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Ao meu filho Iago Machado.





Agradecimentos
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investido em discussões, a confiança depositada e a sinceridade sempre presentes são, entre
outras, qualidades que levarei para sempre em minha formação. Agradeço também por ter
me auxiliado nos momentos de dificuldade, incentivando sempre a buscar o que era melhor
para o meu futuro.

Com uma grande satisfação e gratidão, ao Prof. Dr. Magno Machado (fala seu Magno).
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sem o qual eu com certeza não estaria aqui hoje. Como eu sempre digo, bons tempos de
Iniciação Cient́ıfica!

Agradeço aos meus colegas de sala Aline, Alexandre, Daniel e Pedro, pela hospitalidade e
carinho com que me acolheram na sala M201, bem como Aninha, Carla, Elizandra, Joseima,
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Resumo

Apresentamos um estudo teórico/fenomenológico baseado em QCD perturbativa para
as funções de estrutura em interações neutrino-nucleon no espalhamento profundamente
inelástico de corrente carregada usando o formalismo de dipolos de cor. Para este fim,
estendemos para o setor eletrofraco as abordagens teóricas atuais deste formalismo, as quais
descrevem o processo de espalhamento profundamente inelástico em reações lépton-hádron.
As predições teóricas são comparadas com os resultados experimentais dispońıveis na região
de altas energias. Em particular, o comportamento das funções de estrutura na virtualidade
do bóson e o papel exercido pelas correções de sombreamento nuclear são investigados,
mostrando que a seção de choque neutrino-hádron em altas energias exibe a propriedade de
escalamento geométrico como nos processos lépton-hádron.

Além disso, investigamos os processos de difração dura em reações próton-próton (anti-
próton) dando destaque para a produção difrativa do bóson de gauge massivo W , calcu-
lando sua seção de choque utilizando a fatorização de Regge. Para este fim, consideramos
as funções recentes para a distribuição de pártons no Pomeron e levamos em consideração o
fator de probabilidade de sobrevivência da lacuna de rapidez (correções de múltiplos espal-
hamentos). Com isso, realizamos estimativas teóricas para a fração de produção difrativa de
W± com as energias do acelerador Fermilab-Tevatron (

√
s ≃ 2 TeV), cujos resultados para

os valores utilizados mostram um bom acordo com os resultados experimentais. Além disso,
realizamos predições para o futuro colisor Large Hadron Collider (LHC,

√
s = 14 TeV).

A utilização deste fator de correção para o cálculo de produção de W± é a nossa principal
contribuição para a Fenomenologia da F́ısica de Part́ıculas de Altas Energias.



Abstract

A perturbative QCD analysis of the neutrino-hadron structure functions in charged
current reactions is presented using the color dipole formalism. We extend the formalism
to the electroweak sector, considering the recent phenomenological/theoretical studies in
deep inelastic lepton-hadron inclusive production (DIS). The theoretical predictions are
compared to the available experimental results in the high-energy region. In particular,
the behaviour of the structure functions on the boson virtuality and the role played by
the nuclear shadowing corrections are investigated. It is demonstrated that high-energy
neutrino-hadron cross sections exhibit geometric scaling property as in lepton-hadron case.

Moreover, the hard diffractive processes in proton-proton (antiproton) collisions are in-
vestigated, in particular the diffractive W± production. It is computed using Regge fac-
torization approach, considering recent parton distributions functions in the Pomeron and
taking into account survival probability gap factor (multiple scattering corrections). The
theoretical estimates are performed for the energies of Fermilab-Tevatron (

√
s ≃ 2 TeV).

In addition, predictions for the future Large Hadron Collider (LHC,
√
s = 14 TeV) are

presented.
The use of probability survival rapidty gap is the principal contribution to analysis of

W± cross sections production in the High Energy Phenomenology.
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Introdução

Neste trabalho, foram realizados dois estudos distintos, ambos envolvendo processos eletro-
fracos com os bósons de gauge massivos W±. O primeiro estudo diz respeito ao cálculo
das funções de estrutura para os processos de corrente carregada (CC), mediada pelo bóson
W , nas interações neutrino-nucleon. Utilizamos o formalismo de dipolos de cor, onde a in-
teração bóson-nucleon é modelada através do espalhamento de dipolos de cor (pares qq̄ nos
quais o bóson dissocia-se) com o nucleon através da seção de choque dipolo-nucleon. Faze-
mos neste trabalho a fenomenologia associada com os diferentes modelos para esta última
quantidade. O segundo tópico refere-se à produção difrativa do bóson W em interações
próton-próton (ou anti-próton). Utilizamos o formalismo de fatorização de Regge, onde o
reggeon dominante em altas energias (o Pomeron) possui subestrutura (conteúdo de quarks
e glúons, chamados coletivamente pártons). As distribuições destes pártons no Pomeron
são determinadas através dos dados experimentais dos processos de espalhamento difra-
tivo lépton-hádron. Como correções de múltiplos espalhamentos são importantes, levamos
este efeito em consideração através do fator de sobrevivência das lacunas na rapidez. Neste
caso, somos capazes de produzir predições para este processo no futuro colisor Large Hadron
Collider (LHC, CERN).

Iniciaremos com uma breve introdução sobre o espalhamento neutrino-nucleon e sua
importância em altas energias. As interações de neutrinos de altas energias com alvos
hadrônicos são um teste importante da Cromodinâmica Quântica (QCD) e do entendimento
das propriedades partônicas da estrutura hadrônica. As várias combinações dos dados de
espalhamento de neutrinos e anti-neutrinos podem ser usados para determinar as funções de
estrutura, as quais impõem limites às distribuições de quarks de mar, de valência e glúons nos
nucleons ou nos núcleos. A comparação entre os resultados experimentais do espalhamento
de neutrinos e de léptons carregados pode ser usada para investigar a universalidade destas
distribuições partônicas. Em particular, a f́ısica de neutrinos tem recebido muita atenção
recentemente devido ao fenômeno da oscilação de neutrinos no contexto dos experimentos
com neutrinos solares e atmosféricos. Além disso, suas funções de estrutura são necessárias
para o cálculo da seção de choque neutrino-hádron, a qual desempenha um papel importante
nos estudos de raios cósmicos de altas energias e em astropart́ıculas.

De maneira similar ao espalhamento profundamente inelástico (DIS) lépton-hádron, o
espalhamento de neutrinos é também utilizado para investigar a estrutura dos nucleons
(prótons e nêutrons) ou dos núcleos. No modelo de pártons, considerando a ordem domi-
nante (LO), a função de estrutura F2 é a distribuição singleto, F νN

2 ∝ xqS = x
∑

(q + q̄), a
soma das densidades de momenta de todos os quarks constituintes interagentes, e a função
xF3 é a distribuição não-singleto, xF νN

3 ∝ xqNS = x
∑

(q − q̄) = xuV + xdV , a densidade
de momento dos quarks de valência. Estas relações são posteriormente modificadas por
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correções de mais alta ordem. A principal incerteza teórica é o papel do sombreamento
nuclear (nuclear shadowing) em comparação com o DIS de léptons carregados. Entretanto,
efeitos nucleares são considerados usando as razões nucleares R = FA

2 /AF
p
2 extráıdas do

DIS em interações lépton-núcleo, as quais podem ser diferentes para o caso de neutrinos. A
região de baixa virtualidade do bóson, Q2, não pode ser considerada no escopo do modelo de
pártons, uma vez que uma escala suficientemente alta de momento no processo Q2

0 ≥ 1 − 2
GeV2 é necessária para fazermos uma expansão perturbativa.

Neste trabalho, apresentamos uma determinação das funções de estrutura nas interações
neutrino-nucleon no formalismo de dipolos de cor. Esta abordagem é conveniente para a
interação de neutrinos em altas energias e permite uma descrição consistente para a região
de baixo Q2 das funções de estrutura. Também, o formalismo permite um cálculo preciso e
confiável do efeito de sombreamento nuclear através do formalismo de Glauber-Gribov no
limite totalmente coerente. A seção de choque bóson-hádron é calculada como a convolução
das distribuições dos dipolos de cor de tamanho transverso criados pela flutuação do bóson
incidente em pares qq̄. Estas distribuições fornecem uma relação clara entre o aumento
da virtualidade do bóson Q2 e o tamanho dos dipolos. A teoria de Glauber-Gribov consi-
dera os múltiplos espalhamentos da componente hadrônica do bóson virtual com um núcleo
constitúıdo de nucleons cuja energia de ligação é negligenciada. Esta componente hadrônica
mantém um tamanho fixo durante o processo de espalhamento (a aproximação eikonal) e
é usualmente limitada ao seu mais baixo estado de Fock, o chamado dipolo de cor. As
diferenças entre várias realizações desta abordagem advêm do modelo considerado para a
seção de choque dipolo-nucleon. Várias implementações fenomenológicas podem descrever
uma grande parte dos dados de DIS inclusivo/difrativo em reações ep DIS e os resulta-
dos experimentais para as razões nucleares FA

2 /AF
N
2 na região de sombreamento nuclear

x ≤ 0.01 [1, 2, 3] (x é a variável de Bjorken, inversamente proporcional a energia de centro
de massa do espalhamento). Em geral, a transição para o limite de pequeno Q2 está rela-
cionada com a f́ısica de saturação, onde uma quantidade importante é a escala de saturação
Qsat ∝ (Eν)

λ/2, λ ≃ 0.3 . Esta quantidade define a escala de momento onde os múltiplos
espalhamentos tornam-se cada vez mais importantes. A abordagem dos dipolos de cor per-
mite um cálculo das contribuições de todas as ordens (potências de 1/Q2) em constraste
com a aproximação de ordem dominante. Uma caracteŕıstica importante das abordagens
de saturação é a predição da propriedade do escalamento geométrico. Ou seja, a seção de
choque total fóton-próton em altas energias não é uma função das duas variáveis indepen-
dentes x e Q2, mas ainda uma função de uma única variável τp = Q2/Q2

sat. Foi mostrado que
os dados do colisor DESY-HERA para a função de estrutura do próton F2 são consistentes
com o escalamento nas regiões de x ≤ 0.01 e Q2 ≤ 400 GeV2. Um comportamento similar
também foi observado em processos exclusivos, processos de espalhamento elétron-núcleo,
produção inclusiva de charm e DIS difrativo. Estes resultados, enquanto não completamente
estabelecidos, fornecem uma forte motivação para investigações no setor de neutrinos. Neste
trabalho demonstramos que a descrição dos dados em altas energias é consistente e preciso.

Passamos agora a motivação do segundo tópico de estudo. Eventos difrativos ocorrem
através de objetos singletos de cor, supostos como sendo os Pomerons na Teoria de Regge,
portando os números quânticos do vácuo, isto é JPC = 0++. Tais processos são caracte-
rizados por estados finais os quais incluem grandes lacunas nos intervalos de rapidez, i.e.
regiões do espaço de fase não contendo part́ıculas no estado final [4, 5]. Estas configurações
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de estado final são encontradas em reações elásticas pp, na fotoprodução de mésons veto-
riais ou também na produção difrativa dos bósons de gauge W±. A troca de mésons pode
também produzir estes estados finais, mas a sua importância é reduzida com o aumento da
energia envolvida no processo. Portanto, em altas energias os processos difrativos são pre-
dominantemente relacionados à troca do Pomeron [6, 7]. Esta área de pesquisa encontra-se
atualmente em estado de grande efervescência, com as expectativas de novos dados vindos
do colisor LHC (CERN)[8, 9]. Entre os tópicos mais relevantes, está a produção inclusiva
e difrativa dos bósons de Higgs [10]. Em especial, o canal difrativo fornece um sinal claro
para detecção de Higgs leves [11, 12, 13]. Outro processo importante é a produção difra-
tiva de jatos [14, 15]. O formalismo de Regge, onde o Pomeron corresponde ao reggeon
dominante cuja posśıvel ressonância associada satisfaz os números quânticos do vácuo, tem
produzido excelentes resultados em difração macia (baixas energias ou pequeno momento
transferido) [7]. A quantidade relevante é a trajetória do Pomeron, permitindo descrever
fenomenologicamente o espalhamento elástico e a produção de mésons. Entretanto, o for-
malismo apresenta poder preditivo reduzido na descrição de reações duras, como a produção
de bósons W± e de jatos. Estas reações com grande momento transferido podem ser in-
vestigadas através da Cromodinâmica Quântica (QCD) perturbativa mediante a troca de
diagramas-escada gluônicos [6]. Recentemente, o formalismo de dipolos de cor QCD tem
surgido como uma descrição simples dos processos induzidos por fótons, mas podendo ser
estendido ao caso hadrônico por meio de interações dipolo-dipolo [6].

Em ambos formalismos existem incertezas teóricas, relacionadas intrinsecamente à na-
tureza do Pomeron e suas interações. Na fenomenologia de Regge, assume-se a fatorização
entre o fluxo de Pomeron no próton e a interação de seus constituintes (quarks e glúons do
Pomeron). Tal fatorização é confirmada nos processos elásticos. Entretanto sua quebra é
fortemente sugerida nos processos de dissociação difrativa simples em reações pp e produção
de jatos. Este problema estaria associado aos v́ınculos de unitariedade ao processo ou efei-
tos de screening. Em QCD perturbativa, a universalidade do Pomeron duro constitúıdo
basicamente de glúons, descrevendo a produção difrativa em colisionadores ep e hadrônicos,
tem sido questionada. O uso das distribuições partônicas difrativas obtidas em colisões ep
têm sido utilizadas no cálculo da produção de jatos em colisões pp̄, produzindo resultados
modestos. Portanto, no trabalho apresentado aqui incluiremos os efeitos de reespalhamento.

Com a entrada em funcionamento do colisionador LHC no CERN [8], energias da ordem
de

√
s = 14 TeV serão alcançadas para o modo pp, com altas luminosidades (L ≃ 1034

cm−2s−1). A produção difrativa de Higgs poderá ser estudada, beneficiada pela alta lumi-
nosidade em CMS [9], potencializando os canais de produção com maior sinal. A grande
motivação com a enorme energia de centro de massa e a alta luminosidade no LHC é a
constatação cada vez maior dos efeitos de unitaridade às correspondentes amplitudes de
espalhamento de processos duros, em especial os canais difrativos mais senśıveis a estes
efeitos, aliada com a maior precisão dos observáveis em difração dura e macia. Para colisões
pp ou pp̄ em altas energias, cerca de 40% da seção de choque total σtot surge dos proces-
sos difrativos, como o espalhamento elástico ou dissociação difrativa simples ou dupla. É
necessário compreender a estrutura de σtot e a natureza dos eventos que acompanham os
processos e deve-se estar apto a estimar a probabilidade das lacunas de rapidez, as quais
ocorrem em eventos difrativos, contendo um subprocesso duro, sobreviverem aos efeitos de
reespalhamento. Estes processos fornecem uma oportunidade única para o estudo de efei-
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tos de unitariedade, uma vez que a fatorização pode ser quebrada teoricamente por meio
de efeitos de seleção do processo de espalhamento. O entendimento destes mecanismos é
crucial na predição teórica e no ajuste dos processos de interesse no LHC no que concerne
a difração dura e também macia.

A análise fenomenológica dos processos difrativos duros (grande momento transferido)
tornou-se um dos mais interessantes laboratórios teóricos para investigar a natureza e estru-
tura do Pomeron. O conceito de função de estrutura do Pomeron foi introduzido por Ingel-
man e Schlein [16] como um ansatz para investigar a eventual produção de jatos com grande
momento transverso (pT ) em interações hadrônicas difrativas. Esta especulação teórica
tornou-se realidade quando a Colaboração UA8 obteve as primeiras medidas experimentais
de jatos produzidos difrativamente [17]. Entretanto, análises quantitativas posteriores [18]
feitas no mesmo colisor p̄p do CERN mostraram que as taxas preditas obtidas pelo modelo
de Ingelman-Schlein (IS) eram muito mais altas em comparação com os valores medidos. O
mesmo problema foi constatado quando medidas similares foram feitas no Colisor Fermilab
Tevatron. A razão predita pelo modelo IS para a produção não-difrativa e difrativa de
duplos jatos (dijets) [19] para a energia do Tevatron é uma ordem de magnitude maior que
as medidas experimentais. Apesar do fato do modelo IS predizer corretamente a existência
dos jatos produzidos difrativamente, podeŕıamos pensar que este modelo é aceitável apenas
no ponto de vista qualitativo, pois as taxas preditas eram completamente inconsistentes
com as medidas reais. Esta questão pode ser examinada em maiores detalhes e pode ser
mostrado que o modelo IS é incompleto pois não leva em consideração efeitos de reespalha-
mento de Pomerons. Este efeito é muito importante nas energias dos atuais aceleradores.
Neste trabalho, descrevemos brevemente o desenvolvimento teórico das taxas de produção
e destacamos os efeitos a serem considerados para uma descrição mais consistente com o
experimento.

No Cap. 1, fazemos um breve resumo da Cromodinâmica Quântica (QCD) e suas
aplicações. Em particular, discutimos os detalhes da expansão perturbativa em QCD para o
processo lépton-hádron, as equações de evolução para as distribuições partônicas nos hádrons
e as posśıveis correções no regime de altas energias. Apresentamos a noção de funções de
estrutura para os processo de DIS em elétron-próton e neutrino-próton, mostrando também
a fenomenologia do regime de pequeno x.

No Cap. 2 introduzimos o formalismo de dipolos de cor para a produção de pares
de quarks através dos bósons (γ e W±). Revisamos e apresentamos o formalismo de di-
polos para o caso ep, fazendo a extensão para o caso νp. Em particular, a função de
estrutura F νN

2 é investigada empregando-se modelos de saturação fenomenológicos, os quais
descrevem corretamente os dados para DIS inclusivo. Os efeitos nucleares são introduzidos
através do formalismo de Glauber-Gribov. Mostramos que em altas energias os dados para
o espalhamento neutrino-hádron exibem a propriedade de escalamento geométrico, o qual
tem importantes consequências para a fenomenologia de neutrinos em alt́ıssimas energias.
Também, as funções de estrutura xF3 e 2xF1 são analizadas, apontando sua assimetria de
direita-esquerda e sua consequência nos efeitos de sombreamento nuclear. A quantidade
∆xF3 = xF ν

3 − xF ν̄
3 é investigada, a qual fornece uma determinação da distribuição de

quarks estranhos (quarks de mar s) através da produção de charme em processos DIS com
corrente carregada.

No Cap. 3 fazemos um pequeno resumo da descrição teórica dos processos difrativos em
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interações hadrônicas, apresentando a Teoria de Regge, as definições do reggeon dominante
em altas energias (o Pomeron) e as caracteŕısticas (lacunas de rapidez) para um evento
difrativo. Ao final, também apresentamos uma śıntese dos modelos fenomenológicos envol-
vidos nos cálculos dos valores para o fator da probabilidade de sobrevivência da lacuna de
rapidez. Esta quantidade fornece uma estimativa geral das correções de múltiplos espal-
hamentos ao processo. Discutiremos sobre as quantidades fator de fluxo do Pomeron e as
funções de estrutura difrativa. Em particular, detalharemos o formalismo de fatorização de
Regge para eventos difrativos, o qual fornece o arcabouço teórico para nossas contribuições
na área.

No Cap. 4 apresentamos os processos espećıficos da produção hadrônica inclusiva e difra-
tiva do bóson W, o cálculo da sua seção de choque, decaimento e sua respectiva cinemática.
Mostramos nossos resultados para a produção inclusiva e difrativa dos bósons W± para as
energias do acelerador Tevatron-Fermilab (

√
s = 1.8 TeV), fazendo uma predição para o

futuro colisor Large Hadron Collider - LHC (
√
s = 14 TeV).

No último caṕıtulo, temos as conclusões resultantes das várias análises que apresentadas
neste trabalho. Os principais objetos de estudo desta dissertação foram a determinação das
funções de estrutura do nucleon em interações neutrino-nucleon e a determinação da taxa
de eventos para a produção difrativa de bósons massivos em interações nucleon-nucleon.
Como conclusão, obtemos uma descrição excelente das funções de estrutura no regime de
altas energias utilizando o formalismo de dipolos de cor. Nossa abordagem permite uma
descrição consistente da região de pequena virtualidade Q2 e das correções de sombreamento
nuclear, os quais são importantes para os futuros experimentos neutrino-núcleo. No caso da
produção difrativa de W±, obtivemos resultados consistentes com os experimentos recentes
(TEVATRON), utilizando o formalismo de Regge e correções de re-espalhamento. Também
calculamos as predições para este processo com a energia pertinente ao futuro experimento
LHC, onde taxas altas de eventos difrativos são esperados.



Caṕıtulo 1

Cromodinâmica Quântica (QCD) e
funções de estrutura hadrônica

Este caṕıtulo apresenta uma revisão dos tópicos necessários para estudarmos a estrutura
do próton, com ênfase particular no espalhamento profundamente inelástico (DIS) lépton-
hádron. O formalismo usado para o estudo de eventos DIS é apresentado, bem como uma
introdução à Cromodinâmica Quântica, a qual é a teoria que descreve o espalhamento
profundamente inelástico, e às funções de estrutura do próton. Revisamos os principais
resultados das equações de evolução lineares baseadas em QCD perturbativa, com ênfase
na equação de evolução DGLAP, e dos posśıveis efeitos não-lineares. Convém notar que
a evolução DGLAP é a abordagem usual para a descrição das distribuições partônicas.
Finalmente, introduzimos as definições de função de estrutura nos espalhamentos elétron-
próton e neutrino-próton e suas relações com as distribuições de quarks e glúons, os pártons,
nos hádrons.

1.1 O Espalhamento Profundamente Inelástico

No espalhamento profundamente inelástico elétron-próton [20, 21], ep → eX, o próton é
fragmentado em hádrons devido à troca de um fóton virtual muito energético com grande
momento transverso, como ilustrado na Fig. (1.1). Neste contexto, podemos usar a chamada
aproximação de impulso, o que significa que podemos tratar os pártons (os constituintes dos
nucleons) como livres durante a colisão se a razão entre as escalas de tempo

τ

τvirtual
∼ 2

m2
1

x
+

m2
2

(1−x)
−M2

proton

2Mprotonν −Q2
(1.1)

é pequena. No sistema de centro de massa elétron-próton o momento do próton, ~P , é grande
para colisões em altas energias; o momento para o elétron incidente é (|~P |, −~P ) e o bóson
trocado tem momento (q0, ~q ). Pode-se considerar que o próton decompõe-se em um estado

virtual com duas componentes: um párton com momento x~P e massa m1, e um grupo
de pártons com momento total (1 − x)~P e massa m2. As frações de momento do próton
portadas por estes pártons são portanto x e 1 − x, respectivamente. Neste caso a diferença
em energia entre o estado virtual e o próton, ∆E, é dada por

∆E =
√

x2 ~P 2 +m2
1 +

√

(1 − x)2 ~P 2 +m2
2 −

√

~P 2 +M2
proton
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Fig. 1.1: Representação do espalhamento profundamente inelástico (DIS) lépton-nucleon,
mostrando os momenta incidentes (k e p), o fóton e sua virtualidade (q) e o
momenta final do lépton (k

′

).

≃ 1

|~P |

[

m2
1

2x
+

m2
2

2(1 − x)
− M2

proton

2

]

. (1.2)

O inverso desta quantidade, usando o prinćıpio da incerteza, dá o tempo de vida do
estado virtual, isto é, τvirtual ∼ 1/∆E. De maneira similar, a duração do espalhamento do
bóson com o próton é τcolisao ∼ 1/q0. Podemos usar a expressão

q0 =
2P . q + q2

2(
√

~P 2 +M2
proton + |~P |)

∼ 2Mprotonν −Q2

4|~P |
, (1.3)

onde adotamos a notação padrão para os invariantes de Lorentz,

Q2 ≡ −q2, ν ≡ P . q

Mproton

, (1.4)

e da condição de camada de massa para o elétron sem massa no estado final.
No espalhamento profundamente inelástico, ambos 2Mprotonν e Q2 são maiores que

M2
proton, tal que a aproximação é correta assumindo que x não é tão próximo de 0 ou 1.

Processos onde pártons suaves são importantes não são adequadamente descritos por esta
simples representação, mais conhecida como modelo de pártons [20, 22].

Pode-se pensar o próton movendo-se com momento P muito grande. Neste sistema
o próton apresenta contração de Lorentz na direção longitudinal por um fator M/P com
respeito ao seu tamanho no sistema de repouso. Pártons sem pequeno x também apresentam
contração de Lorentz, sendo distribúıdos no disco definido pela área transversa do próton.
Neste disco o número de pártons por unidade de rapidez, η ≃ − ln tan θ/2 (θ é o ângulo
de espalhamento), é pequeno. A situação para pártons com muito pequeno x, conhecidos
como wee pártons, é diferente porque eles não estão confinados ao disco. Seus tamanhos
longitudinais podem ser estimados usando o prinćıpio da incerteza,

∆z ≃ 1

xP
. (1.5)
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No que segue definiremos algumas das quantidades que permitirão obter informações ex-
perimentais sobre estes pártons. A estrutura geral da seção de choque inclusiva mediada
em spin no espalhamento profundamente inelástico lépton-hádron, σlh, pode ser expressa
em termos de duas funções invariantes de gauge, as quais caracterizam a estrutura do alvo
e são conhecidas como as funções de estrutura F1 e F2. Para o espalhamento de léptons
carregados (e−N → N + X) o processo é mediado pela troca de um fóton virtual, e no
limite quando Q2 ≪M2

Z podemos escrever

d2σe−h

dxdQ2
=

4πα2

xQ2

[

xy2F1(x,Q
2) + (1 − y)F2(x,Q

2)
]

, (1.6)

onde despreza-se a massa do próton. A constante de acoplamento eletromagnética é α e
y é a variável inelasticidade, que no sistema de repouso do próton alvo pode ser escrita
como y = 1 − E ′/E, com E e E ′ sendo as energias do elétron no estado inicial e final,
respectivamente.

Para o caso de um espalhamento neutrino-próton, a seção de choque é dada por 1

dσν(ν̄)h

dxdy
=
G2

FmhEν

π

[

(

1 − y − mhxy

2Eν

)

F2(x,Q
2) +

y2

2
2xF1(x,Q

2) ± y
(

1 − y

2

)

xF3(x,Q
2)

]

.(1.7)

Aqui, Eν é a energia do neutrino, mh é a massa do nucleon, GF é a constante de Fermi e
y = Q2/xs é a inelasticidade. F1, F2 e F3 são as funções de estrutura do próton, as quais
determinam as distribuições partônicas no interior do próton. Estas funções serão estudadas
em mais detalhes no Caṕıtulo 2, onde mostramos nossas curvas teóricas obtidas com o
uso do formalismo de dipolos na descrição do espalhamento neutrino-próton, considerando
diferentes seções de choque de dipolos para o cálculo de tais funções de estrutura.

Antes disso, necessitamos conhecer os constituintes do próton de uma forma geral. Para
isso, apresentamos a Cromodinâmica Quântica, a qual é a teoria que descreve a dinâmica
de quarks e glúons, os pártons.

1.2 A Cromodinâmica Quântica

A interação forte é descrita pela teoria de gauge não Abeliana da Cromodinâmica Quântica
(QCD). A QCD assume que todos os quarks carregam os graus de liberdade cor, que atuam
como a carga na Eletrodinâmica Quântica (QED). Os três estados posśıveis dos graus de
liberdade de cor são denominados vermelho, verde e azul. Os mediadores da interação forte
são glúons não-massivos de spin 1. Na QCD, a carga de cor é trocada entre part́ıculas colo-
ridas através dos glúons, o que é uma propriedade das teorias de gauge não-Abelianas. Uma
consequência disto é que, diferentemente dos fótons (mediadores da QED), os glúons podem
interagir com outros glúons[23]. Mais tecnicamente, a QCD possui vértices de interação de
três e quatro gl̈ı¿1

2
ons, os quais não possuem análogos na QED. Esta disponibilidade é ex-

plicada por uma caracteŕıstica da QCD: a liberdade assintótica, a qual falaremos melhor na
próxima seção. Historicamente, os graus de liberdade de cor surgiram como a solução do

1 A obtenção destas seções de choque é feita, de uma forma geral (espalhamento lépton-hádron), no
Apêndice B
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problema de como construir a função de onda para o bárion duplamente carregado ∆++. O
spin deste bárion é 3/2, sendo obtido pela combinação de três quarks idênticos. A função de
onda do ∆++ é então simétrica no espaço, spin e sabor [SU(3)f ]. Entretanto, haja vista que
os quarks constituintes têm spin 1/2, a estat́ıstica de Fermi-Dirac necessita de uma função
de onda anti-simétrica. Este conflito foi resolvido construindo a função de onda totalmente
anti-simétrica nos graus de liberdade de cor. Como estados coloridos não são detectados
nos experimentos, houve a necessidade de requerer um v́ınculo extra definindo que apenas
estados singleto de cor poderiam existir na natureza.

Nas energias dispońıveis atualmente (
√
s ∼ 1 TeV), a Cromodinâmica Quântica é pro-

vavelmente a componente mais complexa do Modelo Padrão porque os estados assintóticos
detectados nos experimentos (hádrons) são diferentes dos campos fundamentais presentes
no Lagrangiano, associados aos quarks e glúons. Esta teoria é baseada no grupo de cor
SU(3). A idéia de cor tem sido verificada em muitos experimentos envolvendo interação
em altas energias de hádrons com hádrons, léptons com hádrons e léptons com léptons. O
cálculo correto da taxa para o decaimento π0 → γγ ou a razão entre a seção de choque
hadrônica e+e− e a seção de choque de produção de um par de múons foram alguns dos
grandes sucessos da teoria [23, 24, 25]. A existência de constituintes dentro dos hádrons
ficou clara após os experimentos de espalhamento profundamente inelástico realizados no
SLAC em 1962. Estes constituintes foram chamados de pártons e hoje são identificados
como quarks e glúons [20, 22, 26] .

A composição natural dos nucleons é explicada pelo modelo de quark-párton [27]. O
modelo de pártons analisa o espalhamento no referencial de Breit, em que o próton alvo
(e os pártons constituintes) movem-se com momento infinito, puramente longitudinal. O
párton absorve o bóson virtual incidente e recua na direção de sáıda; o seu momento ainda
sendo longitudinal. Como o momento do nucleon é assumido como sendo infinito, a escala de
tempo da interação dos quarks constituintes não é muito maior do que a escala de tempo da
colisão, tornando o quark espalhado totalmente livre, e o espalhamento torna-se incoerente.

No modelo quark-párton, os pártons são supostos como carregando uma fração x do
quadri-momento pµ do núcleo pai. Contudo, os quarks estão em movimento dentro do
nucleon, ou seja, não possuem quadri-momento fixo. Isto é descrito pelas funções de distri-
buição do quark, q(x), que é a probabilidade de encontrar um quark de sabor q no hádron
carregado uma fração x do quadri-momento pµ do hádron pai. As funções q(x) podem ser
as distribuições u(x), d(x), s(x), enquanto q̄ são as distribuições dos anti-quarks correspon-
dentes.

Uma propriedade importante dos quarks é que, em baixas energias, eles não são vistos
como livres na natureza. Porém, em altas energias, eles podem ser tratados como tal, ou
seja, eles possuem liberdade. Esta propriedade advém da liberdade assintótica.

1.2.1 A Liberdade Assintótica

Se a distância entre os quarks aumenta (baixas energias), então a intensidade efetiva da
interação aumenta. Porém, com a distância entre dois quarks diminuindo (aumento de
energia), a intensidade de sua interação também diminui, fazendo com que as part́ıculas
tornem-se assintoticamente livres, o que caracteriza a não observação de quarks livres, ou
seja, a liberdade assintótica.
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A expressão para o Lagrangiano da Cromodinâmica Quântica pode ser escrito na forma
[23, 24, 25],

L = Ψ̄ i 6∂Ψ − 1

4
F a

µνF
µν
a + gΨ̄ 6AΨ + Lgauge + Lfantasma . (1.8)

Por simplicidade, considerou-se quarks sem massa. Os campos para quarks e glúons
são representados por Ψ e Aa

µ, respectivamente e F a
µν é o tensor de intensidade do campo,

derivado do campo gluônico,

F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ − gfabcAb

µA
c
ν , (1.9)

onde a = 1, ..., N2
c −1 é o ı́ndice de cor indicando o número de glúons; as fabc são as constantes

de estrutura do grupo SU(Nc), onde Nc é o número de cores na teoria. O acoplamento é
denotado por g. Para a proposta desta seção, não necessitamos discutir a parte de fixação
de gauge do Lagrangiano ou dos graus de liberdade fantasmas, i.e. escalares não-f́ısicos com
estat́ıstica de Fermi-Dirac necessários para cancelar as contribuições de graus de liberdade
não-transversos que surgem quando trabalhamos em gauges não-f́ısicos.

Se aplicarmos as regras de Feynman a este Lagrangiano a fim de calcular um observável,
obteremos resultados discrepantes, devido à presença de singularidades conhecidas como
divergências ultravioleta. Estas surgem tipicamente quando um dos momentos nas integrais
de laço (loop) assume valor infinito. Uma alternativa para lidar com estas divergências
seria introduzir um corte (cutoff) que normaliza as integrais divergentes e então absorver
os termos singulares em uma redefinição dos campos ou parâmetros. Este procedimento é
conhecido como renormalização. Entretanto, os resultados finais não devem depender da
prescrição de regularização.

É mais conveniente regularizar as integrais analiticamente, continuando-as na dimensão
espaço-tempo de 4 para dimensão D = 4 − 2ε. Isto transforma as partes divergentes
das integrais com pólos em ε, os quais podem ser removidos introduzindo uma escala de
subtração µ2, usualmente referida como a escala de renormalização. Após regularizar as
divergências, estas podem ser eliminadas através da soma de contratermos ao Lagrangiano.
Estes novos termos podem ser interpretados como a renormalização do acoplamento forte e
das funções de onda dos quarks e glúons.

Podemos aplicar este método apenas às integrais divergentes. Entretanto, seria mais
conveniente se a dimensão da teoria completa fosse transformada. A dimensão do Lagran-
giano é 4 − 2ε, a do campo de quarks é 3/2 − ε, a de glúons 1 − ε e o acoplamento é
ε-dimensional. A introdução dos contratermos pode ser feita através da substituição dos
campos e o acoplamento original pelos respectivos campos renormalizados,

Ψorig = Z
1
2
2 ΨR , Aµ

orig = Z
1
2
3 A

µ
R , gorig = Zg µ

εgR . (1.10)

A escala de renormalização, µ, é introduzida para tornar o acoplamento renormalizado, gR,
explicitamente adimensional, Z’s são as respectivas constantes de renormalização e δn são
os respectivos contratermos. Introduzindo as seguintes substituições,

Z1 = Zg Z2 Z
1
2
3 ,

Zn = 1 + δn , (1.11)
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o Lagrangiano em termos das quantidades renormalizadas é escrito como2 [24, 23, 25]

L = Ψ̄i 6∂Ψ − 1

4
F a

µνF
µν
a + µεgΨ̄ 6AΨ + δ2Ψ̄i 6∂Ψ − 1

4
δ3F

a
µνF

µν
a + δ1µ

εgΨ̄ 6AΨ . (1.12)

Os contratermos podem ser escolhidos de maneira que as funções de Green de um laço
(one-loop) na teoria sejam finitas. Os contratermos necessários no caso geral, quando se
incluem os campos fantasmas, podem ser fixados usando invariância de gauge local de tal
maneira que todas as contribuições divergentes da teoria são eliminadas, restando uma teoria
renormalizável e, portanto, uma teoria preditiva finita. A ordem de um laço é especialmente
simples e aqui estamos apenas interessados na renormalização da constante de acoplamento
forte, αs = g2/4π. Então, analizaremos Zg, que é dado por [24],

Zg =
Z1

Z2 Z
1
2
3

= 1 − b αs

2 ε
, (1.13)

com b definido como,

b ≡ 1

2π

[

11

6
CA − 2

3
nfTF

]

, (1.14)

onde nf é o número de sabores de quarks, αs é a notação para g2/4π. CA = Nc, sendo Nc

o número de cor, e TF = 1/2 são os operadores de Casimir, isto é, eles comutam com todos
os geradores do grupo SU(Nc).

É importante compreender que as quantidades não-renormalizadas devem ser indepen-
dentes da escala de renormalização µ. Em particular, para o acoplamento podemos escrever,

d gorig

d µ
=

d

d µ
(Zgµ

εg) = 0 . (1.15)

Da Eq. (1.13) sabemos que Zg depende de µ através de αs. Portanto, tomando o quadrado
de g e diferenciando com relação a µ2 obtém-se,

µ2d αs

d µ2

(

1 + 2αs
1

Zg

Zg

d αs

)

+ εαs = 0 . (1.16)

Expandindo a equação acima em potências de αs, obtém-se

µ2d αs

d µ2
≃ −εαs(2ε− αs)

(

1

2ε
+

3

4

b

ε2
αs

)

≃ −bα2
s , (1.17)

a qual pode ser resolvida, obtendo-se

α−1
s (µ2) = b lnµ2 + C , (1.18)

onde a constante C pode ser fixa introduzindo a escala Λ, definida como a escala onde o
acoplamento assume o valor infinito, ou seja,

αs(µ
2) =

1

b ln µ2

Λ2

. (1.19)

2 O ı́ndice R será suprimido no resto da seção, tendo-se em mente que todos os campos e acoplamentos
são agora renormalizados.
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Fig. 1.2: Comparação entre dados para o acoplamento forte extráıdos de vários proces-
sos (DIS, e+e−, colisões hadrônicas) e a evolução da constante de acoplamento
αs(µ = Q) [28].

Este resultado é conhecido como a evolução da constante de acoplamento QCD. Ela
indica que quarks e glúons podem ser considerados como campos assintoticamente livres :
em distâncias muito pequenas, associado com um grande valor da escala µ2, o acoplamento
entre eles adquire valores muito pequenos. Além disso, é muito importante que a constante
b seja positiva. Esta é a diferença em relação à Eletrodinâmica Quântica (QED), onde
a constante b apresenta sinal negativo, e é uma conseqüência direta do fato que glúons
carregam cargas de cor e podem interagir entre si.

1.2.2 A constante de acoplamento e a fatorização

A evolução da constante de acoplamento tem sido testada em muitos experimentos, como
mostrado na Fig. (1.2). O valor médio atual para o acoplamento em massa do bóson de
gauge Z0 é [28],

αs(MZ) = 0.118 ± 0.002 , (1.20)

implicando que a constante da QCD assuma o valor, ΛMS
QCD = 208+25

−23 MeV, para cinco sabores

ativos (MS corresponde ao esquema de renormalização). Uma extensa revisão das várias
determinações de αs é feita na Ref. [28].

O fato que a constante de acoplamento é muito pequena em grandes escalas de momento
é o ponto de partida para o emprego da QCD perturbativa. Com uma pequena escala,
séries perturbativas são justificáveis e mostraremos no que segue como predições para os
observáveis f́ısicos podem ser calculados usando expansões perturbativas em potências de
αs.

Existe uma distinção entre um acoplamento e um acoplamento efetivo que forma a base
do conceito da constante de acoplamento. Tanto na QED quanto na QCD, calculando seções
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de choque perturbativamente, a inclusão de diagramas de alta ordem leva a termos diver-
gentes. Estes infinitos são tratados de uma forma sistemática pela técnica de renormalização.
A renormalização envolve a introdução de um parâmetro livre, a escala de renormalização
µ2, que possui a dimensão de massa. Os termos calculados, agora finitos na escala µ2,
são absorvidos na redefinição de acoplamento, o acoplamento efetivo. Os diagramas adi-
cionais, cujos termos divergentes são absorvidos no acoplamento efetivo contém a criação
e aniquilação de part́ıculas virtuais bem como elétrons e quarks, o que pode ser ilustrado
da seguinte forma: as interações eletromagnéticas vêem elétrons que são circundados por
uma nuvem de pares qq̄. Então o acoplamento efetivo depende da escala de distância entre
as part́ıculas interagentes. Para o caso da QED esta nuvem procura selecionar a carga de
uma part́ıcula. No limite de grandes distâncias Q2 → 0, observa-se a carga e. Em pequenas
distâncias, o acoplamento efetivo aumenta.

Contudo, no caso da QCD a seleção irá possuir um caminho oposto. Esta compreenssão
de que o glúon divide-se (g0 → g1+g2) anti-seleciona a carga de cor. Grosseiramente falando,
uma divisão de glúons propaga a carga cor, levando cargas menores para as interações de
curta distância. Então, no limite da observação, o acoplamento tende ao infinito e quando há
escalas menores de distâncias, o acoplamento diminui, tornando os quarks assintoticamente
livres. Na aproximação de ordem dominante, o acoplamento efetivo, ou a constante de
acoplamento da QCD, é escrita como

αs(Q
2) =

αs(µ
2)

1 + αs(µ2)
12π

(33 − 2nf)ln(Q2

µ2 )
, (1.21)

onde µ é a escala de renormalização e nf é o número de sabores dos quarks participantes
na interação dados pela escala de Q2. Para nf ≤ 16, o denominador da Eq. (1.21) e a
constante de acoplamento diminuem logaritmicamente com o aumento de Q2 (ou decréscimo
da distância), consistindo com a liberdade assintótica. Com a definição do parâmetro Λ

Λ2 = µ2 exp

[

−12π

33 − 2nfαs(µ2)

]

, (1.22)

o qual possui dimensão de massa, a Eq.(1.21) torna-se

αs(Q
2) =

12π

(33 − 2nf)ln(Q2

Λ2 )
. (1.23)

É interessante notar que com Q2 ≈ Λ2, o denominador da equação acima se torna zero,
e αs(Q

2) tende ao infinito. Quando αs é muito grande, a interação forte torna-se também
grande para poder ser descrita por uma aproximação perturbativa. Desta forma, podemos
pensar Λ como sendo a escala de distância para a qual a interação torna-se muito forte.

Existem poucos observáveis, como seções de choque de jatos em aniquilações e+e− ou
a largura total de decaimento do bóson Z0, que podem ser calculados diretamente em
teoria de perturbação porque são livres de dependência não-perturbativa (termos suprimidos
por potências de energia). Entretanto, não há muitas seções de choque deste tipo e as
predições para os processos, como seções de choque para espalhamento duro (hard) com
hádrons no estado inicial, são mais complicadas de calcular. Em alguns casos podemos
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ainda aplicar os chamados teoremas de fatorização [29] para expressar a seção de choque
como uma convolução de uma seção de choque finita no infravermelho para o processo
de curtas distâncias, a qual é calculável em teoria de perturbação, com uma função não-
perturbativa que é universal para processos muito diferentes, mas não é pasśıvel de ser
calculada de primeiros prinćıpios em teoria de perturbação. A separação entre a f́ısica de
pequeno e grande momento é definida por uma escala de fatorização arbitrária, µF . Isto
é posśıvel porque o processo de espalhamento pode ser caracterizado por duas escalas de
tempo. Uma escala de tempo pequena ∼ 1/Q, da ordem do inverso da escala do maior
momento envolvido no espalhamento, Q, o qual define o espalhamento duro e é calculável
em teoria de perturbação; e uma grande escala de tempo, da ordem do tamanho hadrônico,
a qual inclui a ligação e recombinação dos constituintes e, portanto, é de origem não-
perturbativa.

Por exemplo, no espalhamento profundamente inelástico (DIS) podemos escrever esque-
maticamente [29],

σ(Q2, m2)medido = σ̂

(

αs(µ
2
F ),

Q2

µ2
F

)

perturbativo

⊗ f(µ2
F , m

2)nao−perturbativo, (1.24)

onde µF define o limite entre a dinâmica de curtas distâncias, presente em σ̂(Q2/µ2
F ), e

a dinâmica de longas distâncias na escala do parâmetro m, inclúıda em f(µ2
F , m

2). A
convolução ⊗ é expressa em termos da fração de momento do párton que dá origem ao
espalhamento e inclui a soma sobre todos os tipos de pártons.

A variável µF é apenas determinada pela necessidade de um pequeno parâmetro na ex-
pansão perturbativa, cujo papel é desempenhado pela constante de acoplamento, αs(µ

2
F ) ≪

1, e portanto a escala de fatorização deve ser dura, i.e. µ2
F ≫ Λ2

QCD. Assim, a expansão
[29],

σ̂

(

αs(µ
2
F ),

Q2

µ2
F

)

=
∑

n

αn
s (µ2

F ) Cn

(

Q2

µ2
F

)

(1.25)

possui significado f́ısico. Como µF é uma variável introduzida artificialmente, os observáveis
devem ser independentes desta escala. Esta caracteŕıstica permite encontrarmos a evolução
de f(µ2

F , m
2) com a escala µF , definindo a base para construir as equações de evolução.

Com o conhecimento da dinâmica entre quarks e glúons, pode-se fazer uma relação entre
os constituintes dos nucleons (pártons) e a composição de cada nucleon, ou seja, determinar
as funções de estrutura do nucleon.

1.2.3 Relações entre os pártons e as funções de estrutura

Inicialmente as medidas de funções de estrutura do nucleon (1.7) forneceram duas impor-
tantes observações [30]: (a) fraca dependência das funções de estrutura em Q2; (b) em uma
boa aproximação, a relação de Callan-Gross [31],

2xF1(x) = F2(x) (1.26)

é válida.
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Fig. 1.3: Espalhamento neutrino-párton

A fraca dependência em Q2 das funções de estrutura do nucleon pode ser compreendida
em termos dos espalhamentos elásticos dos neutrinos fora dos constituintes puntuais do nu-
cleon. Em prinćıpio, se as part́ıculas puntuais estão dentro do nucleon, devemos estar aptos
a observá-las com um bóson virtual de pequeno comprimento de onda (i. e. grande Q2).
Quando formos para uma região mais profunda em que o espalhamento é sobre os consti-
tuintes puntuais, as funções de estrutura devem tornar-se funções de estrutura puntuais,

2MW Punt
1 (ν,Q2) =

Q2

2Mν

δ(1 − Q2

2Mν

), (1.27)

νW Punt
2 (ν,Q2) = δ(1 − Q2

2Mν

), (1.28)

νW Punt
3 (ν,Q2) =

Q2

2Mν
δ(1 − Q2

2Mν
). (1.29)

É importante que neste domı́nio de alto Q2, as funções de estrutura puntuais são funções
de estrutura de uma simples quantidade adimensional Q2/2Mν . Como Wi são funções finitas
e dependem somente da variável x e não de Q2, para Q2 → ∞ and ν → ∞, temos o limite
chamado de escalamento de Bjorken [20]. O fenômeno de escalamento de Bjorken é uma
indicação primária de que os hádrons são naturalmente compostos. Os constituintes do
nucleon que são observados através do DIS são chamados pártons. A validade da relação
de Callan-Gross, eq (1.26), indica que os pártons são part́ıculas de spin 1/2. A relação de
Callan-Gross é explicada pelo desaparecimento da seção de choque de um espalhamento
bóson-párton virtual polarizado longitudinalmente. Para part́ıculas sem massa de spin 1/2,
cada uma das interações viola a conservação de helicidade. Como uma consequência do
fenômeno de escalamento de Bjorken, e a validade da relação de Callan-Gross para uma boa
aproximação, nós identificamos os constituintes do nucleon de spin 1/2 como quarks.

Os nucleons são compostos de três quarks: o próton possui dois quarks u e um d,
enquanto o nêutron possui um u e dois d. Estes quarks constituem os quarks de valência
contidos no nucleon, e são descritos pelas distribuições qv(x).

Os resultados experimentais mostram que apenas uma parte do momento total do nu-
cleon é portada pelos quarks. O momento faltante foi atribúıdo aos glúons, que são os
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mediadores da interação forte. O decaimento dos glúons em um par quark-antiquark afeta
o conteúdo de quarks no nucleon. Por este mecanismo, por exemplo, antiquarks e quarks
com outros sabores do que u e d podem também existir no nucleon. Os quarks criados
nesses processos constituem os quarks de mar constituintes do nucleon e são descritos pe-
las funções de distribuição qs(x). Desta forma, a sobreposição do conteúdo de quarks do
nucleon é determinada pelo conteúdo de quarks de valência e a contribuição dos quarks de
mar:

u(x) = uv(x) + us(x), (1.30)

d(x) = dv(x) + ds(x) (1.31)

us(x) = ūs(x) = ds(x) = d̄s(x) = ss(x) = s̄s(x), (1.32)

onde a simetria de mar é assumida. É conveniente expressar as distribuições de quarks em
combinações de sabores. As distribuições singleto e não singleto são definidas como

qS =
∑

i

(qi + q̄i), (1.33)

qNS =
∑

i

(qi − q̄i) =
∑

i

qv. (1.34)

Vamos então estabelecer a conexão entre o modelo de pártons e as funções de estrutura
do nucleon. No caso de neutrinos, as seções de choque do espalhamento de neutrino-quark
(veja Fig. (1.3) como ilustração) são dadas por [32]:

dσνq

dy
=
dσν̄q̄

dy
=
G2

F sνq

π
, (1.35)

dσνq̄

dy
=
dσν̄q

dy
=
G2

F sνq

π
(1 − y)2, (1.36)

onde sνq é a energia de centro de massa do sistema neutrino-quark, que é sνq = xsνN . O
fator (1 − y)2 indica a supressão da seção de choque de espalhamento nas interações fracas
em dois estados de helicidades opostas.3 A suposição de um espalhamento incoerente dos
estados no modelo de pártons para a seção de choque do DIS neutrino-nucleon pode ser
escrita como uma soma incoerente das seções de choque neutrino-quark individuais. Estas
seções de choque são pesadas pelas funções de distribuição,

dσ(νN → µX)

dxdy
=
∑

i

[

qi(x)
dσi

dy
+ q̄i(x)

dσ̄i

dy

]

. (1.37)

Desta forma, escrevemos a seção de choque (anti)neutrino-nucleon em termos das funções
de distribuição do quark como segue:

d2σνN

dxdy
=
G2

FMNEν

π
[xq(x) + xq̄(x)(1 − y)2], (1.38)

d2σν̄N

dxdy
=
G2

FMNEν

π
[xq(x)(1 − y)2 + xq̄(x)]. (1.39)

3 helicidade é uma propriedade das part́ıculas referente ao momento linear e ao spin da part́ıcula. Se a
projeção do primeiro em relação ao segundo é paralela e de mesmo sentido, diz-se que a part́ıcula possui
helicidade positiva (+ - mão direita), enquanto que se forem de sentido oposto, diz-se que a part́ıcula possui
helicidade negativa (− - mão-esquerda).
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A partir das seções de choque acima, obtem-se as funções de estrutura do nucleon em termos
das distribuições de quarks,

2xF1 = F2 = 2x
∑

i

(qi + q̄i) (1.40)

xF3 = 2x
∑

i

(qi − q̄i). (1.41)

como mostraremos em mais detalhes no Caṕıtulo 2. Nas interações de corrente carregada,
a conservação de carga para os vértices de interação implica que os neutrinos espalhados
somente possuam quarks d, ū, s e c̄ (carregados negativamente), enquanto os anti-neutrinos
espalhados possuem somente quarks d̄, u, s̄ e c (carregados positivamente). A terceira famı́lia
constitui os quarks pesados, a ser considerada nos intervalos de energia dos dados analisa-
dos. Portanto, para interações (anti)neutrino-nucleon envolvendo bósons W± (interações de
corrente carregada - CC), as equações (1.40) e (1.41) tornam-se:

2xF νN
1 = F νN

2 = 2x(d+ ū+ s+ c̄), (1.42)

2xF ν̄N
1 = F

¯νN
2 = 2x(d̄+ u+ s̄+ c), (1.43)

xF νN
3 = 2x(d− ū+ c̄), (1.44)

xF
¯νN

3 = 2x(−d̄+ us̄+ c). (1.45)

As funções de estrutura do neutrino isoescalar (médias das funções de estrutura do próton
e do nêutron (F νp

i + F νn
i )/2) são defiidas como 2xF νN

1 , F νN
2 e xF νN

3

2xF νN
1 = F νN

2 = 2xF ν̄N
1 = F ν̄N

2 = x(u+ ū+ d+ d̄+ s+ s̄+ c+ c̄) ≡ xqs, (1.46)

xF νN
3 = x(u− ū+ d− d̄+ 2s− 2c̄) (1.47)

xF ν̄N
3 = x(u− ū+ d− d̄− 2s+ 2c). (1.48)

Analisamos a média dos dados da função de estrutura xF3 obtidas dos espalhamentos neu-
trino e antineutrino. Note que as funções de estrutura médias correspondem à distribuição
de quarks de valência:

xF3 =
xF νN

3 + xF ν̄N

2
= xuν + xdν = x

∑

qν ≡ xqNS. (1.49)

Embora a relação de Callan-Gross seja conhecida estando em bom acordo com os dados, é
observado que esta relação não é exata, devido ao fato de a seção de choque longitudinal σL

não ser nula. As violações são expressas em termos do parâmetro R, que é a taxa de seções
de choque longitudinal e transversal σL/σT ,

R = (1 +
4M2

Nx
2

Q2
)
F2

2xF1
− 1. (1.50)

No limite de Q2 → ∞ e R → 0, a relação de Callan-Gross torna-se exata. Isto torna-se mais
importante quando obtemos a produção de quarks pesados, no caso, produção de quarks
charme.



Caṕıtulo 1. Cromodinâmica Quântica (QCD) e funções de estrutura hadrônica 18

1.2.4 Produção de quarks charme

Para discutir a produção de charme no espalhamento profundamente inelástico com o mo-
delo de pártons, precisamos considerar a matriz de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM).
No Modelo Padrão, os autoestados da massa dos quarks não são os mesmos que os autoes-
tados fracos. A transição dos sabores dos quarks nas interações fracas de corrente carregada
é por convenção parametrizada em termos de uma matriz V unitária 3 × 3 atuando nos
autoestados dos quarks de carga −1

3
(d, s, e b),

V =







Vud Vus Vub

Vcd Vcs Vcb

Vtd Vts Vtb





 ≈







0.9739 0.221 0.0029
0.221 0.973 0.039
0.0048 0.037 0.999







com valores do PDG [33]. Para o caso de quatro quarks, a matriz reduz-se para uma matriz
2 × 2 e é descrita por um parâmetro singular, o ângulo de Cabibbo. O quark charme
acopla-se com W+ através de um estado s′,

s′ = |Vcs|2s+ |Vcd|2d+ |Vcb|2b. (1.51)

Enquanto o último termo é despreźıvel, o termo |Vcd|2 nos processos f́ısicos relevantes, é
chamado de supressão de Cabibbo.

Com o modelo de pártons, em primeira ordem, O(α0
s), os subprocessos QCD para

produção do quark charme em CC DIS são W+s → c e W+d → c. Este último é a
supressão de Cabibbo. Como d é um quark de valência no próton, sua contribuição deve ser
considerada, especialmente na região de alto x. Para segunda ordem, O(αs), os subproces-
sos são o espalhamento Compton QCD (QCDC), onde um glúon real é emitido e existem
correções de glúons virtuais e da fusão do bóson glúon (BGF). Entre eles, a BGF W+g → cs̄
é particularmente interessante. Quando x diminui, o conteúdo de glúons no próton aumenta
rapidamente, portanto compensando as altas ordens em QCD e os subprocessos tornam-se
dominantes.

A evolução em termos da virtualidade é uma das maneiras conhecidas de estudarmos
melhor o espalhamento profundamente inelástico. Esta evolução é conhecida como Evolução
DGLAP (Dokshitzer-Gribov-Lipatov-Altarelli-Parisi)[34, 35, 36].

1.2.5 As Equações de Evolução Altarelli-Parisi

No que segue mostraremos como obter predições para as funções de estrutura em DIS através
da QCD [37]. Calculamos explicitamente as contribuições de cada ordem no acoplamento
oriundas dos diagramas de Feynman relevantes [34, 35, 36]. Voltamos ao caso ep

No modelo de pártons para as funções de estrutura, temos a seguinte forma: em ordem
dominante, o único processo contribuindo é o espalhamento elástico fóton-quark represen-
tado na Fig. (1.4), γ∗q → q′, e as funções de estrutura tomam a forma

2F1(x,Q
2) =

1

x
F2(x,Q

2) =
∑

q

e2q

∫

dω q(ω)δ(x− ω) =
∑

q

e2qq(x) , (1.52)

onde ω é a fração de momento carregada pelo párton espalhado e q(ω) é a distribuição
de quarks. Nesta ordem, podemos observar que as funções de estrutura dependem apenas
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p

νµ
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q

Fig. 1.4: Diagrama representando o espalhamento γ∗q → q′ em ordem de Born.

de x, fato este conhecido como escalamento de Bjorken [20], o qual apresentamos na Fig.
(1.5). Explicaremos agora como a presença de radiação de glúons determina a violação do

Fig. 1.5: O escalamento da função de estrutura F1, obtida usando as distribuições
partônicas do grupo MRS(A)[38], como uma função da variável de Bjorken para
um conjunto de valores de virtualidades Q2.

escalamento de Bjorken. A próxima ordem em expansão perturbativa inclui a emissão de
glúons, γ∗(q) + q(P ) → q(p′) + g(k), Fig. (1.6), e portanto agora devemos considerar o
acoplamento dos glúons, sua polarização e os fatores de cor SU(3). Quando as funções de
estrutura do vértice hadrônico são extráıdas, uma dependência em Q2 é encontrada e é mais
conveniente trabalhar em termos de densidades partônicas dependentes em Q2, q(ω,Q2):

1

x
F2(x,Q

2) ≡
∑

q

e2qq(x,Q
2) . (1.53)

Agora, F2 não é mais igual a 2xF1, e sua expressão, tomando em consideração os gráficos
da Fig. (1.6), é escrita como [34, 35, 36],

1

x
F2(x,Q

2) =
∑

q

e2qαs

2π

∫ 1

x

dz

z
q
(

x

z

) ∫ Q2/z

0
d(−t̂) 4

3

[

1

−t̂
1 + z2

1 − z
− z2(t̂+ 2Q2)

(1 − z)Q4

]

. (1.54)

Introduzindo a variável z como

z =
x

ω
=

Q2

2p.q
=

Q2

ŝ+Q2
, (1.55)
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Fig. 1.6: Exemplos de acoplamento quark-fóton (a) e glúon-fóton (b) em ńıvel de um-laço
(one-loop).

onde as variáveis denotadas com acento (variáveis de Mandelstan, ŝ e t̂) indicam que estamos
considerando um processo a ńıvel partônico e x é a variável de Bjorken usual.

É importante notar que esta expressão tem dois tipos de singularidades. Há uma singu-
laridade de infravermelho macia em z = 1, que corresponde à relação

ŝ = Q21 − z

z
= 0 (1.56)

no limite f́ısico com momento do glúon emitido k = 0. Estes tipos de singularidades surgem
em teorias que contêm um campo de gauge sem massa, como o fóton na QED ou o glúon na
QCD [24]. Ela será cancelada quando considerarmos contribuições das correções do vértice
de um laço, mas por enquanto a regularizaremos com um corte em zsoft < 1. A outra
singularidade corresponde à chamada singularidade de massa, ou colinear em t̂, relacionada
ao quark incidente emitindo um glúon colinear enquanto se mantém na camada de massa.
Estas divergências têm lugar quando um campo de gauge não massivo acopla-se a outro
campo sem massa, como no caso de quarks sem massa na QCD, ou como no caso de glúons
em QCD através dos acoplamentos triplos ou quádruplos. As singularidades macias e coli-
neares são geralmente chamadas de divergências no infravermelho. Em qualquer processo
observado há emissão de um número indefinido de fótons ou glúons suaves. Experimental-
mente, o estado final de uma part́ıcula carregada não pode ser completamente especificado
porque há fótons suaves dif́ıceis de detectar. Em QED, o teorema de Block-Nordsiek de-
fine que as divergências no infravermelho cancelam-se após a soma sobre todos os posśıveis
estados finais compat́ıveis com a detecção experimental [24]. Em QCD a situação é mais
complicada devido ao efeito do vértice de três glúons. Entretanto, o teorema de Kinoshita-
Lee-Nauenberg assegura a inexistência de divergências no infravermelho após a soma sobre
estados iniciais e finais [24].

Voltando às divergências colineares, regularizaremo-las com outro corte t̂ = −µ2
col, que

pode ser absorvido mais tarde na redefinição da distribuição de quarks inicial. Com todos
estes procedimentos em mente e mantendo apenas os logaŕıtmos dominantes lnQ2/µ2

col,
obtém-se a seguinte expressão para a função de estrutura F2,

1

x
F2(x,Q

2) =
∑

q

e2qαs

2π

∫ zmacio

x
q
(

x

z

)

Pqq(z) ln

(

Q2

µ2
col

)

. (1.57)
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No integrando há, em geral, termos não-logaŕıtmicos, os quais podem ser absorvidos por
Pqq(z) ln(µ2/µ2

col), se mudarmos o corte colinear para uma escala diferente µ. Entretanto,
em grande Q2 o efeito destes termos é suprimido. Fazemos uso desta liberdade de escolha
da escala e definimos µ como a escala de realização em que o acoplamento é definido, isto
é, a equação acima fica

1

x
F2(x,Q

2) =
∑

q

e2qαs(µ
2)

2π

∫ zmacio

x
q
(

x

z

)

Pqq(z) ln

(

Q2

µ2

)

. (1.58)

Foi introduzida a função Pqq, a qual é conhecida como função de desdobramento quark-
quark, que depende em z na forma

Pqq =
4

3

(

1 − z2

1 − z

)

. (1.59)

Esta função é independente da prescrição de regularização e é universal para diferentes
processos onde um quark emerge como um quark com radiação de um glúon. Uma derivação
formal das funções de desdobramento e maiores discussões pode ser encontrada em Ref.[23].

O cancelamento de divergências macias é realizado usando regularização dimensional,
introduzida originalmente por Hooft e Veltman [39, 40, 41], onde diagramas de Feynman
são calculados em 4− 2ε dimensões e as singularidades são extráıdas como pólos em ε [24].
É necessário introduzir a interferência dos vértices de mais baixa ordem com o diagrama do
vértice de glúon virtual e ainda as renormalizações das funções de onda dos quarks externos,
Fig. (1.7). A soma do termo de Born e as contribuições de glúon virtual resulta em

1

x
F2(x,Q

2) =
∑

q

e2q

∫ 1

x
q
(

x

z

)

[

δ(1 − z) +
αs(µ

2)

2π
Pqq(z)

[

ln

(

Q2

µ2

)

− 1

ε

]

+ αs(µ
2)f(z)

]

.(1.60)

Os termos finitos não-dominantes foram inclúıdos na função f(z). As singularidades
macias foram canceladas pelas correções virtuais, com a única consequência que a função
de desdobramento ter sido modificada para remover sua singularidade original, isto é,

Pqq(z) =
4

3

1 − z2

(1 − z)+
+ 2δ(1 − z) , (1.61)

onde a prescrição + significa

∫ 1

0
dz

g(z)

(1 − z)+

≡
∫ 1

0
dz

g(z) − g(1)

1 − z
. (1.62)

As singularidades restantes são todas colineares e aparecem no termo ε−1. Pode-se agora
proceder à absorção destas singularidades colineares em uma redefinição da distribuição de
quark básica como [34, 35, 36],

qR(x) ≡ q(x) +
∫ 1

x

dz

z
q
(

x

z

)

[

αs(µ
2)f(z) − αs(µ

2)

2π
Pqq(z)

1

z

]

. (1.63)
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Fig. 1.7: Diagrama tipo escada contribuindo ao DIS na aproximação de logaŕıtmo domi-
nante.

Usando q para as distribuições renormalizadas, temos, combinando os resultados obtidos, a
seguinte expressão para a função de estrutura F2,

1

x
F2(x,Q

2) =
∑

q

e2q

∫

dω

ω
q(ω)

[

δ
(

1 − x

ω

)

+
αs(µ

2)

2π
Pqq

(

x

ω

)

ln

(

Q2

µ2

)]

. (1.64)

Esta expressão sugere a redefinição da densidade de quark em grande Q2 como [34, 35,
36],

1

x
F2(x,Q

2) =
∑

q

e2q q(x,Q
2) =

∑

q

e2q [q(x) + δq(x,Q2)] , (1.65)

com

δq(x,Q2) =
αs(µ

2)

2π
ln

(

Q2

µ2

)

∫

dω

ω
q(ω)Pqq

(

x

ω

)

. (1.66)

O efeito de mais altas ordens na expansão fornecerá a ressoma de termos da ordem ∝
[αs(µ) lnQ2/µ2]n, os quais são os relevantes em grande Q2. Esta ressoma pode ser feita na
forma de uma equação integro-diferencial derivada da Eq.(1.66),

∂q(x,Q2)

∂ lnQ2
=
αs

2π

∫ 1

x

dω

ω
q(ω,Q2)Pqq

(

x

ω

)

+ O(αs(µ
2) lnQ2) . (1.67)

Esta equação toma em consideração os diagramas escada da Fig. (1.7), ressomando as
contribuições da emissão de n glúons colineares à distribuição de quarks.

Até agora tinhamos utilizado o acoplamento em escala de renormalização fixa µ2. Agora,
usaremos αs(Q

2), que é a forma correta quando adicionam-se as contribuições dos logaŕıtmos
dominantes advindos dos vértices e inserção de propagadores nos gráficos de escada. Por-
tanto, para grande Q2,

∂q(x,Q2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π

∫ 1

x

dω

ω
q(ω,Q2)Pqq

(

x

ω

)

. (1.68)
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Fig. 1.8: Representação da função de desdobramento Pqg (a) e da função de desdobramento
Pgg (b) .

Esta equação de evolução considera o caso do fóton absorvido por um quark originado de
um quark inicial com fração de momento ω > x. Para incluir a possibilidade deste quark ter
sua origem em um glúon consideramos gráficos como o da Fig. (1.6-b) e seu respectivo canal
cruzado, com a correspondente função de desdobramento glúon-quark sendo [34, 35, 36],

Pqg(z) =
1

2
[z2 + (1 − z)2] . (1.69)

Esta função de desdobramento pode ser representada como na Fig. (1.8-a). A evolução
para quarks então torna-se

∂qi(x,Q
2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π

∫ 1

x

dω

ω

[

qi(ω,Q
2)Pqq

(

x

ω

)

+ g(ω,Q2)Pqg

(

x

ω

)]

, (1.70)

onde a singularidade colinear ε−1 é absorvida na distribuição de glúon básica como no caso
do quark. Esta evolução é válida para qualquer quark ou antiquark qi sem massa.

A contribuição adicional das equações DGLAP [34, 35, 36], inclui a expressão corres-
pondente à distribuição de glúons,

∂g(x,Q2)

∂ lnQ2
=
αs(µ

2)

2π

∫ 1

x

dω

ω

[

∑

i

qi(ω,Q
2)Pgq

(

x

ω

)

+ g(ω,Q2)Pgg

(

x

ω

)

]

, (1.71)

com a soma para quarks e antiquarks; as funções desdobramento quark-glúon e glúon-glúon
sendo [34, 35, 36],

Pgq(z) =
4

3

1 + (1 − z)2

z
, (1.72)

Pgg(z) = 6

[

z

(1 − z)+
+

1 − z

z
+ z(1 − z) +

(

11

12
− nf

18

)

δ(1 − z)

]

, (1.73)

onde nf é o número de sabores de quarks. A função de desdobramento Pgq descreve a proba-
bilidade de um quark inicial emitir um glúon, enquanto que Pgg descreve a probabilidade de
um glúon no estado inicial emitir um glúon, representada na Fig. (1.8-b). A derivação apre-
sentada nesta seção é a de ordem dominante (LO) para o formalismo DGLAP. As funções
desdobramento podem ser obtidas como uma expansão perturbativa em αs,

Pab(x,Q
2) = PLO

ab (x) + αs(Q
2)PNLO

ab (x) + . . . . (1.74)
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A truncagem após os dois primeiros termos define a evolução DGLAP em próxima ordem
dominante (NLO). Além da ordem dominante (LO) as funções de desdobramento dependem
da escala de fatorização e a definição das distribuições partônicas não é mais única. Em
próxima-ordem-dominante (NLO) a relação de Callan-Gross não é mais satisfeita e podemos
definir a função de estrutura longitudinal,

FL(x,Q2) =

(

1 +
4M2x2

Q2

)

F2(x,Q
2) − 2xF1(x,Q

2) , (1.75)

com M sendo a massa do próton. A função FL é igual à diferença F2 − 2xF1, no limite
Q2 → ∞. FL ≪ F2 é uma confirmação da propriedade de spin 1/2 dos quarks [26].

1.2.6 A Saturação Partônica

Para processos onde x é pequeno, mas Q2 não é grande o suficiente para tornar a utilização
da DGLAP válida, existe uma outra equação de evolução, a qual é chamada de equação
BFKL 4 [42, 43, 44, 45]. Esta equação considera a ramificação partônica no diagrama
escada sendo fortemente ordenada em momentum longitudinal, sem ordenamento em escala
transversa. Este formalismo é aplicável no limite onde αs(Q

2) ln
(

Q2

Q2
0

)

≪ αs(Q
2) ln

(

1
x

)

< 1

e ressoma os termos
[

αs(Q
2) ln

(

1
x

)]n
na denominada aproximação de ln(1/x) dominante.

A equação BFKL é originalmente expressa em termos da função de glúon não-integrada

F(x, k2), relacionada à densidade de glúon usual por xg(x,Q2) =
∫Q2

0 dk2 F(x,k2)
k2 onde a

função de glúon não-integrada fornece a probabilidade de encontrar um párton (glúon) com
fração de momento x e momento transverso k no interior do nucleon.

Uma representação desta equação, é dada em LO por

∂F(x, k2)

∂ ln(1/x)
=

3αs

π

∫ ∞

0
dl2

k2

l2

(

F(x, l2) − F(x, k2)

|l2 − k2| +
F(x, k2)√
4l4 + k4

)

. (1.76)

Na Fig. (1.9), temos um gráfico diagramático da evolução em energia (Equação BFKL)
e em virtualidade (Equação DGLAP). A evolução em energia é vista a partir do log 1

x
,

enquanto a evolução em virtualidade é vista em Q2. Pode-se perceber que em ambas as
evoluções, o número de distribuições partônicos aumenta, porém tornando-se mais denso
na região de pequeno-x e mais dilúıdo na região de alto Q2. O aumento na distribuição
partônica irá aumentar a seção de choque indefinidamente, o que não pode ocorrer, segundo
o limite de Froissart, o qual estabelece que a seção de choque deve crescer aproximadamente
com o logaritmo quadrado da energia (σ ≈ ln2 s). Para que este limite seja obedecido, efeitos
de recombinação dos pártons, mais especificamente dos glúons, devem ser considerados. A
região onde estes efeitos tornam-se importantes é chamado de saturação partônica, e o
limite para o uso destes efeitos é a chamada escala de saturação. Nem DGLAP nem BFKL
consideram efeitos de recombinação. Isto foi feito com muita propriedade por Gribov-Levin-
Ryskin (GLR [46]) e Ayala-Gay Ducati-Levin (AGL [47])

Quando o número de pártons no interior do próton é muito grande estes não podem ser
considerados mais como campos livres, porque suas funções de onda iniciam a sobrepor-se

4 Balitsky-Fadin-Kuraev-Lipatov
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Fig. 1.9: Representação diagramática da evolução em energia (Equação BFKL) e da
evolução em virtualidade (Equação DGLAP). A linha Q = Qs(Y ) é a escala
de saturação, a partir da qual os efeitos de recombinação partônicos devem ser
considerados.

e efeitos de recombinação devem ser levados em consideração. É esperado que a saturação
partônica limite o crescimento das distribuições. Uma estimativa preliminar pode ser feita
no regime onde este novo fenômeno deve aparecer. O v́ınculo de unitariedade faz com que a
seção de choque para DIS tenda a um valor constante, corrigido por no máximo logaŕıtmos
da energia de centro de massa, ∼ ln2 s, quando esta energia é assintoticamente grande
[38, 48]. Este limite essencial corresponde ao tamanho do hádron. Em termos da função de
estrutura F2 podemos escrever,

1

Q2
F2(x,Q

2) ≃ 1

Q2
αsg(x,Q

2) log πR2 , (1.77)

onde R é o raio do próton e faz-se uso do fato que a densidade de glúons é dominante em
pequeno x. Esta condição é violada pelo formalismo DGLAP em pequenos valores de x. A
razão é que esta equação não inclui a f́ısica de reespalhamento ou recombinação partônicos.
O efeito desta f́ısica é introduzir termos de mais alta ordem 5 na fórmula de fatorização, Eq.
(1.24). Estes efeitos são dif́ıceis de implementar e alguns formalismos têm sido propostos
para levá-los em consideração. Citaremos alguns deles resumidamente (veja Ref.[49] para
revisão). Intuitivamente, podemos associar xg(x,Q2) ao número de glúons no nucleon, ng,
por unidade de rapidez, y = ln(1/x), com tamanho transverso da ordem 1/Q. Na interação

5 Em QCD a função de estrutura pode ser calculada através da Expansão de Produto de Operadores
(OPE):

F2(x, Q2) =
∑

n

Cn(x, Q2)

(Q2)n

,

onde n é a ordem do operador correspondente. A contribuição para n = 0 é a de ordem dominante e F2

terá dependência suave em Q2.
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hádron-nucleon é o glúon virtual que testa a estrutura do nucleon, em analogia com o bóson
eletrofraco em DIS. A seção de choque virtual glúon-nucleon é

σg∗N (x,Q2) = σ0 xg(x,Q
2) , (1.78)

onde σ0 = σg∗g→X = Cte αs(Q2)
Q2 , é a seção de choque total do glúon virtual, com virtualidade

Q2, e interação nucleon-glúon. Assumindo σ0 = πR2
HAD, então σ0xg(x,Q

2) corresponde à
área ocupada pelo glúon em um nucleon. Quando x → 0, esta área transversa pode ser
comparável, ou mesmo maior, que πR2

HAD, seguindo as predições DGLAP para pequeno x.
Chegando a este regime, os glúons podem iniciar a superpor-se espacialmente na direção
transversa e interagir, não comportando-se mais como um párton livre. Estas interações
devem suavizar, ou mesmo impedir, o intenso crescimento da seção de choque, fixando
o limite πR2

HAD no regime de pequeno x. Introduzindo a função κ, com interpretação
probabiĺıstica

κ = σ0
xg(x,Q2)

πR2
, (1.79)

é posśıvel estimar em qual região cinemática podemos esperar modificações nas equações
de evolução usuais. Então, para κ << 1, o sistema reduz-se ao caso onde a equação de
evolução usual (linear) é aplicável, governada pelas cascatas partônicas individuais, sem
interação entre as cascatas.

Quando κ ≈ αs, pártons de cascatas distintas iniciam a interagir devido à superposição
espacial. Este regime cinemático espećıfico associado ao ińıcio do mecanismo de recom-
binação foi primeiro estudado por Gribov, Levin e Ryskin (GLR) [46], propondo a in-
trodução de termos não-lineares na equação de evolução. A região de κ → 1 foi discutida
mais tarde [47, 50] e obteve desenvolvimento teórico considerável [49], também motivado
pelos resultados de HERA e o grande interesse nos futuros dados em RHIC e LHC. Este é o
regime cinemático que requer a dinâmica QCD para altas densidades partônicas. Apesar da
constante de acoplamento αs ser ainda pequena, permitindo em prinćıpio o uso de métodos
perturbativos, o sistema é tão denso que manifestações de efeitos não-lineares são esperadas,
e estes devem ser considerados em um formalismo completo. A região de κ→ 1 corresponde
a pártons em um estado de não-equiĺıbrio e novos métodos devem ser introduzidos para tra-
tar os fenômenos coletivos.[46]

1.3 Conclusão

Neste caṕıtulo revisamos a f́ısica relevante no entendimento da estrutura do próton, com
ênfase particular ao DIS. Mostramos formalismo perturbativo utilizado para o estudo destes
eventos, bem como uma introdução às funções de estrutura. No próximo caṕıtulo apresenta-
mos o formalismo alternativo dos dipolos de cor para o espalhamento ep e νp, investigando
a descrição das funções de estrutura correspondentes.



Caṕıtulo 2

Dipolos de cor e funções de estrutura

Neste caṕıtulo apresentamos o formalismo de dipolos de cor. Para o caso ep, fótons e
hádrons são tratados como superposições dos pares de quark-antiquark coloridos de di-
ferentes tamanhos. Esta aproximação permite relacionar o espalhamento profundamente
inelástico com outras reações envolvendo fótons e o espalhamento puramente hadrônico.
Mostramos como relacionar o formalismo de dipolos com o espalhamento profundamente
inelástico ep, fazendo uma extensão para o processo νp, e apresentamos dois modelos para
seção de choque de dipolos, as parametrizações Golec-Biernat-Wusthoff (GBW) e Iancu-
Itakura-Munier (IIM). Uma análise resumida sobre o escalamento geométrico também é
considerada. Finalmente, apresentamos nossos resultados originais da descrição das funções
de estrutura do próton nos processos de interação neutrino-nucleon, usando o formalismo
de dipolos.

2.1 O Espalhamento Profundamente Inelástico no

Modelo de Dipolos

A aproximação de dipolos para o espalhamento profundamente inelástico considera que
o fóton dissocia-se em um par quark-antiquark, formando um estado singleto de cor que
interage fortemente com o próton alvo. A aproximação pode ser usada se o tempo de
dissociação do fóton é maior comparado com o tempo de interação dos sistemas hadrônicos.
O tempo de dissociação τdis de um fóton indo a um quark e um anti-quark, cada um com
massa mf , pode ser estimado pelo prinćıpio da incerteza na energia. Sendo q = (q0, 0, 0, q3)
o quadri-momento do fóton, e

k1 = (E1,kT , zq3) k2 = (E2,−kT , (1 − z)q3) 0 ≤ z ≤ 1 (2.1)

os quadri-momenta do quark e anti-quark, então

τdis =
1

|q0 −E1 − E2|
≈ 2q0z(1 − z)

Q2z(1 − z) +m2
f + k2

T

(2.2)

para grande q3, onde Q2 = −q2 é a virtualidade do fóton [51]. No referencial em repouso do
próton alvo, espera-se que o tempo de interação do par quark-antiquark com o próton seja
da ordem de magnitude do raio de confinamento t́ıpico dos quarks leves, que é aproxima-
damente o inverso da escala QCD, 1/Λ. Assim, neste referencial, a condição que o tempo
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Fig. 2.1: Interação de um próton com um fóton altamente energético.

de dissociação é maior comparado com o tempo de interação é dada por:

W 2 = m2
p −Q2 + 2mpq0 ≫

mp

Λ

(

Q2 +
m2

f + Λ2

z(1 − z)

)

(2.3)

onde mp é a massa do alvo e kT é aproximadamente igual ao inverso do raio de confinamento
1/Λ [52]. A menos de que z seja próximo a 0 ou 1, isto implica W 2/Q2 ≫ 1 e, de acordo
com x = Q2/W 2, a variável de Bjorken x é pequena. A representação de um espalhamento
profundamente inelástico pode ser vista na Fig. (2.1).

Para altos valores de Q2 o tamanho transverso do estado hadrônico em que o fóton
dissocia-se é pequeno e o par quark-antiquark atua como um dipolo de cor. Esta aproximação
é geralmente chamada de modelo de dipolos, e foi introduzida para o espalhamento pro-
fundamente inelástico [52] principalmente para explicar o sombreamento nuclear observado
pela colaboração EMC [53]. A interpretação da Fig. (2.1) é que a amplitude Tγp(λ,W

2, Q2)
para o espalhamento do fóton - o qual possui helicidade λ e virtualidade Q2 - com o próton
é escrita como

Tγp(λ,W
2, Q2)|t=0 =

∫

d2r
∫ 1

0
dz ργ(λ,Q

2, r, z)Tdip(W
2, r, z), (2.4)

onde Tγp é a integral do produto da densidade quark-antiquark do fóton (ργ(λ,Q
2, R, z)),

Tdip(W
2, r, z) é a amplitude para o espalhamento de um quark-antiquark com o próton e r

é o vetor distância entre o par quark-antiquark. Usando o teorema óptico

σab(s) ≈
1

s
ImT ab(s, t = 0), (2.5)

relaciona-se a parte imaginária da amplitude de espalhamento com a seção de choque total
e a média sobre todas as direções do par quark-antiquark. A seção de choque de dipolos,
dependente em z, é definida como

σdip(W
2, r, z) =

1

W 2

∫ 2π

0

dφT

2π
ImTdip(W

2, r, z). (2.6)

Isto leva a

σγ∗p(λ,W 2, Q2) =
∫

dr ρ̃γ(λ,Q
2, r) σdip(W

2, r), (2.7)
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onde a seção de choque de dipolos é

σdip(W
2, r) =

∫ 1

0
dz σdip(W

2, r, z) (2.8)

e a densidade planar do fóton é

ρ̃γ(λ,Q
2, r) = 2πr

∫ 1

0
dzργ(λ,Q

2, r, z). (2.9)

φT é o ângulo planar. As equações (2.4) e (2.7) são consideradas na representação f́ısica do
modelo de pártons e da fatorização QCD [54], a qual é válida para altas virtualidades do
fóton. Esta fatorização não deve ser confundida com a fatorização de Regge. Para fótons
longitudinais de alta virtualidade o resultado perturbativo para a função de onda do fóton é
uma boa aproximação e, portanto, pode ser extráıda a seção de choque dipolo-próton para
pequenas separações de quark-antiquark em uma forma independente a partir da função de
estrutura longitudinal. Tem-se que

σdip(W, r) =
1

3
αs(Q)xg(x,Q2)r2, (2.10)

onde xg(x,Q2) é a densidade de glúons no próton. O tamanho r do dipolo pode ser rela-
cionado diretamente a Q2 como r2 ∝ 1/Q2, sendo a Eq. (2.7) e as funções de estrutura
expressas como integrais em r. Então, a função de estrutura longitudinal é dada por [51]

FL(x,Q2) =
Q2

4π2α

∫

dr σdip(W, r) ρ̃γ(0, Q
2, r). (2.11)

Uma expressão análoga pode ser escrita para a função de estrutura F2(x,Q
2) da seguinte

forma [54]

F2(x,Q
2) =

Q2

4π2α

∫

dRσdip(W, r)
[

ρ̃γ(0, Q
2, r) + ρ̃γ(1, Q

2, r)
]

. (2.12)

Estas funções de estrutura são estudadas principalmente em processos exclusivos.

2.1.1 Os processos de produção exclusiva

Considerando o processo mais geral das reações do tipo ap → bp, temos uma relação entre
a aproximação de dipolos e o espalhamento profundamente inelástico. A densidade ργ do
fóton na Eq. (2.4) pode ser substitúıda pela integral das funções de onda das part́ıculas
interagentes, sendo a amplitude dada por

Tap→bp(W
2, t)|t=tmin

=
∫

d2r
∫ 1

0
dz ψ∗

b (r, z)ψa(r, z)Tdip(W
2, r, z) (2.13)

onde tmin é o menor valor de t.
Para a eletroprodução a altas energias de um méson vetorial com massa mV , a mudança

na fração de momento longitudinal do párton é da ordem de Q2 +m2
V /W

2, o que geralmente
é desprezado na aproximação de dipolos. Calculando σdip em termos das distribuições de



Caṕıtulo 2. Dipolos de cor e funções de estrutura 30

glúon, como na Eq. (2.10), g(x,Q2) deve ser dada por uma representação mais geral da
distribuição de glúons [55, 56]. Além disso, uma integral envolvendo o produto de duas
funções de onda diferentes é muito mais sensitiva a detalhes das funções de onda do que
uma integral envolvendo a densidade. Se a part́ıcula b saindo é a mesma que entra, a Eq.
(2.13) descreve a amplitude de espalhamento elástica. Assim, a seção de choque total para
a reação ap→ X pode ser obtida usando o teorema óptico

σtot
ap (W 2) =

∫

dr ρ̃a(r) σdip(W
2, r), (2.14)

onde ρ̃a(r) é dada por ρ̃ab(r) = r
∫ 2π
0 dφT

∫ 1
0 dz ψ

∗
b (r, z)ψa(r, z), com b no lugar de a. Ima-

ginamos que o sistema X surge da produção de um par quark-antiquark e que existe uma
probabilidade unitária deste par formar um hádron. Então

d

dt
σap→Xp(W

2, t)|t=tmin
=

1

16πW 4

∫

d2r
∫ 1

0
dz|ψa(r, z)|2|Tdip(W

2, r, z)|2. (2.15)

Desprezando a dependência em z da amplitude de espalhamento de dipolos e aplicando a
desigualdade

∫ 2π

0
dφT |F (φT )2| ≥

∫ 2π

0
dφT |F (φT )|2 (2.16)

na integração sobre o ângulo azimutal, obtemos

d

dt
σap→Xp(W

2, t)|t=tmin
≥ 1

16π

∫

d2r
∫ 1

0
dz |ψa(r, z)|2

[

Tdip(W
2, r)

]2
. (2.17)

Na maioria das aplicações, assume-se que Tdip(W
2, r) depende fracamente de φT e Eq.

(2.17) é considerada uma igualdade. A dependência em φT da seção de choque de dipolos
Tdip(W

2, r) pode ser investigada a partir de diferentes modelos.

2.1.2 Seções de choque de dipolo

Nesta seção, discutiremos alguns modelos para as seções de choque de dipolo. Iniciaremos
com a contribuição de mais baixa ordem (contribuição de dois glúons) para as seções de
choque total de dois pares quark-antiquark em altas energias. Eles foram primeiramente
discutidos por [57] e [58]. Os resultados exerceram um papel importante na aproximação
alternativa para o Pomeron BFKL [59, 60], em que o próton é considerado como uma
superposição de pequenos dipolos. É importante enfatizar que o resultado perturbativo
pode ser estendido para um domı́nio não-perturbativo, com resultados razoáveis. No limite
de altas energias, os resultados perturbativos para o espalhamento dipolo-dipolo simplificam-
se consideravelmente, sendo reduzidos a uma integral sobre o momento transverso interno
kT . Neste limite, a seção de choque do espalhamento de dois dipolos de tamanhos r1 e r2 é

σ(r1, r2) =
32

9
α2

s

∫

d2kT [1 − J0(kTr1)] [1 − J0(kT r2)] [∆(kt)]
2 , (2.18)
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onde ∆(kT ) é o propagador do glúon e J0(kT r1) e J0(kT r2) são as funções de Bessel de pri-
meira espécie. Para um propagador livre 1/k2

T , pode-se realizar a integração analiticamente,
obtendo-se

σ(r1, r2) =
16π

9
α2

sr
2
<

[

1 + log
r>

r<

]

, (2.19)

com r< e r> sendo o menor e maior valor entre r1 e r2, respectivamente. O dipolo grande
separa-se em baixas frequências, e portanto, o resultado é finito no infravermelho, obtendo
resultados razoáveis se r1 e r2 são do tamanho do hádron.

Mas o resultado perturbativo pode ser confiável somente se este corte é realizado abaixo
do raio de confinamento, ou seja, ambos os dipolos precisam ser pequenos. Se um glúon de
massa mg é introduzido no propagador ∆(kT ) para suprimir as contribuições de pequeno
kT e se sua massa é maior do que o inverso do raio do maior dipolo, isto determina o corte
infravermelho e a contribuição perturbativa para a seção de choque satura para um valor
correspondente menor. Se o raio r1 é pequeno, a expressão perturbativa irá corresponder à
potência correta do comportamento σ ∝ r2

1 na Eq. (2.10), mas o coeficiente proporcional
para a densidade de glúons no próton é determinado pela QCD não-perturbativa. Se r1 e
r2 são contribuições de funções de Bessel oscilantes na Eq. (2.18), tornando-se pequenos, o
valor assintótico da seção de choque será

lim
r1,r2→∞

σ(r1, r2) = 32πα2
s/(9m

2
g). (2.20)

Dos resultados [61], pode ser deduzido o valor de mg ≈ 1 GeV e, com o valor fixo de
αs, obtêm-se para a seção de choque perturbativa o valor numérico de 1.6 mb, que é so-
mente uma pequena fração de uma seção de choque tipicamente hadrônica. Contudo, se
ambos os raios são pequenos, uma situação que pode acontecer em espalhamentos γ∗γ∗, as
expressões são dominantes. A representação no espaço-tempo do espalhamento profunda-
mente inelástico serve principalmente para explicar os efeitos de sombreamento nuclear. A
primeira investigação [62] iniciou com uma expressão perturbativa do tipo da Eq. (2.18).
Esta expressão foi mais tarde considerada como uma fenomenologia não-perturbativa, onde
contribuições com ocorrência de estados de Fock (soluções de uma equação do tipo BFKL
[2, 63], ver Apêndice C) são consideradas. Tais contribuições são uma série de pólos que
levam a um forte aumento da seção de choque com a energia. Estas seções de choque de di-
polo têm sido aplicadas para o espalhamento profundamente inelástico, produção de mésons
vetoriais [64, 65] e difração inclusiva [66]. Uma expressão fenomenológica simples para a
seção de choque de dipolos foi apresentada por [67, 68], a qual possui uma boa descrição
dos dados para espalhamento profundamente inelástico

σdip(x, r) = σ0

[

1 − exp

(

− r2r2
0

x0.2888

)]

, (2.21)

com σ0 = 23 mb e r0 = 0.73 fm. A caracteŕıstica principal deste modelo é a saturação da
seção de choque de dipolos para σ0 em grande 1/x, isto é, o valor de x em que a saturação
depende fortemente de r. Esta simples fórmula possui uma boa descrição quantitativa da
função de estrutura F2 e uma descrição razoável da função de estrutura difrativa F

D(3)
2 , mas
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falha quando confrontada com os dados de dijatos difrativos [69, 70]. Para uma aplicação do
modelo de dipolos nas reações de fótons com baixos valores de Q2, Q2 ≤ 1GeV 2, a escolha
das funções de onda do fóton possui grande influência. No que segue, apresentamos dois
modelos para a seção de choque de dipolos, os quais incluem efeitos de saturação partônica.
Com eles, poderemos calcular as funções de estrutura do próton.

2.1.3 Seção de choque de dipolos - Modelo
Golec-Biernat-Wusthoff (GBW)

A parametrização GBW [71] assume uma forma tipo eikonal,

σdip(x, r
2) = σ0

[

1 − exp

(

−r
2Q2

sat

4

)]

, Q2
sat(x) =

(

x0

x̄

)λ

GeV 2, (2.22)

onde λ = 0.288 e x0 = 3 · 10−4. Um parâmetro adicional é a massa efetiva de quarks
leves, mf = 0.14 GeV, que exerce um papel de regulador para o limite de fotoprodução
[72, 73, 74]. Aqui, x̄ = x[1 + (4m2

f/Q
2)]. A massa do charme é usada como sendo mc = 1.5

GeV. O modelo GBW apresenta uma forma do escalamento geométrico, σdip ∝ f(r2Q2
sat).

Para pequenos dipolos, r2 ≤ 1/Q2
sat pode ser aproximada por σdip ≈ σ0(r

2Q2
sat/4).

2.1.4 Seção de choque de dipolos - Modelo
Itakura-Iancu-Munier (IIM)

Embora o modelo GBW tenha sido muito bem sucedido na descrição dos dados de HERA,
sua forma funcional é somente uma aproximação da QCD não linear. Uma expressão
anaĺıtica para a seção de choque de dipolo pode ser obtida com o formalismo BFKL (ver
Apêndice C) e intensos estudos teóricos têm sido realizados para uma melhor compreensão da
aproximação BFKL no limite da região de saturação, e.g. [75, 76]. Em particular, a seção de
choque de dipolo foi calculada para as aproximações BFKL LO e NLO na região de saturação
[72]. A equação BFKL possui solução para dipolos de pequeno tamanho, r << 1/Qsat(x),
e uma predição como a de Levin-Tuchin [77] para dipolos maiores, r >> 1/Qsat(x). Um
ajuste para a função de estrutura F2(x,Q

2) foi feita no intervalo cinemático de interesse. A
seção de choque de dipolo IIM é parametrizada como

σIIM
dip (x, r) = σ0











N0

(

r Qsat

2

)2

(

γsat+
ln(2/rQsat)

κ λ Y

)

, (rQs ≤ 2) ,

1 − exp−a ln 2 (b r Qsat) , (rQs > 2), ,











, (2.23)

onde a expressão rQsat(x) > 2 (região de saturação) é uma forma funcional adequada,
compat́ıvel com soluções aproximadas ou assintóticas da equação Balitsky-Kovchegov (BK)
[78, 79] e o formalismo de Condensado de Vidros de Cor (CVC) [80, 81]. Os coeficientes
a e b são determinados das condições de continuidade para a seção de choque de dipolo
para rQsat = 2. Os coeficientes γsat = 0.63 (dimensão anômala da BFKL para o limite de
saturação) e κ = 9.9 são fixadas dos seus valores para BFKL LO. A parametrização IIM
apresenta uma violação do escalamento uma vez que a dimensão anômala efetiva depende
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Fig. 2.2: Diagrama da QCD perturbativa para um espalhamento de um par qq̄ emitido por
um fóton, onde ocorre troca de glúons.

também da rapidez Y = ln(1/x) para dipolos pequenos, γ(x, r) = γsat + ln(2/rQsat)
κλY

. Para
dipolos pequenos tendo tamanho transverso relativamente próximo à rsat, o segundo termo
desaparece, e a seção de choque de dipolo escala como σdip ∝ σ0(rQ

2
sat/4)γsat [82, 83].

2.2 Modelo de dipolos para o espalhamento

Neutrino-Próton

Concentramo-nos agora na produção de quarks estranho e charme em interações neutrino-
nucleon. Existem três aspectos importantes a serem considerados:

(1) No modelo de pártons da QCD, o termo dominante para a excitação de quarks
estranhos ou charme no espalhamento de corrente neutra (NC) é a fusão γ∗(Z0)-glúon (Fig.
(2.2))

γ∗(Z0)g → ss̄, cc̄ (2.24)

enquanto na reação de corrente carregada (CC) temos a excitação simultânea de quarks
charme e (anti)estranho pela fusão W+-glúon

W+g → cs̄ (2.25)

(ou a reação de carga conjugada para o W−). No modelo de pártons da QCD, as contri-
buições correspondentes para as seções de choque de absorção (Z0,W, γ∗) são interpretadas
como o espalhamento de quarks de mar gerados radiativamente. Desta forma a forte de-
pendência do limiar de massa nos subprocessos QCD (2.24) e (2.25) propaga-se nas distri-
buições de mar, tornando-as não universais [1]. No caso de interações neutrino múon NC,
encontra-se que cµ(x,Q2) << sµ(x,Q2) < ūµ(x,Q

2). Ao contrário, no caso de interação
CC, a excitação do charme deve ser considerada junto com as excitações simultâneas de
(anti)estranhos, o que sugere [1]

cν(x,Q
2) ≈ sν(x,Q

2) = csν(x,Q
2) (2.26)
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e

cµ(x,Q2) < csν(x,Q
2) < sµ(x,Q2) (2.27)

(2) Nem a parte vetorial ou axial das correntes c̄s e c̄d são conservadas. Isto leva a um
grande valor de R = σL/σT ∼ 4m2

c/Q
2 na produção através de charme e estranho para

baixo valor de Q2 em interações νp.
(3)Um aspecto positivo do problema é que a excitação de sabores pesados é perturbati-

vamente tratável na QCD como um efeito radioativo.
Na fenomenologia convencional do modelo de pártons da QCD, o charme não contribui

para Q2 ≤ Q2
0 = 4(GeV/c)2. Para Q2 < Q2

0, temos as soluções para as equações de
evolução DGLAP [34, 35, 36] com sabores Nf = 3. Então, para valores maiores de Q2, o
charme é introduzido com a condição inicial c(x,Q2

0). Para Nf = 4 as equações DGLAP
são solucionadas tratando os quarks como sendo sem massa. O bom acordo entre os dados
de produção de múon para grande Q2 mostra que a densidade de quarks nos nucleons é
calculável como um efeito radioativo da QCD.

A seção de choque σT,L(W±N) possui a seguinte forma no modelo de dipolos

σT,L(W±N) =
∫ 1

0
dz
∫

d2r |ΨT,L(z, r, Q2)|2 σ(W, r), (2.28)

onde σ(W, r) é a seção de choque da interação do par qq̄ de tamanho r [52, 62]. T e
L referem-se a bósons transversais ou longitudinais respectivamente, e z é a variável de
Sudakov, ou seja, a fração de momento do bóson carregado pelo par de quarks qq̄. Uma
forma geral das funções de onda das flutuações de quarks no bóson para as interações de
neutrinos é dada por

|ΨT (z, r)|2 =
6αem

(2π)2
((g2

V + g2
A)[z2 + (1 − z)2]ǫ2K1(ǫr)

2ǫ2 + (g2
V [zm+ (1 − z)µ]2 +

+g2
A[zm − (1 − z)µ]2)K0(ǫr)

2) (2.29)

|ΨL(z, r)|2 =
6αem

(2π)2

1

Q2
([g2

V (m− µ)2 + g2
A(m+ µ)2]ǫ2K1(ǫr)

2 + ((g2
V )(2Q2z(1 − z) + (m− µ) ·

·[zm− (1 − z)µ])2 + g2
A(2Q2z(1 − z) + (m+ µ)[zm+ (1 − z)µ])2)K0(ǫr)

2)(2.30)

onde m e µ são as massas dos quarks, ǫ2 = z(1 − z)Q2 + zm2 + (1 − z)µ2 e Kν(x) são
as funções de Bessel modificadas. Nas interações de corrente carregada, gA = −gV = −1
e µ 6= m. A seção de choque σ(W, r) como uma função de r é universal para todos os
sabores, enquanto as funções de onda Eq. (2.29) e Eq. (2.30) apresentam dependência
no sabor quando Q2 ≤ (m ± µ)2. Conhecendo-se as funções de onda, podemos encontrar
as funções de estrutura do próton, considerando juntamente os modelos para as seções de
choque mostrados nas subseções anteriores.

2.3 Função de estrutura F νN
2 (x,Q2)

Iremos nos focar no regime de altas energias (cinemática de pequeno x). Neste domı́nio,
uma descrição teórica bem sucedida para as interações QCD é fornecida pelo formalismo
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Fig. 2.3: Espalhamento bóson-hádron na representação de dipolos.

de dipolos de cor [84], que permite um cálculo em todas as ordens (em contraste com a
aproximação usual de primeira ordem) das funções de estrutura. A representação f́ısica
da interação é o espalhamento profundamente inelástico para pequeno x visto como um
resultado da interação de um dipolo de cor qq̄, em que o bóson de gauge divide-se, com o
nucleon alvo. A interação é modelada através da seção choque, enquanto a divisão de bóson
no dipolo de cor é dada pela função de onda correspondente (Eq. 2.28).

As funções de estrutura para o espalhamento profundamente inelástico de corrente car-
regada para o espalhamento neutrino-nucleon na representação de dipolos [1, 85, 86] estão
relacionadas com a seção de choque para bósons W± polarizados espalhados transversal-
mente ou longitudinalmente. Assim, de uma forma geral,

FCC
T,L (x,Q2) =

Q2

4π2

∫

d2r
∫ 1

0
dz|ψW±

T,L (z, r, Q2)|2σdip(x, r), (2.31)

onde r denota o tamanho transverso do dipolo de cor, z a fração de momento longitudinal
carregada por um quark e ψW

T,L são as funções de onda do cone de luz para um bóson de
gauge carregado com polarizações transversal ou longitudinal. A função de estrutura para
pequeno x, F νN

2 , é calculada das expressões acima, considerando F2 = FT +FL. Expressões
expĺıcitas para o quadrado das funções de onda são dadas por [1, 85, 86],

|ψW±

T | =
4Nc

(2π)2

{

[(1 − z)2mq + z2m2
q̄ ]K

2
0 (ǫr) + [z2 + (1 − z)2]ǫ2K2

1 (ǫr)
}

(2.32)

|ψW±

L | =
4Nc

(2π)2Q2

{

[(z(1 − z)Q2 + ǫ2)2 +m2
qm

2
q̄ ]K

2
0(ǫr) + [

a2
− + a2

+

2
]ǫ2K2

1 (ǫr)

}

, (2.33)

onde se define a quantidade ǫ2 = z(1 − z)Q2 + (1 − z)m2
q + zm2

q̄ , K0,1(u) são as funções de
McDonald e a+ = (mq +mq̄), a− = (mq−mq̄). As massas do quark e antiquark são mq e mq̄,
respectivamente. As expressões acima reproduzem o caso de quarks com mesmo sabor, mq =
mq̄ = mf [87]. Quarks pesados (b, t) geram uma contribuição relativamente pequena para a
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seção de choque total do neutrino e não importante para o intervalo cinemático considerado
neste estudo. Portanto, consideramos somente a contribuição para quatro sabores de quarks
(u, d, s, c) com massas mf . Os dipolos de cor contribuindo para favorecer as transições de
Cabibbo são ud̄(dū), cs̄(sc̄) para interações CC. Expressões equivalentes para interações
CN são também conhecidas [86]. A seção de choque dipolo-hádron, σdip, contém todas as
informações sobre o alvo e a f́ısica de interação forte.

Consideramos expressões anaĺıticas para a seção de choque de dipolo, com interesse par-
ticular para aquelas com presença do comportamento de escalamento. Usualmente, tem-se
que σdip ∝ (r2Q2

sat)
γ para dipolos de tamanho r2 ≈ 1/Q2

sat e γ é a chamada dimensão
anômala, a ser definida pelas parametrizações. A escala de saturação Qsat ∝ xλ/2 define o
ińıcio dos efeitos de saturação partônica, onde λ depende do modelo considerado. Conside-
ramos as seguintes parametrizações fenomenológicas: a) modelo de Golec-Biernat-Wusthoff
(GBW) [71] e b) modelo de Itakura-Iancu-Munier (IIM) [76]. Ambos os modelos servem
para descrever os dados em espalhamentos profundamente inelásticos ep difrativo ou inclu-
sivo para pequeno-x, e ambos foram apresentados nas seções anteriores.

O modelo de dipolos de cor é válido na região cinemática de x ≤ 0.01. Entretanto, para
limite de grande x ainda necessitamos de um tratamento consistente. As seções de choque
de dipolo podem ser suplementadas por um fator inicial (1−x)nlimiar , sendo nlimiar = 5 para
uma análise de 3 sabores e nlimiar = 7 para 4- sabores, parâmetros esses advindos de um
ajuste das curvas com os dados.

Extendendo a aproximação considerada para núcleos, utiliza-se a representação de Glauber-
Gribov [84], sem qualquer parâmetro adicional. Nesta aproximação, a versão nuclear é
obtida trocando a seção de choque dipolo-nucleon pela nuclear

σnucleo
dip (x̄, r2, A) = 2

∫

d2b
{

1 − exp[−1

2
TA(b)σnucleon

dip (x̄, r2)]
}

, (2.34)

onde b é o parâmetro de impacto do centro do dipolo relativo ao centro do núcleo e o
integrando fornece a seção de choque total dipolo-núcleo para b fixo.

A função perfil nuclear é dada por TA(b), obtida de uma distribuição de Fermi para
a densidade nuclear [88]. A equação acima soma sobre todos os múltiplos diagramas de
reespalhamento elástico do par qq̄ e é justificada para um grande limite de coerência, onde
a separação transversa r dos pártons no estado de Fock multipartônico dos fótons torna-se
uma quantidade tão bem conservada quanto o momento angular, i. e., o tamanho do par
r torna-se um autovalor da matriz de espalhamento. Portanto, a região de aplicabilidade
destes modelos deve ser para pequenos valores de x, i. e., altas energias. Nesta região
cinemática que está concentrada nossa investigação para as funções de estrutura, justamente
onde os efeitos de recombinação devem ser considerados (saturação partônica). Portanto, a
existência de uma dependência na escala de saturação levará a um escalamento geométrico
para o espalhamento νp.

2.4 Escalamento geométrico

Uma propriedade básica da f́ısica de saturação é o escalamento geométrico. No espalha-
mento profundamente inelástico, isto significa que a seção de choque total γ∗p para grandes
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energias não é uma função de duas variáveis independentes x e Q, mas sim uma função da
variável τp = Q2

sat(x) como mostrado em [89]. Recentemente, as colisões de altas energias
de lépton-hádron, próton-núcleo e núcleo-núcleo têm sido relacionadas por meio do escala-
mento geométrico [90]. Na representação de dipolos de cor, fazendo uso do parâmetro de
impacto da seção de choque γ∗h em termos do alvo hadrônico de raio Rh, a dependência
nuclear da seção de choque γ∗A é absorvida na dependência de A da escala de saturação
via escalamento geométrico. A relação é

σγ∗A
tot (τA) =

πR2
Aσ

γ∗p
tot (τA)

πR2
p

, τA = τp(
πR2

A

AπR2
p

)∆, (2.35)

onde a escala de saturação nuclear é dada pelo quociente das densidades partônicas elevados
a uma potência ∆ = 1/δ e RA é o raio nuclear [71]. A seguinte forma funcional (curva de
escalamento) para a seção de choque de foto-absorção foi considerada baseada nos estudos
teóricos, e.g. aproximação de Glauber-Mueller [90]:

σγ∗p
tot (τp) = σ̄0 [γE + Γ(0, β) + log(β)], β = a/τ b

p , (2.36)

onde γE é a constante de Euler e Γ(0, β) é a função Gamma incompleta. Os parâmetros
para o caso nucleon foram obtidos de uma análise para os dados de ep em pequeno-x
vindos do DESY-HERA, com a sobreposição de normalização fixada para σ̄0 = 40.56µb. Os
parâmetros para a escala de saturação nuclear foram determinados ajustando as informações
dispońıveis lépton-hádron usando a relação da Eq.(2.35) e a mesma função de escalamento
da Eq.(2.36).

As realizações teóricas e fenomenológicas resumidas acima têm consequências diretas no
cálculo das funções de estrutura do próton. Uma caracteŕıstica muito importante é que, com
a estrutura do dipolo de cor [91], as funções de estrutura para corrente carregada e corrente
neutra são descritas pelas mesmas expressões matemáticas bem como a função de estrutura
do próton para diferentes acoplamentos e bósons eletrofracos [91]. Portanto, a propriedade
de escalamento geométrico deve estar presente também no espalhamento do neutrino com
hádrons alvo e permite obter as dependências da energia e número atômico das seções de
choque CC/CN, que estão codificadas no momento de saturação nuclear.

No que segue, a seção de choque fraca bóson-hádron/núcleo é calculada, mostrando
o escalamento geométrico na variável de escalamento τA. Este fato foi investigado em
detalhes em [92, 93]. O escalamento na seção de choque lépton-hádron em altas energia
deve estar automaticamente presente no espalhamento de um neutrino altamente energético
em nucleon ou núcleos [91]. Para ilustração, na Fig. (2.4) apresentamos nossos resultados
para as seções de choque bóson-hádron como uma função da variável de escalamento τA
para núcleos distintos bem como para o nucleon. Elas são normalizadas para o nucleon.
As seções de choque exibem um escalamento geométrico, verificando uma transição no
comportamento em τA da seção de choque de uma dependência suave para pequeno τA e
um comportamento aproximado em 1/τ para grande τA. Similarmente para o caso lépton-
hádron, o ponto de transição é colocado para τA = 1. A dependência assintótica 1/τ b reflete
o fato de que a seção de choque escala com as correções logaŕıtmicas do módulo de Q2

sat/Q
2,

com a dependência em energia dirigida pela escala de saturação. A dependência suave para
τA ≤ 1 corresponde ao fato que a seção de choque escala como ∝ σ0log(Q

2
sat/m

2
f) na direção

do limite de Q2 → 0.
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Fig. 2.4: Escalamento geométrico para seção de choque eletrofraca bóson-núcleo como uma
função da variável de escalamento τA para diferentes números atômicos.

2.5 Resultados para o escalamento geométrico e para

as funções de estrutura

2.5.1 Escalamento geométrico

É importante investigar o teste para o escalamento geométrico padrão exibido pelos dados de
pequeno-x para neutrinos profundamente inelástico como mostrado anteriormente, conside-
rando o conjunto de dados para a função de estrutura F2 com o corte cinemático x ≤ 0.035 e
todo Q2 [94, 95, 96]. A quantidade σW±N = 4π2

Q2F2
foi calculada como uma função da variável

de escalamento τp = Q2/Q2
sat(x) (Fig. (2.5)), onde o quadrado da escala de saturação é

dado por Q2
sat(x) = (3 · 10−4/x)0.288[71]. O comportamento do escalamento geométrico está

presente com uma leve flutuação ao redor da curva de escalamento. Este resultado é usual
e pode ser investigado em mais detalhes usando medidas precisas nos futuros experimentos.
Na janela cinemática atual, o formalismo de dipolo de cor (e a propriedade do escalamento
geométrico) está no limite de validade, já que os dados estão sendo corretamete descritos.
Contudo, o presente resultado mostra que isto dá uma descrição fenomenológica razoável
do caso limite.

2.5.2 As funções de estrutura F νN
2 , xF νN

3 , 2xF νN
1

Vamos apresentar nossos resultados para o escalamento geométrico e para as funções de
estrutura xF νN

2 , xF νN
3 e 2xF νN

1 com o formalismo de dipolos de cor. Concentramos nosso
estudo na interação do dipolo de cor qq̄ de tamanho r com um alvo hadrônico que é descrito



Caṕıtulo 2. Dipolos de cor e funções de estrutura 39

0 1 10
τ

10
−1

10
0

10
1

10
2

10
3

σ W
N
 (

τ)
 [m

b]
CCFR (1997)
CCFR (2001)
NuTeV (2005)
Escalamento geometrico

Fig. 2.5: Comportamento do escalamento de σWN(x,Q2) com os dados experimentais para
F νN

2 como função da variável de escalamento τ .

pela seção de choque de dipolo de cor σdip independente de sabor.

2.5.3 Função de estrutura F νN
2

Comparamos a predição de dipolos de cor para a função de estrutura F νN
2 (Fig. (2.6)).

Usamos o conjunto de dados da Colaboração CCFR [94, 95], onde os ćırculos completos
correspondem aos pontos na Ref. [95] e os triângulos para cima correspondem aos pontos
na referência [94]. A curva sólida é obtida usando propriedades de escalamento e o sombrea-
mento nuclear do formalismo de Glauber-Gribov são também inclúıdas (estimadas da ordem
de 20% para pequeno-x) (Eq. (2.31)). A descrição dos dados é razoável para x ≤ 0.0175,
apenas no limite da região de validade esperada para a aproximação do dipolo de cor. Por
razão de ilustração, mostramos os dados para grande x. O conteúdo de valência não foi
inclúıdo e isto deve melhorar a descrição para esta região. Este valor mostra a validade
do formalismo de dipolos de cor com as curvas teóricas obtidas sem qualquer ajuste dos
parâmetros do modelo original vindos dos dados ep do HERA.

2.5.4 Função de estrutura xF νN
3

Considerando o processo de fusão W±-glúon, W± + g → cs̄(c̄s), ud̄(ūd), .... Análises para
espalhamento profundamente inelástico de corrente carregada foram mostradas em [3, 97],
onde a assimetria direita-esquerda das interações difrativas de bósons eletrofracos de dife-
rentes helicidades é discutida e as funções de onda do cone de luz relevantes foram calculadas.
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Fig. 2.6: Função de estrutura F νN
2 (x,Q2) como uma função da virtualidade do bóson. As

curvas teóricas correspondem ao escalamento geométrico resultado das interações
neutrino-núcleo. Os dados considerados são de [94, 95].

A contribuição da excitação charme/estranho para a seção de choque de absorção de hádron
para um bóson W de mão-esquerda (L) e mão-direita (R) e virtualidade Q2 é dada por [91]

σL,R(x,Q2) =
∫

d2r
∫ 1

0
dz

∑

λ1,λ2

|Ψλ1,λ2

L,R (z, r, Q2)|2σdip(x, r), (2.37)

onde Ψλ1,λ2

L,R (z, r, Q2) é a função de onda do cone de luz do estado cs̄ com o quark c carregando
uma fração de momento z do momento de cone de luz W+ e s̄ com fração de momento 1−z.
As helicidades de c e s̄ são λ1 = ±1/2 e λ2 = ±1/2, respectivamente. Os elementos diagonais
da matriz densidade são dados por [97] 1

∑

λ1,λ2

Ψλ1,λ2
L (Ψλ1,λ2

L )∗ =
4Nc

(2π)2
z2[m2

qK
2
0(ǫr) + ǫ2K2

1 (ǫr)], (2.38)

∑

λ1,λ2

Ψλ1,λ2

R (Ψλ1,λ2

R )∗ =
4Nc

(2π)2
(1 − z)2[m2

qK
2
0(ǫr) + ǫ2K2

1 (ǫr)]. (2.39)

1 Os elementos diagonais da matriz densidade são obtidas para bósons com helicidade λ = ±1 no Apêndice
B.
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Fig. 2.7: Função de estrutura xF νN
3 (x,Q2) como função da virtualidade do bóson. As

curvas teóricas correspondem aos resultados usando os modelos para seção de
choque de dipolos GBW (tracejada) e IIM (ponto-tracejada), respectivamente. A
contribuição total (curva sólida) inclue as contribuições de valência. Os dados
foram obtidos de [94].

Nas Eqs. (2.38)(2.39), usamos a notação ǫ2 = z(1− z)Q2 + (1− z)m2
q + zm2

q̄ , onde mq e
mq̄ são as massas do quark e antiquark respectivamente. As expressões correspondendo ao
bóson W− são obtidas trocando-se mq ↔ mq̄. Deve ser notada a forte assimetria referida
acima. A função de estrutura de espalhamento neutrino-nucleon profundamente inelástico
xF3 pode ser definida em termos de σR e σL da Eq.(2.37) da seguinte forma,

xF νN
3 (x,Q2) =

Q2

4π2
[σL(x,Q2) − σR(x,Q2)] (2.40)

onde a expressão pode ser interpretada em termos das densidades partônicas como sendo
uma componente do quark de mar de xF3. Isto corresponde à excitação do estado cs̄ no
processo W+g → cs̄ com xF3 diferente de zero devido à forte assimetria do estado de Fock
do cone de luz |cs̄ >. Para valores da variável de Bjorken não muito pequenos, xF3 contém
uma importante contribuição dos quarks de valência. O termo de valência, xqval, é o mesmo
para as funções de estrutura νN e ν̄N de um nucleon isoescalar. O termo de quarks de mar
xqsea em xF νN

3 tem sinal oposto para xF ν̄N
3 , sendo então xF

ν(ν̄)N
3 = xqval ± xqsea.

Uma comparação direta do resultado da Eq.(2.40) com os dados é dif́ıcil. A razão é
que as funções de estrutura obtidas dos experimentos de espalhamento de neutrino são
usualmente extráıdas da soma e da diferença da dependência em y das seções de choque
diferencial para neutrino e anti-neutrino, respectivamente. Isto é, xF3 é determinada pela
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Fig. 2.8: Função de estrutura 2xF νN
1 (x,Q2) como função da virtualidade do bóson. As

curvas teóricas correspondem aos resultados usando o modelo para a seção de
choque de dipolos IIM. Os resultados experimentais são da Colaboração CCFR
[99].

média 1
2
(xF νN

3 +xF ν̄N
3 ). Na Ref [97], os autores tentam comparar o resultado da Eq. (2.40)

com os dados de CCFR [94]. Contudo, este procedimento é questionável sendo que as
componentes de cs̄(c̄s) desaparecem na soma de xF ν

3 + xF ν̄
3 = 2xqval.

Para fazer uma comparação grosseira, gerando uma motivação fenomenológica, usamos
o seguinte procedimento: considerando que o conteúdo de mar é aproximadamente metade
do de valência no intervalo cinemático considerado aqui, re-escalamos os dados por um fator
3/2. Isto é uma estimativa grosseira da função de estrutura do nucleon xF νN

3 . Esta com-
paração é mostrada na Fig. (2.7) [98], onde a função de estrutura xF νN

3 (x,Q2) é mostrada
como uma função de Q2. As curvas teóricas correspondem aos resultados usando os modelos
GBW (linha tracejada) e IIM (linha ponto-tracejada) para as seções de choque, respecti-
vamente. A contribuição total (curva sólida) inclui as contribuições de quark de valência
através do procedimento acima. Os cálculos considerados na contagem do sombreamento
nuclear para o núcleo de ferro é através do formalismo de Glauber-Gribov, onde as seções
de choque são calculadas usando a Eq.(2.34) . Assim, consistentemente com os parâmetros,
consideramos mf = 0.14 GeV para quarks leves e mc = 1.5 GeV para o quark charme. Os
dados são da Colaboração CCFR [94]. Os resultados fenomenológicos estão em bom acordo
com as medidas experimentais. Os modelos distintos para a seção de choque de dipolos
mostram resultados similares para o intervalo de virtualidade considerado nos gráficos, com
predições diferentes par grande Q2. Comparamos nossos resultados com os da Ref [97] e
constatamos o uso de procedimento similar para diferentes seções de choque de dipolo.
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2.5.5 Função de estrutura 2xF νN
1

Finalmente, comparamos a função de estrutura 2xF νN
1 , a qual pode ser calculada com a

aproximação de dipolo de cor. Ela é proporcional à contribuição transversa para a seção de
choque bóson-hádron. A expressão completa é

2xF1(x,Q
2) =

Q2

4π2
[σL(x,Q2) + σR(x,Q2)], (2.41)

onde consideramos as contribuições dos pares quark-antiquark para as transições favore-
cidas por CKM. Apresentamos os resultados teóricos em comparação com as medidas da
Colaboração CCFR [99] da função de estrutura 2xF1 como uma função de Q2 para três
valores fixos de x, como mostrados na Fig. (2.8), onde utilizamos apenas o modelo IIM
para a seção de choque de dipolos, o qual mostrou resultados que descrevem bem os dados
no intervalo de virtualidade considerado e na região de pequeno-x.

2.5.6 A função ∆xF3

A diferença neutrino-antineutrino xF ν
3 − xF ν̄

3 dá a determinação da densidade de mar.
No modelo de pártons, tem-se que xF νN

3 = xqval − 2xc̄(x) + 2xs(x) e xF ν̄N3 = xqval +
2xc(x) − 2xs̄(x). Portanto, a diferença neutrino-antineutrino efetivamente mede a densi-
dade de quarks, sendo a contribuição de charme menor na região cinemática medida pelos
experimentos atuais. Assumindo s(x) = s̄(x) e c(x) = c̄(x), obtêm-se

∆xF3 = xF νN
3 − xF ν̄N

3 = 2xqsea = 4x[s(x) − c(x)]. (2.42)

Considerando que a Eq.(2.40) corresponde ao conteúdo de quark mar de xF3, então
∆xF3 = 2xF νN

3 . Nossos cálculos são equivalentes para a componente cs da função de
estrutura dada pelo termo de fusão W-glúon para ordens αs, que é

F νN
3 (W+g → cs̄) = (

αs

2π
)
∫ 1

ax

dz

z
g(z, µ2)C3(

x

z
,Q2), (2.43)

onde a = 1+(m2
c+m

2
s)/Q

2 e o coeficiente de Wilson C3 representa a seção de choque W+g →
cs̄. A contribuição total cs para F3 é a soma do termo de excitação do quark, considerando
uma escala de fatorização µ2 = m2

c e o termo de fusão do glúon acima. Usualmente

F νN
3 (x,Q2) = 2[s̄(xc, µ

2) − c(x, µ2)] + F νN
3 (W+g → cs̄), (2.44)

com a variável de re-escalamento suave xc = x[1 + (mc/Q
2)] e a expressão similar para

F ν̄N
3 (x,Q2). Na Fig. (2.9) a função ∆xF3 contra Q2 para x fixo é mostrada em comparação

com o resultado CCFR obtido da seção de choque νµFe e ν̄µFe [100]. A curva teórica é
obtida da Eq.(2.42) usando a seção de choque de dipolo IIM e as correções de sombreamento
de Glauber-Gribov. O acordo é bom e a contribuição da excitação de quark, descrita na
Eq.(2.44) não se faz necessária. Esta peça adicional deverá melhorar a descrição.
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Fig. 2.9: ∆xF νN
3 = xF νN

3 (x,Q2) − xF ν̄N
3 (x,Q2) como função da virtualidade do bóson.

As curvas teóricas correspondem aos resultados usando o modelo para a seção de
choque de dipolos IIM. Os dados são da Colaboração CCFR [95].

2.6 Conclusão

Neste caṕıtulo, mostramos o espalhamento profundamente inelástico através do formalismo
de dipolos, a partir do qual fizemos uma extensão para o espalhamento neutrino-próton.
Discutimos sobre os modelos para seção de choque de dipolos IIM e GBW e fizemos uma
pequena análise para o escalamento geométrico. Também, mostramos os resultados obtidos
para as funções de estrutura do próton, bem como para a quantidade ∆xF3 e comparamos
com os dados da Colaboração CCFR, onde nossos resultados teóricos mostram bom acordo
com o experimento.

A boa descrição dos dados na região de pequeno-x corrobora a robustez da aplicação do
formalismo de dipolos na região de altas energias.

Nos caṕıtulos seguintes, apresentamos o estudo da produção difrativa do bóson de gauge
W em colisões hádron-hádron, sendo este o segundo aspecto a ser tratado nessa dissertação.



Caṕıtulo 3

Colisões hádron-hádron e eventos
difrativos

Neste caṕıtulo revisaremos a descrição tanto não-perturbativa como perturbativa dos pro-
cessos difrativos no formalismo de Regge. Em particular, analizamos o DIS difrativo. Mos-
traremos a difração suave e a difração dura e faremos uma śıntese sobre a probabilidade de
sobrevivência da lacuna de rapidez, dando destaque para dois modelos que serão empregados
nos resultados apresentados no Caṕıtulo 4 (DGM e KMR), onde a aplicação destes modelos
ao modelo de Ingelman-Schlein irá mostrar um resultado muito bom em comparação com
os dados.

3.1 As colisões hadrônicas e difração

O estudo das interações hádron-hádron em pequenos momentos transferidos tem sido um
dos temas centrais no desenvolvimento da f́ısica de part́ıculas. Na ausência de alguma es-
cala dura, a QCD perturbativa não é aplicável e os modelos fenomenológicos, que têm sido
frequentemente o instrumento no desenvolvimento da área, ainda fornecem as melhores des-
crições dispońıveis. Uma descrição consistente dos dados de interações fortes envolvendo
pequeno momento transferido é oferecida pela teoria de Regge [6, 101], na qual os processos
de espalhamento são descritos em termos da troca de mésons virtuais. A interpretação
no formalismo de Regge do espalhamento elástico em altas energias tem sido muito pro-
blemática, pois nenhum dos mésons conhecidos pode ser usado para descrever a seção de
choque observada. A introdução de uma part́ıcula de troca com os números quânticos do
vácuo (ou seja, sem cor, sem carga, ...), conhecida como Pomeron, para descrever as seções
de choque total, elástica e inelástica na região de pequenas massas, tem se mostrado muito
satisfatória [102]. A observação em produção difrativa de jatos com alto momento trans-
verso pT [103] corroborou uma interpretação partônica do Pomeron, apesar das distribuições
correspondentes não serem bem determinadas.

Alguns processos consistentes com uma troca difrativa têm sido observados também em
um amplo intervalo de Q2 em HERA [104], e a cobertura cinemática presente nos detectores
faz com que os estados finais produzidos sejam bem determinados. Para fótons reais (Q2 =
0), a fotoprodução difrativa é relevante para a compreensão da natureza hadrônica do fóton
em altas energias no modelo de dominância de mésons vetoriais (VDM). Além disso, em
eletroprodução difrativa a escala dura fornecida pela virtualidade do fóton facilita o estudo
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da estrutura profundamente inelástica da troca difrativa, provando a posśıvel estrutura
interna do Pomeron [104].

A Eq. (1.2) mostrou a dependência da constante de acoplamento forte, αs, na principal
escala em DIS: a virtualidade Q2. Em interações hádron-hádron, a escala apropriada para
QCD é também definida pelo momento transferido. Em grande momento transferido, cor-
respondendo às interações duras, a constante de acoplamento é pequena, tornando a QCD
suscept́ıvel aos cálculos em baixa ordem. Em pequeno momento transferido, a constante de
acoplamento torna-se grande, tal que uma expansão perturbativa não é mais apropriada.
Neste regime não-perturbativo, a abordagem fenomenológica da teoria de Regge [101] for-
nece a melhor descrição das seções de choque hadrônicas.

Discutiremos a aplicação aos casos de seções de choque elástica, total e de dissociação
difrativa, concentrando no caso espećıfico do sistema γp, além de revisarmos brevemente
recentes análises da contribuição difrativa à função de estrutura do próton e da estru-
tura partônica do Pomeron. Estas quantidades serão utilizadas nos nossos resultados para
produção difrativa de W± no próximo Caṕıtulo.

3.1.1 Os processos nos canais s e t

O processo geral de espalhamento de dois corpos, AB → CD, pode ser discutido em termos
de dois invariantes independentes. É conveniente neste caso trabalharmos em termos das
variáveis de Mandelstan s e t, definidas por [105],

s = (A+B)2 = (C +D)2 , (3.1)

t = (A− C)2 = (B −D)2 , (3.2)

onde A, B, C, e D denotam os quadrivetores dos hádrons no estado inicial e final. No
canal-s, a variável s é o quadrado da energia de centro de massa da interação; t, define o
quadrado do quadrimomento transferido entre as part́ıculas interagentes, A e B, possuindo,
sinal negativo,.

Em teoria de campos, interações são descritas em termos de estados intermediários ocor-
rendo tanto como trocas ou como ressonâncias. Para nossa discussão, o processo no canal s
generalizado, AB → CD, será definido como uma troca, mostrado na Fig. (3.1a). Usando
a simetria de cruzamento, o processo no canal t correspondente, AC̄ → B̄D, mostrado na
Fig. (3.1b), pode ser descrito pela mesma amplitude, considerando que os dois processos
tomam lugar em regiões fisicamente desconectadas no espaço s e t. As amplitudes para os
dois processos são idênticas, dado que s na Fig. (3.1a) é substitúıdo por t na Fig. (3.1b), e
vice-versa, isto é,

AAB→CD(s, t) = AAC̄→B̄D(t, s) . (3.3)

3.1.2 As trajetórias de Regge e amplitudes no canal-s

A generalização dos modelos tipo Yukawa é a teoria de Regge [105]. Uma descrição completa
das partes de curtas e de grandes distâncias de uma amplitude devem somar contribuições de
todas as posśıveis part́ıculas trocadas com os números quânticos apropriados. Tais part́ıculas
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Fig. 3.1: Representação diagramática de: (a) gráfico à esquerda denota um processo geral
no canal-s e (b) o gráfico à direita denota o processo cruzado no canal-t equiva-
lente.

podem ser consideradas como excitações no momento angular do mais baixo estado ligado,
tal que o momento angular e o quadrado da massa das part́ıculas interagentes estão dire-
tamente relacionados por uma trajetória de Regge [101]. Na teoria de Regge original para
o espalhamento em potencial não-relativ́ıstico, e sua generalização à f́ısica de part́ıculas re-
lativ́ıstica, o momento angular é tratado como uma variável complexa cont́ınua, α(t), com
ressonâncias fisicamente observáveis no canal t ocorrendo apenas para valores f́ısicos do spin,
tal que Re [α(t)] é um inteiro ou semi-inteiro. Hádrons estáveis têm valor real puro para
α(t), enquanto os hádrons instáveis têm uma componente imaginária que está relacionada
à sua largura de decaimento. Estados ligados, portanto, estão localizados próximos ao eixo
real de α(t). Em geral, encontra-se que a trajetória, α(t), pode ser considerada linear no
espaço dos valores de spin-massa. A linearidade das trajetórias pode ser qualitativamente
entendida em termos de QCD se os mésons são considerados um par de quarks sem massa
conectados por glúons. Então a trajetória no canal t, ou em pequeno t no canal s, pode ser
escrita como [105],

α(t) = α(0) + α′ t , (3.4)

onde α(0) é denominado o coeficiente linear da trajetória (intercept) e α′ é o seu correspon-
dente coeficiente angular, a inclinação (slope). Como um exemplo, a trajetória para a qual
o méson ρ é o mais baixo estado ligado é mostrada na Fig. (3.2).

Amplitudes no canal t podem ser calculadas por decomposição em ondas parciais de
diferentes momentos angulares,

A(s, t) ≃
∞
∑

t=0

(2l + 1)Al(t)Pl(cos θ) , (3.5)

onde Al(t) é a amplitude para a l-ésima onda parcial; Pl(cos θ) é a polinomial de Legendre
para momento angular l. A amplitude para descrever o canal s, continuada analiticamente,
onde cos θ > 1, da Eq. (3.5), pode ser considerada como uma soma sobre pólos, para
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Fig. 3.2: O gráfico de Chew-Frautschi da trajetória das famı́lias do méson ρ, do ṕıon e do
Pomeron [105]. Acima está a representação das amplitudes e seções de choque.

cada onda parcial. Quando expressa em termos das trajetórias de Regge contribuindo ao
espalhamento, o pólo na i-ésima onda parcial pode ser escrito como,

Al(t) ≃
β(t)

l − α(t)
, (3.6)

onde α(t) denota a trajetória trocada; a função reśıduo, β(t), descreve o acoplamento do
pólo às part́ıculas externas. No limite assintótico, onde s → ∞ e t/s → 0, a dependência
dominante em s da contribuição à amplitude pela trajetória α(t), é dada por,

A(s, t) ∼ β(t)
(

s

s0

)α(t)

, (3.7)

onde s0 define a escala de energia onde s deve ser grande, tipicamente considerada da ordem
de 1 GeV2. Para um processo que é dominado pela troca de uma única trajetória, a seção
de choque diferencial pode ser expressa como,

dσ

dt
∼ 1

s2
| A(s, t) |2 = g(t)

(

s

s0

)2α(t)−2

. (3.8)

Apesar de ser um modelo essencialmente fenomenológico, sem nenhuma base teórica em
QCD, a teoria de Regge é capaz de fornecer predições precisas para as dependências em
s e t para um amplo intervalo de interações hadrônicas em momento transferido pequeno
e em muitas ordens de magnitude em s [105]. Considerando, por exemplo, a reação de
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troca de carga, π−p→ π0n, e seu equivalente cruzado no canal t, π−π0 → p̄n. A trajetória
dominante apropriada a estas amplitudes é a do méson ρ, que é mostrada no gráfico na Fig.
(3.2). A trajetória linear constrúıda através das ressonâncias no canal t extrapola bem os
pontos de troca t < 0 em pequeno t, medida diretamente no processo do canal s. A seção
de choque para π−p→ π0n é bem descrita pela forma da Eq. (3.8) com α(t) = αρ(t).

3.1.3 A dependência em t

Usando a parametrização para pequeno t, apresentada na Eq. (3.4), a seção de choque no
canal s, Eq. (3.8), pode ser expressa como [105],

dσ

dt
∼ g′(t)

(

s

s0

)2α(0)−2 ( s

s0

)2α′t

. (3.9)

Se a dependência em t dos acoplamentos do propagador da part́ıcula de troca é pequena,
então em grande s esta dependência deve ser dominada pelo fator final da expressão acima.
Como t tem sinal negativo, α′ deve ser positivo; dσ/dt decresce rapidamente em grande
s a partir de um máximo em t = 0. A teoria de Regge prediz, portanto, que quando a
energia de centro de massa aumenta, o pico frontal (t → 0) torna-se mais agudo, ou seja,
sua largura encolhe. Uma interpretação f́ısica deste fato é que quando s cresce, mais e
mais ondas parciais de momento angular maior contribuem ao processo de espalhamento.
As polinomiais de Legendre que descrevem cada onda parcial têm variações mais rápidas
com cos θ quando o momento angular cresce e torna mais forte a dependência em t. O
pico frontal, que é o único lugar onde todas as ondas parciais somam-se aproximadamente
coerentes, deve tornar-se mais pronunciado quando a energia de centro de massa aumenta.

O encolhimento (shrinkage) nas seções de choque hadrônicas é um fenômeno experimen-
talmente bem observado [102]. A rápida variação da seção de choque em t com s fixo é
bem descrita em pequeno t por uma parametrização experimental. A Eq. (3.9) pode ser
expressa como,

dσ

dt
∼ g′(t)

(

s

s0

)2α−2

e
2α′ ln

(

s
s0

)

t
, (3.10)

dσ

dt
∼

(

dσ

dt

)

t=0

eBel(s)t . (3.11)

onde Bel (∼ 5 − 10) é denominado parâmetro de declividade [105],

Bel(s) = b0 + 2α′ ln
(

s

s0

)

, (3.12)

e descreve um encolhimento logaŕıtmico do pico frontal para um processo com energia de
centro de massa.

3.1.4 O espalhamento difrativo

A Eq. (3.8) dá a predição de Regge para as dependências em s e t de uma seção de
choque hadrônica geral, em termos da trajetória dominante que contribui para a troca.
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Fig. 3.3: A representação diagramática geral para uma seção de choque elástica em termos
de uma trajetória de Regge dominante (Pomeron), α(t), e sua interpretação f́ısica
como uma soma no canal-t sobre estados intermediários, X.

Fig. 3.4: A representação diagramática do teorema óptico. A dependência em s da seção
de choque total está relacionada à amplitude elástica em t = 0.

Uma aplicação é o caso da seção de choque elástica, AB → AB. A Fig. (3.3) mostra a
representação diagramática da trajetória dominante requerida para o processo elástico, em
termos de uma soma coerente sobre os posśıveis estados intermediários, X.

As seções de choque total e elástica estão relacionadas através do teorema óptico,

σAB
tot ∼ 1

s
Im (AAB

el )t=0 ∼ sα(0)−1 , (3.13)

onde a última igualdade segue da Eq. (3.7), e do fato que a amplitude elástica é quase
imaginária pura. Uma demonstração diagramática do teorema óptico pode ser visualizada
na Fig. (3.4). A seção de choque total pode ser representada como a soma incoerente (ao
quadrado) sobre um conjunto completo de estados finais, a qual está relacionada á amplitude
elástica. A linha tracejada no diagrama, seguindo a segunda igualdade da Fig. (3.4), ilustra
onde a amplitude elástica, procedendo através de um dado estado intermediário, X, deve
ser cortada, no sentido de obter a amplitude original do primeiro diagrama. A igualdade
final segue da mesma definição de trajetória como usada na Fig. (3.3).

Experimentalmente, surge uma caracteŕıstica clara, na qual as seções de choque total e
elástica para colisões hádron-hádron apresentam um lento crescimento com

√
s em grande

energia de centro de massa [102]. No formalismo de Regge, das Eqs. (3.8) e (3.13), isto
requer que a trajetória dominante mediando o espalhamento elástico em altas energias tenha
um coeficiente linear (intercepto) dado por,

α(0) ∼ 1 + ε , (3.14)
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com ε sendo pequeno e positivo. Entretanto, todas as trajetórias de mésons têm α(0) ≤ 0.5.
Esta aparente contradição é resolvida pela introdução de uma trajetória do vácuo ou Po-
meron, αIP (t), para descrever seções de choque total e elástica em altas energias. Esta tra-
jetória deve portar os números quânticos do vácuo, intermediando o espalhamento elástico
e devendo ser acoplada da mesma maneira às part́ıculas e antipart́ıculas, se o teorema de
Pomeranchuk [101, 105] é satisfeito por todos os hádrons, A e B,

σ(AB)
s→∞→ σ(ĀB) . (3.15)

A parte t < 0 da trajetória do Pomeron é bem determinada em medidas de interações pp e
pp̄ e é geralmente considerada como tendo uma forma linear [106], similar a

αIP (t) = 1.085 + 0.25 t . (3.16)

Esta trajetória difere de todas as outras trajetórias mesônicas, não apenas por seu coeficiente
linear maior que a unidade, mas também porque as trajetórias de mésons têm coeficientes
angulares universais α′ ∼ 1. As interações descritas pela troca da trajetória de Pomeron
são denominadas difrativas.

Se as seções de choque elásticas são descritas pela troca da trajetória Pomeron, então
a seção de choque para o processo, AB → AB, pode ser escrita através da Eq. (3.8) e
correspondendo ao diagrama final da Fig. (3.3) como,

dσAB
el

dt
=
β2

AIP (t)β2
BIP (t)

16π
s2αIP−2 , (3.17)

onde βiIP é o valor do acoplamento do Pomeron às part́ıculas externas, i. A Eq. (3.17) é
válida no limite de Regge, onde s→ ∞ e t/s→ 0.

Na região de energia de centro de massa grande, a troca difrativa domina ambas seções
de choque elática e total. A seção de choque total, Eq. (3.13), é dada como no diagrama
final da Fig. (3.4),

σAB
tot = βAIP (0) βBIP (0) sαIP−1 . (3.18)

Apesar de que a introdução da trajetória do Pomeron seja uma ferramenta efetiva na des-
crição fenomenológica das seções de choque em grande energia de centro de massa, verifica-se
que não há pólos estabelecidos correspondendo à produção de ressonância de estados Pome-
ron no canal t. Pela extrapolação da trajetória medida no canal s, Eq. (3.16), podeŕıamos
esperar encontrar um pólo na forma de um estado JPC = 2++ em uma massa da ordem de
1900 MeV.

3.1.5 A fenomenologia das seções de choque totais

A interpretação do espalhamento difrativo como sendo devido à troca de estados f́ısicos no
canal t implica o Pomeron ser considerado como uma entidade distinta, ou quase-hádron.
A parte da amplitude expressando o propagador deve então fatorizar e o Pomeron deve ser
considerado como um objeto universal a todas as formas de espalhamento hadrônico.
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Fig. 3.5: Ajuste de Donnachie-Landshoff [107] à dependência em energia de centro de
massa para: (a) espalhamento pp e pp̄; (b) espalhamento π+p e π−p; (c) es-
palhamento γp. Os dados são H1 (pontos) e Zeus (triângulos), sendo os demais
demais obtidos em baixas energias.

Donnachie e Landshoff [107] ajustaram a dependência em energia de centro de massa
da seção de choque total para o espalhamento pp e pp̄ de

√
s ∼ 5 GeV à

√
s ∼ 2000 GeV,

usando uma simples soma de duas amplitudes de Regge: o Pomeron e a troca de um reggeon
degenerado, introduzido na Fig. (3.2). O ajuste usado é

σtot(s) = AIPs
αIP (0)−1 + AIRs

αIR(0)−1 , (3.19)

com as normalizações AIP e AIR, e os coeficientes lineares das trajetórias αIP e αIR considera-
dos como parâmetros livres. O teorema de Pomeranchuk é satisfeito mantendo AIP fixo nos
casos pp e pp̄. O resultado do ajuste é mostrado na Fig. (3.5), com os coeficientes lineares
das trajetórias sendo,

αIP (0) = 1.08 , (3.20)

αIR(0) = 0.55 . (3.21)

O crescimento da seção de choque total quando a trajetória do Pomeron domina, comporta-
se aproximadamente como s0.08. Assintoticamente, a unitaridade, na forma do limite de
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Froissart [48, 38], define que a seção de choque total não pode crescer mais rápido que
∼ ln2 s. Geralmente, assume-se que o intercepto efetivo, αIP (0), decresce muito lentamente
com a energia devido a múltiplas trocas de Pomerons (cuts), tal que o limite de Froissart
seja em última análise satisfeito.

Associando os valores acima para os interceptos, o ajuste é feito para dados em reações
π−p, π+p e γp, com apenas as normalizações para Pomeron e o reggeon sendo parâmetros
livres [107] (mostrados na Fig. (3.5)). Dos resultados para as amplitudes e interceptos
extráıdos através do ajuste, as seguintes conclusões podem ser obtidas:

• Todas as seções de choque hadrônicas podem ser descritas via o teorema óptico, sobre
um grande intervalo em energia, com um modelo de Pomeron/reggeon universais. O
reggeon tem o maior acoplamento com os hádrons e consequentemente domina em
baixas energias de centro de massa. Entretanto, a contribuição reggeônica decresce
aproximadamente como s−1/2, tal que em grande energia de centro de massa, o termo
pomerônico (∼ s0.08) domina e a seção de choque inicia a crescer lentamente com s;

• De acordo com o teorema de Pomeranchuk, em altas energias, os acoplamentos aos
conjugados de carga são iguais, tal que σ(pp)

s→∞→ σ(pp̄) e σ(π+p)
s→∞→ σ(π−p);

• A razão das intensidades de troca de Pomeron entre πp e pp é aproximadamente 2:3,
que é um exemplo da regra aditiva de quarks e indica que o acoplamento do Pomeron
aos hádrons é proporcional ao número de quarks de valência. Evidências posteriores
para o fato que o acoplamento do Pomeron depende no número de quarks tipo valência
têm sido encontradas na análise de estados finais exclusivos produzidos difrativamente
em colisões pp no IRS [105];

• A seção de choque total γp é ∼ 1/200 vezes a de πp, como predito pela dominância
de mésons vetoriais (VDM) [37].

À luz dos dados de H1 e ZEUS em HERA (ver Fig. (3.5)) para seção de choque de
fotoprodução, os modelos inspirados em Regge, como os de Donnachie-Landshoff e ALLM,
são geralmente adequados para descrever as colisões γp [104]. A teoria de Regge oferece
predições, em termos das trajetórias, para a dinâmica da dissociação difrativa e dos processos
inclusivos em geral. As reações inclusivas em altas energias da forma AB → CX devem
escalar de uma forma análoga ao escalamento de Bjorken em DIS, tal que as seções de choque
devem ser funções dos momentos longitudinais e transversais da part́ıcula, C, mas não da
energia de centro de massa. Uma versão do teorema óptico para tais processos inclusivos foi
proposto por Mueller [108], formalizando esta definição relacionando as reações inclusivas
AB → CX ao processo teoricamente mais simples do espalhamento elástico de três corpos,
ABC̄ → ABC̄.

Considerando que a amplitude AAB→CX retém sua forma anaĺıtica na troca da part́ıcula
emitida, C, por uma part́ıcula C̄ incidente com quadrimomento reverso, a região f́ısica de
AB → CX pode ser descrita em termos da região não-f́ısica da seção de choque hipotética
de três corpos ABC̄ → X.

AAB→CX(pC , X) = AABC̄→X(−pC , X) . (3.22)
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Fig. 3.6: Representação do teorema óptico de Mueller [108], relacionando a seção de
choque inclusiva para o processo AB → CX à amplitude elástica de três cor-
pos, ABC → ABC, passando através de um estado intermediário de massa M .

A versão de Mueller do teorema óptico relaciona então a seção de choque para ABC̄ → X
à amplitude elástica de três corpos de maneira similar à Eq. (3.13),

σtot(ABC̄ → X) ∼ 1

s
Im

(

A
ABC̄

X→ABC̄

)

t=0
, (3.23)

ou formalmente,

d2σAB→CX

dM2dt
≃ π

s2
DescM2 (AABC̄→ABC̄) , (3.24)

onde M é a massa do estado final inclusivo X, M2 = (A+B + C̄)2.
O termo DescM2 é a descontinuidade ao longo do corte em M2 da amplitude elástica,

conectando o estado intermediário através do qual a reação elástica procede, tendo massa
M . O teorema óptico de Mueller é ilustrado na Fig. (3.6).

Expansões de Regge são posśıveis para a Eq. (3.24) em várias regiões diferentes do
espaço de fase, onde a part́ıcula C está localizada na região de fragmentação de A ou B
(isto é, ela pode ser considerada como um fragmento de uma das part́ıculas incidentes), a
amplitude de espalhamento frontal de três corpos é dominada pelas trocas de Regge entre o
sistema AC̄ e B. No caso especial onde C está isolado em rapidez ao passo que ele sozinho
define a região de fragmentação, o processo pode ser representado de maneira análoga ao
DIS, mas com uma troca de Regge em lugar de uma troca de um fóton, como no primeiro
diagrama da Fig. (3.7).

A região do espaço de fase onde s ≫ M2 ≫ t é conhecido como a região de triplo-
Pomeron. Neste limite, a seção de choque inclusiva é dada na teoria de Regge por [105],

d2σAB→CX

dM2 dt
≃ 1

4

∑

i,j

βi
AC(t)βj

AC(t)
(

1

M2

)2 ( s

M2

)αi(t)+αj (t)−2

σtot
iB→jB(M2, t) , (3.25)
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Fig. 3.7: Representação diagramática da amplitude de triplo-Pomeron, mostrada no último
diagrama, que pode ser usada para calcular a seção de choque inclusiva, AB →
CX, mostrada no primeiro diagrama.

onde os ı́ndices referem-se aos da Fig. (3.7) e a soma é sobre todas as trajetórias que
contribuem. βi

AC são os acoplamentos Reggeon como na Eq. (3.17) e σtot
iB→jB(M2, t) é a

seção de choque para a interação Reggeon-hádron, iB → X, com a massa do estado X
sendo M . Esta seção de choque está relacionada, através do teorema óptico de Mueller, à
amplitude para o espalhamento frontal iB → jB, via um estado intermediário de massa
M , como mostrado no segundo diagrama da Fig. (3.7). O próprio espalhamento Reggeon-
hádron contém uma grande energia de centro de massa (M2), tal que ela pode também ser
tratada como uma expansão de Regge,

σtot
iB→jB(M2, t) = 8π

∑

k

gijk(t)β
k
BB(0)

(

M2

s0

)αk(0)−1

, (3.26)

onde gijk é o acoplamento de triplo-Reggeon, representado no centro do último diagrama
da Fig. (3.7). A seção de choque diferencial total na região de triplo-Regge é então dada,
das Eqs. (3.25) e (3.26), por

d2σ

dM2 dt
≃ 2π

s2

∑

ijk

βi
AC(t)βj

AC(t)βk
BB(0)gijk(t) s

αi(t)+αj (t)(M2)αk(0)−αi(t)−αj (t) . (3.27)

A Eq. (3.27) estende a aplicabilidade das descrições de Regge dos processos, do caso de
dois corpos exclusivo até o processo geral inclusivo, AB → CX, onde C toma a região de
fragmentação completa de A.

3.2 DDIS no formalismo de Regge

Agora resumiremos os conceitos vistos até o momento, enfocando nesta seção o caso parti-
cular de DIS difrativo. As tentativas anteriores de descrever o espalhamento difrativo foram
baseadas na teoria de Regge, na qual a idéia básica é que sequências de hádrons de massa
mi e spin ji estão em trajetórias de Regge α(t), tal que α(m2

i ) = ji. Antes do advento
de QCD, as interações fortes eram descritas através da troca de trajetórias de part́ıculas.
De fato, o modelo de Regge permite descrever todos os tipos de dados de espalhamento
hadrônico suave em altas energias: medidas de seções de choque total, elástica e diferencial
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[102], com exceção da seção de choque total para difração simples que discutiremos adiante.
Neste modelo, o comportamento em altas energias da amplitude de espalhamento hadrônica
em pequenos ângulos tem a seguinte forma:

A(s, t) ∼
∑

R

β(t) sαR(t) , (3.28)

A variável s é a energia de centro de massa e −t é o quadrado do quadrimomento transferido.
Os hádrons observados residem em trajetórias αR(t), as quais são aproximadamente lineares
em t e paralelas em relação às outras. Isto é, hádrons de diferentes spin e massa, mas com
os mesmos números quânticos restantes, pertencerão a uma única trajetória αR(t). As tra-
jetórias dominantes são as trajetórias dos mésons ρ, a2, ω e f , as quais são aproximadamente
degeneradas com,

αR(t) ≃ 0.5 + 0.9 t . (3.29)

Por exemplo, apenas a trajetória ρ tem os números quânticos apropriados a serem trocados
no processo π−p → π0n. A dependência em energia ou s da seção de choque diferencial
dσ/dt determina, portanto, αρ(t) para t < 0. Para pequeno t, a trajetória αρ(t) é linear em
t e, quando extrapolada a valores positivos de t, passa através dos estados ρ(1−), ρ(3−), . . .,
ou seja αρ(m

2
ρ) = 1, 3, . . . nos valores de massa apropriados.

Entretanto, uma constatação experimental é que as seções de choque totais crescem
lentamente com s em altas energias, requerendo assim uma trajetória com coeficiente linear
maior. Isto pode ser observado melhor através do teorema óptico, que expressa a seção
de choque total (por exemplo, AB → X) em termos da parte imaginária da amplitude de
espalhamento elástica frontal (AB → AB),

σ(AB → X) =
1

s
ImA(s, 0) =

∑

βR s
αR(0)−1 . (3.30)

Para considerar a dependência em energia assintótica medida, uma trajetória do Pome-
ron (ou uma troca dos números quânticos do vácuo) foi proposta, tendo um coeficiente linear
αIP (0) ∼ 0.08. Enfatizamos que inicialmente as seções de choque totais foram consideradas
no regime assintótico como sendo constantes e um Pomeron com αIP (0) = 1 foi introduzido.
De fato, os dados para seções de choque total, elástica e diferencial são bem descritos (para
pequeno |t|), tomando-se uma forma de pólo universal para o Pomeron,

αIP (t) ≃ 1.08 + 0.25 t , (3.31)

em conjunto com as outras trajetórias subdominantes, descritas na Eq. (3.29). O Pomeron
deve ser considerado como uma trajetória efetiva, uma vez que o comportamento de lei de
potência s0.08 das seções de choque totais violariam em última análise o limite de Froissart,
σtot < C ln2(s) [48, 38]. A conexão entre esta descrição de Regge dos processos suaves e
a teoria fundamental dada pela QCD não é conhecida ainda em detalhes. Muito provavel-
mente, a troca de Pomeron origina-se principalmente da troca de estados ligados de dois
glúons, enquanto as trajetórias mesônicas (ρ, a2, ω, f) correspondem à troca de estados
ligados qq̄. O Pomeron reggeônico discutido acima é em geral denominado Pomeron suave.
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Fig. 3.8: As seções de choque DIS e DDIS expressas simbolicamente como funções de es-
trutura através do teorema óptico e sua generalização. Os limites de Regge são
mostrados nos diagramas à direita (onde o fóton acopla-se por meio de uma
configuração de quark). Uma soma sobre trocas de Regge permitidas aparece no
diagrama (b).

Para aplicarmos esta abordagem aos DIS inclusivo e, mais especificamenete à sua com-
ponente difrativa, fazemos uso novamente do teorema óptico, em conjunto com sua gene-
ralização por Mueller [108], simbolicamente mostrados na Fig. (3.8). O teorema óptico
expressa as seções de choque totais em termos das partes imaginárias das amplitudes de
espalhamento elásticas frontais de 2-corpos (ou 3-corpos), ou para ser mais preciso, às des-
continuidades das amplitudes através dos cortes ao longo dos eixos W 2 (ou M2), os quais
são indicados pelas linhas pontilhadas na Fig. (3.8a) (ou (3.8b)). Os últimos diagramas
mostram os vários limites de Regge para as funções de estrutura, onde o acoplamento ao
fóton é dada por meio da linha de quark. No DIS, isto fornece para a região de pequeno x,

F2 ∼
∑

i

βi(W
2)αi(0)−1 ∼

∑

i

βix
1−αi(0) , (3.32)

No modelo de pártons, as contribuições de quarks de valência e mar a F2 estão associadas
com a troca de mésons e ao Pomeron, respectivamente. Para pequeno x,

xqV ∼ x1−αR(0) ∼ x0.5 , (3.33)

xqS ∼ x1−αIP (0) ∼ x−0.08 , (3.34)

Para DDIS, γ∗p → Xp, aplicamos a generalização de Mueller para o teorema óptico [108].
Para este caso difrativo, i.e. quando s/M2 é grande, o teorema é mostrado graficamente
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pelos dois primeiros diagramas da Fig. (3.8b). A seção de choque é dada pela descontinui-
dade através do corte em M2 da amplitude elástica (de três corpos) γ∗pp̄, onde uma soma
sobre os reggeons trocados é aplicada. A predição de Regge depende se M2 é grande ou
pequeno. Para pequeno M2, o diagrama de caixa de quarks (quark box) fornece a principal
contribuição ao espalhamento fóton-Pomeron.

Para W 2 ≫ M2 e Q2 ≫ t, DDIS é descrito pelos diagramas de triplo Regge (Fig.
(3.8b)). Há duas contribuições: os diagramas de triplo-Pomeron IP IP IP e o diagrama
Pomeron-Pomeron-reggeon IP IP IR (Fig. (3.8b)). A seção de choque DDIS então pode ser
escrita como [108],

W 2 dσD
γ∗p

dM2 dt
= AIP (t)(W 2)2αIP (t)−1(M2 +Q2)αIP (0)−2αIP (t)

+ AIR(t)(W 2)2αIP (t)−1(M2 +Q2)αIR(0)−2αIP (t) , (3.35)

onde as funções AIP , IR incorporam todos os acoplamentos.
No caso particular de grande M2, o triplo-Pomeron domina e a seção de choque torna-se,

W 2 dσD
γ∗p

dM2 dt
=

1

16π2
|gIP (t)|2

(

W 2

M2 +Q2

)2αIP (t)−1

g3IP (t) gIP (0) (M2 +Q2)αIP (0)−1 , (3.36)

onde assume-se, por simplicidade, que o Pomeron acopla-se da mesma maneira ao próton e
ao fóton virtual; g3IP é o acoplamento de triplo-Pomeron. O espectro de massa da contri-
buição de triplo-Pomeron é dado por

dσD
γ∗p

dM2 dt
∼ 1

(Q2 +M2)αIP (0)
∼ 1

(M2)αIP (0)
. (3.37)

Como t é limitado e o acoplamento de triplo-Pomeron não depende fortemente de t, a
aproximação g3IP ≃ g3IP (0) é válida e, introduzindo a variável xIP = (M2+Q2)/(W 2+Q2) ≃
M2/W 2 (lembrando que estamos considerando a região de grande M), a Eq. (3.36) pode
ser reescrita como,

dσD
γ∗p

dxIP dt
= fIP (xIP , t) σγ∗IP (M2) , (3.38)

onde denomina-se fator de fluxo do Pomeron a função definida como,

fIP (xIP , t) =
1

16π2
|gIP (t)|2 x1−2αIP (t)

IP , (3.39)

e a seção de choque total do espalhamento γ∗IP é dada por,

σγ∗IP (M2) = g3IP (0) gIP (0) (M2)αIP (0)−1 . (3.40)

Uma vez que o Pomeron não é uma part́ıcula real, a separação do fluxo e a seção de
choque fóton-Pomeron é arbitrária, e a normalização do fluxo de Pomeron é então amb́ıgua.
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Assumindo uma trajetória do Pomeron linear, αIP = αIP (0) + α′
IP t, e comportamento ex-

ponencial t́ıpico para a dependência em t do acoplamento Pomeron, gIP (t) = gIP (0) eb0t/2 ,
podemos escrever o fluxo de Pomerons no próton como,

fIP (xIP , t) =
1

16π2
|gIP (0)|2 x1−2αIP (0)

IP exp
[(

b0 + 2α′
IP ln

1

xIP

)

t
]

. (3.41)

O coeficiente angular da distribuição em t na Eq. (3.41) e na Eq. (3.38) aumenta com
ln(1/xIP ), i.e. com lnW 2.

Usando a variável β = Q2/(M2+Q2) ≃ Q2/M2 (para grande M2), a Eq. (3.38) torna-se,

dσD
γ∗p

dxIP dt
= fIP (xIP , t) σγ∗IP (β,Q2) , (3.42)

onde a seção de choque γ∗IP assume a forma,

σγ∗IP (β,Q2) = AIP (Q2) β1−αIP (0) , (3.43)

válida em pequeno β. Notamos que a dependência em Q2, que foi inclúıda em AIP (Q2), é
em última análise irrelevante no contexto da teoria de Regge. Nesta teoria, a virtualidade
do fóton é um parâmetro fixo (uma massa) e não se pode predizer como a seção de choque
depende em Q2. O que a teoria de Regge prediz é o comportamento em β de σγ∗IP para Q2

fixo.
Uma caracteŕıstica interessante da Eq. (3.42) é a fatorização entre a dependência em

xIP daquela em β, denominada fatorização de Regge. Esta é uma predição importante da
teoria de Regge. O comportamento em xIP , i.e. em W 2, é completamente determinado pelo
fator de fluxo. Usando αIP (0) = 1 + ε, a seção de choque difrativa comporta-se como,

dσD
γ∗p

dxIP dt
|t=0 ∼ 1

x1+2ε
IP

. (3.44)

Em termos da função de estrutura difrativa F
D(3)
2 [104],

F
D(3)
2 = fIP (xIP , t)F

IP
2 (β,Q2) , (3.45)

onde a correspondente função de estrutura do Pomeron pode ser definida como [104],

F IP
2 (β,Q2) =

Q2

4παem
σγ∗IP (β,Q2) . (3.46)

A predição da teoria de Regge para a dependência em β para F IP
2 é que em pequeno β,

onde a contribuição de triplo-Pomeron é dominante, esta deveria se comportar como

F IP
2 (β,Q2) ∼ β1−αIP (0) , (3.47)

Sendo a massa invariante do sistema X não excessivamente grande, i.e. β não é muito
pequeno, então neste caso o diagrama IP IP IR representado na Fig. (3.8b) pode tornar-se
importante. De acordo com Eq. (3.35), este produz um espectro de massa (com αIR = 1/2),

dσD
γ∗p

dxIP dt
|t=0 ∼

(

1

M2 +Q2

) 3
2

. (3.48)
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A fórmula de fatorização, Eq. (3.42), ainda é válida, mas sendo que neste caso a seção
de choque γ∗IP tem duas contribuições,

σγ∗IP (β,Q2) = AIP (Q2) β1−αIP (0) + AIR(Q2) β1−αIR(0) . (3.49)

Voltando à função de estrutura difrativa F
D(3)
2 , a Eq. (3.45) é integrada sobre t, e na

forma fatorizada é dada por

F
D(3)
2 (xIP , β, Q

2) = f̃IP (xIP )F IP
2 (β,Q2) , (3.50)

onde f̃IP é o fluxo de Pomeron integrado sobre t,

f̃IP (xIP ) =
∫ ∞

0
d|t| fIP (xIP , t) . (3.51)

Usando Eq. (3.41), o fluxo pode ser escrito como [104],

f̃IP (xIP ) ∼ 1

b0 + 2α′
IP ln 1

xIP

x
1−2αIP (0)
IP . (3.52)

Em medidas práticas, a integração em t na Eq. (3.51) tem um intervalo limitado devido
às condições experimentais.

Em geral, introduz-se uma estrutura partônica para FD
2 , apesar das posśıveis incon-

sistências conceituais. Em ordem dominante, a função de estrutura do Pomeron é escrita
como uma superposição de distribuições de quarks e antiquarks no Pomeron,

F IP
2 (β,Q2) =

∑

q, q̄

e2q β q
IP (β,Q2) . (3.53)

A variável β é interpretada como a fração de momento do Pomeron portada por seus
constituintes partônicos e qIP (β,Q2) é a probabilidade de encontrar dentro do Pomeron um
quark q com fração de momento β. Devemos enfatizar que esta interpretação só tem sentido
apenas se pudermos especificar sem ambiguidade a probabilidade de encontrar um Pomeron
no próton (fluxo do Pomeron) e assumirmos que o Pomeron seja uma part́ıcula real. Como
parece que este não é o caso, a representação acima pode apenas ser tomada como uma
abordagem puramente fenomenológica.

Quando β aumenta, o termo IP IP IR torna-se importante e a função de estrutura do
Pomeron adquire uma contribuição ∼ β1/2. Quando a energia do sistema γ∗p, W 2, não
assume valores muito altos implicando em xIP não tão pequeno, pode haver correções não-
difrativas importantes às seções de choque γ∗p → Xp surgindo dos diagramas IR IR IP e
IR IR IR. A contribuição não-difrativa (ND) é escrita como [104],

W 2 dσND
γ∗p

dM2 dt
= AIRIRIP (t)(W 2)2αIR(t)−1(M2 +Q2)αIP (0)−2αIR(t)

+ AIRIRIR(t)(W 2)2αIR(t)−1(M2
X +Q2)αIR(0)−2αIR(t) , (3.54)

e em termos da variável xIP (cujo nome não é mais apropriado agora, uma vez que o que é
trocado neste caso é um reggeon subdominante, e não um Pomeron),

dσND
γ∗p

dM2 dt
=

1

16π2
|gIR(t)|2 x1−2αIR(t)

IP

[

AIRIRIP (Q2)β1−αIP (0) + AIRIRIR(Q2)β1−αIR(0)
]

. (3.55)
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Usando por simplicidade αIR(0) = 1/2, podemos ver que a dependência em energia dos
termos não-difrativos é dada por

dσND
γ∗p

dM2 dt
|t=0 ∼ x0

IP , W 2 dσ
ND

dM2 dt
|t=0 ∼ (W 2)0 , (3.56)

e portanto estes termos tornam-se relativamente importantes quando xIP assume valores
muito maiores que zero.

3.2.1 Modelos de Regge aplicados a DDIS

O fator de fluxo fIP/p(xIP , t) tem sido parametrizado em vários modelos fatorizáveis. Dentre
esses modelos, a normalização, múltiplos espalhamentos à troca de Pomeron e as funções
de estrutura são alguns aspectos relevantes para a descrição deste fator.

Donnachie e Landshoff [109], usando teoria de Regge e um fator de forma elástico para
o próton, propuseram que

fIP/p(xIP , t) =
(

31.5

4π2

)

(

4m2
p − 2.8t

4m2
p − t

)

(

1

xIP

)2αIP (t)−1

, (3.57)

onde a trajetória Pomeron é

αIP (t) = αIP (0) + α
′

IP t = 1 + ǫ+ 0.25t. (3.58)

O parâmetro ǫ = 0.085 fornece o coeficiente linear do Pomeron determinado dos ajustes aos
dados em pp̄ descrito no Cap. (1). Ingelman e Schlein [16] obtiveram o fator de fluxo usando
ajustes aos dados de CERN SPS pp̄ em

√
s = 540 GeV para determinar a dependência em

t e xIP , e a teoria de Regge apenas para a normalização aos dados. A parametrização tem
a seguinte forma,

fIP/p(xIP , t) = 3.4
(

e5.6t + 0.04e2t
) 1

xIP

. (3.59)

Outras parametrizações são dispońıveis, como a de Streng [110], introduzindo a forma,

fIP/p(xIP , t) =
100

16π
e−R2

N |t|
(

1

xIP

)2αIP (t)−1

, (3.60)

onde R2
N = 4.7 GeV−2. Pode-se observar que todos estes modelos predizem uma de-

pendência aproximada de
(

1
xIP

)

do fluxo, diferindo apenas na normalização total e na de-
pendência em t.

Goulianos [111], apontou que o fatores de fluxo apresentados acima não são apropriados
para descrever os dados de difração simples em reações pp̄ em altas energias das colaborações
UA4, no CERN, e E710/CDF, no Tevatron [111]. A fenomenologia correspondente usando
o procedimento de modificação do fluxo para processos difrativos no Tevatron e em HERA
foram sistematizados em [112, 113, 114]. Interpretando o fator de fluxo como uma densidade
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de probabilidade de Pomerons no hádron, o mesmo deve ser normalizado de tal forma que
nunca exceda a unidade. O fluxo unitarizado para DDIS é dado por:

funit(xIP , t) =
fRegge(xIP , t)dxIPdt

N(xmin
IP )

, (3.61)

onde

N(xmin
IP ) = 3.8

(

β

Q2

)0.23

. (3.62)

A grande discrepância entre os modelos de Regge e os dados do Tevatron para a seção
de choque total de dissociação simples pode ser entendida devido a grandes correções de
múltiplos espalhamentos à troca de Pomeron, não levadas em consideração nos modelos
de Regge. Estas são pequenas para σtot e σel, mas são grandemente amplificadas em σD

tot.
Tais efeitos foram estudados na Ref. [115], usando o modelo eikonal, onde as correções são
normalizadas aos dados de alta energia do Tevatron, mas ainda subestimando os dados de
ISR. A discordância com os dados é devido à normalização dos efeitos a partir dos dados
de mais alta energia e da desconsideração da contribuição reggeônica.

Em relação à função de estrutura, a representação partônica mais simples do Pomeron é
aquela em que sua estrutura de valência consiste de uma combinação singleto de cor como
um par quark-antiquark, ou um par de glúons [57, 58]; os mecanismos de produção de pares
QCD subseqüentemente produzem uma mistura de quarks e glúons em baixo β. O grande
momento transferido, Q2, fornece uma escala dura para a interação Pomeron-fóton. Assim
uma interpretação em QCD perturbativa da função F IP

2 (β,Q2), a função de estrutura do
Pomeron, pode ser aplicável. Em analogia com o próton, pode-se escrever a função de
estrutura do Pomeron em termos de funções de densidade de pártons, fi(β,Q

2), como

F IP
2 (β,Q2) = β

∑

i

e2i fi(β,Q
2) . (3.63)

A analogia pode ser extrapolada e usada para determinar se o Pomeron considerado com
constituintes partônicos obedece à regra de soma de momento:

∑

i

∫ 1

0
βfi(β)dβ = 1 , (3.64)

onde β é a fração de momento do Pomeron portada pelos pártons constituintes . Donnachie-
Landshof [116] argumentam que, uma vez que o Pomeron não é uma part́ıcula na camada
de massa, derivações de uma regra de soma de momento para sua função de estrutura não
são pertinentes.

Não há consenso teórico se a estrutura do Pomeron é dominada por quarks ou glúons.
Se o Pomeron consiste apenas de dois glúons [57, 58], então uma distribuição de momento
do glúon (xg = β) que satisfaz a regra de soma de momento, é

βg(β) = 6β(1 − β) . (3.65)
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Esta representa uma distribuição de glúons dura; Streng [110] sugeriu que glúons resultantes
da evolução suavizariam a distribuição, com uma posśıvel forma similar aos glúons de mar
no próton:

βg(β) = β−λ(1 − β)5 . (3.66)

A distribuição correta de glúons poderá ser uma combinação das duas, pois esta hipótese é
mais consistente com a dinâmica de evolução QCD.

Donnachie e Landshoff propuseram uma estrutura dominada por quarks com a função
densidade [116]

xqq(xq) =
1

3
Ci πxq(1 − xq) , (3.67)

onde Ci ≈ 0.2 para os quarks u e d, e Ci ≈ 0.1 para os quarks s. Este resultado foi obtido
calculando o processo γ∗IP → qq̄ e encontrou-se que o conteúdo partônico do Pomeron é
similar aos hádrons. Somando sobre os sabores u, d e s, obtém-se uma soma de momento
total ≈ 0.2, em concordância com a hipótese de violação da regra de soma de momento.

Genovese, Nikolaev e Zakharov propuseram um modelo [62] em que o fóton apresenta
flutuações em um estado hadrônico de par quark-antiquark, o qual então interage com
o próton por meio da troca de glúons não perturbativos. Os glúons podem acoplar-se
a diferentes quarks e a interação é suave. Neste modelo, a fatorização é quebrada e a
distribuição de quarks de valência e de mar no Pomeron têm diferentes dependências em
xIP .

Em valores grandes de β, há contribuição ao DIS difrativo devido aos processos diretos,
onde o fóton interage com o Pomeron como um todo e produz estados finais consistindo de
mésons vetoriais leves. A dependência em xIP de tais interações pode ser tratada usando
teoria de Regge pura, uma vez que a estrutura do Pomeron não é investigada. A dependência
em Q2 não é predita, e deve ser obtida de medidas anteriores. As predições de Regge são
feitas, parametrizando a hipótese de troca de mésons, i.e. o Modelo de Dominância Vetorial
(VDM).

O diagrama de escada gluônico pode ser considerado como um modelo perturbativo de
troca de Pomeron. A predição do formalismo de evolução BFKL da dependência da função
de estrutura F2(x,Q

2) ∝ x−λ pode ser associado à teoria de Regge, onde o expoente λ está
relacionado ao coeficiente linear do Pomeron por

λ = αIP (0) − 1 , (3.68)

fornecendo um coeficiente linear

αIP (0) ∼ 1.4 . (3.69)

Este é conhecido como o Pomeron duro ou Pomeron BFKL, tendo um coeficiente linear
muito maior que o Pomeron suave de Donnachie e Landshoff (αIP = 1.085). Convém
salientar que no Pomeron BFKL, o coeficiente angular da trajetória é α′ ≃ 0.
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3.3 Função de estrutura do Pomeron -

parametrização experimental

Neste trabalho, utilizamos a função de estrutura do Pomeron proposta pela parametrização
experimental [117]. Os autores determinam as funções de distribuição partônicas e suas
incertezas a partir de uma análise em próxima ordem dominante (next-to-leading order) da
equação DGLAP, com a seção de choque dependendo de Q2 e β. Nos seus resultados, a
distribuição de glúons carrega uma fração integrada de 70% do momento trocado no intervalo
de Q2 estudado. Para determinar as funções de estrutura difrativa (DPDFs), ajustes da
seção de choque foram considerados para a região de β ≤ 0.8. Outros cortes experimentais
são MX > 2 GeV e a região Q2 < 8.5 GeV 2 é exclúıda, pois enquanto a distribuição
de quarks é estável em qualquer intervalo de Q2 (com algumas incertezas), a distribuição
de glúons para z ≤ 0.5 aumenta sistematicamente com a variação de Q2 no intervalo de
3.5 GeV 2 e 8.5 GeV 2, mudando cerca de 40% no seu total. Acima de 8.5 GeV 2 não existe
evidência de variação na densidade de glúons, e portanto, esta região foi descartada.

Parâmetro[GeV] Valor

α
′

IP 0.06(+0.19 − 0.08) GeV−2

BIP 5.5(+2.0 − 0.7) GeV−2

αIR(0) 0.50 ± 0.10

α
′

IR 0.3(+0.8 − 0.3) GeV−2

BIR 1.6(−1.8 + 0.4) GeV−2

mc 1.4 ± 0.2 GeV-

mb 4.5 ± 0.5 GeV

α(5)
s (M2

Z) 0.118 ± 0.002

Tab. 3.1: Valores dos parâmetros fixos e incertezas, usados pelos ajustes de QCD [117].

As DPDFs são modeladas em termos de uma distribuição singleto de quarks leves Σ(z),
consistindo de quarks e anti-quarks u, d, e s com u = d = s = ū = d̄ = s̄, e a distribuição de
glúons g(z), onde z é a fração de momento longitudinal do párton entrando no subprocesso
duro com relação à troca difrativa, com z = β para processos de baixas ordens em modelos
quark-párton e 0 < β < z para processos de altas ordens. As distribuições singletos de
quarks e glúons são parametrizadas para Q2

0 usando uma aproximação similar aplicada as
densidades partônicas do hádron [118, 119], com a forma geral

zfi(z,Q
2
0) = Aiz

Bi(1 − z)Ci (3.70)

onde i = q, g.

As DPDFs definidas em Eq. (3.70) são multiplicadas por um termo e−
0.01
1−z para garantir

que estas se anulam para z = 1, o qual é exigido para encontrar a solução das equações de
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evolução. Os parâmetros Cq e Cg podem ser negativos ou positivos, o que só irá alternar o
termo do argumento na exponencial (Eq. 3.71), não influenciando na qualidade do ajuste
ou nas DPDFs extráıdas no intervalo medido.

A dependência em xIP é parametrizada usando um fator de fluxo motivado pela teoria
de Regge,

fIP/p(xIP ,t) = AIP
eBIP t

x
2αIP (t)−1
IP

, (3.71)

onde a trajetória do Pomeron é assumida como sendo linear, αIP (t) = αIP (0) + α
′

IP t, e os
parâmetros BIP e α

′

IP e suas incertezas são obtidas dos ajustes para os dados de H1 FPS 1.
Seguindo a convenção de [120], o valor do parâmetro de normalização AIP é escolhido

para que xIP

∫ tmin
tcut

fIP/pdt = 1 e xIP = 0.003, onde |tmin| ≈ m2
px

2
p/(1 − xIP ) é o valor mı́nimo

de |t| acesśıvel cinematicamente, mp é a massa do próton e |tcut| = 1.0 GeV 2 é o limite
da medida. Para obter uma boa descrição dos dados, o fator sub-dominante IR é inclúıdo,
o qual é a trajetória mais baixa do intercepto do Pomeron e contribui significativamente
somente para pequeno β e grande xIP . Como em [120], esta contribuição é considerada para
fatorizar da mesma forma que o termo do Pomeron, e então

fD
i (x,Q2, xIP , t) = fIP/p(xIP , t)fi(β,Q

2) + nIR · fIR/p(xIP ,t)f
IR
i (β,Q2). (3.72)

O fator de fluxo fIR/p é dado por (3.71), normalizado por meio do parâmetro AIR da mesma
forma do Pomeron e com os parâmetros αIR(0), α

′

IR(0) e BIR fixos, obtidos a partir de
medidas de H1. As densidades partônicas fIR

i da troca sub-dominantes são consideradas de
uma parametrização derivada dos ajustes da função de estrutura do ṕıon [121].

Os parâmetros livres do ajuste são A, B e C, os quais determinam a distribuição singleto
de quarks e glúons (Eq.3.70), junto com αIP (0), o qual controla a dependência de xIP e
nIR, que controla a normalização da contribuição de troca sub-dominante. Esta função de
estrutura é a que foi utilizada para os resultados que serão mostrados no Caṕıtulo 4.

3.4 Processos de dissociação hadrônica difrativa -

Modelo de Ingelman-Schlein

Uma vez que se pretende estudar as interações difrativas duras, uma apresentação em de-
talhes da teoria de pólos de Regge aplicada às interações suaves (aquelas nas quais não há
ind́ıcios de atividade partônica), está além do objetivo dessa dissertação. Isto é feito com
muita propriedade em [7, 51, 101]. Entretanto, o modelo de Ingelman-Schlein, que é a base
fenomenológica de todo o desenvolvimento deste estudo, trata da difração dura como uma
reação mediada pela troca de um Pomeron, que deriva da teoria de Regge. Apresentamos,
então, uma breve introdução a essa fenomenologia, realçando o papel do Pomeron como
agente mediador das interações difrativas.

As tentativas anteriores de descrever o espalhamento difrativo baseavam-se em fenome-
nologia de Regge, onde o Pomeron é considerado o pólo de Regge dominante com uma

1 H1 Collaboration,Diffractive deep inelastic scattering with a leading proton at HERA. DESY 06-048,
submitted to Eur.Phys.J.C
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trajetória independente do processo bem definido e única [105]. A trajetória do Pomeron,
além das trajetórias secundárias, permite ajustar todo tipo de dados hadrônicos [107] (seções
de choque total e elástica). Estas trajetórias universais αR(t) formam a estrutura básica da
fenomenologia de Regge. De acordo com as análises prévias, sugere-se que a difração pode
ser descrita em termos de diagramas de triplo Regge, sem a mudança das trajetórias ou
acoplamento de hádrons. Os únicos parâmetros livres foram os acoplamentos dos reggeons
entre eles mesmos. Entretanto, os resultados mais recentes do Tevatron [122, 123] indicam
que esta representação simples não se mantém em energias muito altas. A extrapolação
da seção de choque medida no acelerador CERN Spp̄S ao intervalo de energia do Tevatron
superestima os dados.

Até o ińıcio dos anos 80, a difração hadrônica era conhecida apenas em regime suave
(baixas energias). Então, a pergunta intrigante que se colocou foi: pode haver difração
acompanhando também interações duras (altas energias)?

Em 1985, o modelo de Ingelman-Schlein [124] propõe a possibilidade de haver difração
em regime duro. Nesse caso, há uma etapa que antecede a interação partônica, na qual um
dos hádrons emite um pomeron. E é o pomeron que vai interagir com o outro hádron, via
constituintes. Esse é o caso de difração simples. A difração dupla ocorre quando ambos
os hádrons emitem pomerons, ocorrendo a reação entre os pártons dos dois pomerons,
sendo os hádrons apenas espectadores na reação. Assim, o modelo consiste em se descrever
a interação difrativa dura em duas etapas distintas, que são (Fig. 3.9):(1) emissão do
pomeron com quadrimomento t pelo hádron difratado. Note-se que esta etapa constitui o
vértice “quase-elástico” (macio) onde o hádron apenas perde parte de seu momento inicial;
(2) interação entre os pártons provenientes do pomeron e os pártons provenientes do hádron
não difratado, caracterizando uma interação dura pomeron-hádron.

Como resultado, a interação entre os pártons levaria, no exemplo da Fig. 3.9, à produção
de dijatos. Sob esta ótica, o pomeron comporta-se como uma part́ıcula, interagindo forte-
mente e por isso mesmo dotada de função de estrutura, hipótese não contemplada nos
processos suaves. Dada a hipótese da emissão do pomeron, a variável ξ = M2

X/s, que é
a fração de momento que o hádron perde ao difratar-se, é identificada no modelo como a
fração de momento carregada pelo pomeron, xIP . Define-se também a variável β = x

xIP
, que

é a fração de momento carregada por cada párton interagente do pomeron, análogo ao x
de Bjorken do caso não difrativo. Assim a função de estrutura do pomeron é denotada por
fIP (β,Q2).

Após o modelo ter sido proposto, a probabilidade de emissão do pomeron no vértice
hadrônico foi associada a uma função do tipo g(xIP , t), denominada fator de fluxo. Então,
a seção de choque para produção difrativa dura num processo pp̄ é dada por

d2σjj

dtdM2
X

=
d2σsd

dtdM2
X

σpIP→jj

σpIP→X
(3.73)

A parte dura, descrita pela QCD está contida em σpIP→jj, enquanto que a parte suave, que
é a remanescente na Eq. (3.73), será identificada como o fator de fluxo de pomerons. O
modelo, como proposto, deixa alguns pontos cruciais em aberto: o que se deve usar para
função de estrutura e o fator de fluxo do Pomeron? Embora as idéias que constituem o mo-
delo fossem bastante simples e ainda faltassem respostas para estas questões, o modelo de
Ingelman-Schlein foi extremamente relevante (e na verdade tem sido até os dias de hoje) no
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Fig. 3.9: Representação esquemática do modelo de Ingelman-Schlein: (a) troca de um Po-
meron levando à produção de um sistema hadrônico X. (b) Espalhamento duro
párton-párton no sistema Pomeron-próton. (c) Topologia do processo de espal-
hamento, vista do sistema de centro de massa. Na figura, pf representa o próton
difratado, J os dijatos observados e S os jatos espectadores.

desenvolvimento da difração dura. Isso porque esse modelo ousou propor a descrição de um
fenômeno antes mesmo de haver qualquer evidência experimental de que ele pudesse ocorrer.
E tornou-se ainda mais importante três anos mais tarde, quando a colaboração UA8[125]
divulgou a descoberta experimental dos primeiros jatos produzidos difrativamente em pro-
cessos pp̄, no CERN SPS-collider. Porém, o modelo de Ingelman-Schlein cometia ao mesmo
tempo um acerto - confirma-se que difração dura existe - e um erro - a previsão quantitativa
está errada. Na verdade, UA8 detectou cerca de sete vezes menos dijatos em eventos difra-
tivos do que havia sido previsto. Vale notar, porém, que em 1985, as informações que se
tinha a respeito da função de estrutura e do fator de fluxo eram bastante escassas, de modo
que a escolha dos autores foi: (a) para o fator de fluxo, uma parametrização de dados [125];
(b) para a função de estrutura do pomeron, duas hipóteses foram consideradas, sendo em
ambas o pomeron constitúıdo apenas por glúons. Em um caso, apenas dois glúons dividindo
igual fração de momento, xG(x) = 6x(1 − x) e em outro caso um pomeron composto de
muitos glúons, xG(x) = 6(1 − x)5.
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3.5 Correções de múltiplos espalhamentos de

Pomerons

A investigação de processos difrativos em altas energias fornece importante informação
sobre a estrutura dos hádrons e seus mecanismos de interação. Os processos difrativos
duros, tais como a produção difrativa de W e de jatos, permite o estudo do balanço da
dinâmica de curta e longas distâncias dentro da QCD. A existência de uma escala dura dá
a normalização do termo correspondente ao diagrama de Born do processo, ou seja, aquele
para o processo de dissociação difrativa simples (troca de apenas um Pomeron). Estes
processos são caracterizados pela existência de uma grande lacuna na rapidez, representado
pela troca do Pomeron. Em altas energias, há importantes contribuições dos efeitos de
unitarização.

No Cálculo de Regge (no canal t), estes efeitos são descritos pelos diagramas da troca
de múltiplos-Pomerons. Tais diagramas levam a uma forte violação tanto da fatorização de
Regge e de fatorização dura, as quais são válidas apenas para os diagramas de Born. Há
algum tempo, estudos teóricos têm revelado que esta fatorização não se mantém necessaria-
mente para os processos de produção difrativa. A supressão da seção de choque de Born para
a troca de um único Pomeron devido as contribuições de mútiplos Pomerons depende, em ge-
ral, do processo QCD duro particular. Nas energias do Tevatron,

√
s = 1.8 TeV, a supressão

está no intervalo entre 0.05–0.2 [115, 126, 127, 128]. O cálculo deste efeito dá um entendi-
mento quantitativo [126] da supressão observada experimentalmente da seção de choque da
produção simples de jatos no Tevatron [129] quando comparados às predições baseadas nos
resultados de DESY-HERA[69]. A comparação faz uso das distribuições partônicas do Po-
meron determinadas dos dados de HERA. Estas densidades partônicas têm alguma incerteza
(especialmente para o conteúdo gluônico do Pomeron). Atualmente, os processos difrativos
estão atraindo muita atenção como uma maneira de estender os programa de pesquisa nos
colisores de prótons, incluindo novos estudos de f́ısica além do modelo padrão. Portanto,
o tratamento correto dos efeitos de unitarização (screening) é crucial para a robustez das
predições teóricas das seções de choque para estes processos.

3.5.1 A probabilidade de sobrevivência da lacuna de rapidez

O estudo da probabilidade de sobrevivência de uma grande lacuna (gap) na rapidez (GGR)
é atualmente um objeto de intenso interesse teórico e experimental. Sua importância está
no fato de que análises sistemáticas da GGR abrem a possibilidade de extrair nova f́ısica dos
processos de difração dura [130]. Nas energias do Tevatron, aproximadamente 40 % de σtot

é descrita por processo difrativo. Uma determinação consistente do fator de sobrevivência
< |S|2 > permite reduzir a incerteza teórica na taxa de eventos de produção central de
bósons (como Higgs, por exemplo) com lacunas de rapidez [131, 132]. Essas lacunas são
definidas como regiões do espaço de fase sem part́ıculas produzidas no estado final. Um
exemplo de lacuna de rapidez para a produção de W pode ser visto nas Fig. (3.10) e (3.11).

Foi sugerido que a observação dessas lacunas pode servir como uma assinatura para a
produção de sistemas singletos de cor via fusão de bósons eletrofracos. < |S|2 > relaciona a
taxa do cálculo teórico de uma grande lacuna de rapidez fLAC com as taxas medidas FLAC ,
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Fig. 3.10: Processo de interação de produção W −W em colisões pp, com a presença da
lacuna de rapidez no estado final (difração dupla).

Fig. 3.11: Processo pp̄ de difração simples como visto através do modelo Ingelman-Schlein
(esquerda), onde um Pomeron é emitido pelo antipróton, interagindo com um
dos quarks constituintes do próton, e a lacuna de rapidez vista no experimento
(direita) (difração dupla).

fLAC =< |S|2 > FLAC , onde

< |S|2 >=< |Srad(∆y = |y1 − y2|)|2 >< |Sespec(s)|2 >, (3.74)

e < |Srad(∆y)|2 > pode ser calculado usando QCD perturbativa (associada com a radiação
de freamento) e < |Sespec(s)|2 > possui natureza não perturbativa (associada com os pártons
espectadores).

Os efeitos da troca de múltiplos Pomerons são, em geral, estimados através do chamado
fator de probabilidade de sobrevivência de lacunas na rapidez. Este fator é importante
porque as lacunas na rapidez podem ser preenchidas por part́ıculas secundárias geradas
por processos de reespalhamento. O efeito pode ser descrito em termos de correções de
unitariedade ou absorção 2. O termo probabilidade de sobrevivência foi introduzido por

2 TROSHIN, S. M.; TYURIN, N. E. Energy dependence of gap survival probability and antishadowing
Talk apresentado no 16th Intern. Spin Physics Symposium, SPIN 2004, Trieste, Itália
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Bjorken [4, 5], que estimou a probabilidade usando,

S2 =

∫ |A(s, b)|2 exp [−Ω(b)] d2b
∫ |A(s, b)|2 d2b

, (3.75)

onde A(s, b) é a amplitude, no espaço de parâmetro de impacto b, do processo particular de
interesse na energia de centro de massa

√
s. A quantidade Ω é a opacidade, ou densidade

óptica, da interação dos hádrons incidentes, i[1−exp(−Ω/2)] é a amplitude de espalhamento
elástica usual no espaço de parâmetro de impacto e onde Ω/2 é frequentemente chamada de
Eikonal. Mais precisamente, devemos usar o termo fator de supressão de um processo duro
em QCD acompanhado por uma lacuna na rapidez, ao contrário de probabilidade de sobre-
vivência. Ele depende não apenas da probabilidade de sobrevivência do estado inicial, mas
é senśıvel à distribuição espacial de pártons nos hádrons incidentes e, portanto, da dinâmica
de toda a parte difrativa da matriz de espalhamento. É importante chamar a atenção que
o fator S2 não é universal, mas depende do subprocesso QCD duro e também das suas
configurações cinemáticas. Especificamente, o fator depende da natureza da troca singleto
de cor (Pomeron, bóson W/Z ou fóton) que gera a lacuna e das distribuições partônicas dos
pártons constituintes do próton no espaço de parâmetro de impacto.

Para estimar o fator S2, deve-se fazer uso de modelos hadrônicos que incluam por
construção canais difrativos. Em geral, isto deve ser feito com extensões simples do mo-
delo eikonal de um canal. Um modelo de dois canais difrativos é suficiente para descrever
as caracteŕısticas dominantes dos processos de espalhamento difrativos duros. Um modelo
simples e consistente com a descrição experimental é dado pela abordagem de Khoze-Martin-
Ryskin [126], onde assume-se que os quarks de mar e glúons ocorrem principalmente em
configurações de longa distância no próton incidente, enquanto os quarks de valência ocu-
pam predominantemente configurações de curta distância. A generalização para dois canais
difrativos da Eq. (3.75) leva a seguinte expressão,

S2 =

∫ |Aval|2 exp [−Ωval(s, b)] + |Amar|2 exp [−Ωmar(s, b)] d
2b

∫ | (Aval|2 + |Amar|2) d2b
, (3.76)

onde Aval, mar são as amplitudes de probabilidade no espaço de parâmetro de impacto dos
processos difrativos duros correspondentes aos quarks de valência e de mar (e glúons),
respectivamente. As funções Ωi podem ser parametrizadas como,

Ωi = Ki

(gIP
pp)

2 (s/s0)
∆

4πB(s)
e
− b2

4B(s) , (3.77)

com i = val, mar, e onde a inclinação da amplitude do Pomeron é B(s) = 1
2
B0 + α′(s/s0),

com s0 = 1 GeV2. De maneira consistente com o modelo de dois canais difrativos, onde
o parâmetro γ(s, b) determina a razão das transições inelásticas pelas elásticas, tem-se que
Kmar, val = 1 ± γ (com γ = 0.4). Os outros parâmetros são determinados pela descrição
global das seções de choque total, diferencial elástica e de difração suave usando o modelo
de dois canais difrativos.

Modelos mais sofisticados para o cálculo do fator de probabilidade de sobrevivência de
lacunas usam mais canais difrativos. Por exemplo, o modelo de três canais inclui produção
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difrativa simples e dupla, bem como reespalhamento elástico [115]. O preço pago pela in-
clusão de mais um canal é a dificuldade anaĺıtica na determinação do fator S2, tratável
apenas numericamente. Entretanto, a observação mais interessante é que os fatores de su-
pressão são dependentes dos valores das frações de momento xi, carregadas pelos pártons
nos hádrons incidentes, tendo implicações diretas sobre os processos difrativos em geral. Por
exemplo, a produção difrativa de W , que é o objeto de nosso estudo, é mediada predomi-
nantemente por quarks de valência no próton e, portanto, a probabilidade de sobrevivência
para este processo é comparativemente grande, com S2 = 0.2-0.3. A seguir, apresentamos o
formalismo empregado para os modelos de GGR utilizados por nós neste trabalho

3.5.2 Modelo de massa dinâmica de glúons - DGM

Luna [133] calcula a probabilidade de sobrevivência das lacunas de rapidez < |S| >2 baseado
em um modelo eikonal da QCD com uma massa dinâmica de glúons, onde esta escala de
massa dinâmica infravermelha representa o conjunto de contribuições não-perturbativas
para um espalhamento difrativo hádron-hádron. Basicamente, este modelo assume que as
distribuições de bósons W no espaço de parâmetro de impacto no hádron é o mesmo que
para os quarks. O modelo satisfaz os v́ınculos de analiticidade e unitariedade, sendo este
último satisfeito na representação eikonal, onde a seção de choque total depende da razão
ρ entre a parte real e a parte imaginária para a amplitude de espalhamento de sáıda, e a
seção de choque diferencial sendo dadas por

σtot(s) = 4π
∫ ∞

0
bdb[1 − e−χI(b,s)cosχR(b, s)],

ρ(s) =
Re i

∫

bdb[1 − eiχ(b,s)]

Im i
∫

bdb[1 − eiχ(b,s)]
, (3.78)

e

dσel

dt
(s, t) =

1

2π
|
∫

bdb[1 − eiχ(b,s)]J0(qb)|2, (3.79)

respectivamente, onde s é o quadrado da energia de CM, J0(x) é a função de Bessel do
primeiro tipo e χ(b, s) = χR(b, s)+iχI(b, s) é a função eikonal complexa. No modelo utilizado
por [133], a função eikonal é escrita como uma combinação de um termo eikonal par e um
ı́mpar relacionados pela simetria de cruzamento. Em termos dos espalhamentos próton-
próton (pp) e próton-antipróton (pp̄), esta combinação é lida como χpp̄

pp(b, s) = χ+(b, s) ±
χ−(b, s). A eikonal χ+ é escrita como uma soma de contribuições glúon-glúon, quark-glúon
e quark-quark:

χ+(b, s) = χqq(b, s) + χgq(b, s) + χgg(b, s)

= i[σqq(s)W (b;µqq) + σqg(s)W (b;µqg) + σgg(s)W (b;µgg), (3.80)

onde W (b;µ) é a função de sobreposição para o espaço de parâmetro de impacto e σij(s) são
as seções de choque dos processos elementares das colisões de quarks e glúons (i, j = q, g).
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A função sobreposição, sendo normalizada como
∫

d2bW (b;µ) = 1, está associada com a
transformada de Fourier de um fator de forma de dipolo,

W (b;µ) =
µ2

96π
(µb)3K3(µb), (3.81)

onde K3(x) é a função de Bessel modificada do segundo tipo. A eikonal χ−(b, s), que calcula
a diferença entre os canais pp e pp̄, é parametrizada como

χ−(b, s) = C−Σ
mg√
s
eiπ/4W (b;µ−), (3.82)

onde mg é a massa dinâmica do glúon e os parâmetros C− e µ− são considerados constantes.
O fator Σ é definido como

Σ =
9πᾱ2

s(0)

m2
g

, (3.83)

com a constante de acoplamento dinâmica ᾱs sendo congelada no infravermelho [134, 135,
136]. As funções eikonais χqq(b, s) e χqg(b, s), necessárias para descrever os dados, são
simplesmente parametrizadas com termos ditados pela fenomenologia de Regge:

χqq(b, s) = i
∑

A
mg√
s
W (b;µqq), (3.84)

χqg(b, s) = iΣ[A
′

+B
′

ln(
s

m2
g

)]W (b;
√
µqqµgg), (3.85)

onde A, A
′

, B
′

, µqq e µgg são parâmetros ajustados. A contribuição eikonal glúon-glúon,
que é dominante em altas energias e determina o comportamento assintótico da seção de
choque total, é escrita como χgg(b, s) ≡ σDPT

gg (s)W (b;µgg), onde

σDPT
gg (s) = C

′

∫ 1

4m2
g/s
dτFgg(τ)σ̂

DPT
gg (ŝ). (3.86)

Aqui Fgg(τ) é a função de estrutura convolúıda pelo par gg, σ̂DPT
gg (ŝ) é a seção de choque

do subprocesso e C
′

é o parâmetro ajustado. Na expressão acima é introduzido o limiar de
energia ŝ ≥ 4m2

g para os estados finais de glúons, assumindo que estes estão ilustrando os
glúons. A função de estrutura Fgg(τ) é dada por

Fgg(τ) = [g
⊗

g](τ) =
∫ 1

τ

dx

x
g(x)g(

τ

x
), (3.87)

onde g(x) é a função de distribuição de glúons, adotada como

g(x) = Ng
(1 − x)5

xJ
, (3.88)

onde J = 1 + ǫ e Ng = 1
240

(6 − ǫ)(5 − ǫ)...(1 − ǫ). As propriedades de analiticidade corretas
do modelo de amplitudes são asseguradas pela substituição de s → se−iπ/2 através das
equações (3.84), (3.85) e(3.86). Desta forma, a expressão fenomenológica usual para o fator
de sobrevivência < |S|2 > é dada por

< |S|2 >= 2π
∫ ∞

0
bdbW (b;µqq)e

−2χI (b,s). (3.89)
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3.5.3 Modelo KMR - Khoze, Martin, Ryskin

O modelo KMR [130] calcula a probabilidade de sobrevivência S2 considerando que a in-
clinação 2b do Pomeron não é fixo [137]. Utilizando três diferentes valores para 2b das
seções de choque difrativas inclusivas, os autores consideram: (i) 2b = 4 GeV −2, de acordo
com a parametrização do vértice Pomeron-próton; (ii) 2b = 5.5 GeV −2, que corresponde á
inclinação do fator de forma eletromagnético do próton, e (iii) 2b = B/2, que é a inclinação
elástica para a energia correspondente. Neste caso, os autores constroem um modelo para
o Pomeron que tenta enfatizar os efeitos mais importantes do Pomeron, os quais são: (i)
unitariedade do canal-s e uma pequena massa MX de um estado intermediário por meio da
aproximação de uma eikonal de dois canais (usando uma efetiva pequena massa de excitação
do próton N∗), (ii) alta massa MX para as dissociações simples e dupla, (iii) singularidade
mais próxima do canal-t, que é o enlace (loop) de dois ṕıons.

Em interações fortes suaves de altas energias lida-se com duas diferentes escalas hadrônicas.
Uma é dada pela massa do ṕıon e controla a periferia do próton - a então chamada nuvem
de ṕıons - referindo-se ao (iii). Devido a natureza pseudo-Goldstone do ṕıon, esta escala
(mπ) é pequena. Por alguma razão, a troca de ṕıons não é a parte mais importante da
amplitude de interação. Para pequenas distâncias, a interação é controlada por uma escala
representativa da massas de outros hádrons de aproximadamente 1 GeV. Anselm e Gribov
[137] argumentaram que o Pomeron é constrúıdo por componentes de escala grandes e pe-
quenas, que podem ser descritas por um simples polo com trajetória αIP (t) = α(0) +α

′

t. A
outra componente, inserções de laços de ṕıons, geradas pela unitariedade do canal-t, pode
ser tratada como uma correção. Elas são necessárias para descrever a região de grande bt.
Seguindo Anselm e Gribov [137], encontra-se que as correções do enlace de ṕıons modificam
a trajetória do Pomeron, gerando uma forma não linear

αIP (t) = α(0) + α
′

(t) − β2
πm

2
π

32π3
h(

4m2
π

|t| ), (3.90)

onde

h(τ) =
4

τ
F 2

π (t)[2τ − (1 + τ)3/2ln(

√
1 + τ + 1√
1 + τ − 1

) + ln
m2

m2
π

], (3.91)

com τ = 4m2
π/|t| e m = 1 GeV. O coeficiente β2

π especifica a seção de choque total ππ, e o
fator de forma do vértice ṕıon-Pomeron é dada por Fπ(t). O coeficiente β2

πm
2
π/32π3 na Eq.

(3.90) é pequeno, devido a pequena escala de mπ e a dependência de h(τ) é ı́ngreme e não
linear. Isto gera um importante efeito na inclinação B(t), dado por

B(t) =
d(lndσel/dt)

dt
(3.92)

A expressão (3.91) é renormalizada [137], sendo que

h(τ) = hπ(τ) − hπ(0) (3.93)

onde hπ(τ) denota a contribuição completa do loop de ṕıons. O valor de hπ(0) é determinado
pela região de t que é controlada pela escala m. Isto leva a uma diminuição de cerca de 0.1
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√
s[GeV] < |S|2 >DGM1 < |S|2 >DGM2 < |S|2 >BH < |S|2 >GLM1 < |S|2 >KMR

63 45.4±8.4 50.9±9.3 37.5±0.9 - -

546 34.2±8.1 39.4±8.9 26.8±0.5 - 26.0

630 33.4±8.1 38.6±8.9 26.0±0.5 - -

1800 27.6±7.8 32.6±8.8 20.8±0.3 32.6 21.0

14000 18.2±7.0 22.8±8.3 12.6±0.06 - 15.0

16000 17.7±6.9 22.6±8.2 - 22.1 -

Tab. 3.2: Probabilidade de sobrevivência < |S| >2 (em %) para colisões pp nos diferentes
modelos discutidos no texto.

no intercepto do pólo, α(0), dependendo da inclinação exata do fator de forma do ṕıon. Por
isto, os autores consideram diferentes valores para 2b, afim de tentar encontrar qual o valor
mais apropriado.

Mostramos então os valores utilizados de < |S|2 > para estes modelos e também para
outros existentes na literatura (tabela 4.1). Os valores são dados para diferentes energias
dos aceleradores [128, 130, 133]. Consideramos os modelos de DGM e KMR pelas seguintes
razões: o primeiro é o valor mais recente encontrado na literatura para o fator de sobre-
vivência da lacuna de rapidez, considerando o mesmo formalismo utilizado por Gotsman e
colaboradores [131] e estudando processos de difração simples e dupla, enquanto o segundo é
o mais utilizado, por considerar espalhamentos de part́ıculas em múltiplos canais de colisões.

3.6 Conclusão

Revisamos a descrição tanto não-perturbativa como perturbativa do processo DIS difrativo
(DDIS) no formalismo de Regge. Tratamos a fenomenologia das seções de choque totais e
os processos dissociação hadrônica difrativa (modelo IS). Sintetizamos as caracter̈ı¿1

2
sticas

da probabilidade de sobrevivência da lacuna de rapidez, dando destaque para os modelos
utilizados nesse trabalho (DGM e KMR [130, 133]).

No próximo caṕıtulo revisaremos o conceito de difração e as distribuições partônicas
difrativas, destacando a produção difrativa do bóson de gauge W . A cinemática para sua
hadroprodução, seção de choque, o seu decaimento e os cálculos para tal produção, também
serão tratados. Os resultados para a seção de choque de produção inclusiva e difrativa desse
bóson são mostrados no final do caṕıtulo, bem como uma predição para o futuro colisor
Large Hadron Collider (LHC).



Caṕıtulo 4

Hadroprodução inclusiva e difrativa
do bóson W±

Mostramos nesse caṕıtulo os nossos resultados originais para a produção inclusiva e difra-
tiva de bósons massivos W±, considerando o modelo de Ingelman-Schlein, a parametrização
experimental H1 para a funÇão de estrutura do Pomeron e distintos modelos para a pro-
babilidade de sobrevivência da lacuna de rapidez, probabilidade esta aplicada ao modelo
de Ingelman-Schlein. Revisamos a cinemática para a hadroprodução de W ′s, bem como a
sua seção de choque e o seu decaimento no canal W → eν. Os resultados são comparados
com os dados das colaborações CDF e D0, no Fermilab Tevatron. A predição para o futuro
colisor LHC também será enfatizada.

4.1 Produção de bósons vetoriais W±

Para a produção de bósons vetoriais, interessa-nos estudar a cinemática do processo de
produção do decaimento pp̄→WX → eνX, medido no Tevatron-Fermilab. O motivo prin-
cipal é a possibilidade de comparação direta dos resultados teóricos com as determinações
das razões das seções de choque inclusiva e difrativa medidas neste colisor. Também é
posśıvel realizar predições para a hadroprodução de Z0, porém, nos deteremos apenas ao
caso de W±, devido ao fato de existir um número maior de medidas para a seção de choque
desse bóson [113, 138]

4.1.1 Produção do Bóson W e seu decaimento

A descoberta dos bósons fracos no colisor pp̄ no CERN [8] forneceu uma espetacular confirmação
para a teoria de gauge eletrofraca padrão. Estes bósons (W+, W− e Z0) são detectados a
partir de seus decaimentos. No modelo padrão, W e Z decaem através de seus acoplamentos
de gauge fundamentais para quarks e léptons. O primeiro decaimento de W detectado foi
o modelo leptônico W → eν. A amplitude para o decaimento W− → e− + ν̄e é

M = −i g√
2
ǫλα(P )ū(l)γα 1

2
(1 − γ5)v(k), (4.1)

onde os momenta são mostrados na Fig. 4.1 e g é a constante de corrente carregada definida
como g = e/senθW . Calculando a média |M|2 sobre as polarizações de W e somando sobre
todos os spins dos férmions, a seguinte aproximação pode ser obtida,
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Fig. 4.1: Decaimento leptônico do modo W− → e−ν̄e.

1

3

∑

spins

|M |2 =
g2

6
(−gαβ +

P αP β

M2
W

)Tr(/lγα/kγβ(
1 − γ5

2
)),

=
g2

3
(−gαβ +

P αP β

M2
W

)(lαkβ + kαlβ − gαβk · l),

=
g2

3
(l · k + 2

P · lP · k
M2

W

) =
1

3
g2M2

W . (4.2)

Assim, a taxa de decaimento diferencial no referencial de repouso de W é

dΓ(W → eν̄e) =
1

2MW

(
1

3
g2M2

W )(2π)−2d2(PS). (4.3)

A integral no espaço de fase,
∫

d2(PS) = 1
2
π
∫

dΩ/4π = 1
2
π, leva a obtenção da largura de

decaimento parcial Γ(W → eν̄e) = 1
48π
g2MW = GF√

2

M3
W

6π
≡ Γ0

W , sendo g2 = 8M2
WGF/

√
2. O

valor da largura de decaimento parcial para MW = 80.1 GeV é Γ0
W = 0.225 GeV.

Decaimentos para os léptons µ e τ são similares. Tal como o modelo de pártons,
aproxima-se a taxa de decaimento hadrônico total pela taxa de decaimento dos pares quark-
antiquark, assumindo que este último fragmente-se em hádrons com a probabilidade 1.
Então, na aproximação de que todas as massas dos férmions possam ser desprezadas com-
paradas com MW , todos os decaimentos de léptons e quarks estão relacionados por

Γ(W → eν̄e) = Γ(W → µν̄µ) = Γ(W → τ ν̄τ ) = Γ0
W , (4.4)

Γ(W → q′q̄) = 3|Vqq′ |2Γ0
W , (4.5)

onde V é a matriz de Cabibbo. O fator 3 na taxa de decaimento para os quarks vem da
soma das três cores. Somando sobre todas as gerações de quarks NG,

∑

q
′
,q

|Vqq′ |2 =
∑

q
′

1 = NG = 3,
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a aproximação para a largura de decaimento total hadrônico nos férmions sem massa é

Γ(W → hadron) ≈ 3Γ(W → lepton) ≈ 9Γ0
W ≈ 2.1GeV. (4.6)

Assim, a largura de decaimento total de W é aproximadamente [33]

Γ(W → todos) ≈ 12Γ0
W ≈ 2.7GeV. (4.7)

Como 1 GeV = 1.52 × 1024 s−1, a meia-vida τ = 1/Γ é τ(W ) ≈ 2 × 10−25s. A fração de
ramificação (branching) do W em eν̄e é aproximadamente

B(W → eν̄e) ≈
Γ(W → eν̄e)

Γ(W → todos)
=

1

12
. (4.8)

Dos modos de decaimento hadrônico W → ūd, W → c̄s e W → t̄b, espera-se para as
contribuições dominantes que |Vud| ≈ |Vcs| ≈ |Vtb| ≈ 1 e todos os elementos da matriz
CKM sejam pequenos.

O modo de decaimento W → t̄b foi inicialmente reconhecido como um posśıvel evento
para descobrir o quark t nos colisores de hádrons, se mt < MW −mb. Para quarks pesados
como t, não podemos desprezar a massa dos quarks em comparação com MW como foi
feito acima. Correções de primeira ordem QCD multiplicam a largura hadrônica por 1 +
αs(MW )/π (desprezando-se as massas dos quarks), onde considera-se αs(MW ) = 0.12. Na
tabela 4.1 temos um resumo dos comprimentos parciais, frações de ramificação e largura de
decaimento total do W , incluindo as correções de primeira ordem.

Decaimento Largura Parcial Fração de Ramificação (%)

W → eν̄e 0.225 10.8

→ µν̄µ 0.225 10.8

→ τ ν̄τ 0.225 10.8

→ ūd 0.666 32.1

→ c̄s 0.664 32.0

→ ūs 0.035 1.7

→ c̄d 0.035 1.7

→ c̄b 0.001 0.05

→ ūb 0.000 0.00

Tab. 4.1: Larguras de decaimento parciais e frações de ramificação do bóson W para MW =
80.1 GeV, mt > MW e αs(MW ) = 0.12



Caṕıtulo 4. Hadroprodução inclusiva e difrativa do bóson W± 78

4.1.2 Cinemática do processo

No sistema de centro de massa dos pártons interagentes, os léptons produzidos emergem
com momentos transversais iguais,

ETe = ETν = ET = |pel|senθ, (4.9)

onde o ângulo θ, definido no s.c.m dos pártons, é mostrado na Fig. 4.2. A energia total nesse
sistema (com

√
ŝ) é dada por ET =

√
ŝsenθ/2. Considerando-se que os pártons incidentes

são paralelos aos hádrons, a energia transversal é a mesma e, portanto, a expressão acima

também vale para ET medida no s.c.m. dos hádrons. Definindo-se A ≡
√

ŝ
2ET

e usando a

relação trigonométrica cos2θ + sen2θ = 1, obtêm-se

cosθ = ±
√

[A2 − 1]

A
. (4.10)

Em termos das frações de momento dos pártons e do ângulo θ, as energias total e longitudinal
para o elétron são

Ee =

√
s

4
[xa(1 + cosθ) + xb(1 − cosθ)]. (4.11)

EL(e) =

√
s

4
[xa(1 + cosθ) − xb(1 − cosθ)]. (4.12)

Lembrando que ŝ = xaxbs, a rapidez do elétron, ηe, torna-se

ηe =
1

2
ln
E + EL

E − EL

=
1

2
ln[
xa

xb

1 + cosθ

1 − cosθ
] =

1

2
ln[
x2

as

ŝ

1 + cosθ

1 − cosθ
] (4.13)

ηe = ln(
xa
√

ŝ/s
) + ln

√

(
1 + cosθ

1 − cosθ
).. (4.14)

de onde derivam-se também as expressões

xa = eηe

√

ŝ

s

√

1 − cosθ

1 + cosθ
, (4.15)

xb = e−ηe

√

ŝ

s

√

1 + cosθ

1 − cosθ
.. (4.16)

Para as variáveis de Mandelstam, temos

t = (pc − pa)
2 (4.17)

→ t̂ = (pc − pa)
2 = − ŝ

2
(1 − cosθ) (4.18)

u = (pc − pb)
2 (4.19)

→ û = (pc − pb)
2 = − ŝ

2
(1 + cosθ), (4.20)
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Fig. 4.2: Representação da produção de e+ (à esquerda) e e− (à direita), provenientes do
decaimento W±

onde as variáveis com a indicação ”chapéu” referem-se ao sistema de pártons e as outras ao
sistema de hádrons.

Agora, essas expressões, (4.17) a (4.20), são dependentes de cosθ que, pela Eq. (4.10)
pode assumir dois valores. Deve-se, então, separar esses dois casos, conforme descrito abaixo.

Caso I. Escolhendo o sinal positivo em (4.10):
As variáveis tornam-se

xa =
eη

√

s/ŝ[A−
√

(A2 − 1)]
; (4.21)

xb =
e−η

√

s/ŝ[A +
√

(A2 − 1)]
; (4.22)

û = −ET

√
ŝ[A +

√

(A2 − 1)]; (4.23)

t̂ = −ET

√
ŝ[A−

√

(A2 − 1)]; (4.24)

Caso II. Escolhendo o sinal negativo em (4.10):

xa =
eη

√

s/ŝ[A+
√

(A2 − 1)]
; (4.25)

xb =
e−η

√

s/ŝ[A−
√

(A2 − 1)]
; (4.26)

û = −ET

√
ŝ[A−

√

(A2 − 1)]; (4.27)

t̂ = −ET

√
ŝ[A +

√

(A2 − 1)]; (4.28)
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4.1.3 Seção de choque para a produção de W±

Para o caso espećıfico do processo pp̄ → (W → eν)X, a energia total dos pártons inter-
agentes deve constituir exatamente a massa do bóson e, portanto, ŝ = M2

W . Então, a
variável A assume o valor A = MW/2ET e as frações de momento dos pártons, dependendo
do sinal da Eq. (4.10), são

xa = eηe
MW√
s

[A±
√

(A2 − 1)]; (4.29)

xb = e−ηe
MW√

s[A∓
√

(A2 − 1)]
; (4.30)

A seção de choque para o processo no modelo de pártons é

dσ =
∑

∫

dxa

∫

dxbfp(xa, µ
2)fp̄(xb, µ

2)
dσ̂

dt̂
(ab →W → eν)dt̂. (4.31)

Além de ŝ, a escala de evolução do processo, µ2, também é fixa em M2
W . Agora, os

únicos pártons computados nos processos elementares, que levam a produção de W± são

• para W+ → a = u e b = d̄θc ,

• para W− → a = ū e b = dθc , ou as situações inversas nas quais a→ b.

A definição dθc = dcosθc + ssenθc, com θc ≈ 130 sendo o ângulo de Cabibbo, decorre da
mistura de sabores permitidas pela teoria de Glashow-Weinberg-Salam para interações ele-
trofracas [139]. A mudança para as variáveis adequadas para a análise é feita via Jacobiano,
a partir das Eqs.(4.24), (4.28) e (4.30),

dxbdt̂ =

∣

∣

∣

∣

∣

∂xb

∂ET

∂xb

∂ηe
∂t

∂ET

∂t
∂ηe

∣

∣

∣

∣

∣

dETdηe =

√
ŝxb√

A2 − 1
dETdηe (4.32)

de onde resulta a seção de choque

dσ

dηe
=
∑

∫

dET

∫

dxafp(xa, µ
2)fp̄(xb, µ

2)

√
ŝxb√

A2 − 1
(
dσ̂

dt
)W→eν. (4.33)

Essa é uma expressão genérica para a produção de W → eν. Deve-se ainda distinguir
os casos particulares da produção do W+ e do W−. Segundo [140], por conservação de
helicidade, a produção de e+ (no decaimento W+) se dará preferencialmente na direção
do feixe de anti-prótons. Mantemos aqui a convenção adotada no Tevatron, segundo a
qual o feixe de anti-prótons é direcionado para o hemisfério negativo da rapidez. Então,
os pósitrons serão produzidos nesse hemisfério negativo, conforme esquematizado na Fig.
4.2. Nota-se que esse é o caso do sinal negativo de cosθ, Eq. (4.10), e portanto

xa =
eηMW√

s
[A +

√

(A2 − 1)]; (4.34)
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xb =
e−ηMW√

s
[A−

√

(A2 − 1)]; t̂ = −ETMW [A +
√

(A2 − 1)]. (4.35)

A seção de choque elementar para o processo é dada por [140]

dσ̂

dt̂
=
V 2

ab

πŝ2
(
GFM

2
W√

2
)2 t̂2

(ŝ−M2
W )2 + (ΓWMW )2

, (4.36)

onde Vab são os elementos da matriz CKM, ΓW é a largura de decaimento do W (= 2.12
GeV), GF é a constante de Fermi (= 1.16639 × 10−05GeV2). Usando a aproximação de
largura estreita (narrow width approximation),

1

(s−M2)2 + (ΓM)2
≈ π

MΓ
δ(s−M2). (4.37)

e levando-se ainda em conta o fator de cor (1/3), a seção de choque elementar, Eq. (4.36)
torna-se

dσ̂

dt̂
= δ(xaxbs−M2

W )
G2

F

6MWΓW
V 2

abt̂
2 (4.38)

Com (4.38) em (4.33), e resolvendo-se a integral em dxa com aux́ılio da função Delta,

dσ+

dηe

=
∑

∫

dETfp(xa, µ
2)fp̄(xb, µ

2)[
V 2

abG
2
F

6sΓW

]
t̂2√
A2 − 1

. (4.39)

Na expressão acima, valem as definições (4.34)-(4.35). Como W+ = ud̄(us̄), então
∑

fp(xa)fp̄(xb)V
2
ab = [up(xa)d̄p̄(xb) + d̄p(xa)up̄(xb)]cos

2θc +

+ [up(xa)s̄p̄(xb) + s̄p(xa)up̄(xb)]sen
2θc. (4.40)

Da mesma forma, o e− na produção de W− será produzido preferencialmente na direção
do feixe de prótons. Esse é o caso do cosθ positivo na equação (4.10), de onde seguem

xa =
eηeMW√

s
[A−

√

(A2 − 1)]; (4.41)

xb =
e−ηeMW√

s
[A+

√

(A2 − 1)]; (4.42)

û = −ETMW

[

A +
√

(A2 − 1)
]

; (4.43)

A seção de choque elementar é análoga à Eq. (4.38), com exceção do aparecimento de û
no lugar de t̂ em (4.38), como mostrado na Fig. 4.3. Então

dσ−

dηe

=
∑

∫

fp(xa, µ
2)fp̄(xb, µ

2)

[

V 2
abG

2
F

6sΓW

]

û2

√

(A2 − 1)
(4.44)
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Fig. 4.3: Processos para a produção de W+ (esquerda) e W− (direita).

onde devem ser usadas as expressões (4.41), (4.42) e (4.43). De W− = ūd(ūs),

∑

fp(xa)fp̄(xb)V
2
ab = [dp(xa)ūp̄(xb) + ūp(xa)dp̄(xb)]cos

2θc (4.45)

+[sp(xa)ūp̄(xb) + ūp(xa)sp̄(xb)]sen
2θc,

todas as funções de estrutura são calculadas na escala de evolução µ2 = M2
W .

O cálculo da seção de choque para os processos de produção no caso da interação ser
difrativa ainda não possui um tratamento definitiva.

A primeira abordagem usada para esse problema foi a utilização do Modelo de Ingelman-
Schlein [124]. Na década de 90 existiam fortes motivações experimentais para esse tipo de
modelo ser utilizado, visto que os dados para a função de estrutura difrativa na época pare-
ciam corroborar as hipóteses de fatorização de Regge e universalidade do Pomeron. Segundo
essa fenomenologia, supõe-se que, na interação difrativa AB → BX, o hádron B emite um
Pomeron, também constitúıdo por pártons. Neste caso, a fração de momento perdida pelo
hádron difratado, ξ, é transferida para o Pomeron (ξ = xIP ), e a fração de momento real-
mente utilizada na reação é β = x/xIP . Na prática, o procedimento para se escrever a seção
de choque difrativa torna-se a substituição de xbfb/B(xb, µ

2) no modelo de pártons pelo pro-
duto de convolução entre a distribuição de pártons no Pomeron, βfb/IP (β, µ2), e a taxa de
emissão de Pomerons pelo hádron, fIP/B(xIP ,t). O primeiro termo é a função de estrutura e
o segundo o fator de fluxo do Pomeron. Então

xbfb/B(xb, µ
2) =

∫

dxIP

∫

dβ
∫

dtfIP/P (xIP , t)βfb/IP (β, µ2)δ(β − xb

xIP
). (4.46)

Denotando
∫ 0
−∞ dtfIP/p(xIP , t) ≡ g(xIP ), pode-se utilizar a função Delta para resolver a inte-

gral em β:

xbfb/B(xb, µ
2) =

∫

dxIP g(xIP )βfb/IP (β, µ2), (4.47)

ou em xIP :

xbfb/B(xb, µ
2) =

∫

dβg(xIP )βfIP (β, µ2)
xIP

β
, (4.48)
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Fig. 4.4: Gráfico para a seção de choque inclusiva em função da rapidez (s = 1.8 TeV).
A curva sólida representa a produção do bóson W+, enquanto a curva tracejada
representa a produção do bóson W−.

onde a notação foi simplificada [fb/IP (β, µ2) → fIP (β, µ2)].
Esses produtos de convolução, aplicados nas expressões do modelo de pártons (para

interações hadrônicas não difrativas), levam às seções de choque para interações difrativas.
No caso, havendo emissão de um Pomeron por um próton, a seção de choque para a reação
difrativa IP p̄→W± → e±ν será dada por

dσ

dη
=
∑

∫

dxIP

xIP

g(xIP )
∫

dETfIP (xa)fp̄(xb)[
V 2

ab

6sΓW

]
t̂2(û2)√
A2 − 1

(4.49)

onde xIP é a fração de momento dos quarks do Pomeron, g(xIP ) é o fator de fluxo e

xa =
MW e

η

(
√
sxIP )

[A±
√

(A2 − 1)] (4.50)

xb =
MW e

−η

√
s

[A∓
√

(A2 − 1)] (4.51)

Obtidas as expressões das seções de choque difrativas, podemos observar que o fator de
fluxo e a função de estrutura do próton aparecem sempre juntos, de modo que a escolha do
fator de fluxo afeta diretamente a determinação da função de estrutura do Pomeron, tanto
em formato e normalização quanto na sua proporção quarks/glúons. Assim, esses dois
problemas estão intimamente relacionados, sendo de fundamental importância no cálculo
de qualquer processo difrativo.

4.2 Resultados para hadroprodução de bósons W±

4.2.1 Produção inclusiva e difrativa de W+ e W−

Apresentaremos agora nossos resultados para seção de choque de hadroprodução inclusiva e
difrativa dos bósons de gauge W+ e W− em função da rapidez η. Comparamos nossos com
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os dados das colaborações Collider Detector at Fermilab (CDF) e D0 , os quais são medidos
no intervalo de rapidez −1 < η < 1. Além disso, mostramos a predição para a seção de
choque difrativa dos bósons W para o futuro colisor Large Hadron Collider (LHC).

Começamos então com nossas predições para a seção de choque de produção inclusiva do
bóson de gauge W± (Eq 4.31)[141]. Os resultados são mostrados na Fig. (4.4) tanto para
W+ (curva sólida) quanto para W− (curva tracejada), e foram calculados para as energias
do Tevatron (

√
s = 1.8 TeV). Utilizamos a parametrização experimental para a função de

estrutura do Pomeron [117], e fizemos também testes com outras parametrizações experi-
mentais [142]. A sensibilidade em relação à seção de choque é mı́nima, ou seja, obtemos
resultados semlhantes para ambas. Nos gráficos apresentados nesse trabalho, utilizamos
somente a parametrização [117], pois esta é a mais recente na literatura.

Fig. 4.5: Seção de choque difrativa para os bósons W±, utilizando a parametrização ex-
perimental [117] para a função de estrutura do Pomeron. A curva sólida re-
presenta a seção de choque difrativa apenas com o modelo IS, enquanto as lin-
has ponto-tracejadas e pontilhadas representam os modelos de LUNA e KMR,
respectivamente.[141]

Agora, estendemos nossos resultados de produção inclusiva para a produção difrativa
(Fig. (4.5)). Primeiramente analisamos somente o processo difrativo, sem considerar qual-
quer fator de correção e utilizando somente o fluxo padrão apresentado no caṕıtulo anterior
(curvas sólidas) e a função de estrutura do Pomeron sugerida por Aktas et al. [117]. Então,
utilizando o mesmo fluxo padrão e a mesma função de estrutura, aplicamos o fator da pro-
babilidade de sobrevivência da lacuna de rapidez à seção de choque difrativa, com os valores
para o fator fornecidos pelo modelo DGM [133] (curvas ponto-tracejadas) e do modelo KMR
[130] (curvas pontilhadas), onde podemos observar que existe uma diminuição considerável
nas seções de choque de produção dos bósons W±.

Na Fig. (4.6) comparamos as seções de choque inclusiva (curva tracejada) de produção
de W+ e W− com as seções de choque difrativa (demais curvas) para produção difrativa dos
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Fig. 4.6: Comparação das seções de choque inclusivas com as seções de choque
difrativas.[141]

mesmos bósons utilizando o fator de sobrevivência da lacuna de rapidez. Torna-se claro a
existência de uma diminuição para as seções de choque de produção difrativa.

4.2.2 Comparação com os dados

A produção difrativa de W ′s é medida a partir do seu modo de decaimento W → eν. A
única medida dispońıvel é dada pela razão entre o número de eventos difrativos e os não-
difrativos. Há nessas medidas certa contaminação de eventos contendo jatos, provenientes do
subprocesso qg → Wq′, embora esses sejam produzidos numa taxa bastante inferior. Foram
detectados os léptons produzidos na reação pp̄ → W → eν no intervalo −1.1 < ηe < 1.1,
onde e indica elétron (pósitron) para o caso de produção W− (W+). O corte na energia
transversal dos léptons é de ET > 20 GeV. Exigiu-se também que as medidas estivessem
contidas na região difrativa ξ < 0.1. A taxa de produção difrativa de W ′s encontrada pela
Colaboração CDF é [113]

R(
σD

σND
) = (1.15 ± 0.55)%. (4.52)

Já para a Colaboração D0, a taxa de produção difrativa é dada por [138]

R(
σD

σND
) = (1.08 ± 0.21)%. (4.53)

Não há informação sobre o valor absoluto da seção de choque difrativa. Nossos cálculos
de

σdiff

σinc
são mostrados na tabela 4.2[141]. Como podemos ver, as curvas realizadas para o

valor KMR estão dentro da margem de erro medida por ambas Colaborações. O valor que
obtivemos está muito próximo ao medido experimentalmente, o que nos leva a concluir que
uma pequena mudança nos cálculos para ambas as parametrizações ou até mesmo o uso de
outras funções de estrutura do Pomeron poderá melhorar os resultados finais.
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Seção de choque Valor (%)

(a) Modelo IS 7.00

(b) DGM 2.12

(c) KMR 1.69

Tab. 4.2: Valores obtidos para
σdiff

σinc
utilizando o modelo IS (a) e considerando o fator de

probabilidade de sobrevivência (b e c) [141].

4.3 Predição para LHC

O Large Hadron Collider (LHC) [8] é um acelerador de part́ıculas localizado no CERN,
próximo a Genebra, na Súıça, que está sendo constrúıdo com previsão para entrar em
operação ainda este ano, mais precisamente em novembro. Este colisionador possui 27
km de um túnel localizado entre 50 e 150 metros subterrâneos e irá colidir prótons com
prótons, com energia total de 14 TeV. Seis detectores estão sendo constrúıdos no LHC,
todos localizados sob a terra. Eles são ATLAS, CMS (os maiores) LHCb, ALICE, TOTEM
e LHCf, esses últimos menores e mais espećıficos, dependendo do que irá ser medido. O
LHC pode também ser usado para colidir ı́ons pesados de chumbo (Pb) com uma energia
de 5, 5 TeV.

A Fig. (4.7) mostra nossas predições para as seções de choque difrativas para as energias
do LHC (

√
s = 14 TeV)[141]. As curvas tracejadas referem-se à seção de choque de W+

(à esquerda) e W− inclusivo (à direita), enquanto as demais referem-se à seção de choque
difrativa do mesmo bóson, para diferentes valores de probabilidade de sobrevivência da la-
cuna de rapidez (curva ponto-tracejada - modelo DGM, curva sólida - modelo KMR). Como
mostrados anteriormente, existe uma diminuição na seção de choque difrativa com o uso
dos fatores de sobrevivência da lacuna de rapidez. Além disso, nossas curvas mostram um
aumento na rapidez η dos processos, o que já era esperado, justamente devido ao aumento
na energia.

Nosso resultado para
σdiff

σinc
foi de 31.1 ± 1.6%. Ainda não são encontradas estimativas

teóricas para produção de W±, o que dificulta a avaliação de nossos resultados para o LHC.
A entrada em funcionamento do colisor CDF ainda este ano permitirá comparar nossas
estimativas com os dados extráıdos. Enquanto os dados não são extráıdos, verificamos que
o aumento na energia influencia para o valor desta razão.

4.4 Conclusão

Mostramos a cinemática e a seção de choque para para a produção de bósons vetoriais (W±),
juntamente com o seu decaimento, enfatizando a hadroprodução W → eν. Demos destaque
à produção difrativa do W e como aplicar o formalismo de Regge ao espalhamento profun-
damente inelástico difrativo (DDIS). Mostramos nossos resultados para a produção difrativa
dos bósons W± e comparamos com os dados experimentais obtidos pelas colaborações CDF
e D0. Os resultados mostram um bom acordo entre teoria e experimento. Além disso,
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Fig. 4.7: Predição para o futuro colisor Large Hadron Collider. As curvas tracejadas
referem-se à seção de choque de W+ (à esquerda) e W− (à direita) difrativa sem
correção de sobrevivência de lacuna de rapidez, enquanto as demais referem-se
à seção de choque difrativa do mesmo bóson, para diferentes valores de proba-
bilidade de sobrevivência da lacuna de rapidez (curva ponto-tracejada - modelo
DGM, curva sólida - modelo KMR)[141]

mostramos uma predição teórica para a produção difrativa de corrente carregada no futuro
colisor LHC. A seguir, mostraremos nossas conclusões gerais sobre os estudos apresentados
e as perspectivas que temos com o uso e aplicações dos nossos resultados.



Conclusão

Nesse trabalho foi apresentada a análise do espalhamento profundamente inelástico na região
de pequeno x para o processo neutrino-núcleo no formalismo de dipolos de cor. As funções
de estrutura F νN

2 , xF νN
3 , 2xF νN

1 e a quantidade ∆xF νN
3 são calculadas e comparadas com os

dados de CCFR e NuTeV pelo emprego de parametrizações para a seção de choque com uma
descrição muito boa para os dados de espalhamento profundamente inelástico ep na região
de pequeno x. O sombreamento nuclear é considerado no cálculo através do formalismo
de Glauber-Gribov. Encontra-se que os dados de pequeno x mostram a propriedade de
escalamento geométrico para a seção de choque bóson-hádron como uma função da variável
τp.

A função de estrutura F2 está de acordo com a implementação fenomenológica usando os
modelos de saturação até a região de x ≤ 0.0175, conforme esperado no regime de validade
da aproximação de dipolo de cor. As funções de estrutura xF νN

3 e 2xF νN
1 também estão de

acordo com os dados. Temos uma boa descrição para o conteúdo de quarks de mar, através
do cálculo realizado para a quantidade ∆xF νN

3 . A adição de um termo de excitação de
quark deve ainda melhorá-lo. Isto será feito em nossas próximas análises.

Embora os resultados apresentados nessa dissertação estejam em bom acordo com os da-
dos, mais investigações são necessárias. Em particular, novas medidas de função de estrutura
neutrino-núcleo em valores de x menores do que os atualmente medidos nos experimentos
dos aceleradores. Os atuais resultados também confirmam com segurança o uso do forma-
lismo de dipolos de cor para descrever a seção de choque total do neutrino para neutrinos
altamente energéticos como dominados pela contribuições de pequeno x. Nossos resultados
foram publicados em [98].

Além disso, realizamos análises fenomenológicas para os processos difrativos observados
em reações antipróton-próton, processos esses que são a produção hadrônica de W ′s. O mo-
delo teórico básico utilizado nessas análises foi o modelo de Ingelman-Schlein, que consiste de
uma composição h́ıbrida da teoria de polos de Regge com elementos de QCD perturbativa.
A teoria de polos de Regge é utilizada para dar conta da parte não-perturbativa do processo,
permitindo estabelecer o fator de fluxo de Pomerons. Tal procedimento porém não é livre de
ambiguidades. Admitindo-se que o Pomeron possui uma estrutura partônica, a QCD per-
turbativa é utilizada para se computar os processos elementares relevantes para a produção
de W ′s. Dessas análises, temos como principal conclusão que o modelo de Ingelman-Schlein
não permite obter uma descrição teórica unificada dos processos de produção difrativa medi-
dos no Tevatron a partir dos dados atualmente dispońıveis, devido ao fato de que somente a
aplicação fenomenológica desse modelo está muito acima do medido. Com o uso de correções
(no caso, a probabilidade de sobrevivência da lacuna de rapidez), obtivemos um resultado
mais de acordo com o experimento, o que corrobora nossa conclusão acima.
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Em resumo, fizemos uma análise fenomenológica para as funções de estrutura em es-
palhamento neutrino-hadron na região de pequeno-x através do formalismo de dipolos e
também uma descrição consistente de processos difrativos de produção de W ′s em colisões
hadrônicas através do modelo de Ingelman-Schlein.

O próximo passo é estudar a produção difrativa de jatos e do bóson Z0 utilizando o
mesmo procedimento adotado neste trabalho, além de analisar o comportamento difrativo
em processos de corrente carregada através do formalismo de dipolos. Com isso, poderemos
fazer uma extrapolação para o caso de produção de Higgs difrativo, sendo este último um
dos principais assuntos do momento na F́ısica de Part́ıculas.



Apêndice A

Regras de Feynman da QCD

A.1 O Lagrangiano da QCD

Na QCD os quarks e glúons estão associados a campos de interação [23, 24, 25]. Os quarks
são representados por espinores qa, onde a é o ı́ndice de cor, variando de 1 a 3 (= Nc) (O
ı́ndice espinorial foi omitido). O campo vetorial (os glúons) é representado por tAabA

A
µ = t.Aµ.

O ı́ndice µ é o ı́ndice de Lorentz. O ı́ndice A, que varia de 1 a 8 (= N2
c − 1), representa

a presença dos oito tipos diferentes de glúons. As matrizes hermitianas de traço nulo tAab

englobam a estrutura de cores desses glúons, e de suas interações com outros glúons e quarks.
O Lagrangiano clássico da cromodinâmica é [24]

Lclassico =
∑

sabores

qa(iγ
µDµ −m)abqb −

1

4
FA

µνF
µν
A , (A.1)

onde

(Dµ)ab = ∂µδab + igs(t
AAA

µ )ab , (A.2)

é a derivada covariante, m é a massa do férmion e gs é a constante de acoplamento forte.
O tensor de campo FA

µν é

FA
µν = ∂µA

A
ν − ∂νA

A
µ − gsf

ABCAB
µA

C
ν . (A.3)

As constantes de estrutura da QCD, fABC (antissimétricas sob a troca de ı́ndices), são
definidas por

[tA, tB] = ifABCtC . (A.4)

O termo do tensor de campo da QCD, ausente na QED, é o termo gsf
ABCAB

µA
C
ν . Na ex-

pansão perturbativa é através do termo FA
µνF

µν
A do Lagrangeano que são gerados os vértices

de três e quatro glúons.
Para referência, várias propriedades das matrizes de cor são sumarizadas:

Tr[tAtB] = TRδ
AB , TR =

1

2
, (A.5)

∑

A

tAabt
A
bc = CF δab , CF =

N2
c − 1

2Nc
. (A.6)
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Adicionalmente, as matrizes da representação adjunta de SU(3), TA, são dadas por

(TA)BC = −ifABC , [TA, TB] = ifABCTC , (A.7)

TrTATB =
∑

C,D

fACDfBCD = CAδ
AB , CA = Nc . (A.8)

A QCD é uma teoria de gauge, o que significa que é invariante sob as transformações [24]

qa(x) → q′a(x) = [eitAθA(x)]abqb(x) = U(x)abqb(x) , (A.9)

onde θA(x) é um conjunto de funções dependente da posição e do tempo. Para a teoria
ser invariante sob tais transformações, o campo vetorial também deve modificar-se frente a
transformação Aµ → A′

µ, tal que

D′
µq

′(x) = (∂µ + igtA′
µ)U(x)q(x) = U(x)Dµq(x) , (A.10)

de onde encontramos que

tA′
µ = U(x)tAµU

−1(x) +
i

gs

[∂µU(x)]U−1(x) . (A.11)

Portanto, o tensor de campo FA
µν transforma-se da seguinte forma

tF ′
µν = U(x)tFµνU

−1(x) . (A.12)

Verifica-se que o termo gsf
ABCAB

µA
C
ν é essencial para manter a invariância de gauge do

produto

1

4
FA

µνF
µν
A =

1

2
Tr(tFµν)(tF

µν) , (A.13)

que aparece no Lagrangiano (o traço atua nos ı́ndices de cores).
Uma das principais consequências da invariância de gauge é que a amplitude para qual-

quer processo deverá ser independente do gauge no qual o cálculo é realizado, assim podemos
escolher o gauge mais conveniente aos cálculos. No que segue, alguns posśıveis gauges co-
mumente usados serão discutidos.

Teoria de perturbação

Quando a constante de acoplamento da teoria, gs, é suficientemente pequena, então é
posśıvel calcular a interação entre as part́ıculas usando teoria de perturbação, conside-
rando que as interações são pequenas modificações da teoria livre. Usualmente, a teoria de
perturbação covariante de Feynman é utilizada, com vértices correspondendo às interações
entre quarks e glúons e propagadores para os quarks e glúons nos estados intermediários
(part́ıculas que não pertencem ao estado inicial e final). Os vértices advém dos termos do
Lagrangeano que envolvem três ou mais campos acoplados, enquanto os propagadores são
determinados a partir do inverso dos termos envolvendo somente dois campos.
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A fim de ilustrar as dificuldades que surgem na determinação dos propagadores, consi-
deremos inicialmente a situação na teoria QED. Podemos escrever

−1

4
FµνF

µν =
1

2
Aµ(gµν∂

2 − ∂µ∂ν)A
ν + deriv.tot. . (A.14)

O propagador do fóton deverá ser o inverso desta função. No espaço de momentum, escre-
vendo o propagador de uma part́ıcula com momentum k como iDνλ = i(Bgνλk2 + Ckνkλ),
devemos ter

(−gµνk
2 + kµkν)(Bgνλk2 + Ckνkλ) = δλ

µ , (A.15)

que não possui soluções. A origem do problema é a arbitrariedade no potencial vetor Aµ

devido a liberdade da transformação de gauge [Eq.(A.11)]. A solução é fixar o gauge,
adicionando um termo de fixação de gauge no Lagrangeano. Uma possibilidade é o termo
de fixação de gauge covariante, correspondendo ao gauge de Lorentz ∂µA

µ = 0:

Lfix.gauge = − 1

2λ
(∂µA

µ)2 , (A.16)

onde λ é o parâmetro de gauge. A inclusão deste termo modifica a Eq.(A.15), permitindo
que a solução para o propagador seja obtida

iDµν = − i

k2

[

gµν + (λ− 1)
kµkν

k2

]

. (A.17)

Para λ = 1 o gauge é denotado como o gauge de Feynman.
No caso de uma teoria não-abeliana como a QCD, novas complicações ocorrem, sendo

necessário adicionar ao Lagrangeano um termo correspondente aos fantasmas de Fadeev-
Popov [24]. Isto pode ser demonstrado utilizando-se o formalismo de integrais de caminho
[24]. Para os gauges covariantes introduzidos anteriormente, este é dado por

Lfantasma = ∂µη
A†(Dµ

ABη
B) (A.18)

com

(Dµ)AB = ∂µδAB + ig(tCAC
µ )AB . (A.19)

O campo ηA é um campo escalar complexo que obedece a estat́ıstica fermiônica. Este não
corresponde a uma part́ıcula real, estando presente somente nas linhas internas. Este termo
não está presente na QED pois as constantes de estrutura da QED, iTC

AB = fABC , são
efetivamente zero, de forma que os fantasmas não se acoplam a part́ıculas reais. Uma inter-
pretação f́ısica da inclusão dos campos fantasma é que eles cancelam os graus de liberdade
não-f́ısicos que de outra forma estariam presentes nos gauges covariantes. A forma (e mesmo
a presença) do termo fantasma no Lagrangeano depende da condição de gauge.

Genericamente, o Lagrangeano que será usado para obter as regras de Feynman é

Lclassico + Lfix.gauge + Lfantasma . (A.20)
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As resultantes regras de Feynman são dadas na Fig. A.1; Cada vértice deve conservar o
quadri-momentum e a amplitude de transição para uma dada reação é a soma de todos os
diagramas. Os espinores associados com as part́ıculas do estado inicial e final são

quark no estado inicial ua(p) ,

quark no estado final ua(p) ,

antiquark no estado inicial va(p) ,

antiquark no estado final va(p) ,

(A.21)

onde o ı́ndice a refere-se ao estado de cor. Como na QED, um laço fermiônico está associado
a um fator -1. Adicionalmente existem fatores combinatórios, resultando em um fator 1/2
associado ao laço gluônico.

Uma segunda classe de gauges que pode ser usada é a dos gauges axiais. O termo de
fixação de gauge é dado por

Lfix.gauge = − 1

2λ
(nµAA

µ )2 , (A.22)

o qual depende do vetor nµ, de forma que o gauge não é covariante. O propagador neste
gauge é dado por

iDAB,µν(p) = δAB
i

p2

[

−gµν +
nµpν + nνpµ

n.p
− (n2 + λp2)pµpν

(n.p)2

]

. (A.23)

A forma deste propagador é muito mais complicada que para os gauges covariantes. A
vantagem do gauge axial é que os campos fantasmas não estão presentes. Assumindo n2 = 0
e λ = 0 (gauge do cone de luz), o propagador torna-se

iDAB,µν(p) = δAB
i

p2
dµν(p, n) (A.24)

com

dµν(p, n) = −gµν +
nµpν + nνpµ

n.p
. (A.25)

O gauge do cone de luz também é denominado gauge f́ısico pois para p2 → 0 somente as
duas polarizações f́ısicas propagam-se:

nµdµν(p, n) = 0 , pµdµν(p, n) = 0 . (A.26)

Neste caso podemos então decompor dµν na soma do produto de dois vetores polarização:

dµν =
2
∑

i=1

ǫ(i)∗µ (p, n)ǫ(i)ν (p, n) , (A.27)

onde p.ǫ(i) = 0 e n.ǫ(i) = 0.
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= �ab ��g�� + (1� �) p�p�p2 + i�� ip2 + i�= �ab ip2 + i�= �ik i=p�m+ i� ����mn= �gSfabc hg��(p� q)
 + g�
(q � r)� + g
�(r � p)�i
= �ig2Sfxacfxbd �g��g
� � g��g�
��ig2Sfxadfxbc �g��g
� � g�
g����ig2Sfxabfxcd �g�
g�� � g��g�
�
= gSfabc q�
= �igStaki 
�mn

Fig. A.1: Regras de Feynman para a QCD em um gauge covariante. Os glúons são repre-
sentados por espirais, férmions por linhas sólidas e fantasmas por linhas trace-
jadas.
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Fig. A.2: Regras de Feynman contribuindo para a produção do charm em reações de cor-
rente carregada acima de O(αs). Eles são, separadamente, (a) termo de Born,
(b) emissão de glúon real ou espalhamento Compton QCD, (c) correções de
glúons virtuais e (d) fusão bóson-glúon. As contribuições suprimidas de Cabibbo
são obtidas por substituir todos os quarks s por quarks d.



Apêndice B

DIS e funções de estrutura

Tensor hadrônico e leptônico

Consideremos o DIS lépton-próton

kp→ k′X (B.1)

representado em Fig.(1.1) em primeira ordem em QED, onde k′ é o lépton espalhado e X
representa o estado hadrônico final. Considerando que k é um lépton carregado, a interação
ocorrerá através da troca de um fóton virtual.

O processo pode ser caracterizado da seguinte forma: um lépton de momento k emite
um fóton de momento q e passa a ter umm momento k′ no estado final. O próton alvo,
que porta momento p no estado inicial, transforma-se pela interação com o fóton virtual,
no estado de muitas part́ıculas X, com momento pX e massa W . O vértice superior (vértice
leptônico), é descrito completamente pela Eletrodinâmica QuÂNTICA (QED). O vértice
inferior (vértice hadrônico), que descreve a transição entre o próton e o estadode muitas
part́ıculas, não é conhecido. O ćırculo para o vértice do próton indica nossa ignorância sobre
a estrutura desse vértice.

A seção de choque diferencial para o processo é dada por

dσ =
1

|ve − vp|
m

E

m′

E ′ |M|2 dk′

(2π)3
(B.2)

A amplitude de espalhamento M para o processo lépton-próton pode ser expressa por

M = −i(2π)4δ4(pX − p− q)4παemū(k
′)γµu(k)

1

q2
< X|Jem

h |p >, (B.3)

onde αem é a constante de acoplamento eletromagnética, ū(k′)γµu(k) é a corrente leptônica
do vértice leptônico e 1/q2 é o propagador do fóton. O elemento de matriz < X|Jem

h |p >
refere-se à corrente eletromagnética entre os estados p e X.

B.1 Obtenção do tensor leptônico

Considerando um espalhamento não polarizado e inclusivo, onde somente o elétron é ob-
servado no estado final, e as variáveis naturais c = h̄ = 1, teremos que a seção de choque
diferencial inclusiva deste processo será dada por
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dσ =
2α2

q4E
LνµWνµ

dk′

E ′ (B.4)

onde

Lνµ = kνk′µ + kµk′ν − (k · k′)gνµ, (B.5)

é o tensor do vértice leptônico, adequadamente descrito pela QED, e

Wνµ =
∑

X

(2π)3δ4(pX − p− q)
E

2M
< p|Jem

ν |X >< X|Jem
µ |p > (B.6)

é o tensor associado ao vértice hadrônico. Verifica-se que a seção de choque inclusiva é dada
pela soma sobre as seções de choque para todos os posśııveis estados hadrônicos finais, sem
nenhuma seleção sobre um estado final particular

Para calcular os tensores, precisamos recordar algumas propriedades da Diracologia e
das matrizes γ, as quais são

ū = u†γ0 (B.7)

γ0† = γ0 (B.8)

γµ† = γ0γµγ0 (B.9)

(γ0)2 = γ0 (B.10)

/A = γµAµ (B.11)
[

ū(k
′

)γνu(k)
]†

=
[

ū(k)γνu(k
′

)
]

(B.12)

γ5 = ıγ0γ1γ2γ3. (B.13)

Usando esras propriedades, o tensor leptônico passa a ser descrito por

Lµν =
∑

spins

[ū(k
′

)γµu(k)][ū(k)γνu(k
′

)] (B.14)

=
∑

s′
ūs′

α (k
′

)γµ
(αβ)

∑

s

u
(s)
β (k)

¯
u

(s)
γ (k)γν(γξ)u

(s
′
)

ξ (k
′

)

Além disso, usando a relação de clausura dos spinores de Dirac,
∑

S u
(S)
α (p)ū

(S)
β (p) = (/p+m

2m
)αβ

temos que

∑

s

u
(s)
β (k)ū(s)

γ (k) = (
/k +m

2m
)αβ (B.15)

∑

s′
u(s

′
)

γ (k
′

)ū(s
′
)

α (k
′

) = (
/k
′

+m

2m
)γα.

Assim

Lµν =
∑

s
′

u
(s

′
)

ξ (k
′

)ūs
′

α (k
′

)γµ
(αβ)

∑

S

u
(s)
β (k)ū(s)

γ (k)γν
(γξ)
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= (
/k
′

+m

2m
)ξαγ

µ
(αβ)(

/k +m

2m
)βγγ

ν
(γξ)

=
1

4m2
(/k

′

+m)(ξα)γ
µ
(αβ)(/k +m)(βγ)γ

ν
(γξ)

= (
/k

′

+m

2m
)(ξα)γ

µ
(αβ)(

/k +m

2m
)βγγ

ν
(γξ). (B.16)

Usando a definição do traço, (/k
′
+m
2m

)ξαγ
µ
(αβ)(

/k+m
2m

)βγγ
ν
(γξ) = Tr(/k

′
+m
2m

γµ /k+m
2m

γν) temos

Lµν = Tr(
/k
′

+m

2m
γµ/k +m

2m
γν)

=
1

4m2
Tr[(/k

′

+m)γµ(/k +m)γν ]

=
1

4m2
Tr(/k

′

γµ/kγν + /k
′

γµmγν +mγµ/kγν +m2γµγν)

=
1

4m2
[Tr(/k

′

γµ/kγν) + Tr(/k
′

γµmγν) + Tr(mγµ/kγν) + Tr(m2γµγν)]. (B.17)

Além disso, têm se que

Tr[/k
′

γµγν ] = Tr[γβ ′
βγ

µγν ] = 0

Tr[γβk
′

βγ
µγν ] = k

′

βTr[γ
βγµγν ] = 0 (B.18)

Tr[γαγβ...γργξ = 0(odd− γ) (B.19)

Tr(mγµ/kγν) = mkβTr(γ
µγβγν) = 0 (B.20)

Tr(γµγν) =
1

2
Tr(γµγν) +

1

2
(γνγµ) (B.21)

Considerando Tr(AB) = Tr(BA) e {γµ, γ
ν} sendo o anti-comutador da matriz γµ, γν , têm

se que

2gµν ≡ {γµ, γν} (B.22)
1

2
Tr{γµ, γν}) =

1

2
Tr(2gµν) (B.23)

Tr(gµν) = 4gµν . (B.24)

Aplicando estas propriedades em (B.16), temos

Lµν =
1

4m2
{Tr(/k′

γµ/kγν) +m2Tr(gµν)}

=
1

4m2
{Tr(/k′

γµ/kγν) + 4m2gµν}

=
1

4m2
{Tr[γαk

′

αγ
µγβkβγ

ν ] + 4m2gµν}

=
1

4m2
{k′

αkβTr(γ
αγµγβγν) + 4m2gµν}

. (B.25)
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Considerando Tr(γαγβγργξ) = 4(gαβgρξ − gαρgβξ + gαξgβρ), obtemos

Lµν =
1

4m2
{k′

αkβ[4(gαµgβν − gαβgµν + gανgµβ)] + 4m2gµν}

Lµν =
1

4m2
{4k′

αkβg
αµgβν − 4k

′

αkβg
αβgµν + 4k

′

αkβg
ανgµβ + 4m2gµν}

=
1

4m2
{4k′µkν − 4k

′βkβg
µν + 4k

′

νkµ + 4m2gµν}

=
1

m2
{k′µkν + k

′νkµ − gµν(k
′ · k) +m2gµν}

=
1

m2
{k′µkν + k

′νkµ − (k
′ · k −m2)gµν}.

Desprezando a massa do elétron (m→ 0), obtemos finalmente o tensor leptônico

Lµν ≈ 1

m2
{k′µkν + k

′νkµ − (k
′ · k)gµν}. (B.26)

B.2 Obtenção do tensor hadrônico

Sendo Wµν simétrico e função dos vértices hadrônicos, a sua forma geral é constrúıda por
gµν , pµ e qµ, onde todas elas são invariantes de Lorentz. Dáı, têm-se que

Wµν = −W1gµν +
W2

M2
pµpν +W3(

pµqν + pνqµ
M2

) +
qµqν
M2

W4 (B.27)

onde W1, W2, W3 e W4 são funções escalares, dependentes de (q2, ν)

Wi = Wi(q
2, ν). (B.28)

Usando a conservação da corrente no vértice hadrônico, JµJµ = 0 −→ qµ < X|Jµ|N >=
0 e qµWµν = 0, temos

−qµgµνW1 +
W2

M2
qµpµpν +

W3

M2
(qµpµqν + qµpνqµ) + qµqµqν

W4

M2
= 0 (B.29)

−qνW1 +
W2

M2
q · ppν +

W3

M2
(q · pqν + q2pν) +

q2 · qν
M2

W4 = 0. (B.30)

Para os coeficientes qν

−W1 +
q · p
M2

W3 +
q2

M2
W4 = 0 (B.31)

e para os coeficientes pν

q · p
M2

W2 +
q2W3

M2
= 0. (B.32)
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Portanto

W3 =
q · p
M2

M2

q2
W2 =

q · p
q2

W2 = −p · q
q2

W2 (B.33)

W4 =
M2

q2
(W1 −

q · p
M2

W3) =
M2

q2
[W1 − (−(p · q)2

M2q2
W2)] (B.34)

=
M2

q2
[W1 +

(p · q)2

M2q2
W2] (B.35)

W4 =
M2

q2
W1 +

(p · q)2

q4
W2. (B.36)

Com isso,

Wµν = −gµνW1 +
pµpν

M2
W2

+
pµqν + pνqµ

M2
(−p · q

q2
W2) +

qµqν
M2

(
M2W1

q2
+

(p · q)2

q4
W2)

= (−gµνW1 +
pµpν

M2
W2 +

pµqν(−q · p)
M2q2

W2 +
pνqµ
M2q2

(−p · q)W2 (B.37)

+
qµqν
M2q2

M2W1 +
qµqν
M2

(p · q)2

q4
W2)

= (−gµν +
qµqν
q2

)W1 + [pµpν +
qµqν
q4

(p · q)2 − (pµqν + pνqµ)

q2
(p · q)]W2

M2
. (B.38)

Finalmente, temos o tensor hadrônico

Wµν = (−gµν +
qµqν

q2
)W1(q

2, ν) + (pµ − p · q
q2

qµ)(pν − p · q
q2

qν)
W2

M2
(q2, ν) (B.39)

o qual nos determina a constituição do hádron.

B.3 Obtenção das funções de onda do cone de luz

Partindo da definição da função de onda [3]

Ψλ1,λ2

λ (z, r) = V λ1,λ2

λ (z, r) − Aλ1,λ2λ(z, r) (B.40)

onde V λ1,λ2

λ (z, r) é a parte vetorial e Aλ1,λ2

λ (z, r) é a parte axial e λ1,2 são as helicidades dos
quarks interagentes.

Ambas as partes axial e vetorial dependem da helicidade λ do bóson. Se λ = ±1, tem-se
que

V λ1,λ2

λ (z, r) = −
√

2αWNC

2π
(δλ1,λ2δλ1,2λ1

[(1 − z)m+ zµ]K0(ǫr)

− i(2λ1)δλ1,−λ2e
iλφ[(1 − z)δλ,−2λ1 + zδλ, 2λ1]ǫK1(ǫr))
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(B.42)

Aλ1,λ2

λ (z, r) =

√
2αWNC

2π
[δλ1,λ2δλ,2λ1(2λ1)[(1 − z)m− zµ]K0(ǫr)

+ iδλ1,−λ2e
iλφ[(1 − z)δλ,−2λ1 ]ǫK1(ǫr)]

onde ǫ2 = z(1 − z)Q2 + (1 − z)m2 + zµ2 e Kν(x) são as funções de Bessel modificadas.
Os elementos da matriz densidade podem ser obtidos a partir de

ρλλ′ =
∑

λ1λ2

Ψλ1,λ2

λ (Ψλ1,λ2

λ′ )∗. (B.43)

Os elementos para o caso λ = λ′ = ±1 são obtidos a partir da substituição das Eqs. (B.43)
em B.40. Fazendo V − A e multiplicando por seu complexo conjugado, obtemos, para este
caso

ρ+1+1(z, r) =
8αWNC

(2π)2
(1 − z)2[m2K0(ǫr)

2 + ǫ2K1(ǫr)
2] (B.44)

ρ−1−1(z, r) =
8αWNC

(2π)2
z2[µ2K0(ǫr)

2 + ǫ2K1(ǫr)
2]. (B.45)

O caso de λ = 0 é obtido semelhante ao acima descrito, apenas com as devidas partes axiais
e vetoriais.

Assim, a partir destes elementos de matriz, podem ser obtidas as funções de estrutura
do próton demonstradas no Caṕıtulo 2.
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