractéristiques
intéressantes. Alors que la suppression semble être faible et très similaire pour |y| < 0.8 et y = 3, le RAA
diminue significativement pour y > 3. Cette diminution ne s’explique pas par le shadowing nucléaire,
comme le montre la comparaison avec les courbes théoriques représentées sur la figure. Il est possible
qu’il y ait d’autres effets dans l’état initial qui jouent un rôle ici (comme la saturation en gluons discutée
précédemment), ou que les propriétés du milieu changent de manière significative en fonction de la
rapidité.

En plus des mesures de π0, pour lesquelles les performances de FoCal en collisions d’ions lourds ont
été évaluées en détail comme en témoignent les sections suivantes, nous nous attendons également à ce
que FoCal puisse fournir des mesures des mésons plus lourds η et ω, et éventuellement des photons
thermiques avec les techniques interférométriques.
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Fig. 17: Nuclear modification factor RAA of jets and hadrons in central Pb–Pb collisions at
p

sNN =

2.76 TeV. (Left) RAA of jets and hadrons as a function of rapidity as calculated with YaJEM [89].
(Right) RAA for charged hadrons in different pT intervals as a function of pseudorapidity measured in
ATLAS [90].
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Fig. 18: (Left) Inclusive J/y RAA as a function of the number of participating nucleons measured in Pb–
Pb collisions at

p
sNN = 2.76 TeV compared to PHENIX results in Au–Au collisions at

p
sNN = 200 GeV

at midrapidity and forward rapidity [91]. (Right) Inclusive J/y RAA as a function of rapidity measured
in Pb–Pb collisions at

p
sNN = 2.76 TeV with a comparison to theoretical predictions including nuclear

shadowing [92].

Our understanding is unfortunately complicated by the different rapidity coverage of the mea-
surements. The most extensive measurements of charmonium suppression at the LHC have been
performed with the Muon Spectrometer of ALICE at forward rapidity. The rapidity dependence
was studied in the PHENIX experiment at RHIC. There, more forward measurements (albeit
with limited coverage) show a stronger suppression than at midrapidity, as visible in Fig. 18,
so one would not expect the even less strong suppression as seen by ALICE to be due to the
different rapidity.
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Fig. 17: Nuclear modification factor RAA of jets and hadrons in central Pb–Pb collisions at
p

sNN =

2.76 TeV. (Left) RAA of jets and hadrons as a function of rapidity as calculated with YaJEM [89].
(Right) RAA for charged hadrons in different pT intervals as a function of pseudorapidity measured in
ATLAS [90].
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Fig. 18: (Left) Inclusive J/y RAA as a function of the number of participating nucleons measured in Pb–
Pb collisions at

p
sNN = 2.76 TeV compared to PHENIX results in Au–Au collisions at

p
sNN = 200 GeV

at midrapidity and forward rapidity [91]. (Right) Inclusive J/y RAA as a function of rapidity measured
in Pb–Pb collisions at

p
sNN = 2.76 TeV with a comparison to theoretical predictions including nuclear

shadowing [92].

Our understanding is unfortunately complicated by the different rapidity coverage of the mea-
surements. The most extensive measurements of charmonium suppression at the LHC have been
performed with the Muon Spectrometer of ALICE at forward rapidity. The rapidity dependence
was studied in the PHENIX experiment at RHIC. There, more forward measurements (albeit
with limited coverage) show a stronger suppression than at midrapidity, as visible in Fig. 18,
so one would not expect the even less strong suppression as seen by ALICE to be due to the
different rapidity.

Figure 5.18: À gauche : RAA de la production inclusive de J/ψ en fonction du nombre de nucléons participants
mesuré en collisions Pb–Pb à

√
sNN = 2.76 TeV comparé aux résultats de PHENIX dans des collisions

Au–Au à
√

sNN = 200 GeV à mi-rapidité et à grande rapidité. À droite : RAA de la production inclusive
de J/ψ en fonction de la rapidité mesuré dans des collisions Pb–Pb à

√
sNN = 2.76 TeV comparé aux

prédictions théoriques incluant le shadowing nucléaire.

5.2.1.8 Résumé du programme de physique de FoCal

En conclusion, les principaux objectifs du programme de physique FoCal sont de :

• quantifier la modification nucléaire de la densité de gluons dans les noyaux à petite x et Q en
mesurant la production de photons isolés en collisions pp et p–Pb.

• étudier l’évolution non-linéaire de la QCD en mesurant les corrélations azimutales π0–π0 et photon
isolé–π0 dans les collisions pp et p–Pb.

• étudier l’origine des corrélations à longue portée de type écoulement collectif en corrélant la
production de mésons neutres sur une large plage de rapidité en collisions pp et p–Pb.

• quantifier la perte d’énergie des partons à l’avant en mesurant la production de pions neutres de
haut pT en collisions Pb–Pb.

D’autres mesures sont également envisagées mais ne seront pas décrites plus avant dans ce document,
telles que les mesures de la production de J/ψ, Υ et (di-)jets dans les collisions ultra-périphériques, de
W, Z, jets ou di-jets dans les collisions pp et p–Pb, de photons directs, d’interférences entre photons
(effet HBT) ainsi que la détermination du plan de réaction en collisions Pb–Pb.

5.3 le détecteur focal

5.3.1 Considérations générales

Les mesures les plus ambitieuses du programme de physique de FoCal sont :

• la mesure de la production de photons directs dans les collisions pp et p–Pb à grande rapidité
pour explorer la structure à petit x des protons et des noyaux à haute énergie.

• la mesure de la production de pions neutres de haute impulsion transversale en collisions Pb–Pb,
ainsi que sa modification par rapport aux collisions pp, pour sonder le milieu chaud et dense en
interaction forte loin de la rapidité centrale.

Ces mesures imposent des exigences fortes sur la conception et les performances globales du détecteur
FoCal. Les mesures à grande rapidité nécessitent un localisation du détecteur à proximité du tube du
faisceau. Comme la densité de particules dans ces régions est très élevée en raison du boost cinéma-
tique des particules produites, une grande distance du vertex d’interaction primaire est avantageuse.
L’emplacement privilégié de FoCal est du côté A du dispositif expérimental ALICE à l’extérieur de
l’aimant L3 et devant l’aimant compensateur. De ce côté, il y a suffisamment d’espace pour placer
à la fois un calorimètre électromagnétique (FoCal-E) et hadronique (FoCal-H), comme illustré sur la
figure 5.19. Dans ce scénario, la distance du détecteur au point d’interaction nominal est de z ≈ 7 m.
L’étendue transversale des calorimètres à cette position n’est pas sévèrement limitée par des problèmes
d’intégration mais plutôt par des considérations de physique et le coût global. Nous considérons cette
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3 Conceptual design

3.1 General considerations

The most challenging measurements of the anticipated physics program of FoCal have been
identified as:

1. The measurement of direct photons in pp and p–Pb collisions at forward rapidity to explore
the small-x structure of protons and nuclei at high energy.

2. The measurement of high transverse momentum neutral pions in Pb–Pb collisions, and
their modification relative to pp collisions, to probe the hot and dense strongly interacting
medium away from midrapidity.

These measurements impose requirements on the overall design and performance of the pro-
posed detector in this Letter of Intent.

Fig. 19: Installation of the FoCal at the 7m location with FoCal-E and FoCal-H detectors.

Large rapidity measurements require a placement of the detector close to the beam pipe. As the
particle density in these regions is very high due to the kinematic boost of produced particles
a large distance from the primary interaction vertex is advantageous. The favorite location of
FoCal is on the A-side of the experimental setup outside of the ALICE magnet and in front of
the compensator magnet. On this side there is enough room to place both an electromagnetic
(FoCal-E) and a hadronic (FoCal-H) calorimeter, as illustrated in Fig. 19. The distance of the
detector to the nominal interaction point for this scenario is z ⇡ 7 m. The transverse extent of the
calorimeters at this position is not severely limited by integration issues, and will be constrained
by physics considerations and overall cost. We consider this the default position of the FoCal

Figure 5.19: Installation des détecteurs FoCal-E et FoCal-H dans la caverne UX25 à la position 7 m du point
d’interaction.

position comme celle par défaut du détecteur FoCal, les simulations de performances présentées dans
les sections suivantes ont été réalisées pour ce scénario.

Comme souligné au paragraphe 5.2.1.4, en étendant la couverture aux rapidités avant, une large
gamme dynamique jusqu’à petit x devient accessible au LHC. L’acceptance en pT et η pour les photons
directs au LHC est illustrée à la Fig. 20 pour les collisions p–Pb à 8.8 TeV. La zone grise indique la
partie de l’espace des phases qui est cinématiquement inaccessible pour ces collisions. L’acceptance
géométrique de FoCal d’environ 3.4 ≤ η ≤ 4.8 est représentée par la zone rouge. Elle correspond à un
rayon extérieur de r ≈ 45 cm et un rayon intérieur de r ≈ 4 cm. La limite inférieure en pT n’est pas bien
définie car elle dépendra du rapport signal-sur-bruit réel de la mesure. Cet arbitraire est indiqué par
la couleur plus claire à bas pT. Les estimations des valeurs minimales de x atteignables données par
l’équation 5.2 sont représentées par des lignes pointillées, ce qui est une bonne approximation de la
cinématique des partons incidents pour un processus LO. De simples considérations sur l’acceptance
géométrique négligent cependant d’autres contraintes sur la mesure des photons directs. La principale
provient de la nécessité de séparer les photons directs des photons de désintégration des pions neutres.
Ceci est estimé par la capacité du détecteur à distinguer les deux photons de désintégration d’un pion
neutre, lorsqu’ils sont séparés d’une distance latérale minimale d au niveau du détecteur, situé à une
distance zdet. L’impulsion transversale maximale correspondante peut être approximée pour η > 2 et
d ≪ zdet comme

pmax
T ≈ 2mπ exp (−η)

√√√√ 2

(1 − α2)
(

1 − cos d
zdet

) , (5.3)

où α désigne l’asymétrie en énergie des photons de désintégration α = |E1 − E2| / (E1 + E2). Sur la
figure 5.20, les limites approximatives accessibles pour différentes granularités de détecteur de 1, 5 et
50 mm à zdet = 7 m, qui correspond à la position prévue de FoCal, sont représentées par les lignes
colorées. On considère une asymétrie d’énergie α = 0.5, qui implique que pour une valeur de pT donnée,
la moitié des pions neutres auront une séparation supérieure à distance limite utilisée. Un pouvoir
de résolution effectif de d = 5 mm est une hypothèse plutôt conservatrice, alors que d = 1 mm serait
souhaitable pour le détecteur FoCal envisagé. La valeur d = 50 mm est une hypothèse de granularité
plus grossière utilisée seulement à des fins d’illustration. La limite supérieure en pT dans l’hypothèse
prudente où d = 5 mm correspondrait à pT ≈ 25 GeV/c à η = 3.5 et à pT ≈ 5 GeV/c à η = 5, tandis
que pour d = 1 mm, la limite serait bien au-dessus de pT = 10 GeV/c même à η = 5.8. L’énergie des
photons correspondante se situe approximativement entre 0.3 TeV et 1.5 TeV. D’après les considérations
ci-dessus, il est clair que les performances de discrimination des π0 dépendront de manière cruciale de
la granularité, elles seront étudiées à l’aide de simulations GEANT au paragraphe 5.4. Pour référence, le
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Fig. 20: Accessible phase space (h , pT) for measurements of forward photons with FoCal in p–Pb
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p
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indicate minimum Bjorken-x values of 10�4 and 10�5. The coloured lines show the approximate limits
in pT accessible for different effective two-photon separation distances d of 1, 5 and 50 mm at z = 7 m.
For details see text.

detector, and the performance simulations presented in the next sections were done for this
scenario.

As emphasized in Sec. 2.1.4, by extending the coverage to forward rapidities, a large dynamic
range down to small x is accessible at the LHC. The phase space acceptance as a function of
pT and h for forward photons at the LHC is shown in Fig. 20 for p–Pb collisions at 8.8 TeV.
The grey area indicates the part of phase space that is kinematically not reachable for these
collisions. The FoCal geometric acceptance of about 3.4  h  5.8 is indicated by the red
area. This corresponds to an outer radius of r ⇡ 45 cm and an inner radius of r ⇡ 4 cm. The
lower limit on pT is not well defined as it depends on the actual signal-to-background ratio of
the measurement. This arbitrariness is indicated by the lighter colour at low pT. Estimates for
the minimum reachable values of Bjorken-x for xmin = 10�4 and xmin = 10�5 are shown with
dashed lines using Eq. 2, which is a good approximation of the kinematics of the incoming
partons for a LO process. Simple considerations on geometrical acceptance, however, neglect
other limitations for the measurement of direct photons. The main limitation arises from the
necessity of discriminating between direct photons and decay photons from neutral pions. This
can be estimated by assuming that a detector is capable of resolving the two decay photons from
a neutral pion, when they have a certain minimum lateral separation d at the detector, located
at a distance zdet. The corresponding maximum transverse momentum can be approximated for

Figure 5.20: Espace de phase accessible (η, pT) pour les mesures de photons émis vers l’avant avec FoCal dans les
collisions pPb à

√
sNN = 8.8 TeV. La zone grisée est cinématiquement inaccessible. Les lignes pointillées

noires indiquent des valeurs minimales de x de 10−4 et 10−5. Les lignes colorées montrent les limites
approximatives en pT accessibles pour différentes distances effectives de séparation des deux photons d
de 1.5 mm et 50 mm à z = 7 m.

calorimètre électromagnétique de LHCb, qui est situé approximativement à zdet = 12.5 m, a un pouvoir
de séparation d ≈ 40 mm pour η > 3, conduisant à un pT maximal inférieur à 3.5 GeV/c à η = 4. Cela
ne doit cependant être considéré que comme une estimation grossière, car la taille d’une cellule du
calorimètre a été utilisée comme approximation pour la séparation des photons, ce qui est une hypothèse
optimiste. Cependant, il est clair que le détecteur LHCb est sévèrement limité pour une mesure des
photons directs en utilisant uniquement son calorimètre électromagnétique.

Comme indiqué ci-dessus, un pouvoir de séparation aussi faible que 1 mm est souhaitable. Cela
nécessite que les cellules de lecture soient plus petites, c’est-à-dire qu’elles aient un pas d’au plus
≈ 300 µm. Pour ces cellules, une information d’amplitude serait requise, car elle serait utilisée pour
obtenir une bonne estimation de l’énergies de chacune de gerbes électromagnétiques d’une paire se
chevauchant. Ceci peut être réalisé avec l’une ou l’autre de deux approches suivantes :

• Capteurs conventionnels à pixels de silicium de 300 × 300 µm2 (ou légèrement plus petits) avec
une lecture analogique individuelle, par exemple des pixels hybrides.

• Capteurs CMOS de taille de pixel significativement plus petite avec une lecture numérique, où une
amplitude pseudo-analogique est obtenue en comptant le nombre de pixels touchés.

Des études de prototypes avec un calorimètre à pixels numériques ont indiqué qu’une information
d’amplitude de l’ordre de 10 bits par mm2 est nécessaire pour mesurer le cœur d’une gerbe de haute
énergie, c’est-à-dire une résolution de lecture d’au moins 7 bits serait nécessaire pour les pixels de 300 ×
300 µm2. Le comptage de pixels numériques de 30 × 30 µm2 conduirait à la même résolution effective
sur l’amplitude de la gerbe. Les pixels numériques de très petit pas auront l’avantage supplémentaire
par rapport aux pixels analogiques légèrement plus grands, d’autoriser la séparation de deux gerbes
encore plus proches au détriment d’une résolution d’amplitude légèrement dégradée.

Étant donné que les exigences sur la résolution en énergie intrinsèque du détecteur FoCal sont très
modérées, une conception du type calorimètre à échantillonnage est bien adaptée à la fois pour la partie
électromagnétique et la partie hadronique de FoCal.

5.3.2 Le calorimètre électromagnétique FoCal-E

Concernant le calorimètre électromagnétique (FoCal-E), une petite taille de gerbe est requise pour
minimiser l’occupation et optimiser la séparation des gerbes de photons. Par conséquent, le tungstène est
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un matériau absorbant de choix en raison de son petit rayon de Molière(RM = 9 mm) et de sa longueur
de radiation (X0 = 3.5 mm). Par conséquent, FoCal-E est conçu comme un calorimètre à échantillonnage
Si–W, ce qui le rend compact de par son petit rayon de Molière effectif et sa lecture de granularité latérale
fine. Étant donné que les exigences de résolution en énergie pour FoCal-E ne sont pas très strictes,
une épaisseur de couche d’échantillonnage plutôt grossière de ≈ 1 X0peut être choisie pour minimiser
les coûts. Une profondeur totale d’environ 20 X0 est nécessaire pour fournir une linéarité suffisante à
grande énergie, conduisant à une longueur totale de 15–25 cm, selon la distance inter-couches choisie.

Dans une conception de calorimètre classique, la taille de cellule transversale est choisie proche de
RM. Cependant, les simulations montrent qu’une granularité aussi fine que ∼ 0.3 mm fournit des
informations cruciales pour l’identification des π0, et qu’une granularité encore plus fine peut toujours
être utile. De plus, une granularité élevée améliorera les capacités de séparation de hits multiples dans un
environnement de haute multiplicité. Comme discuté ci-dessus, cela peut être réalisé avec une approche
numérique ou analogique. L’option numérique a finalement été retenue du fait de la disponibilité
d’une technologie adaptée (capteur ALPIDE) directement compatible avec l’environnement ALICE.
Encore une fois, si la granularité extrêmement élevée du capteur ALPIDE n’est pas nécessaire pour la
séparation spatiale des gerbes, elle nous permettra d’obtenir des informations pseudo-analogiques à
partir de la densité de pixels touchés. Une taille de cellule minimale sur la totalité des couches avec
une lecture indépendante conduiraient cependant à un volume de données prohibitif et augmenteraient
considérablement le coût. La segmentation longitudinale augmente la capacité d’identification des
particules et la suppression du bruit de fond. Par conséquent, le choix de conception s’est finalement
porté sur des segments longitudinaux avec des cellules de taille moyenne entrecoupées de couches à très
haute granularité.

Le détecteur FoCal-E consistera en un calorimètre à échantillonnage Si–W de conception hybride
utilisant deux technologies de lecture du silicium différentes :

• des couches de pads, avec des tailles de cellules transversales de ≈ 1 cm2 ≈ RM ;

• des couches de pixels à lecture numérique individuelle de taille ≈ 30 × 30 µm2, c’est-à-dire
beaucoup plus petite que le rayon de Molière.

La vue schématique de la structure longitudinale de FoCal-E est illustrée sur la Fig. 5.21. Toutes les
couches seront constituées de feuilles de tungstène d’épaisseur ≈ 1 X0 suivies de capteurs silicium.
La structure représentée consiste en 18 couches de pads et deux couches de pixels, positionnées aux
cinquième et dixième rangs. Le positionnement des couches de pixels résulte de l’équilibre entre la
séparation spatiale de deux gerbes, pour laquelle il est préférable d’échantillonner la gerbe au début
de son développement, et la résolution en énergie des gerbes individuelles de la paire superposée, qui
est meilleure autour du maximum de la gerbe. L’emplacement du maximum de la gerbe dépend en
outre de l’énergie des particules. La mise en œuvre actuelle avec une couche de pixels aux couches
5 et 10 offre un bon compromis entre ces exigences, comme le montrent les études de performances
présentées au paragraphe 5.4. Des études futures sont prévues pour optimiser davantage l’emplacement
des couches de pixels.

Les capteurs à pixels actifs monolithiques (MAPS) constituent le moyen le plus économique de mettre
en œuvre un détecteur à pixels à grande surface qui répond à nos exigences. Les couches de pixels de
FoCal-E utiliseront une conception de capteur basée sur la puce ALPIDE qui a été développée pour
ALICE ITS et MFT. Les couches de pads utiliseront quant à elles des capteurs silicium qui ont une
collecte de la charge très rapide. Un ASIC assurant l’amplification de la charge et la numérisation
fournira les informations de déclenchement et de temps.

Le temps d’intégration des capteurs ALPIDE est d’environ 5 µs, ce qui est suffisamment court pour
séparer correctement les événements Pb–Pb avec un taux d’interaction maximal de ∼ 50 kHz, en revanche
un empilement est attendu dans les collisions pp et p-Pb où des taux d’interaction pouvant aller jusqu’à
1 MHz sont envisagées. Les informations temporelles précises des couches de pads ∼ O (25 ns) seront
utilisées pour séparer les événements d’empilement.

5.3.3 Le calorimètre hadronique FoCal-H

Le calorimètre électromagnétique de FoCal sera complété par un calorimètre hadronique (FoCal-H), qui
est nécessaire pour l’isolement des photons et la mesure des jets. Idéalement, FoCal-H devrait couvrir
la même plage de pseudorapidité que FoCal-E, et être situé aussi près que possible derrière lui pour
minimiser sa taille et éviter la dispersion des gerbes initiées dans FoCal-E. En raison des contraintes
de support et d’accès, il semble que l’emplacement le plus pratique pour installer FoCal-H serait à
une distance de ∼ 7.5 m du point d’interaction, juste en face de l’aimant compensateur ALICE, comme
indiqué sur la figure 5.19.
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Fig. 21: Schematic view of the structure of the FoCal-E detector.

data compression technique. The positioning of the pixel layers is a balance between the spatial
separation of two showers, for which it is better to sample the shower early in its development,
and energy resolution of the individual showers in the overlapping pair, which is better around
the shower maximum. In addition, the location of the shower maximum depends on the energy
of the particles. The current implementation with a pixel layer at layer 5 and 10 provides a good
balance between these requirements, as is shown by the performance studies in Sec. 5. Future
studies are planned to further optimise the location of the pixel layers.

Monolithic active pixel sensors (MAPS) provide the most cost-effective way to implement a
large area pixel detector that satisfies our requirements. The pixel layers of the FoCal-E will use
a sensor design based on the ALPIDE chip that was developed for the ALICE ITS and MFT [94].
The pad layers use silicon pad sensors which have a very fast charge collection. A charge sensi-
tive amplifier and digitisation readout ASIC will provide trigger and time information.

The integration time of ALPIDE sensors is around 5 µs, which is short enough to properly
separate different events in Pb–Pb collisions with a maximum interaction rate of ⇠ 50 kHz, pile-
up will occur in pp and p–Pb collisions where interaction rates of up to 1 MHz are envisaged.
The accurate time information from the pad layers of O(25ns)will be used to disentangle pile-up
events. Section 6 gives further details on the construction and readout of the FoCal-E.

Figure 5.21: Vue schématique de la structure du détecteur FoCal-E.

FoCal-H sera construit comme un calorimètre hadronique à échantillonnage conventionnel d’épaisseur
totale ∼ 6 λhad, de longueur ∆z ∼ 1.1 m et de taille transversale similaire à celle de FoCal-E. Avec une
dimension extérieure r ∼ 0.45 m, le poids total attendu est estimé à environ 8 tonnes. Contrairement à
FoCal-E, le calorimètre hadronique ne nécessite qu’une segmentation transversale mais pas longitudinale.
Différentes implémentations de la structure d’échantillonnage du détecteur sont envisagées, de type
sandwich (plaques de scintillateur) ou “spaghetti” (fibres scintillantes).

5.4 performances de physique attendues

5.4.1 Mesure des photons direct en collisions pp

Deux techniques seront principalement utilisées pour supprimer le bruit de fond de photons de
désintégration dans la mesure des photons directs :

• Rejet direct des candidats π0 à partir de leur masse invariante

• Coupure d’isolement

L’efficacité des deux techniques est évaluée à l’aide de deux échantillons d’événements PYTHIA6

propagés au travers d’une simulation GEANT 3.21 complète du détecteur : un échantillon d’événements
de biais minimal qui contient principalement des photons de désintégration de π0 et d’autres hadrons,
tandis que l’autre échantillon se compose uniquement d’événements pour lesquels le processus de
production photons directs a été activé afin que chaque événement contienne un photon direct. Avant
d’exécuter la simulation du détecteur, les événements sont présélectionnés pour avoir au moins un
photon de pT > 4 GeV/c dans l’acceptance de FoCal, afin d’augmenter l’efficacité de la simulation. Nous
avons comparé les résultats de ces simulations “déclenchées” avec des simulations de biais minimal pour
vérifier que cette procédure ne supprime aucune contribution de bruit de fond significative, provenant
par exemple des gerbes de hadrons dans FoCal.

Le rejet direct des photons de désintégration de π0 est mis en œuvre comme suit : l’amas candidat
est apparié avec tous les autres amas de l’événement ayant une énergie E > 2 GeV. La masse invariante
Mγγ de chacune des paires ainsi formée est ensuite comparée à la masse attendue du π0 (135 MeV/c2).
Si la masse est dans la fenêtre de sélection 70 < Mγγ < 180 MeV/c2, le cluster candidat et le cluster
partenaire sont rejetés.

L’isolement des photons est également un moyen efficace de supprimer le bruit de fond de désinté-
gration dans les mesures de photons directs. Nous avons exploré la variante la plus simple de cette
technique, qui consiste à ajouter les moments transverses pT,i des amas dans un cône de rayon R = 0.4
autour de l’amas considéré, afin d’obtenir ET,iso = ∑ ET,i. Le panneau de gauche de la figure 5.22

montre la distribution en énergie d’isolement ET,iso obtenue pour des amas de pT > 10 GeV/c à partir
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Figure 5.22: Distribution de l’énergie d’isolation (ET,iso) dans un cône R = 0.4 autour de clusters de pT > 10 GeV/c en
collisions pp à

√
s = 14 TeV. À gauche : comparaison des distributions avec FoCal-E uniquement (bleu)

et la combinaison de FoCal-E et FoCal-H (rouge), pour les particules MC (en pointillés) et les quantités
entièrement reconstruites (en trait plein). À droite : comparaison du rapport des efficacités entre le signal
et le bruit de fond en fonction de la coupure de l’énergie d’isolation avec FoCal-E uniquement (cercles
bleus ouverts) et la combinaison de FoCal-E et FoCal-H (cercles rouges pleins).

d’événements PYTHIA de biais minimal à l’énergie dans le centre de masse de 14 TeV, qui consistent
uniquement en un bruit de fond de photons provenant principalement de désintégrations. Dans la figure,
l’énergie d’isolement obtenue à partir de FoCal-E est comparée à celle obtenue à partir des signaux
combinés de FoCal-E et FoCal-H. L’ajout de la composante hadronique issue de FoCal-H augmente
clairement l’énergie d’isolement mesurée, ce qui améliore considérablement la sélectivité de la coupure
d’isolement.

Le panneau de droite de la figure 5.22 compare le rapport de l’efficacité du signal de photons directs et
du bruit de fond obtenu à partir d’événements de biais minimal, qui permet de quantifier l’amélioration
du rapport signal sur bruit en fonction de la coupure en énergie d’isolement appliquée avec FoCal-E
seul et en combinant FoCal-E et FoCal-H. L’ajout du calorimètre hadronique améliore significativement
le rapport signal sur bruit. Dans ce qui suit, nous utiliserons une coupure d’isolement combinée FoCal-E
et FoCal-H de ET,iso < 2 GeV/c.

Le panneau de gauche de la figure 5.23 montre l’efficacité d’accepter des amas pour divers critères de
rejet dans les pp collisions à 14 TeV simulés avec PYTHIA. Une faible efficacité est souhaitable car elle
correspond à un rejet élevé. Le rejet de photons de désintégration basé sur la reconstruction des gerbes
(SS) et une coupure en masse invariante (IM) rejette environ 90 % des clusters de bruit de fond (efficacité
de 10 %) pour l’ensemble de la plage en pT. La coupe d’isolement est quant à elle plus efficace à haut
qu’à bas pT. L’effet combiné des deux critères de sélection procure un rejet du bruit de fond de 93 %
(efficacité de 0.07) à pT = 4 GeV/c, qui augmente jusqu’à environ 97 % à pT > 6 GeV/c.

Le panneau de droite de la figure 5.23 montre l’efficacité de la reconstruction de photons directs,
incluant l’effet des critères de rejet de bruit de fond, obtenue à partir de l’échantillon d’événements
de photons directs PYTHIA. L’efficacité est supérieure à 95 % sur la plage en pT étudiée. Le rejet
des photons de désintégration avec la méthode de la masse invariante introduit une perte d’efficacité
supplémentaire d’environ 40 %, principalement due au rejet aléatoire de paires dont le photon partenaire
provient d’une émission non corrélée. Cet effet dépend fortement de la pseudorapidité. L’inefficacité
introduite par la coupe d’isolement est faible.

Le panneau de gauche de la figure 5.24 montre la fraction d’amas qui proviennent de photons directs.
Ce rapport a été obtenu en analysant séparément les simulations PYTHIA de biais minimal et de photons
directs puis en combinant les résultats. Les marqueurs bleus en cercle plein montrent la fraction de
signal de la simulation sans appliquer de sélection. La fraction de signal augmente d’environ 2 · 10−3à
pT = 2 GeV/c jusqu’à 5 · 10−2à pT = 12–15 GeV/c . Ce rapport est proche de celui donné par PYTHIA au
niveau des particules générées. Les marqueurs vides montrent comment la fraction de signal augmente
suite à l’application du rejet de photons de désintégration de π0 et de la coupure d’isolement. Chacune
des deux sélections améliorent la fraction de signal d’un facteur 4–8 tandis que leur effet combiné,
illustré par les marqueurs carrés rouges, entraîne une amélioration d’environ un facteur 10, portant la
fraction de signal au-dessus de 0.1 au-dessus de pT = 6 GeV/c, et légèrement au-dessus de 0.5 à haut pT.
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to a high rejection. (Right) Corresponding efficiency for direct photons.

Figure 5.23: À gauche : efficacité des clusters issus du bruit de fond obtenue à l’aide d’une simulations complètes
pour des collisions pp à

√
s = 14 TeV générées par PYTHIA. Une faible efficacité correspond à un fort

pouvoir de rejet. À droite : efficacité correspondante pour les photons directs.
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an offset of 1) on a direct photon measurement in pp collisions at

p
s = 14 TeV. The bands indicate the

systematic uncertainty, mostly due to uncertainties on the efficiency and energy scale, as well as the decay
photon background determination. The statistical uncertainties obtained for an integrated luminosity of
40 pb�1 are negligible.

pp collisions at 14 TeV simulated with PYTHIA, where a low efficiency is desirable because it
results in a high rejection. The decay photon rejection based on the shower reconstruction (SS)
and invariant mass cut (IM) rejects about 90% of the background clusters (efficiency 10%) for
the entire pT range. The isolation cut is more efficient at high than at low pT. The combined
effect of both selection criteria is a rejection of 93% of the background (efficiency of 0.07) at
pT = 4 GeV/c, which improves to about 97% at pT > 6 GeV/c.

The right panel of Fig. 35 shows the efficiency of direct photon reconstruction, including the
effect of the background rejection criteria, based on the sample of PYTHIA direct-photon events.
The cluster finding efficiency is above 95% over the studied pT range. The decay rejection with
the invariant mass method introduces an additional efficiency loss of about 0.40, mostly due to
“random rejection” of pairs where the partner photon originates from an uncorrelated emission.
This effect strongly depends on pseudorapidity. The inefficiency introduced by the isolation cut
is small.

The left panel of Fig. 36 shows the fraction of clusters that originate from direct photons. This
ratio was obtained by analysing the minimum bias and direct photon PYTHIA simulations sep-
arately and combining the results. The blue solid circle markers show the signal fraction from
the simulation without further selection. The signal fraction increases from about 2 · 10�3 at
pT = 2 GeV/c to 5 ·10�2 at pT = 12–15 GeV/c. This ratio is close to what is seen in PYTHIA
at the particle level. The open markers show how the signal fraction increases when applying
the p0 decay photon rejection and the isolation cut. Both selections give an improvement in the

Figure 5.24: Fig. 36 : À gauche : fraction de clusters provenant de photons directs dans des collisions pp à
√

s = 14 TeV
simulées avec PYTHIA. À droite : incertitude relative attendue sur la mesure de photons directs dans
des collisions pp à

√
s = 14 TeV. La bande colorée représente l’incertitude systématique principalement

imputable aux incertitudes sur l’efficacité et l’échelle d’énergie, ainsi qu’à la détermination du bruit de
fond provenant des photons de décroissance. Les incertitudes statistiques obtenues pour une luminosité
intégrée de 40 pb−1 sont négligeables.
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Les performances attendues en collisions pp sont résumées dans le panneau de droite de la figure 5.24

qui représente l’incertitude relative sur une mesure de photons directs pour une luminosité intégrée
de 40 pb−1 collectée en une année de fonctionnement à

√
s = 14 TeV. Ces projections sont basées sur

une paramétrisation des spectres de photons directs et de désintégration donnés par INCNLO. En plus
de fonctionner à pleine énergie en collisions pp, nous prévoyons de collecter des données de référence
à la même énergie par paire de nucléons que celle des collisions p–Pb, soit

√
s = 8.8 TeV. Quelques

picobarns inverses collectés à l’issu d’un run court constitueront un échantillon de référence dont les
incertitudes statistiques seront d’au plus quelques pour-cent à pT = 20 GeV/c.

Les efficacités de rejet du bruit de fond et de détection du signal sont tirées de la figure 5.23 et ajustées
à l’aide une fonction de lissage pour supprimer les fluctuations et extrapoler à plus haut pT. À bas pT, la
contribution dominante à l’incertitude systématique est l’incertitude sur la soustraction du bruit de fond.
Ce bruit de fond provient principalement des désintégrations de π0. Des incertitudes de quelques pour-
cent sur l’efficacité de reconstruction (qui est d’environ 90 %) et sur l’échelle d’énergie1, permettront
de mesurer la production de π0 avec une précision d’environ 5 %. À plus haut pT, l’incertitude
systématique dominante provient de l’efficacité et de l’échelle d’énergie des photons reconstruits. Dans
ce cas, l’incertitude sur l’efficacité devrait être négligeable, car l’efficacité est proche de 100 %, mais
l’incertitude sur l’échelle d’énergie peut conduire à une incertitude allant jusqu’à 5 % sur le taux
de production en raison de la pente du spectre. Il en résulte une incertitude relative de 5 % à haut
pT > 10–15 GeV/c. À plus bas pT, les incertitudes augmentent, atteignant 20 % à 4 GeV/c, et 35 %
à 2 GeV/c. Il s’agit d’une excellente performance pour une mesure de photons directs sur la plage
considérée, avec des incertitudes systématiques inférieures à celles des PDF de protons actuels (voir
figure 5.12), permettant de tester l’universalité et potentiellement d’améliorer les PDF de protons.

5.4.2 Mesure des photons directs en collisions p–Pb

En collisions p-Pb, un certain nombre de collisions nucléon–nucléon se superposent, conduisant à une
plus grande multiplicité par événement. Cela affecte à la fois le fond combinatoire pour le rejet direct
des photons de désintégration en utilisant la méthode de la masse invariante, ainsi que les distributions
d’énergie d’isolement. Pour étudier ces effets, nous avons simulé des événements p–Pb en combinant
des événements p–Pb de biais minimal HIJING avec un événement PYTHIA. Deux échantillons ont été
générés : un échantillon de photons directs dans lequel PYTHIA a été exécuté en mode de production
de photons directs et les événements ont été sélectionnés pour avoir un photon direct dans l’acceptance
de FoCal, et un échantillon utilisant PYTHIA en mode de biais minimal, avec une présélection pour
s’assurer qu’il y a un photon de désintégration dans l’acceptance de FoCal. Deux seuils différents pour
la présélection ont été utilisés : 1.7 GeV/c et 4 GeV/c, pour échantillonner une large gamme en pT.

La figure 5.25 montre la distribution en énergie d’isolement des deux échantillons pour les amas
candidats de photons de pT > 5 GeV/c en collisions pp (panneau de gauche) et p–Pb (panneau de
droite). Comme on pouvait s’y attendre, la distribution des événements de biais minimal, qui contiennent
principalement des photons de désintégration provenant de mésons π0 et η, ont une énergie d’isolement
plus grande que celle de l’échantillon de photons directs. En collisions p–Pb, par rapport aux collisions
pp, on note la nette augmentation de l’énergie d’isolement ET,iso moyenne à la fois pour les événements
de photons directs et de biais minimal, en raison du bruit de fond de l’événement sous-jacent plus
important. Pour l’analyse plus approfondie des collisions p–Pb, une sélection ET,iso < 5 GeV/c a été
utilisée. Ce critère de sélection, plus élevé que dans l’analyse pp afin de tenir compte de la contribution
plus importante de l’événement sous-jacent, est en réalité plus strict, car l’augmentation de l’énergie de
l’événement sous-jacent dans l’échantillon de biais minimal est proche de 4 GeV.

La figure 5.26 montre l’efficacité sur le bruit de fond (panneau de gauche) et l’efficacité sur le signal
(panneau de droite) pour les collisions p–Pb à

√
sNN = 8.8 TeV, où la faible efficacité sur le bruit de

fond correspond à un rejet de bruit de fond élevé. L’efficacité sur le signal, qui est d’environ 0.9 en
considérant uniquement la coupure d’isolement, s’abaisse à environ 0.4 en incluant le rejet des photons
de désintégration. L’effet de l’identification des photons de désintégration est significativement plus
important que pour les collisions pp, en raison de la plus grande multiplicité des événements qui donne
lieu à des cas de faux positif. Cet effet est encore renforcé par le déplacement du centre de masse dans
les collisions p–Pb.

Les performances attendues pour la mesure des photons directs dans les collisions p–Pb à
√

sNN =
8.8 TeV sont résumées sur la figure 5.27, qui montre dans le panneau de gauche, l’incertitude attendue
sur la mesure, et sur le panneau de droite, les performances correspondantes sur le RpPb comparées
aux prédictions de EPPS16 et nNNPDF. Les barres noires indiquent les incertitudes statistiques et les

1 Cette dernière s’annule en grande partie lors de la soustraction du bruit de fond de décroissance, qui est affecté de la même manière
par l’incertitude sur l’échelle d’énergie.
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Fig. 37: Isolation energy ET,iso distribution in a cone of R = 0.4 around clusters with pT > 5 GeV/c in
pp collisions at

p
s = 14 TeV for the realistic Run-4 setup (left panel) and p–Pb collisions at

p
sNN = 8.8

TeV (right panel) for a simulated sample of minimum bias and direct photon collisions.

ters with pT > 5 GeV/c for pp (left panel) and p–Pb (right panel) collisions. As expected,
the distribution from minimum bias events, which have mostly decay photons from p0 and h
mesons, have a larger typical isolation energy than the direct photon sample. Compared to the
result for pp collisions there is a clear increase of the mean ET,iso for both direct photon and
minimum bias events in p–Pb collisions, due to the larger underlying event background. For the
further analysis in p–Pb collisions, a selection ET,iso < 5 GeV/chas been used. This selection
criterion is higher than in the pp analysis to compensate for the larger underlying event, but ef-
fectively tighter, since the increase in the underlying event energy in the minimum bias sample
is close to 4 GeV.

Figure 38 shows the background efficiency (left panel) and the signal efficiency (right panel)
for p–Pb collisions at

p
sNN = 8.8 TeV, where a low background efficiency corresponds to a

high background rejection. The signal efficiency, which is about 0.9 when considering only the
isolation cut, and reduces to about 0.4 when including the decay photon rejection. The effect of
the decay photon tagging is significantly larger than in the case of the pp collisions, because of
the larger event multiplicity, which gives rise to ’false tags’. This effect is further enhanced by
the centre-of-mass shift in p–Pb collisions.

The expected performance for a direct photon measurement in p–Pb collisions at
p

sNN =
8.8 TeV is summarised in Fig. 39, which shows the expected uncertainty on a direct photon
measurement in the left panel, and the corresponding performance for RpPb compared to expec-
tations of EPPS16 and nNNPDF. The black bars indicate the statistical uncertainties, and the blue
bands indicate systematic uncertainties. As in the case of pp, discussed in the previous section,
the expected uncertainty was estimated using the photon production rates from INCNLO [99].
At high pT, the dominant systematic uncertainty comes from the efficiency and energy scale
of the reconstructed photons, resulting in an uncertainty of 5% of the photon yield, mostly due

Figure 5.25: Distribution de l’énergie d’isolation ET,iso dans un cône de rayon R = 0.4 autour des clusters de
pT > 5 GeV/c en collisions pp à

√
s = 14 TeV (panneau de gauche) et en collisions p–Pb à

√
sNN = 8.8 TeV

(panneau de droite) pour des échantillons d’événements de biais minimum et de photons directs.
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Fig. 38: (Left) Efficiency (or 1�rejection) for background clusters in p–Pb collisions at
p

sNN = 8.8 TeV
generated with PYTHIA signal events in a HIJING background for the realistic Run-4 setup, with the in-
variant mass and isolation cuts in the rapidity range 4.75 < hlab < 5.25. (Right) Corresponding efficiency
for direct photons.
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Fig. 39: Expected relative uncertainty (left panel, shown with an offset of 1) on an isolated photon
measurement in p–Pb collisions at

p
sNN = 8.8 TeV for the realistic Run-4 setup and the corresponding

nuclear modification factor (right panel) of isolated photons at
p

sNN = 8.8 TeV. The black bars indicate
the statistical uncertainties. The bands indicate the systematic uncertainty, mostly due to uncertainties
on the efficiency and energy scale, as well as the decay photon background determination. The current
EPPS16 and nNNPDF 1.0 uncertainties are indicated by the black line and the shaded band, respectively.

Figure 5.26: À gauche : pouvoir de rejet des clusters de bruit de fond en collisions p–Pb à
√

sNN = 8.8 TeV pour des
événements de signal générés avec PYTHIA plongés dans des événements de bruit de fond HIJING avec
des coupures en masse invariante invariante et d’isolement dans l’intervalle de rapidité 4.75 < ηlab < 5.25.
À droite : efficacité correspondante pour les photons directs.
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Fig. 38: (Left) Efficiency (or 1�rejection) for background clusters in p–Pb collisions at
p

sNN = 8.8 TeV
generated with PYTHIA signal events in a HIJING background for the realistic Run-4 setup, with the in-
variant mass and isolation cuts in the rapidity range 4.75 < hlab < 5.25. (Right) Corresponding efficiency
for direct photons.

0 10 20 30
 (GeV)

T
p

0.6

0.8

1

1.2

1.4

1 
+ 

re
l u

nc  = 8.8 TeVsp-Pb, 
 < 5.25

lab
η4.75 < 

ALICE simulation

INCnlo based-1 = 50 nbL
Eff. err.=0.05
Decay err.=0.05

0 5 10 15 20
)c (GeV/

T
p

0

0.5

1

1.5

2

pP
b

R

γIsolated 

EPPS16+CT14

nNNPDF1.0

ALICE projection
FoCal upgrade

 = 8.8 TeVNNsp-Pb 

 < 4.75cmsη4.25 < 
-1 = 50 nbL

Fig. 39: Expected relative uncertainty (left panel, shown with an offset of 1) on an isolated photon
measurement in p–Pb collisions at

p
sNN = 8.8 TeV for the realistic Run-4 setup and the corresponding

nuclear modification factor (right panel) of isolated photons at
p

sNN = 8.8 TeV. The black bars indicate
the statistical uncertainties. The bands indicate the systematic uncertainty, mostly due to uncertainties
on the efficiency and energy scale, as well as the decay photon background determination. The current
EPPS16 and nNNPDF 1.0 uncertainties are indicated by the black line and the shaded band, respectively.

Figure 5.27: Incertitude relative attendue (panneau de gauche) sur une mesure de photons isolés et facteur de
modification nucléaire correspondant (panneau de droite) des photons isolés en collisions p–Pb à√

sNN = 8.8 TeV. Les barres d’erreur noires indiquent les incertitudes statistiques. Les bandes indiquent
les incertitudes systématiques, principalement dues aux incertitudes sur l’efficacité et l’échelle d’énergie,
ainsi qu’à la détermination du bruit de fond des photons de désintégration. Les incertitudes actuelles
des PDF nucléaires EPPS16 et nNNPDF 1.0 sont indiquées respectivement par la ligne noire et la bande
ombrée.

bandes bleues les incertitudes systématiques. Comme dans le cas des collisions pp, discuté dans la
section précédente, l’incertitude attendue a été estimée en utilisant les taux de production de photons
donnés par INCNLO. À haut pT, l’incertitude systématique dominante provient de l’efficacité et de
l’échelle d’énergie des photons reconstruits, qui entraîne une incertitude de 5 % sur taux de production
de photons, principalement due à l’incertitude sur l’échelle d’énergie. À plus bas pT, les incertitudes
augmentent en raison de l’incertitude systématique sur le bruit de fond soustrait, consistant en des
incertitudes sur l’efficacité de reconstruction des π0 et la détermination de leur taux de production, et
une incertitude sur l’échelle d’énergie, qui représentent 5 % du taux de production de bruit de fond.
L’incertitude résultante sur les taux de production de photons directs atteint environ 20 % à 4 GeV/c.
Certaines des incertitudes systématiques en collisions pp et p–Pb devraient s’annuler dans le calcul
du quotient RpPb. Néanmoins, nous avons par prudence surestimé l’incertitude systématique totale
en ajoutant quadratiquement chacune des incertitudes. Les performances attendues sont illustrées
dans le panneau de droite de la figure 5.27, qui inclut les incertitudes actuelles EPPS16 et nNNPDF1.0
(niveau de confiance de 68 %). Les incertitudes statistiques sur le facteur de modification nucléaire
seront dominées par celles de la référence pp. Cependant, comme mentionné dans la section précédente,
quelques picobarn inverses collectés pendant un court run permettent déjà d’obtenir un échantillon de
référence avec des incertitudes statistiques d’au plus quelques pour-cent à pT = 20 GeV/c.

5.4.3 Impact de la mesure des photons directs sur la PDF de gluons

Afin d’illustrer l’impact des mesures de FoCal sur les PDF nucléaires, la figure 5.28 montre l’effet de
l’inclusion de la mesure de photons vers l’avant de FoCal dans la paramétrisation EPPS de la PDF
nucléaire de gluons. Ce résultat est obtenu avec une version préliminaire des PDF nucléaires EPPS16,
noté EPPS99 dans la figure. La ligne pointillée rouge représente l’incertitude actuelle, qui va de près de
0 à environ 2 fois la valeur centrale, tandis que la bande grise montre l’incertitude après avoir inclus
la mesure FoCal prévue au-dessus de 4 GeV/c, en supposant que la valeur centrale mesurée concorde
avec la valeur centrale des PDFs nucléaires EPPS. L’inclusion des données FoCal dans l’ajustement
réduit l’incertitude d’environ un facteur 2 jusqu’à x ∼ 10−5. Une réduction similaire de l’incertitude est
attendue pour x > 10−4 à l’issue des jouvences futures du prochain programme RHIC nucléaire froid.

Comme discuté au paragraphe 5.2.1, les incertitudes estimées reflètent également dans une certaine
mesure la flexibilité des paramétrisations utilisées pour la modification nucléaire des PDFs. L’impact des
mesures de photons directs sur les PDFs nucléaires dépend des données utilisées pour contraindre les
différentes PDFs, de même que des hypothèses utilisées pour contraindre les paramétrisations dans les
régions où aucune donnée n’existe. Étant donné qu’aucune donnée n’est disponible pour contraindre
les PDF nucléaires pour x < 0.001, les incertitudes jusqu’à ce que de nouvelles données ne soient
disponibles sont difficiles à estimer et peuvent actuellement être plus importantes que supposées. Pour
illustrer les performances combinées des mesures futures, les incertitudes attendues sur les PDFs de
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Fig. 40: Relative uncertainty bands on the nuclear modification of the gluon PDF, based on the current
experimental data (red line, EPS99 [13]) and after including the projected FoCal direct photon measure-
ment (grey band), for Q = 2 GeV and Q = 10 GeV. The integrated luminosity corresponds to 50 nb�1

p–Pb collisions.

to the energy scale uncertainty. At lower pT, the uncertainties increase, due to the systematic
uncertainty on the subtracted background, consisting of uncertainties on the p0 reconstruction
efficiency and yield determination, and the energy scale uncertainty, which are expected to be
about 5% of the background yield. The resulting uncertainty on the direct photon yields reach
about 20% at 4 GeV/c. Some of the systematic uncertainties in pp and p–Pb collisions are ex-
pected to cancel in the ratio, when calculating the RpPb. Nevertheless, we have currently simply
quadratically added the uncertainties, to be conservative. The resulting performance is illustrated
in the right panel of Fig. 39, which includes the current EPPS16 and nNNPDF1.0 (68% CL) un-
certainties for comparison. The statistical uncertainties in the nuclear modification factor will
be dominated by those of the pp reference run. However, as mentioned in the previous section,
already a few inverse picobarn, which can be collected in a short run, will provide a reference
sample with statistical uncertainties of at most a few per cent at pT = 20 GeV/c.

5.3 Impact of direct photon performance on gluon PDF

To illustrate the impact of the FoCal measurements on the nuclear PDFs, Fig. 40 shows the
effect of including a forward photon measurement from FoCal in the EPPS parameterisation of
the nuclear PDF for gluons. This was done with a preliminary version of the EPPS16 nuclear
PDFs, labeled EPPS99 in the figure. The red dashed line represents the current uncertainty,
which goes from close to 0 to about 2 times the central value, while the grey band shows the
uncertainty after including the projected FoCal measurement above 4 GeV/c, assuming that the
measured central value agrees with the central value from the EPPS nuclear PDFs. Including the
FoCal data in the fit, reduces the uncertainty by about a factor 2 at x down to 10�5. A similar
reduction of uncertainty is expected for x > 10�4 from the forward upgrades of the upcoming
cold nuclear RHIC program [101].

As discussed in Sec. 2.1, the estimated uncertainties also reflect to some extent the flexibility
of the parametrisations used for the nuclear modification of the PDFs. The impact of the direct

Figure 5.28: Incertitude relative sur la modification nucléaire de la PDF du gluon obtenue à partir des données
expérimentales actuelles (ligne rouge, EPS99) et après inclusion de la mesure de photons directs par
FoCal (bande grise) pour Q = 2 GeV et Q = 10 GeV. La luminosité intégrée correspond à 50 mb−1 en
collisions p–Pb.FoCal Letter-of-Intent (CERN-LHCC-2020-009) 51
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Fig. 41: The nuclear modification of the gluon distribution for large nuclei versus x at Q2 = 10 GeV2/c2.
(Left) Comparison (for x > 10�4) between the Au nNNPDF1.0 parameterization and the fits where “low
energy” and “high energy” EIC pseudo-data were added [32]. (Right) Comparison (for x > 10�6) between
the Pb nNNPDF1.0 parameterization and fits to the FoCal pseudo-data (red band) and “high energy” EIC
pseudo-data (green band) [100]. In both panels, 90% confidence-level uncertainty bands are drawn, and
the nuclear PDFs are normalized by the proton NNPDF3.1.

photon measurements on the nuclear PDFs depends on the data used to constrain the different
PDFs, and the underlying assumptions used to constrain the parameterisations in regions were
no data exists. Since no data is available to constrain the nuclear PDFs at x < 0.001, the un-
certainties before the new data are available are difficult to estimate and may currently be larger
than assumed. To illustrate the combined performance of future measurements, the expected
uncertainties of the gluon PDFs for the nNNPDF fit (see Fig. 2) using either pseudo-data for the
EIC [32] or the FoCal above 4 GeV/c (from Fig. 39) are computed, and are presented in Fig. 41.
For the FoCal data, the statistical and systematic uncertainties are combined into a point-by-point
uncertainty and an additional 5% normalisation uncertainty that is fully correlated point-to-point
is included. As expected, the higher-energy option of the EIC will constrain the gluon PDF for
x down to about 5 · 10�3, while the FoCal would lead to significantly improved uncertainties
even significantly below 10�4. Clearly, the FoCal measurements will probe much smaller x than
the existing and possible future EIC measurements, and lead to high precision results due to the
excellent direct photon performance.

5.4 Comparison to the expected photon performance of LHCb

As mentioned in Sec. 2.1.4, the LHCb collaboration expects to be able to measure isolated
photons, in pp and p–Pb collisions in Run-3 and 4. The performance for isolated photons in
Run-2 was only recently reported in Ref. [102].

The LHCb electromagnetic calorimeter (ECAL) covers 1.9 < h < 4.5, with a relatively coarse
granulatity; the smallest towers in the innermost parts of the calorimeter correspond to |Dh | ⇡
0.1 [1]. Hence, photons from p0 decays are not fully resolved, and the showers start to overlap
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photon measurements on the nuclear PDFs depends on the data used to constrain the different
PDFs, and the underlying assumptions used to constrain the parameterisations in regions were
no data exists. Since no data is available to constrain the nuclear PDFs at x < 0.001, the un-
certainties before the new data are available are difficult to estimate and may currently be larger
than assumed. To illustrate the combined performance of future measurements, the expected
uncertainties of the gluon PDFs for the nNNPDF fit (see Fig. 2) using either pseudo-data for the
EIC [32] or the FoCal above 4 GeV/c (from Fig. 39) are computed, and are presented in Fig. 41.
For the FoCal data, the statistical and systematic uncertainties are combined into a point-by-point
uncertainty and an additional 5% normalisation uncertainty that is fully correlated point-to-point
is included. As expected, the higher-energy option of the EIC will constrain the gluon PDF for
x down to about 5 · 10�3, while the FoCal would lead to significantly improved uncertainties
even significantly below 10�4. Clearly, the FoCal measurements will probe much smaller x than
the existing and possible future EIC measurements, and lead to high precision results due to the
excellent direct photon performance.

5.4 Comparison to the expected photon performance of LHCb

As mentioned in Sec. 2.1.4, the LHCb collaboration expects to be able to measure isolated
photons, in pp and p–Pb collisions in Run-3 and 4. The performance for isolated photons in
Run-2 was only recently reported in Ref. [102].

The LHCb electromagnetic calorimeter (ECAL) covers 1.9 < h < 4.5, with a relatively coarse
granulatity; the smallest towers in the innermost parts of the calorimeter correspond to |Dh | ⇡
0.1 [1]. Hence, photons from p0 decays are not fully resolved, and the showers start to overlap

Figure 5.29: Modification nucléaire de la distribution de gluons pour les noyaux lourds en fonction de x à Q2 =

10 GeV2/c2. À gauche : comparaison (pour x > 10−4) entre la paramétrisation actuelle nNNPDF1.0 de
l’Au et celles incluant les pseudo-données EIC “basse énergie” et “haute énergie”. À droite : comparaison
(pour x > 10−6) entre la paramétrisation nNNPDF1.0 du Pb et les ajustements aux pseudo-données de
FoCal (bande rouge) et les pseudo-données EIC “haute énergie” (bande verte). Dans les deux panneaux,
les bandes d’incertitude correspondant à un intervalle de confiance à 90 % sont tracées et les PDF
nucléaires sont normalisées par la PDF NNPDF3.1 du proton.

gluons pour l’ajustement nNNPDF (voir figure 5.2) en utilisant des pseudo-données pour l’EIC ou FoCal
au-dessus de 4 GeV/c (selon la figure 5.27) sont présentées dans la figure 5.29. Pour les données FoCal,
les incertitudes statistiques et systématiques sont combinées en une incertitude point par point, tandis
qu’une incertitude de normalisation (entièrement corrélée d’un point à l’autre) supplémentaire de 5 %
est incluse. Comme attendu, l’option EIC de plus haute énergie limitera la PDF du gluon jusqu’à environ
5 · 10−3, tandis que FoCal conduirait à des incertitudes considérablement améliorées, même pour x bien
en-dessous de 10−4. De toute évidence, les mesures FoCal sonderont des valeurs de x beaucoup plus
petites que celles existantes ou futures auprès du EIC, et conduiront à des résultats de haute précision
grâce à l’excellente performance des mesures de photons directs.

5.4.4 Comparaison avec les performances attendues de LHCb

Comme mentionné au paragraphe 5.2.1.4, la collaboration LHCb espère pouvoir mesurer des photons
isolés en collisions pp et p–Pb au cours des Run 3 et 4 du LHC. Les performances des photons isolés
pour le Run 2 n’ont été rapportées que très récemment dans la référence [314].

Le calorimètre électromagnétique ECAL de l’expérience LHCb couvre la région 1.9 < η < 4.5, avec
une granularité relativement grossière ; les plus petites tours dans les parties les plus intérieures
du calorimètre correspondent à |η| ≈ 0.1. Les photons des désintégrations de π0, dont les gerbes
(auxquelles viennent en plus se superposer celles des particules chargées qui frappent la surface du
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ECAL) commencent déjà à se chevaucher à partir de quelques GeV/c, ne peuvent par conséquent pas
être complètement résolus.

Comme indiqué dans la référence [314], seuls environ 60 % des photons de pT > 0.5 GeV/c atteignent
ECAL (situé à z = 12 m du point d’interaction) sans se convertir. Environ 22 % se convertissent en
di-électrons avant qu’ils n’atteignent l’aimant (situé à z = 5 m du point d’interaction), et peuvent être
reconstruits comme des photons de conversion à l’aide du trajectographe. Environ 18 % se convertissent
en di-électrons entre l’aimant (z = 5 m) et ECAL. Avec les techniques de reconstruction actuelles utilisées
dans la chaîne de reconstruction de LHCb, ces photons ne sont pas identifiés comme des amas de
photons dans ECAL.

L’efficacité qu’un photon direct atteigne ECAL (sans conversion) est d’environ 45 %, tandis que celle
des photons de désintégration n’est que d’environ 25 %, probablement en raison du veto sur l’activité
des jets à proximité et sur les traces chargées entourant le photon de désintégration. Comme le montre la
référence [314], l’efficacité de reconstruction des π0 (en utilisant toutes les techniques de reconstruction
complémentaires) dans des collisions p–Pb de biais minimal à l’énergie de 8.16 TeV simulées avec le
générateur d’événements EPOS LHC, augmente linéairement de 0 à 17 % à ∼ 1 GeV/c, puis diminue
lentement en fonction de pT jusqu’à atteindre environ 12 % à 10 GeV/c. Cette efficacité de reconstruction
est considérablement inférieure à celle attendue pour FoCal qui est de l’ordre de 70–90 %.

En raison de segmentation grossière du ECAL, la mesure des photons directs proposée par LHCb
est basée sur des photons qui se convertissent en une paire électron–positon dans le matériau du
localisateur de vertex (appelées “conversions précoces” dans la terminologie LHCb). Cette approche
fournirait un échantillon de photons plutôt pur mais au détriment de l’efficacité qui est inférieure à
10 %, en y incluant la probabilité de conversion (d’environ 22 % comme indiqué ci-dessus) entachée
d’une incertitude relativement importante (∼ 6 % mais qui s’annule dans le calcul du RpPb). La perte de
signal due à l’utilisation des photons de conversion devrait être compensée par l’utilisation du HLT au
cours des Run 3–4 avec des critères de sélection lâches pour enregistrer les événements avec un candidat
photon de conversion, et par une possible augmentation de la luminosité délivrée à l’expérience LHCb.
Pour séparer les photons de désintégration des photons de fragmentation, des techniques d’isolement
et de tagging, similaires à celles discutées dans la section précédente pour FoCal, seront nécessaires.
Pour LHCb, l’isolement peut être assuré à l’aide des informations du trajectographe et du calorimètre
électromagnétique ; la segmentation du calorimètre hadronique étant trop grossière pour être utile.
La coupure d’isolement implique que le signal de photons directs ne peut pas être mesuré jusqu’à
0.2–0.4unités en-deçà de limite en acceptance du détecteur. Cela conduit à une acceptance effective pour
les photons directs jusqu’à η ∼ 4.2 dans LHCb, comparée à η ∼ 5.2 dans FoCal. Afin de maintenir les
incertitudes sur la mesure finale à un niveau d’environ 10–20 %, il est crucial d’avoir un rejet du bruit
de fond élevé avec une efficacité sur le signal raisonnable, ainsi qu’une estimation précise du bruit de
fond restant des désintégrations de mésons. Dans le cas de FoCal, cela est rendu possible par la grande
efficacité de reconstruction des π0 (et η).

Dans LHCb, pour compenser la faible efficacité de reconstruction des photons, une approche multivar-
iée basée sur la décision d’un Boost Decision Tree (BDT) a été utilisée pour l’isolement. Le BDT a été
entraîné avec des événements de photons directs simulés avec PYTHIA6 incorporés à des événements
p–Pb générés par EPOS LHC. Les photons issus du processus Compton (g + q → γ + q) constituent le
signal, tandis que les photons de désintégration des mésons (provenant de l’événement sous-jacent dans
PYTHIA6 et EPOS LHC) le bruit de fond. Les variables d’isolement utilisées pour l’entrainement du
BDT comportent 4 tailles de cône différentes avec 4 quantités locales différentes (telles que l’énergie) et 3

caractéristiques globales de l’événement. Les variables ont été calculées à partir d’objets reconstruits
(traces, photons candidats, conversions, etc.) avec des critères de sélection les plus lâches possibles
afin de minimiser l’impact sur le BDT de la perte d’information due aux inefficacités des détecteurs.
Les performances du BDT pour les photons de pT > 4 GeV/c dans l’acceptance de l’expérience LHCb
(supposée correspondre à 3 < η < 4 dans ce qui suit) est illustrée à la figure 5.30. La distribution du
score de sortie du BDT (panneau de gauche), qui s’apparente à la distribution d’isolement utilisée dans
le cas de FoCal (voir par exemple la figure 37), sépare clairement le signal (valeurs élevées) du bruit de
fond (valeurs faibles). En supposant une fraction de signal de 0.05 pour les photons de pT > 4 GeV/c,
on peut déduire la pureté et l’efficacité de sélection pour une valeur donnée du score BDT (panneau de
droite). Une efficacité de sélection de 20 % permet d’atteindre une pureté de 20 %, ce qui se traduit par
une amélioration du rapport S/B d’environ un facteur 5.

Le générateur d’événements EPOS diffère de HIJING car il met en œuvre des effets collectifs tels
que le flot anisotrope, qui conduisent à des spectres de particules plus durs. En général, il présente
également une multiplicité à peu près 25 % plus faible dans la région avant. Par conséquent, cela peut
avoir un impact sur les performances d’isolement. Afin de comparer directement les performances
de LHCb et FoCal, des simulations avec le générateur EPOS LHC ont été réalisées. L’amélioration du
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Fig. 42: (Left) The BDT distribution of direct photons, photons from neutral decays and photons from
fully reconstructed p0 and h mesons for pT > 4 GeV/c. The reconstructable fraction the background
from meson decays is about 40%. (Right) The purity versus the selection efficiency estimated from the
BDT, for a signal fraction of 0.05 independent on pT. The figures are from [102].

treated as signal, while photons from the decay of mesons (from both the underlying event in
PYTHIA6 and from EPOS LHC) as background. The variables for isolation included in the
training involve 4 different cone sizes with 4 different local quantities (such as the energy), and
3 global event characteristics. The variables were computed from reconstructed objects (tracks,
photon candidates, conversions, etc.) with loosest possible selection criteria, in order to mini-
mize the impact of information loss due to detector inefficiencies on the BDT. The performance
of the BDT for photons with pT > 4 GeV/c in the LHCb acceptance (3 < h < 4 is assumed
in the following7) is shown in Fig. 42. The BDT distribution (left panel) clearly separates the
signal (high BDT values) from the background (low BDT values), and is conceptually similar
to the isolation distribution used in the case of the FoCal (see e.g. Fig. 37). Assuming a signal
fraction of 0.05 for photons with pT > 4 GeV/c, the purity and selection efficiency can be ob-
tained for a given value of the BDT selection (right panel). For a selection efficiency of 20%, a
purity of about 20% can be achieved, which translates into an improvement of the S/B of about
factor 5.

The EPOS LHC event generator differs from HIJING, because it implements collective effects
like anisotropic flow, which lead to harder particle spectra. In general, it also exhibits about
25% lower multiplicity in the forward region. Hence, it may have an impact on the isolation
performance.

In order compare directly the LHCb and FoCal performance, simulations with the EPOS LHC
generator were carried out. The improvement in the S/B, which can be expressed as the ratio of
signal and background efficiencies, has been studied at generator level. The LHCb performance
was roughly mimicked by applying pT independent efficiency for photons, of 20, 40 and 60%.
The results are shown in left panel of Fig. 43, compared to full simulations for the FoCal, and
the LHCb detector-level simulations [102], just discussed above. Indeed, inefficiencies for pho-
ton detection significantly affect the isolation capabilities. In particular, using an efficiency of
20%, which is only slightly lower than the efficiencies for photons from decays quoted in [102],

7Neither the used cone sizes nor the considered acceptance for the BDT analysis is given in [102]. However,
assuming that cone sizes of up to R = 0.5 were used, 3 < h < 4 approximately represents the remaining acceptance.

Figure 5.30: À gauche : distribution BDT des photons directs (rouge) et des photons issus des décroissances de
mésons neutres π0 → γγ et η0 → γγ (bleu) dont ceux appartenant au pic de π0 reconstruits (carrés
bleus) de pT > 4 GeV/c. La fraction du bruit de fond provenant des désintégrations de mésons neutres
est d’environ 40 %. À droite : pureté en fonction de l’efficacité de sélection estimée à partir du BDT pour
une fraction de photons directs de 5 % indépendante de pT.
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Fig. 43: (Left) The improvement in the S/B, expressed as the ratio of signal and background efficiencies,
at generator level applying pT independent efficiency for photons, of 20, 40 and 60% in p–Pb collisions
at

p
sNN = 8.8 TeV, compared to the FoCal and LHCb performance [102] for full detector simulations.

(Right) Expected uncertainties for an isolated photon measurement in p–Pb collisions at
p

sNN = 8.8 TeV
for FoCal compared to LHCb. For FoCal, the performance in 4 < h < 5 with full simulations with
HIJING and EPOS LHC are shown, with an uncertainty on the background of 5%, as in Fig. 39. For
LHCb, the improvement at the selection efficiency of 0.2 from Fig. 42 was applied to the initial S/B
calculated from INCNLO [99] in 3 < h < 4 with an uncertainty of 5% and 10% on the background.

reproduces the full detector-simulation result of LHCb well, while the 40% efficiency seems to
overestimate the performance. One should note that the performance also depends on further
details of the detector response, including for example the cluster energy threshold used in the
analysis and the fraction of hadronic energy reconstructed with the LHCb tracker (0.7 of the full
hadron energy was assumed). The same figure also shows the FoCal performance obtained from
detector-level simulations with EPOS LHC and HIJING (as before), demonstrating the larger
improvement of the S/B with the FoCal.

The right panel of Fig. 43 compares the expected performance for an isolated photon measure-
ment in p–Pb collisions at

p
sNN = 8.8 TeV between FoCal at 4 < h < 5 and LHCb at 3 < h < 4.

In both cases, the initial S/B was obtained with INCNLO [99]. For FoCal, the main projection
is based on PYTHIA+HIJING simulations (as in Fig. 39), and results for PYTHIA+EPOS-LHC
simulations are shown for comparison. In the analysis of the EPOS-LHC-based cocktail events,
the cut on the isolation energy was lowered to ET,iso=2 GeV/c (from 5 GeV/c for HIJING)
because the contribution of the underlying event to the isolation energy is found to be smaller
than in HIJING. For LHCb, the improvement at the selection efficiency of 0.2 from Fig. 42 of
a factor 5 was applied to the initial S/B ratio calculated from INCNLO. An uncertainty of 5%
(solid lines, the same as for the FoCal) and of 10% (dashed lines) of the background are used.
The latter is motivated by the significantly lower photon reconstruction performance of LHCb
compared to FoCal.
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is based on PYTHIA+HIJING simulations (as in Fig. 39), and results for PYTHIA+EPOS-LHC
simulations are shown for comparison. In the analysis of the EPOS-LHC-based cocktail events,
the cut on the isolation energy was lowered to ET,iso=2 GeV/c (from 5 GeV/c for HIJING)
because the contribution of the underlying event to the isolation energy is found to be smaller
than in HIJING. For LHCb, the improvement at the selection efficiency of 0.2 from Fig. 42 of
a factor 5 was applied to the initial S/B ratio calculated from INCNLO. An uncertainty of 5%
(solid lines, the same as for the FoCal) and of 10% (dashed lines) of the background are used.
The latter is motivated by the significantly lower photon reconstruction performance of LHCb
compared to FoCal.

Figure 5.31: À gauche : amélioration du rapport S/B (exprimé comme le rapport des efficacités du signal et du
bruit de fond) des particules générées par EPOS, en appliquant une efficacité de détection des photons
indépendante de leur impulsion transverse de 20, 40 et 60 % en collisions p–Pb à

√
sNN = 8.8 TeV,

comparée aux performances de FoCal et LHCb [314] obtenues à l’aide de simulations complètes. À
droite : comparaison des incertitudes attendues pour la mesure des photons isolés en collisions p–Pb
à
√

sNN = 8.8 TeV pour FoCal et LHCb. Les performances de FoCal dans l’acceptance 4 < η < 5 sont
obtenues à l’aide de simulations complètes utilisant les générateurs d’événements MC HIJING et EPOS,
avec une incertitude sur le bruit de fond de 5 %, identique à celle utilisée dans la figure 5.27. Concernant
LHCb, le facteur 5 d’amélioration du rapport S/B correspondante à une efficacité de sélection de 0.2 (cf.
figure 5.30 de droite) a été appliquée au rapport S/B initial donné par INCNLO [315] dans l’acceptance
3 < η < 4 avec une incertitude de 5 % et de 10 % sur le bruit de fond.

rapport S/B, qui peut être exprimée comme le rapport des efficacités sur le signal et le fond, a été
étudiée au niveau du générateur. Les performances de LHCb ont été grossièrement reproduites en
appliquant une efficacité de photons indépendante de pT de 20, 40 et 60 %. En effet, les inefficacités
sur la détection de photons affectent considérablement les capacités d’isolement. En particulier, une
efficacité de 20 %, qui n’est que légèrement inférieure à celle des photons des désintégrations citée dans
la référence [314], reproduit bien les résultats obtenus à l’aide de la simulation complète du détecteur
LHCb (cf. panneau de gauche de la figure 5.31), tandis qu’une efficacité de 40 % semble surestimer
les performances. Il convient de noter que les performances dépendent également d’autres détails de
la réponse du détecteur, comme par exemple le seuil en énergie de l’amas utilisé dans l’analyse et la
fraction d’énergie hadronique reconstruite avec le trajectographe de l’expérience LHCb (une fraction
0.7 de l’énergie hadronique totale a été utilisée). La figure 5.31 montre également les performances de
FoCal obtenues à partir d’une simulations complète du détecteur avec EPOS LHC et HIJING (comme
précédemment), démontrant le plus grand gain sur le rapport S/B attendu pour FoCal.

Le panneau de droite de la figure 5.31 compare les performances attendues pour une mesure de
photons isolés en collisions p–Pb à

√
sNN = 8.8 TeV par FoCal (4 < η < 5) et LHCb (3 < η < 4). Dans les

deux cas, le rapport S/B initial a été obtenue avec INCNLO. Pour FoCal, la projection principale est basée
sur les simulations PYTHIA + HIJING (comme sur la figure 5.27) alors que les résultats des simulations
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Fig. 44: Expected uncertainties on the nuclear modification Rg of the gluon PDF using the nNNPDF1.0
parameterization (grey area) after including an isolated photon measurement by LHCb (green band) in
3 < h < 4 with the uncertainties shown in Fig. 43 and the FoCal projection (red band) in 4 < h < 5.
The left panel shows the case with 5% uncertainty on the background (solid line in Fig. 43) and the right
panel shows the case with 10% background uncertainty (dashed line). As in the right panel of Fig. 41,
the bands represent 90% confidence intervals.

As demonstrated in Fig. 43, the expected performance of LHCb is more than a factor 2 worse
than that of the FoCal, in particular at low pT, where precision will be crucial in order to be
sensitive to possible non-linear QCD evolution. To estimate the expected uncertainties of Rg

from a possible measurement by LHCb in the rapidity range 3 < h < 4, the nNNPDF1.0 were
reweighted with pseudodata generated using the uncertainties from Fig. 43, with either 5% or
10% uncertainty on the background. The resulting in the uncertainties of Rg shown in the left
and right panels of Fig. 44, respectively. Since there is currently no data that constrains the
range x < 10�2 included in the nNNPDF1.0 sets, including the LHCb photon pseudodata does
constrain the gluon distributions, but with larger uncertainties than the FoCal measurement over
the entire range x < 10�1. In particular in the range x . 104, the FoCal measurement clearly
outperforms the LHCb measurement. The main goal of the small-x program at the LHC will be
to search for the onset of non-linear evolution, i.e. deviations from the linear evolution that is
used in the reweighting method. The FoCal acceptance extends beyond the LHCb acceptance
for photons by one unit of rapidity, and therefore covers 3⇥ lower x to search for direct evidence
of such deviations.

It is also important to keep in mind that the main goal of the small-x program as a whole is
to identify or exclude deviations from linear evolution for lower x (and Q). These effects are
expected to set in gradually and a reliable exploration of this regime will benefit strongly from
multiple measurements over a broader range in x and Q2. If an effect would be found by LHCb,
it will be essential to confirm and improve the measurement with another experiment with a
systematically different measurement technique to confirm or even rule out the effect.

Figure 5.32: Incertitudes attendues sur la modification nucléaire Rg de la PDF du gluon en utilisant la paramétrisation
nNNPDF1.0 (zone grise) après inclusion d’une mesure de photons isolés par LHCb (bande verte) dans la
région 3 < η < 4 avec les incertitudes indiquées sur la figure 5.31 et par FoCal (bande rouge) dans la
région 4 < η < 5. Le panneau de gauche montre le cas avec une incertitude de 5 % sur le bruit de fond
(ligne continue sur la figure 5.31) et le panneau de droite montre le cas avec une incertitude de 10 % sur
le bruit de fond (ligne pointillée sur la figure 5.31). Comme dans le panneau de droite de la figure 5.29,
les bandes représentent les intervalles de confiance à 90 %.

PYTHIA + EPOS sont présentés à titre de comparaison. Dans l’analyse des événements construits à
l’aide d’EPOS, la coupure sur l’énergie d’isolement a été abaissée à ET,iso = 2 GeV/c (5 GeV/c pour
HIJING) car la contribution de l’événement sous-jacent à l’énergie d’isolement s’avère plus faible que
pour HIJING. En ce qui concerne LHCb, le facteur 5 sur le rapport S/B correspondant à une efficacité de
sélection de 0.2 (cf. figure 5.30) a été appliquée sur la valeur initiale du rapport S/B calculée à l’aide de
INCNLO. Une incertitude sur le bruit de fond de 5 % (traits continus), similaire à celle de FoCal, et de
10 % (traits pointillés) sont utilisées. Cette dernière est motivée par les performances de reconstruction
des photons significativement inférieures de LHCb par rapport à FoCal.

Comme le montre la figure 5.31, les performances attendues de LHCb sont plus d’un facteur 2 pires
que celles de FoCal, en particulier à faible pT où la précision sera cruciale afin d’être sensible à une
éventuelle évolution non-linéaire de la QCD. Pour estimer les incertitudes attendues sur Rg d’une
possible mesure de LHCb dans la plage de rapidité 3 < η < 4, les nNNPDF1.0 ont été pondérés avec
des pseudo-données générées à l’aide des incertitudes représentées sur figure 5.31, pour 5 % ou 10 %
d’incertitude sur le bruit de fond. Les incertitudes obtenues sur Rg sont représentées respectivement
dans les panneaux de gauche et de droite de la figure 5.32. Puisqu’il n’y a actuellement aucunes
données disponibles pour contraindre la région x < 10−2 dans nNNPDF1.0, la prise en compte des
pseudo-données photons de LHCb contraignent effectivement les distributions de gluons, mais avec
des incertitudes plus importantes que celles obtenues à partir de la mesure de FoCal, et ce, sur toute
la plage en x < 10−1. En particulier, pour x ≲ 10−4, la mesure de FoCal surpasse nettement celle de
LHCb. L’objectif principal du programme de physique à petit x du LHC sera de rechercher les traces
d’une évolution non-linéaire de QCD, c’est-à-dire des écarts par rapport à l’évolution linéaire utilisée
dans la méthode de pondération. L’acceptance de FoCal s’étend au-delà de celle de LHCb pour les
photons d’une unité de rapidité, et couvre donc des valeurs de x 3 fois plus petites, ce qui pourra s’avérer
indispensable pour rechercher des preuves directes de telles déviations.

Il est également important de garder à l’esprit que l’objectif principal du programme à petit x dans
son ensemble sera d’identifier ou d’exclure les écarts par rapport à l’évolution linéaire pour des valeurs
de x (et Q) inférieures. Ces effets devraient se manifester progressivement de sorte qu’une exploration
fiable de ce régime bénéficiera fortement de mesures multiples sur une la plus large plage possible de x
et Q2. Si un effet devait être mis en évidence par LHCb, il sera essentiel de confirmer et d’améliorer la
mesure avec une autre expérience mettant en œuvre une technique de mesure différente pour confirmer
voire écarter l’effet.

5.4.5 Spectres de mésons neutres en collisions Pb–Pb et facteur de modification nucléaire

Les performances de FoCal pour la reconstruction des π0 en collisions Pb–Pb ont été estimées en
incorporant des π0 dans des collision centrale Pb–Pb entièrement simulées. La résolution en masse
invariante s’est avérée être plus faible, bien que toujours assez bonne, dans les collisions Pb–Pb que dans
les simulations à une seule particule, tandis que l’efficacité est d’environ 80 % à grand pT. En réalité,
on s’attend également à un bruit de fond combinatoire plus important dans la distribution en masse
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Fig. 45: Simulated invariant mass distribution for photon pairs in 10M central Pb–Pb events with 6.0 <

pT < 8.0 GeV/c (left panel) and 8.0 < pT < 10.0 GeV/c (right panel) for the Be-only beam pipe. Both
background and signal are generated from a parametrisation fitted to the embedded signal sample and
simulated Pb–Pb events which is scaled up to 10M central events. Statistical fluctuations are generated,
but are too small to be visible in the figure.

5.5 Neutral meson spectra in Pb–Pb and nuclear modification factor

In Sec. 4.8, the performance of FoCal for p0 reconstruction in Pb–Pb events was estimated,
using single simulated p0 added to fully simulated central Pb–Pb collisions.
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Fig. 46: Estimated statistical and systematic uncertainties for a p0 production measurement in central
Pb–Pb collisions (left panel) and corresponding RAA measurement (right panel) for a prediction obtained
from JEWEL [105] for the Be-only beam pipe.

The invariant mass resolution was shown to be lower in Pb–Pb collisions than in single parti-
cle simulations (see Fig. 32), but still good, and the efficiency is around 80% at high pT. In
reality, one also expects a larger combinatorial background in the two-photon invariant mass

Figure 5.33: Distribution en masse invariante simulée pour des paires de photons de 6 < pT < 8 GeV/c (panneau de
gauche) et 8 < pT < 10 GeV/c (panneau de droite) dans 106 événements Pb–Pb centraux pour un tube
de faisceau en béryllium.
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Fig. 45: Simulated invariant mass distribution for photon pairs in 10M central Pb–Pb events with 6.0 <

pT < 8.0 GeV/c (left panel) and 8.0 < pT < 10.0 GeV/c (right panel) for the Be-only beam pipe. Both
background and signal are generated from a parametrisation fitted to the embedded signal sample and
simulated Pb–Pb events which is scaled up to 10M central events. Statistical fluctuations are generated,
but are too small to be visible in the figure.

5.5 Neutral meson spectra in Pb–Pb and nuclear modification factor

In Sec. 4.8, the performance of FoCal for p0 reconstruction in Pb–Pb events was estimated,
using single simulated p0 added to fully simulated central Pb–Pb collisions.
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Fig. 46: Estimated statistical and systematic uncertainties for a p0 production measurement in central
Pb–Pb collisions (left panel) and corresponding RAA measurement (right panel) for a prediction obtained
from JEWEL [105] for the Be-only beam pipe.

The invariant mass resolution was shown to be lower in Pb–Pb collisions than in single parti-
cle simulations (see Fig. 32), but still good, and the efficiency is around 80% at high pT. In
reality, one also expects a larger combinatorial background in the two-photon invariant mass

Figure 5.34: Incertitudes statistiques et systématiques estimées pour une mesure de la production de π0 en collisions
Pb–Pb centrales (panneau de gauche) et du RAA correspondant (panneau de droite) obtenue à partir de
JEWEL pour un tube de faisceau en béryllium seul.

invariante des paires de photons. Nous avons étudié le bruit de fond combinatoire dans des événements
Pb–Pb simulés et illustré son effet en paramétrisant la distribution du bruit de fond et en la normalisant
à 10 millions d’événements centraux. Nous avons ensuite calculé la distribution en masse invariante
pour les distributions paramétrisées de signal et de bruit de fond, le résultat est illustré à la figure 5.33

pour 6 < pT < 8 GeV/c. Le rapport signal sur bruit attendu est d’environ 0.25, ce qui est suffisamment
élevé pour déterminer les taux de production de π0 avec une précision raisonnable. Dans l’intervalle
légèrement inférieur 5 < pT < 7 GeV/c, le rapport sur bruit n’est plus que de quelques pour-cent, ce qui
rend difficile d’estimer le signal.

Sur la base des résultats ci-dessus, nous avons ensuite calculé les incertitudes statistiques et systéma-
tiques attendues sur une mesure de π0 pour 100M de collisions Pb–Pb centrales (cf. panneau de gauche
de la figure 5.34). À faible pT, la contribution dominante à l’incertitude systématique est celle sur le
bruit de fond combinatoire dans la distribution en masse invariante, qui est estimée à 0.25 % (du bruit
de fond). À plus haut pT ≳ 8 GeV/c, l’incertitude systématique sur l’efficacité de reconstruction et la
résolution en pT sont dominantes. Leur effet combiné est estimé à environ 10 % sur le taux de production
mesuré. Le panneau de droite de la figure 5.34 montre quant à lui, les performances attendues sur le
facteur de modification nucléaire, pour lequel les incertitudes systématiques sur la mesure en Pb–Pb et
pp ont été supposées indépendantes (hypothèse prudente).
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La QCD, théorie des interactions fortes, se caractérise par un diagramme de phase complexe. Les
constituants élémentaires colorés de la théorie, les quarks et les gluons, dans des conditions ordinaires,
sont confinés à l’intérieur des hadrons neutres de couleur mais deviennent (presque) libres de se mouvoir
sur des distances supérieures à la taille typique d’un hadron (environ 1 fm) dans un environnement
extrêmement chaud et/ou dense. La matière hadronique subit alors une transition de phase vers un
QGP. Les collisions d’ions lourds ultra-relativistes au LHC et à l’énergie maximale du RHIC offrent un
accès expérimental à la phase QGP.

Comprendre comment les jets produits dans les collisions d’ions lourds dissipent leur énergie en
présence du QGP en raison de fortes interactions dans l’état final est l’un des principaux défis théoriques
et expérimentaux des programmes d’ions lourds menés auprès du RHIC et du LHC. Les jets constituent
à cet effet non seulement des sondes de choix des propriétés de transport du QGP, mais aussi un moyen
précieux de déterminer comment les quarks simples interagissent avec le QGP par le biais de l’échange
de gluons. Ces interactions quark–gluon sont à la base de la force nucléaire forte, la plus puissante (et
encore la plus méconnue) des quatre forces fondamentales de la nature.

Le jet quenching soulève cependant encore de nombreuses questions. La nature de la perte d’énergie
des partons dans le milieu fait l’objet d’un intense débat entre différentes approches théoriques. La
dynamique par laquelle l’énergie est transférée du parton au milieu n’est pas claire, de même que la
manière dont ce processus modifie la sous-structure interne des jets. La mesure de la suppression des
jets dans les collisions Pb–Pb présentée dans ce document montre que les partons colorés perdent une
fraction significative de leur énergie, contrairement à ce qui se passe pour les sondes électromagnétiques
qui suivent la mise à l’échelle attendue avec le nombre de collisions binaires. L’absence de tels effets
dans les collisions pPb fournit une forte indication que la suppression est due au milieu chaud et dense,
ce qui a été corroboré par des observables qui nous renseignent sur ses propriétés hydrodynamiques
globales. Depuis lors, des progrès significatifs ont été réalisés par l’introduction de nouvelles techniques
parmi lesquelles une soustraction du bruit de fond à partir de coïncidences semi-inclusives présentée
dans ce travail. Plus récemment, l’intérêt s’est déplacé vers l’étude des jets de saveurs lourdes dont
l’identification s’appuie sur des techniques d’étiquetage basées sur le paramètre d’impact des traces
également décrites dans ce document.

Avec le démarrage du Run 3 du LHC, ALICE et les autres expériences du LHC auront l’occasion
unique d’étudier le QGP avec une précision sans précédent. Les jouvences d’envergure apportées au
détecteur ALICE au court du LS2 visent bien cet objectif par :

• L’amélioration des performances de reconstruction de la trace du point de vue de la précision
spatiale et de l’efficacité, en particulier pour les particules de faible impulsion, afin de sélectionner
plus efficacement les vertex de désintégration des hadrons de saveurs lourdes ;

• L’augmentation du taux de lecture des événements jusqu’à 50 kHz pour les collisions Pb–Pb en
mode de lecture continue, qui offre la plus grande efficacité possible pour les processus à basse
impulsion. Cette augmentation permettra d’enregistrer pendant les Runs 3 et 4 un échantillon de
collisions de biais minimum correspondant à une luminosité intégrée totale de plus de 10 nb−1

délivrée par le LHC. Cet échantillon excèdera celui du Run 2 de deux ordres de grandeur.

La mesure des jets, et en particulier des jets de saveurs lourdes, de même que leurs corrélations figurera
parmi les priorités de l’expérience ALICE pendant le Run 3 et au-delà. Dans la perspective du Run 5 du
LHC, un nouveau détecteur compact polyvalent de dernière génération dénommé ALICE 3 fera suite à
l’expérience ALICE actuelle. L’objectif poursuivi sera de construire un détecteur ultraléger, constitué de
couches véritablement cylindriques basées sur des capteurs en silicium de technologie MAPS amincis de
grande taille (celle d’une galette de silicium de 12 pouces), présentant une épaisseur de matière sans
précédent de 0.05 % X0 par couche, les couches les plus internes pouvant être placées à l’intérieur du
tube de faisceau. Outre des capacités supérieures de tracking et de vertexing sur une large gamme
d’impulsion jusqu’à quelques dizaines de MeV/c, le détecteur permettra l’identification des particules
par la mesure de leur temps de vol avec une résolution d’environ 20 ps. Le détecteur proposé est conçu
pour l’étude des collisions pp, pA et AA à des luminosités 20 à 50 fois plus élevées que celles possibles
avec le détecteur ALICE, permettant un programme de physique riche allant des mesures avec des
sondes électromagnétiques à des moments transversaux ultra-faibles à la physique de précision dans le
secteur du charme et de la beauté.
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Dans le même temps, d’autres possibilités doivent être explorées dans le domaine de la physique
des ions lourds. Aux États-Unis, le projet de collisionneur électron–ion prend forme ; il permettra
d’étudier la structure interne du noyau par diffusion profondément inélastique (DIS), à une énergie et
une luminosité jamais atteintes auparavant. Ces mesures combleront une lacune en fournissant des
informations cruciales sur l’état initial des collisions étudiées dans les collisionneurs de hadrons, qui
doivent jusqu’à présent s’appuyer sur des extrapolations à partir d’énergies plus basses. En Europe et
au Japon, il existe des projets de collisionneurs de hadrons à des énergies dans le centre de masse plus
basses mais à des intensités plus élevées, appelés respectivement FAIR et J-PARC-HI. Ces expériences
tenteront d’étudier la nature du QGP formé à une température intermédiaire et à un potentiel chimique
baryonique fini, et éventuellement de rechercher un point critique de la transition de phase.
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