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Resumo

O principal tema desenvolvido nesta tese é o estudo de efeitos nucleares na produção de
diléptons por meio do processo Drell–Yan para energias compatíveis com as de RHIC e de
LHC. Dois modelos são usados: o formalismo de dipolos de cor e omodelo de pártons com
momentum transversal intrínseco. No primeiro capítulo, uma breve introdução histórica e a mo-
tivação para o estudo são apresentadas. No Cap. 2, o espalhamento profundamente inelástico
(EPI) no modelo de pártons é revisado e são discutidas as distribuições partônicas de prótons
(CTEQ) e de nucleons (EKS, EPS08 e EPS09). O EPI no formalismo de dipolos também é
discutido. O Cap. 3 é dedicado ao embasamento teórico do formalismo de dipolos e ao estudo
das seção de choque de dipolos. As principais equações que governam a evolução de dipolos
são expostas, seguidas pelas parametrizações fenomenológicas GBW, DHJ, BUW e ABGS. Um
novo modelo é proposto: a parametrização AGBS com flutuações.Quando ajustada aos dados
de HERA, a nova parametrização não difere da antiga AGBS, indicando que flutuações não são
necessárias para descrever os dados de EPI nas presentes energias. No Cap. 4, é apresentado o
modelo de pártons no processo Drell–Yan. O formalismo é discutido em ordem dominante, em
ordem seguinte à dominante (OSD) e em OSD com momentum transversal intrínseco, já que
apenas na última possibilidade o momentum transversal do dilépton pode ser gerado de ma-
neira consistente com os experimentos. Posteriormente, o formalismo de dipolos aplicado ao
mesmo processo é debatido, que em ordem dominante possui distribuição em momentum trans-
versal consistente com os experimentos. Os resultados são cálculos para o fator de modificação
nuclear (RpA) para rapidezes negativas como função de rapidez e momentumtransversal. A
aplicação para rapidezes negativas do formalismo de dipolos é uma contribuição original, bem
como a comparação deste formalismo com o modelo de pártons com momentum transversal
intrínseco. Efeitos de grande (efeito EMC e anti-sombreamento) e de pequenox (sombrea-
mento) são observados. Mostra-se que o momentum transversal intrínseco é particularmente
importante, alterando o fator de modificação nuclear em torno de 10%. Quando as diferentes
parametrizações da seção de choque de dipolos são comparadas, a produção de diléptons não
apresenta variações significativas, indicando que ela não ésensível aos detalhes das parametri-
zações, como a possível violação de escalamento geométricopresente na parametrização DHJ.
Adicionalmente, os resultados do modelo de pártons são estendidos para rapidezes positivas e
comparados com resultados do condensado de vidros de cor. Para energias de RHIC, os forma-
lismos concordam, enquanto que para LHC, a menos que a parametrização nuclear tenha um
sombreamento muito forte (caso da EPS08), os formalismos discordam, devido aos comporta-
mentos distintos do sombreamento de glúons e do sombreamento de quarks. Como perspectiva,
é discutido o modelo unidimensional, que é uma simplificaçãodrástica da evolução de dipolos
sem deixar de incluir os efeitos de flutuações. Em particular, as possibilidades de escalamento
geométrico e escalamento difusivo nas seções de choque são discutidas.

Palavras–chave: processo Drell–Yan, efeitos nucleares, formalismo de dipolos, modelo de
pártons, cromodinâmica quântica de altas densidades. PACS:12.38-t, 13.85.Qk.



Abstract

The main topic of this thesis is the study of nuclear effects in Drell–Yan dilepton production
at RHIC and LHC energies. Two approaches are employed: the color dipole approach and the
parton model with intrinsic transverse momentum. In the first chapter, a brief introduction and
the motivation to the study are presented. Chapt. 2 reviews the deep inelastic scattering (DIS)
in the parton model and the parton distribution functions ofprotons (CTEQ) and of nucleons
(EKS, EPS08 e EPS09) are examinated. The DIS in the dipole frame is also discussed. Chapt.
3 reviews the theoretical foundations of the color dipole approach and the dipole cross section.
The main equations that drive the dipole evolution are shown, followed by the phenomenolo-
gical parameterizations GBW, DHJ, BUW, and ABGS. A new model isproposed: the AGBS
parameterization with fluctuations. When fitted to HERA data, the new parameterization does
not differ from the old AGBS, indicating that fluctuations arenot needed to reproduce DIS data
at current energies. Chapt. 4 discusses the parton model in the Drell–Yan process. This appro-
ach is considered at leading order, at next-to-leading order (NLO), and at NLO with intrinsic
transverse momentum, as only in the last case the dilepton transverse momentum distribution
can be obtained in agreement with experiments. Afterwards,the color dipole approach applied
to the process is examined, giving at leading order a transverse momentum distribution com-
patible with experiments. The results are calculations to the nuclear modification factor (RpA)
at backward rapidities as function of rapidity and transverse momentum. The use of backward
rapidities of the color dipole approach is an original contribution, as well as the comparison
of this approach with the parton model with intrinsic transverse momentum. Effects of large
(EMC effect and antishadowing) and of smallx (shadowing) are seen. It is shown that the in-
trinsic transverse momentum is particularly important, changing the nuclear modification factor
of about 10%. When different parameterizations of the dipolecross section are compared, the
dilepton production does not show significant discrepancies, suggesting the it is not sensitive
to the parametrization details, such as the possibility of geometric scaling breaking present in
DHJ parameterization. Furthermore, the parton model results are extended to forward rapidities
and compared with results of the color glass condensate. At RHIC energies, the approaches
agree, while at LHC energies, unless the nuclear parameterization shows a very strong nuclear
shadowing (EPS08 case), the approaches disagree, due to thedifferent behaviors of gluon sha-
dowing and quark shadowing. The unidimensional model, a toymodel of the dipole evolution
that includes the fluctuation effects is also investigated.Specificaly, the possibilities of geome-
tric scaling and difusive scaling in cross sections are discussed.

Keywords: Drell–Yan process, nuclear effects, dipole approach, parton model, high-density
quantum chromodynamics. PACS: 12.38-t, 13.85.Qk.
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1 Introdução

Colisões de partículas em altas energias proveram os físicosde informações sobre a estru-

tura da matéria nas menores escalas já estudadas. Nos últimos 100 anos, desde as experiências

de Hans Geiger, Ernest Marsden e Ernest Rutherford [1, 2] com partículas alfa como projé-

teis e átomos de ouro como alvos, uma sucessão de diferentes colisões revelando os detalhes

dos constituintes do Universo foi realizada. Nesta evolução, a escala do que é considerado alta

energia foi diversas vezes deslocada, acompanhando a própria evolução dos experimentos e téc-

nicas. Após a descoberta do núcleo do átomo, então composto por prótons e depois por nêutrons

também (descobertos por James Chadwick [3]), famílias completas de partículas subatômicas

foram identificadas nas décadas seguintes.

A proliferação de partículas ditas elementares levou à hipótese de que existiria alguma

subestrutura desconhecida até então, assim como os átomos puderam ser organizados na ta-

bela periódica por Dmitri Mendeleiev. Independentemente,Murray Gell-Mann [4] e George

Zweig [5,6] desenvolveram o modelo de quarks, reconhecendo:

• os léptonscomo partículas que não interagem com a força nuclear forte edesprovidas de

subestrutura (e.g. elétron, neutrino, ...) e

• oshádronscomo partículas que interagem com a força nuclear forte e comsubestrutura,

divididos em

– bárionscompostos de três quarks (e.g. nêutron, próton, ...) e

– mésonscompostos de um quark e um antiquark (e.g. píon, ...).

No início, apenas três tipos de quarks seriam identificados:up (u), down (d) e strange(s); o

próton seria formado de dois quarksup e umdown, enquanto que o nêutron, de dois quarks

downe umup. Mais tarde, três diferentes quarks seriam descobertos:charm(c), bottom(b) e

top (t).

Estudando o espalhamento profundamente inelástico (espalhamento de um elétron por um

hádron, que é revisado no Cap. 2), James Bjorken [7] previu o queé conhecido hoje como
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escalamento de Bjorken, segundo o qual a seção de choque para altas energias em colisões

hadrônicas seria independente de qualquer escala. Confirmado por experimentos, este escala-

mento seria mais facilmente explicado se os hádrons fossem compostos de partículas puntuais

livres (ou seja, que não envolvessem escala alguma). RichardFeynman [8] chamou estes cons-

tituintes de pártons e logo eles foram identificados como os quarks, já que possuíam todos os

números quânticos compatíveis. No entanto, apenas os quarks não pareciam descrever todo o

momentum dos hádrons; logo, propôs-se a existência de glúons, bósons que intermediariam a

interação entre quarks.

Qual seria a teoria que conseguiria descrever esta força nuclear forte existente entre os

quarks e mediada pelos glúons? Uma de suas características seria o confinamento: como ne-

nhum quark livre foi observado, eles estavam confinados ao interior de hádrons. Outra caracte-

rística seria a liberdade assintótica, já conhecida do escalamento de Bjorken: para altas energias,

a interação deveria desaparecer. A teoria que terminou por ser aceita foi a que é conhecida hoje

como cromodinâmica quântica, uma teoria não abeliana com grupo de simetria SU(3) para uma

nova carga, a cor. Para este fim, foi decisiva a demonstração de que teorias não abelianas eram

capazes de produzir liberdade assintótica, levada a cabo simultaneamente por David J. Gross e

Frank Wilczek [9] e por David Politzer [10].

Apesar de que se saiba que os hádrons são formados por pártons(quarks e glúons), a ma-

neira como estes pártons compõem os hádrons necessita ser investigada por colisões de hádrons.

Os pártons carregam carga de cor, enquanto os hádrons não têmcor, de tal maneira que os pár-

tons estão confinados ao interior dos hádrons. Sendo assim, aúnica maneira de estudar (“co-

lidir”) os pártons é estudando (“colidindo”) hádrons (em outras palavras, não se pode produzir

um feixe de quarks ou glúons livres). Uma grande parte dos avanços teóricos tem sido no es-

tudo das equações de evolução para a determinação da distribuições de pártons em hádrons,

tanto as equações lineares DGLAP (Dokshitzer–Gribov–Lipatov–Altarelli–Parisi [11–13]) e

BFKL (Balitsky–Fadin–Kuraev–Lipatov [14–17]) quanto não lineares, e. g., GLR (Gribov–

Levin–Ryskin [18–20]), AGL (Ayala–Gay Ducati–Levin [21–23]), que introduzem efeitos de

recombinação de glúons, necessários para a saturação partônica.

De grande interesse neste estudo foi o colisor HERA —Hadron–Elektron–Ringanlage—

no DESY, em Hamburgo, que entrou em operação em 1992 e encerrou suas operações recente-

mente, em 2007. Colidindo prótons com elétrons e pósitrons, oHERA permitiu o entendimento

da estrutura dos prótons em uma nova região cinemática, na qual os pártons carregam fração de

momentum do hádron muito pequena.

Uma alternativa à maneira de entender as colisões envolvendo hádrons como composições
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de colisões de pártons é estudar o formalismo de dipolos de cor [24–26], que é revisado no Cap.

3. Os dipolos podem ser entendidos como pares de quark e antiquark e portanto fazem parte da

cromodinâmica quântica. A amplitude de espalhamento entreum dipolo e o alvo também pode

ser o objeto de evolução das equações, como nos casos da própria BFKL, que pode ser rees-

crita no formalismo de dipolos, e da equação BK (Balitsky–Kovchegov [27–29]), que contém

efeitos de múltiplos espalhamentos. Além das equações citadas, hierarquias de equações foram

propostas, como a hierarquia de Balitsky [27], da qual a equação BK é uma aproximação de

campo médio, a hierarquia JIMWLK (Jalilian-Marian–Iancu–McLerran–Weigert–Leonidov–

Kovner [30–35]), fundamentada no condensado de vidros de cor [36, 37] e voltada novamente

a evoluir os pártons e a hierarquia de laços de pômerons [38].Esta última hierarquia possui um

termo gerador de flutuações, o que a torna muito distinta da equação BK.

A seção de choque de dipolos também pode ser obtida por meio deparametrizações feno-

menológicas, como as parametrizações GBW [39], DHJ [40,41],BUW [42] e ABGS [43], que

também são revisadas. Nesta tese e em um artigo [44], um novo modelo é proposto: a parame-

trização AGBS com flutuações. Quando ajustada aos dados de HERA, a nova parametrização

não difere da antiga AGBS, indicando que flutuações não são necessárias para descrever os da-

dos de EPI nas presentes energias e a aproximação de campo médio da equação BK é suficiente

para descrever a evolução de dipolos nas presentes energias, descartando o uso da hierarquia de

laços de pômeron por ora.

Voltando à cronologia das colisões, em 2000 entrou em operação o RHIC —Relativistic

Heavy Ion Collider— no BNL, em Upton, NY, nos Estados Unidos, com 200 GeV de energia

de centro de momentum por nucleon em colisões ouro–ouro e máximo de 400 GeV em colisões

próton–próton, além de capaz de colidir dêuteron–ouro. Acredita-se que RHIC tenha criado

uma nova fase da matéria, o plasma de quarks e glúons [45–48],no qual os quarks e os glúons

estão livres do confinamento hadrônico.

Perto de Genebra, na fronteira franco–suíça, com 27 km de circunferência e de 50 a 170

m de profundidade, o LHC —Large Hadron Collider— produziu as colisões na energia mais

alta já vista em laboratório, com 1,18 TeV por feixe em 2009 e 3,5 TeV em 2010. O LHC

poderá atingir sua energia máxima projetada produzindo colisões entre prótons a 7 TeV por

feixe nos próximos anos. Ainda estão projetadas para os anosseguintes colisões entre íons de

chumbo com 2,76 TeV por nucleon por feixe e colisões entre íons de chumbo e prótons a energia

de centro de massa de 8,8 TeV. Construído com o objetivo principal de encontrar o Bóson de

Higgs, uma importante partícula do modelo padrão ainda não observada, o LHC também trará

novos dados para a estrutura dos hádrons e fenomenologia geral de partículas de altas energias.
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O LHC possui quatro grandes experimentos (detectores): Atlas, CMS, Alice e LHCb. O

LHCb é dedicado à detecção de hádrons que contenham o quarkbottome é o único dos quatro

que não é um cilindro envolvendo o feixe, mas sim apenas cobreum semicone na direção de

um dos feixes. Os detectores Atlas e CMS são detectores geraiscom os objetivos de detectar

as particulas que indiquem a criação do bóson de Higgs no momento da colisão, estudar a

física da escala de energia de TeV, procurar evidências de nova física como a supersimetria e

também estudar colisões de íons pesados. O Atlas é maior que oCMS e os dois detectores

usam métodos distintos de detecção, mas essencialmente espera-se que os dois possuam as

mesmas capacidades. O detector Alice está focado na parte das interações fortes da física de

partículas, ou seja, a cromodinâmica quântica, especialmente em colisões nucleares. O detector

dará ênfase para partículas geradas em direções perpendiculares à do feixe, que possuem mais

energia e menor densidade.

Neste paradigma de trabalho, o processo Drell–Yan [49,50] se destaca e é estudado no Cap.

4. O processo é originado em colisões hadrônicas, principais colisões do RHIC e do LHC. Além

disso, gera diléptons, ou seja, pares de lépton e antilépton, que não interagem fortemente e por

isso carregam informação diretamente do processo, ou seja,do estado inicial do sistema. Assim,

o estudo das distribuições de pártons, em especial as de nucleons dentro de núcleos, pode ser

feito com o mínimo de interferência de outros processos que ocorrem simultaneamente em uma

colisão a altas energias. Uma maneira de estudar estas distribuições nucleares é comparando

colisões próton–próton com colisões próton–núcleo e assimidentificar os efeitos nucleares. O

Cap. 4 aprofundará a análise do processo em dois modelos diferentes: processo Drell–Yan no

referencial de momentum infinito com momentum transversal intrínseco e o formalismo de

dipolos de cor, no referencial de repouso do alvo.

O objeto principal de estudo neste trabalho é investigar a razão entre a seção de choque

para a produção de diléptons em colisões p–A e p–p e comparar as predições para esta razão

utilizando os formalismos brevemente citados no parágrafoanterior, conforme foi publicado na

Ref. 51. Esta análise vem a elucidar e confirmar resultados já obtidos e publicados usando o

próprio formalismo de dipolos na região de rapidezes negativas [52] e também a utilização do

Condensado de Vidros de Cor para a região de rapidezes positivas [53–57]. O formalismo no

referencial de momentum infinito é interessante nesta comparação pois pode ser aplicado inde-

pendentemente da região de rapidez e de maneira direta, contrário à situação dos formalismo de

dipolos e do condensado, que apenas têm aplicação em específicas regiões cinemáticas.
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2 Espalhamento profundamente
inelástico

Neste capítulo uma revisão do espalhamento profundamente inelástico (EPI) é realizada,

em específico, dos processos de espalhamento de léptons por hádrons a altas energias. O termo

vem do inglêsdeep inelastic scattering(DIS), significando que o lépton tem energia suficiente

para sondar a subestrutura (profunda) do hádron e quebrá-lo(inelástica), produzindo outras

partículas a partir dos constituintes deste. Se o hádron nãose quebra e nenhuma outra partícula

é produzida, o espalhamento é elástico.

Se o projétil é um lépton carregado, a interação dominante é aeletromagnética, mediada

por um fóton virtual. Em particular, este capítulo atém-se aos casos de espalhamento elétron–

nucleon (próton ou nêutron):

e− +N → e− +X. (2.1)

As Refs. 58–66 dão suporte a este texto.

2.1 Cinemática do EPI

O espalhamento profundamente inelástico entre lépton e hádron mediado por um fóton

virtual está ilustrado na Fig. 2.1. O sistema de unidades utilizado nos cálculos é tal quēh =

c = 1. O momentum e a massa do próton são dados porPµ e M =
√

PµPµ . Os momenta do

elétron antes e depois da emissão do fóton são rotulados porkµ ek′µ , respectivamente; a massa

do elétron é considerada desprezível. O momentum do fóton (ou a transferência de momentum)

é dado porqµ = kµ −k′µ e define-se a virtualidadeQ do fóton como:

Q2 = −q2 = qµqµ . (2.2)

A virtualidade indica a resolução com a qual o fóton sonda o alvo. Espera-se que a virtualidade

seja maior que a massa dos nucleons para que o fóton possa interagir isoladamente com os com-
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Fóton
qµ

Lépton

kµ

k′µ

Hádron

Pµ
X

Figura 2.1: Espalhamento profundamente inelástico entre lépton e hádron. O lépton interage
com o hádron por meio da troca de um fóton virtual. No estado final, há o lépton e outras
partículas, chamadas em conjunto de resíduo X.

ponentes destes. Se a virtualidade é pequena em comparação com as massas dos bósonsW± e

Z, os processos que envolvem a força fraca são preteridos com relação ao processo dominante

caracterizado pela troca do fóton virtual. O resíduo após a colisão é chamado de X (todas a par-

tículas criadas excluindo o elétron) e seu momentum dePX. A energia de centro de momentum

do sistema fóton virtual–hádron éW:

W2 = (q+P)2 = P2
X = M2

X, (2.3)

também identificada como massa invariante do estado final X.

As variáveis de Mandelstam para o EPI podem ser escritas como:

s= (P+k)2 (2.4)

t = (k−k′)2 (2.5)

u = (k−PX)2. (2.6)

As variáveis de Mandelstam são invariantes de Lorentz que relacionam energia, momentum e
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ângulo de espalhamento. A variávelt nada mais é queQ2 e a variávels, a energia de centro de

momentum do sistema hádron–elétron.

No referencial de repouso do nucleon;

Pµ = [M,0,0,0] (2.7)

kµ = [E,0,0,E] (2.8)

k′µ = [E′,E′ senθ,0,E′ cosθ], (2.9)

em queθ é o ângulo de espalhamento do elétron. Neste referencial, valem as seguintes relações:

s= M2 +2EM (2.10)

Q2 = 2EE′(1−cosθ) (2.11)

W2 = M2 +2M(E−E′)−Q2. (2.12)

Estas três variáveis são suficientes para caracterizar completamente o processo para um resíduo

X genérico.Q2 é sempre positivo — o que indica que o quadrimomentum do fótoné do tipo

espaço —,s≥ M2 e W ≥ M, já que o nucleon está no estado de energia mais baixa (sem

considerar interações fracas).

A transferência de energia do elétron ao alvo (equivalente àenergia do fóton virtual) no

referencial de repouso do alvo é dada porE−E′ — chamada de inelasticidade — e pode ser

expressa de maneira invariante de Lorentz como:

ν =
M(E−E′)

M
=

P ·q
M

. (2.13)

A razão de energia transferida 1−E′/E também pode ser expressa como a variável adimensio-

naly:

y =
P ·q
P·k. (2.14)

Uma variável muito útil — como se verá mais adiante — na descrição do espalhamento profun-

damente inelástico é a variável adimensionalx de Bjorken:

x =
Q2

2P ·q. (2.15)

A variávelx está limitada ao intervalo 0< x≤ 1, dado que:

x =
Q2

(P+q)2−M2 +Q2 =
Q2

W2−M2 +Q2 (2.16)
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e queW ≥ M. Quando o espalhamento é elástico,x = 1.

Conhecidos, apenas duas das últimas três variáveis são necessárias para descrever o fóton

virtual (a menos de seu ângulo azimutal) e, por conseguinte,descrever a cinemática do processo.

A expressão que relaciona as três variáveis é:

xy=
Q2

2P·k =
Q2

s−M2 . (2.17)

Já quey é a razão da energia transferida no referencial de repouso dohádron, valem as relações

0 < y < 1.

Finalmente, pode-se definir a variávelY, também chamada deintervalo de rapidez, dada

por:

Y = log
1
x
. (2.18)

ParaQ fixo,

lim
W→∞

x = lim
W→∞

Q2

W2−M2 +Q2 = 0. (2.19)

Então, quanto maior a energia do sistema fóton–hádron (W), menorx e maiorY.

2.2 Seção de choque inclusiva

Após a identificação das variáveis cinemáticas, o próximo passo é escrever a seção de cho-

que para um processo inclusivo, i. e., o processo no qual o resíduo X não é medido. Além disso,

soma-se sobre os estados finais de spin do elétron e faz-se a média sobre os estados iniciais de

spin do elétron e do próton; ou seja, é calculada a seção de choque sem polarização. A seção de

choque em ordem dominante no referencial de repouso do hádron é dada por:

d2σ
dE′dΩ

=
α 2

Q4

E′

E
Lµν (k,q)Wµν (P,q). (2.20)

Em funções de outras variáveis, a seção de choque torna-se:

d2σ
dxdy

= x(s−M2)
d2σ

dxdQ2 =

[

2πMν
E′

d2σ
dE′dΩ

]∣

∣

∣

∣

refer. respouso do alvo
, (2.21)

em queΩ é o ângulo sólido de espalhamento.

O tensor leptônico é calculado a partir do vértice lépton–fóton. Este vértice é calculado de
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maneira perturbativa na eletrodinâmica quântica e é dado emordem dominante por:

Lµν (k,q) =
1
2

tr
{

k′/γµk/γν}= 2
[

kµk′ν +kνk′µ −k ·k′gµν] . (2.22)

O tensor hadrônico é calculado a partir do vértice hádron–fóton. Infelizmente, este vértice

não pode ser calculado de maneira perturbativa, pois não se conhece a distribuição de carga dos

hádrons. Assim, escreve-se o tensor hadrônico:

Wµν (P,q) =
1
2

1
2π∑

X
〈N| j†ν (0)|X〉〈X| jµ(0)|N〉(2π)4δ(4)(P+q−Px), (2.23)

em que,|N〉 é o vetor de estado do nucleon ejµ(0) é o operador de corrente eletromagnética.

Usando a representação integral da delta de Dirac:

(2π)4δ(4)(P+q−PX) =
∫

d4xexp(ı(P+q−PX) ·x); (2.24)

a invariância translacional:

〈X| jµ(0)|N〉 = 〈X| jµ(x)|N〉exp(ı(P−PX) ·x) (2.25)

e a identidade∑X |X〉〈X| = 1; tem-se:

Wµν (P,q) =
1
2

1
2π

∫

d4xexp(ıq·x)〈N| j†ν (x) jµ(0)|N〉. (2.26)

Existem seis maneiras de combinar dois quadrivetores (Pµ e qν ) para compor um tensor:

PµPν , Pµqν , qµPν , qµqν , gµν e εµνρσPρqσ . O termo com o símbolo de Levi-Civitaεµνρσ

introduz quebra de simetria de paridade e só é necessário quando se considera a interação fraca.

Como o tensor leptônico é simétrico no caso de emissão de fótons por léptons, apenas termos

simétricos no tensor hadrônico contribuem:PµPν , Pµqν +qµPν , qµqν egµν . A conservação de

corrente no vértice implicaqµWµν = 0 eqνWµν = 0 e apenas duas combinações são necessárias

para descrever o tensor hadrônico:

Wµν (P,q) =

(

qµqν

q2 −gµν
)

W1(x,Q
2)

+
1

M2

(

Pµ +
qµ

2x

)(

Pν +
qν

2x

)

W2(x,Q
2). (2.27)

Os escalaresW1(x,Q2) e W2(x,Q2) são as funções de estrutura do nucleon e são importantes

justamente por descreverem a composição do alvo. Note-se que as funções de estruturaW1 eW2

têm dimensão de coordenada. Para conhecê-las, um modelo para os hádrons é necessário — o

modelo de pártons será utilizado na próxima seção com este fim.
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Após a contração dos índices dos dois tensores e a transformação para as variáveisE, E′ e

θ, a seção de choque inclusiva é dada no referencial de repousodo nucleon por:

d2σ
dE′dΩ

=
α 2

4E2sen4 θ
2

[

2sen2
θ
2

W1(x,Q
2)+cos2

θ
2

W2(x,Q
2)

]

. (2.28)

Em termos dos invariantes de Lorentzx ey a seção de choque é expressa da seguinte maneira:

d2σ
dxdy

=
8πMEα 2

Q4

[

xy2MW1(x,Q
2)+

(

1−y− Mxy
2E

)

νW2(x,Q
2)

]

. (2.29)

É usual definir as funções de estrutura adimensionais:

F1(x,Q
2) = MW1(x,Q

2) (2.30)

F2(x,Q
2) = νW2(x,Q

2). (2.31)

A seção de choque torna-se então:

d2σ
dxdy

=
4πα2

Q4 (s−M2)

[

xy2F1(x,Q
2)+

(

1−y− M2xy
s−M2

)

F2(x,Q
2)

]

. (2.32)

Desprezando-se a massa do nucleon frente aE e passando da variávely para a variávelQ,

obtém-se:

d2σ
dxdQ2 =

4πα2

Q4

[

y2F1(x,Q
2)+

(1−y)
x

F2(x,Q
2)

]

. (2.33)

Também se podem definir as funções de estrutura para as polarizações longitudinal e trans-

versal do fóton:

FL(x,Q2) = F2−2xF1 (2.34)

FT(x,Q2) = 2xF1. (2.35)

Dessa maneira, a seção de choque de fotoabsorção é dada por:

σγ∗N = σγ∗N
L +σγ∗N

T =
4π2α

Q2 [FL +FT] . (2.36)

2.3 Modelo de pártons

Na seção anterior, a seção de choque inclusiva para o espalhamento profundamente inelás-

tico foi calculada, mas a estrutura do nucleon que define a forma paraW1(x,Q2) e W2(x,Q2)

permanece desconhecida. Nos experimentos de espalhamentoprofundamente inelástico, indí-
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Fótonqµ

Lépton

kµ

k′µ

Hádron
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Pártons

pµ

pµ +qµ

X

Figura 2.2: Espalhamento profundamente inelástico visto no modelo de pártons. O fóton virtual
interage individualmente com os pártons que compõem o hádron.

cios sobre o comportamento das funções de estrutura podem ser obtidas. Em particular, no

limite de altoQ2 parax fixo, as funções de estrutura obedecem ao escalamento de Bjorken:

lim
Q→∞

F1(x,Q
2) = F1(x) (2.37)

lim
Q→∞

F2(x,Q
2) = F2(x). (2.38)

Este resultado indica que o próton é composto de partículas puntuais, chamadas de pártons, já

que as funções de estrutura não apresentam nenhuma dependência na razãoQ/Q0, em queQ0

é alguma escala característica de seus constituintes.

No espalhamento profundamente inelástico, os pártons são sondados por um fóton virtual

de grandeQ2. Este fóton virtual irá interagir com cada párton individualmente, que se compor-

tará como se estivesse livre, como mostra a Fig. 2.2. Isso é emvirtude da análise do problema no

referencial de momentum infinito, referencial no qual o momentum do hádron é muito grande.

Neste referencial, dentro do hádron os pártons desfrutam deliberdade em altas energias por

dilatação relativística do tempo. Esse comportamento da interação forte é possível devido à

variação do parâmetro de acoplamento da teoriaαs(Q2), que para escalas grandes tende a zero,
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fenômeno chamado de liberdade assintótica. Contudo, a forçaforte é suficiente para manter os

hádrons coesos e impedir que pártons sejam encontrados livres na natureza, indicando que a

interação entre pártons realmente ocorre, mas em uma escalade tempo grande comparada com

a da colisão.

A interação é entre o fóton de momentumq e o párton de momentump. Já que se usa o

referencial de momentum infinito, supõe-se que o párton é colinear ao hádron e as massas tanto

do párton e do hádron são desprezadas. A relação entre os quadrimomentap eP é:

pµ = ξ Pµ , (2.39)

em queξ é chamado de fração de momentum. Desprezando-se a massa do párton após a

absorção do fóton:

0 = (p+q)2 = 2p·q−Q2 = 2ξ P·q−Q2 (2.40)

e entãox = ξ .

O hádron pode conter várias espécies de pártons, que serão identificadas pelo índicei. O

párton pode ter fração de momentum variando de zero a um, com distribuição dada pela função

de distribuição de pártonfi(x). Se existemNi pártons do tipoi compondo o hádron, vale a

integral

∫ 1

0
fi(x)dx = Ni. (2.41)

A conservação de momentum implica:

∫ 1

0
∑
i

x fi(x)dx = 1. (2.42)

Essa igualdade não é respeitada pelos pártons conhecidos por meio do espalhamento profun-

damente inelástico, indicando que existe ao menos um tipo depárton que não carrega carga

elétrica e, portanto, não participa do EPI. Após desenvolvido o modelo, os pártons foram iden-

tificados como quarks e antiquarks — férmions que possuem carga elétrica — e glúons —

bósons neutros, responsáveis pelo que faltava do momentum.Os quarks apresentam-se em seis

sabores:up, down, strange, charm, bottome top (símbolos: u, d, s, c, b e t).

É importante ressaltar que, no modelo de pártons, as distribuiçõesfi(x) são probabilidades

e não amplitudes. A seção de choque para o espalhamento profundamente inelástico é dada
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pela soma sobre as seções de choque elásticas dos pártons constituintes:

σ =
∫ 1

0
dx∑

i
fi(x)σ̂i . (2.43)

Seŝ, t̂ e û são as variáveis de Mandelstam para o subprocesso partônico:

e− +q→ e− +q, (2.44)

a seção de choque do subprocesso pode ser escrita como:

dσ̂
dt̂

=
2πα2e2

i

ŝ2

ŝ2 + û2

t̂2 , (2.45)

em queei é a carga do párton de tipoi como razão da carga do pósitron. No presente caso,

t̂ = t = −Q2, ŝ= 2p·k = xse, como as partículas no subprocesso são consideradas sem massa,

û = −ŝ− t̂. Então:

dσ̂
dQ2 =

2πα2e2
i

Q4

[

1+

(

1− Q2

xs

)2
]

. (2.46)

Só resta combinar a seção de choque partônica com as distribuições de pártons para obter a

seção de choque do espalhamento profundamente inelástico:

dσ
dxdQ2 =

2πα2

Q4

[

1+

(

1− Q2

xs

)2
]

∑
i

e2
i fi(x). (2.47)

A equação acima, quando comparada com a Eq. 2.33, leva à constatação de que:

F1(x,Q
2) =

F2(x,Q2)

2x
(2.48)

F2(x,Q
2) = x∑

i
e2

i fi(x). (2.49)

É importante discernir dois tipos de processos citados aqui: processos macios, nos quais

a escala é pequena comparada com a massa do próton, e processoduros, nos quais a escala é

grande. A interação fóton–párton no espalhamento profundamente inelástico é um exemplo de

processo duro, que pode ser calculado perturbativamente. Já a distribuição de pártons depende

de processos macios que mantém o hádron coeso e assim não podeser calculada perturbativa-

mente. É necessário uma solução não perturbativa da cromodinâmica quântica para ter o conhe-

cimento completo das distribuições de pártons e, apesar dosavanços na CDQ na rede [67, 68],

esta solução não está disponível. Na próxima seção, serão introduzidas parametrizações para as

funções de distribuição de pártons, que completarão esta lacuna.
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2.4 Parametrizações partônicas

Neste trabalho, usaremos funções de distribuição para nucleons livres e para nucleons den-

tro de núcleos. O próton é composto por três quarks de valência (doisup e umdown). Estes

quarks podem emitir glúons que, por sua vez, podem dividir-se em pares de quark e antiquark

de qualquer sabor. Esta sequência de emissões cria uma nuvemde pártons associada ao hádron,

com momenta variados. A probabilidade de encontrar estas flutuações partônicas está relacio-

nada pelo princípio de com a energia da flutuação segundo o princípio de incerteza, logo glúons

e depois os quarks ordenados por suas massas têm probabilidades decrescentes.

O cálculo completo das distribuições partônicas é um problema da cromodinâmica quântica

não perturbativa, ainda não resolvido. Então, como uma solução fenomenológica, as funções de

distribuição de pártons são parametrizadas a partir de variados experimentos; entre estes, são de

grande importância o espalhamento profundamente inelástico e o processo Drell–Yan (tratado

no Cap. 4).

Entre as diversas parametrizações existente na literatura, podem-se citar as mais usadas:

GRV98 [69, 70]/GJR08 [71, 71] (Gluck, Jimenez-Delgado, Reya eVogt), MRST [72] (Mar-

tin, Roberts, Stirling e Thorne) e CTEQ [73–75] (The Coordinated Theoretical–Experimental

Project on QCD). Todas elas fazem a evolução na escalaQ2 com as equações de evolução

DGLAP. Neste trabalho será usada a CTEQ6.1 como função de distribuição de pártons, que

em seu ajuste levou em conta dados de uma variedade de experimentos, incluindo medidas de

H1 e ZEUS (ambos em HERA) do espalhamento profundamente inelástico de corrente neutra

e medidas de D0 (no Tevatron) de seção de choque de jatos inclusivos. A CTEQ6.1 tem sido

amplamente utilizada e testada com bons resultados, além deser a distribuição de pártons de

preferência para o cálculo de distribuições de pártons nucleares, como se verá mais adiante. A

CTEQ6.1 usa o esquema de número variável de sabores com massa nula (zero-mass variable

flavor number scheme: ZM–VFNS), no qual todos os quarks tem massa nula e são ativos apenas

quando a escala é maior que a massa limiarmq.

As distribuições de pártons para um próton livre segundo a parametrização CTEQ6.1 estão

delineadas na figura 2.3. A única fonte de antiquarks considerada é a flutuação de glúons

em pares de quark e antiquark. Estes quarks são chamados de quarks de mar, em alusão ao

mar de Dirac [76]. Os quarks de valência são então os quarks que restam, que efetivamente

fixam os números quânticos como carga e spin do próton. Os quarks do tipostrangeaparecem

apenas como quarks de mar, já que o próton tem estranheza nula(não carrega nem quarks nem

antiquarksstrangede valência). Os glúons podem ser emitidos por quarks e antiquarks e são
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Figura 2.3: Distribuições de pártons para um próton livre segundo a parametrização CTEQ6.1
multiplicadas porx. As curvas UV, DV, US, DS, SS e GL/20 representam as distribuições de
quarkup de valência, quarkdownde valência, quarkup de mar, quarkdownde mar, quark
strangede mar e de glúon (esta distribuição dividida por um fator de 20) respectivamente, para
escalaQ de 6,5 GeV.

os pártons dominantes para pequenox. Ainda que o modelo da CTEQ considere os quarks sem

massa, o modelo é ajustado para descrever os experimentos, nos quais os quarks possuem massa

e os glúons não, favorecendo a emissão destes para frações demomentum muito pequenas.

2.5 Parametrizações partônicas nucleares

Para estudar o espalhamento profundamente inelástico entre elétrons e núcleos, o proce-

dimento utilizado precisa sofrer modificações. A maneira mais simples e mais utilizada na

literatura é considerar que o espalhamento elétron–núcleoé a soma dos espalhamentos entre os

elétrons e os nucleons que compõem este núcleo. Para representar isso, apenas as funções de

distribuição de pártons são modificadas, passando a recebero nome de funções de distribuição

de pártons nucleares (f A
q , em queA é o número de massa do elemento). Então, as funções nu-
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Figura 2.4: Fatores de modificaçãoRA
q(x,Q) para as parametrizações EKS, EPS08, EPS09 e

nDS comA = 197 e escalaQ = 6,5 GeV. Fatores para quarks de valência e de mar dos tiposup
edown.

cleares são definidas para um nucleon dentro do núcleo, ou seja,x é quanto o párton carrega de

momentum do nucleon, que por sua vez tem 1/A da energia do núcleo.

As funções de distribuição de pártons nucleares usadas neste trabalho são calculadas a partir

das funções de prótons livres. Para obter então a seção de choque total, é necessário multipli-

car porA o resultado obtido. Quatro parametrizações são usadas: três fornecidas por Eskola,

Kolhinen, Paukkunen e Salgado (EKS) [77–79], EPS08 [80], and EPS09 [81] e a fornecida

por de Florian e Sassot (nDS) [82]. Todas as distribuições nucleares apresentadas aqui usam o

esquema de número variável de sabores com massa nula.

As parametrizações EKS, EPS08 e EPS09 dão a função de distribuição partônica nuclear
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Figura 2.5: Fatores de modificaçãoRA
q(x,Q) para as parametrizações EKS, EPS08, EPS09 e

nDS comA = 197 e escalaQ = 6,5 GeV. Fatores para quark do tipostrangee para glúons.

de um próton simplesmente como a função de um próton livre vezes um fator:

f A–próton
q (x,Q) = RA

q(x,Q) f p
q (x,Q). (2.50)

Para obter a distribuição de um nêutron, a simetria de isospin é usada:

f A–nêutron
q (x,Q) = RA

q′(x,Q) f p
q′(x,Q); (2.51)

em que, seq é up (ou down), q′ é down (ou up). Para outros sabores, as distribuições em

nêutrons e prótons coincidem. O objeto mais importante, entretanto, é a distribuição partônica

nuclear, dada, por exemplo, por

f A
u =

Z
A

RA
u(x,Q) f p

u (x,Q)+
A−Z

A
RA

d(x,Q) f p
d (x,Q), (2.52)

em queZ é o número atômico do núcleo.

O ajuste aos dados é feito por meio de parametrizações das condições iniciais à escalaQ0

da ordem de 1 GeV, posterior evolução emQ e comparação com os resultados dos experimen-

tos. A evolução leva em conta a conservação de número bariônico e de momentum. Como

distribuições de pártons de próton livre são usadas a GRV98 (no caso da EKS) e a CTEQ6.1 (no

caso da EPS08 e da EPS09). A EKS e a EPS08 estão disponíveis apenas em ordem dominante,

enquanto a EPS09 está disponível também em ordem seguinte à dominante.

Enquanto a EKS faz seu ajuste a dados do espalhamento profundamente inelástico entre

lépton e núcleo e também dados de produção de diléptons a partir do processo Drell–Yan, a
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EPS08 inclui dados de produção inclusiva de hádrons com grande momentum transversal e

grande rapidez do experimento BRAHMS do acelerador RHIC. Estes resultados atingem fra-

ções de momentum bem pequenas, em torno de 10−4. Estes resultados parax muito pequeno

são muito úteis para ajustar as distribuições de glúons nesta região dex. Já a EPS09, além de

avançar para a ordem seguinte à dominante, não usa esse conjunto de dados de produção de

hádrons utilizado pela EPS08, argumentando que as distribuições partônicas de prótons livres

não se ajustam bem aos resultados de colisões próton–prótoncorrespondentes, impedindo que

o ajuste aos dados de colisões hadrônicas tenha significado físico. Ao invés disso a EPS09 in-

clui dados de produção inclusiva de píons para rapidez intermediária do experimento PHENIX

(também do RHIC), comx aproximado de 10−2.

A parametrização nDS é a primeira parametrização nuclear emordem seguinte à dominante.

A parametrização obtém a função nuclear por meio de uma convolução da função de próton livre

com uma função-pesoW:

f A–próton
q (x,Q) =

∫ A

x

dy
y

Wq(y,A) f p
q

(

x
y
,Q

)

. (2.53)

A convolução apresenta muitas vantagens: e.g., por meio da transformada de Mellin:

{M f}(s) =
∫ ∞

0
xs f (x)

dx
x

, (2.54)

a evolução emQ pode ser resolvida muito mais facilmente, o que permite a aplicação à ordem

seguinte à dominante, e o intervalo dex não fica restrito a 0≤ x ≤ 1, mas a 0≤ x ≤ A. Para

ajustar as funções-pesoWq, a nDS usa a GRV como função partônica de prótons livres.

Nas Figs. 2.4 e 2.5 estão calculadas as razõesRA
q(x,Q) para as diferentes parametrizações

utilizadas comA = 197 e escalaQ = 6,5. Os seguintes efeitos nucleares (ver Ref. 83 e suas

referências para mais detalhes) podem ser observados:

• Movimento de Fermi para aproximadamentex≈ 1; corresponde a um aumento das razões

RA
q. O efeito nuclear movimento de Fermi é causado prioritariamente pelo movimento de

Fermi dos nucleons. Por hipótese, na aproximação utilizada, cada nucleon carrega 1/A

da energia do núcleo e os pártons levam fração de momentum do nucleon dada porx < 1

e, portanto, fração de momentum do núcleo igual ax/A. Em outras palavras,x é a fração

de momentum que o párton leva de um nucleon que idealmente leva exatamente 1/A da

energia do núcleo. Contudo, este não precisa ser o caso, já pode haver uma distribuição

não equitativa de energia pelos nucleons. Assim, podem existir casos em que o nucleon

possui mais energia do que 1/A da energia do núcleo e então um párton pode possuir

x > 1 e que haja um aumento de pártons comx ≈ 1. No caso limite, pártons podem
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carregar quase toda a energia do núcleo (x / A).

• Efeito EMC (European Muon Collaboration) para aproximadamente 0,3/ x/ 1; corres-

ponde a uma redução das razõesRA
q. Este foi o primeiro efeito nuclear a ser observado

pela colaboração que leva seu nome, mostrando que as funçõesde pártons nucleares são

diferentes das de prótons livres. Este efeito pode ser entendido a partir da existência

de píons que mantêm o núcleo coeso e levam parte do momentum donúcleo que seria

atribuído para cada nucleon.

• Anti-sombreamento para 0,01/ x / 0,3; corresponde a um aumento das razõesRA
q. O

efeito de anti-sombreamento é entendido como um efeito nuclear necessário para manter

as conservações de momentum (Eq. 2.42) e de número bariônico(Eq. 2.41), dado que os

outros efeitos sozinhos violariam estas equações.

• Sombreamento parax / 0,01; corresponde a uma redução das razõesRA
q. O efeito de

sombreamento é devido aos múltiplos espalhamentos: para pequenox (altas energias),

a interação pode se dar com vários nucleons. As amplitudes deespalhamento com um,

dois, três ou mais nucleons interferem reduzindo a seção de choque.

Nas Figs. 2.4 e 2.5, pode ser visto que as parametrizações EPS09 de ordem dominante

e EKS são muito similares e, por esse motivo, a EPS09 de ordem dominante não será usada

nesse trabalho. A parametrização EPS08 mostra um comportamento bem distinto das outras,

incluindo um forte sombreamento gluônico, que foi contestado para alguns valores da escala

Q como não físico na Ref. 84, dado que existe um limite para que osglúons se recombinem,

proporcional à probabilidade de que eles interajam. A parametrização nDS tem características

que não correspondem ao panorama dos efeitos nucleares expostos acima (como o aumento da

razãoRA
F2

parax muito pequeno e valores muito baixos quandox≈ 1) e por isso será abandonada

daqui em diante.

2.6 EPI no formalismo de dipolos de cor

O espalhamento profundamente inelástico pode ser estudadotambém no formalismo de

dipolos de cor, que é tratado, por exemplo, nos livros [85–87]. Nesse formalismo, o fóton é

decomposto em seus estados de Fock:

|γ∗〉 = |γ∗〉|nu+ |qq̄〉+ |qq̄g〉+ ...
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Figura 2.6: EPI no formalismo de dipolos. O fóton virtual flutua em um par de quark e antiquark
que interage com o alvo. Na figura, está representada a amplitude de espalhamento frontal.

Apenas interessam os estados que podem interagir pela forçaforte. Sendo assim, o estado mais

importante é o par de quark e antiquark, que forma um dipolo decor. O formalismo então dá

preferência ao referencial de repouso do alvo, para que o máximo de energia fique com o fóton,

a fim de que este possa se dissociar no dipolo.

As variáveis que identificam o dipolo de cor são as seguintes:x0 é a posição do quark no

plano transversal, enquantox1 é a posição do antiquark. A diferença é o tamanho do dipolo

r = x01 = x1−x0. O parâmetro de impactob, que dá a posição transversal do centro do dipolo,

é dado por:

b =
x1 +x0

2
. (2.55)

A fração de momentum do fóton carregada pelo quark éz, sobrando para o antiquark portar

fração de momentum 1−z. O momentum transversal do quark (antiquark) él (−l)

O formalismo de dipolos de cor é válido quando o tempo de dissociação do dipolo é muito

maior do que o tempo de interação com o alvo. Quando isso ocorre, o tamanho transversal

do dipolo de cor pode ser considerado fixo no momento da interação com o hádron, ou seja,

o dipolo de cor se forma muito antes de chegar ao alvo. O tempo de dissociação é estimado a
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partir do princípio de incerteza. A energia do fóton virtualé:

Eγ∗ =
√

−Q2 +q2
3 ≈ q3−

Q2

2q3
, (2.56)

em que a aproximação é feita no limite de grandeq3. As energias do quark e antiquark são

dadas por:

E1 =
√

m2
q + l2 +z2q2

3 ≈zq3 +
m2

q + l2

2zq3
(2.57)

E2 =
√

m2
q + l2 +(1−z)2q2

3 ≈(1−z)q3 +
m2

q + l2

2(1−z)q3
. (2.58)

A diferença de energia entre os estados é então:

E1 +E2−Eγ∗ =
z(1−z)Q2 +m2

q + l2

2z(1−z)q3
. (2.59)

Para que o tempo de dissociação seja grande, a diferença de energia deve ser pequena. Supondo

quem2
q+ l2 / z(1−z)Q2 e usando a aproximaçãoq3≈ q0 = Q2/(2Mx), o formalismo de dipolos

é válido quandox é pequeno:

z(1−z)Q2

2z(1−z)q3
= Mx≪ 1. (2.60)

Relembrando, parax muito pequeno, o espalhamento profundamente inelástico é dominado

pelas distribuições de glúons no modelo de pártons. No formalismo de dipolos, o dipolo de cor

irá interagir justamente com os glúons do alvo em primeira ordem.

Quando o formalismo de dipolos de cor é válido, os dipolos podem ser interpretados como

observáveis. Assim, a seção de choque inclusiva entre o fóton polarizado transversalmente (T)

ou longitudinalmente (L) e o alvo é dada pela forma fatorizada:

σγ∗N
T,L (x,Q2) =

∫

d2r
∫ 1

0
dz
∣

∣ΨT,L(r ,z;Q2)
∣

∣

2σdip(r ,x), (2.61)

em queΨT,L são as funções de onda que descrevem a formação do dipolo de cor a partir do

fóton, calculáveis na eletrodinâmica quântica e dadas por [88,89]:

|ΨT(r ,z)|2 =
2Ncα
(2π)2 ∑

i
e2

i

{

Q̃2[z2 +(1−z)2]K2
1(rQ̃)+m2

i K2
0(rQ̃)

}

(2.62)

|ΨL(r ,z)|2 =
2Ncα
(2π)2 ∑

i
e2

i 4Q2z2(1−z)2K2
0(rQ̃), (2.63)

em queQ̃2 = z(1−z)Q2+m2
i eKi é a função de Bessel modificada do segundo tipo de ordemi.

A somaΦ(r ,z,Q2) = |ΨL(r ,z,Q2)|2 + |ΨL(r ,z,Q2)|2 pode ser entendida como a densidade de
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dipolos no fóton virtual. A função de estrutura pode ser obtida no formalismo de dipolos pela

expressão:

F2(x,Q
2) =

Q2

4π2α

[

σγ∗N
T (x,Q2)+σγ∗N

L (x,Q2)
]

. (2.64)

A seção de choque de dipolo–alvoσdip(r ,x) é a seção de choque entre todos os estados

derivados do par original e o alvo. Essa seção de choque inclusiva pode ser relacionada, por

meio do teorema óptico, com a parte imaginária da amplitude de espalhamento frontalT(r ,z,b),

representada na Fig. 2.6:

σdip(r ,x) = 2
∫

d2b〈T(r ,x,bbb)〉, (2.65)

em que a média é feita sobre todas as realizações do alvo. Assumindo independência sobre o

parâmetro de impacto, a seção de choque dipolo-próton é dadapor

σdip(r ,x) = 2πR2
N〈T(r ,x)〉, (2.66)

em queRN é o raio do nucleon. Descrever a seção de choque de dipolo é um trabalho que exige

uma certa profundidade e que será realizado no próximo capítulo.

2.7 Escalamento geométrico

O escalamento geométrico é uma propriedade muito importante das seções de choque em

altas energias. Foi observado pela primeira vez nos dados deHERA de espalhamentoγ∗–
p inclusivo de pequenox [90]. O escalamento é dado pela propriedade de que a seção de

choque passa a depender apenas de uma combinação dex e Q ao invés das duas variáveis

separadamente:

σγ∗p(x,Q2) = σγ∗p
(

Q2

Q2
s(x)

)

em queQ2
s(x) é a escala de saturação. A variávelQ2

s(x) dá a escala na qual os efeitos de

saturação das distribuições partônicas tornam-se importantes (Q < Qs) e será melhor discutida

no Cap. 3. A variávelQ2
s(x) depende dex segundo a proporcionalidade:

Q2
s(x) ∝ x−λ = exp(λY),

com expoente de saturaçãoλ ≈ 0,3. O nomegeométricovem justamente desta dependência em

uma potência dex. Logo, quanto maior a rapidez, maior a escala de saturação.

Na Fig. 2.7, os dados de HERA mostram o escalamento geométrico, visto que os pontos
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Figura 2.7: Escalamento geométrico observado nos dados de HERA de espalhamentoγ∗–p
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. Figura retirada da
Ref. 90.

caem aproximadamente sobre uma linha quando plotados em função da variável de escala-

mento.
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3 Seção de choque de dipolo–alvo

Este capítulo é dedicado ao embasamento teórico do formalismo de dipolos de cor [24–26]

e ao estudo das seção de choque de dipolos. A seção de choque dedipolos é, no espalhamento

profundamente inelástico, a seção de choque entre o dipolo de cor (uma flutuação do fóton vir-

tual) e o alvo, no caso, um próton. O dipolo de cor é formado porum quark de determinada

cor e um antiquark de anticor complementar, de tal forma que acombinação da cor e da anti-

cor é branca (ou incolor). A evolução com a rapidez das seçõesde choque de dipolos e suas

parametrizações fenomenológicas são tratadas aqui.

3.1 Considerações gerais

O primeiro conceito relacionado com a seção de choque de dipolos chama-se transparência

à cor. Se a distância entre o quark e o antiquark do dipolo é muito pequena, cor e anticor estão

praticamente sobrepostas e a probabilidade de que o par interaja fortemente com o próton é

muito pequena. Então, a seção de choque de dipolos tende a zero quando o tamanho do dipolo

aproxima-se de zero.

A seção de choque de dipolos pode ser calculada perturbativamente e, em ordem dominante

emαs e para pequenox, é dada por [91,92]:

σdip(r,x) =
π2

3
αsr

2xG(x). (3.1)

Para pequenox a contribuição dos glúons do alvoG(x) é a mais importante no espalhamento

profundamente inelástico, já que os glúons são partículas sem massa e portanto são mais pro-

pensos à criação com pequena fração de momentum.

À medida que a distância entre o par de quark e antiquark (r) cresce, a seção de choque

de dipolos aumenta, pois as cargas de cor ficam mais afastadase produzem um efeito maior

interagindo com o próton. Outro efeito que aumentaσdip(r,x) é o crescimento deG(x). Se a

distribuição de glúons tem evolução emx descrita pela equação DGLAP [11–13] (o usual nas
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Figura 3.1: Cada vértice representa um fator deαs, enquanto cada laço representa um fator de
Nc. Assim, para mesma ordem emαs, diagramas planares possuem um fator deN2

c a mais do
que diagramas não planares.

z,x

1−z,y

z′,z

z,x

1−z,y

z′,z

Figura 3.2: À esquerda, a emissão de um glúon com fração de momentumz′ pelo dipolo ori-
ginal. À direita, o desdobramento de um dipolo em dois, que representa a combinação dos
diagramas de glúons emitidos pelo quark e antiquark, válidoquandoz′ ≪ z,1−z.

parametrizações), parax arbitrariamente pequeno a funçãoG(x) é arbitrariamente grande, de

maneira a tornar a seção de choque não unitária. Assim, espera-se que para algumx suficiente-

mente pequeno ocorra a saturação dos glúons. Então, correções em ordens mais altas tais como

a recombinação de glúons introduzidas na equação GLR [18–20] e na equação AGL [21–23]

e tais como a troca de múltiplos glúons entre o dipolo e o alvo precisam ser levadas em conta

para recuperar a unitariedade da teoria, tornando a seção dechoque de dipolos saturada.
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3.2 Evolução de dipolos

No formalismo de dipolos, como descrito por Mueller [24–26], o desdobramento do fóton

no dipolo de cor ocorre muito antes da colisão com o alvo. Antes dessa colisão, o dipolo de cor

inicial pode emitir glúons. A grande parte destes glúons, emaltas energias, carregam pequena

fração de momentum e serão por isso chamados de glúons macios. No limite de grande número

de coresNc, estes glúons macios podem ser substituídos por um par de quark e antiquark na

mesma posição e em um estado do octeto de cor, como está descrito na Fig. 3.1. Nos diagramas,

cada vértice representa um fator deαs, enquanto cada laço representa um fator deNc. Assim,

para mesma ordem emαs, diagramas planares possuem um fator deN2
c a mais do que diagramas

não planares e são dominantes paraNc → ∞. Na prática, se sabe que a CDQ temNc = 3 e então

desprezar os diagramas não planares representa um erro de aproximadamente 10%.

Na Fig. 3.2, podemos ver a substituição do glúon pelo par de quark e antiquark. O que

ocorre efetivamente é que o dipolo inicialx—y se desdobra em dois novos dipolosx—z ez—y.

Este desdobramento ocorre muito antes da interação com o alvo, de tal maneira que as coorde-

nadas transversais podem ser consideradas fixas no momento da interação. Mais glúons macios

podem ser emitidos pelo quark, pelo antiquark e mesmo pelos glúons. Desde que seja mantido

quez,1−z≫ z′ ≫ z′′ ≫ z′′′ ≫·· · , o formalismo é válido e o dipolo inicial se torna uma coleção

de dipolos, chamada de ônium. Os glúons não se cruzam, já que apenas diagramas planares são

considerados. Os vários estados do ônium a diferentes rapidezes podem ser relacionados por

leis diferenciais, em termos da probabilidade de interaçãocom alvo. Nesse sentido, diz-se que

o ônium pode evoluir em rapidez, ou seja, alterando as amplitudes de seus estados conforme

mudaY.

3.2.1 Hierarquia de equações de Balitsky

A hierarquia de equações de Balitsky [27] toma a rapidez como variável de evolução. Com

o aumento da rapidez, um dipolo com coordenadas transversaisx ey pode desdobrar-se em dois

dipolos por meio da emissão de um novo glúon com coordenadaz (os dois novos dipolos têm

coordenadas:x—z ez—y). A probabilidade de que isso ocorra é dada por:

ᾱ
2π

M (x,y,z)dY d2z, (3.2)

em queᾱ = αsNc/π e

M (x,y,z) =
(x−y)2

(x−z)2(z−y)2 . (3.3)
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A equação de evolução para a média da amplitudeT(x,y) (sobre todas as realizações do

alvo) é dada por:

∂Y 〈T(x,y)〉 =
ᾱ
2π

∫

d2zM (x,y,z) [〈T(x,z)〉 + 〈T(z,y)〉

−〈T(x,y)〉− 〈T(x,z)T(z,y)〉] . (3.4)

Os dois primeiros termos no lado direito da equação acima representam a criação dos novos di-

polosx—z ez—y. Estes dipolos podem interagir com o alvo e portanto aumentam a amplitude

de interação do dipolo inicialx—y. O terceiro termo desconta a interação do dipolo inicial no

caso de criação dos novos dipolos. Como na equação a evolução não é da densidade de dipolos

mas da amplitude de interação desta densidade, o quarto e nãolinear termo desconta a interação

simultânea dos dois dipolos, já que no primeiro e no segundo termo cada amplitude de espalha-

mento foi considerada independentemente da outra. Se este último termo é esquecido, os casos

nos quais os dois novos dipolos interagem com o alvo são contados duas vezes.

Esta equação não é uma equação fechada, mas sim a primeira de uma hierarquia infinita,

dado que a equação de〈T(x,y)〉 depende de〈T(x,z)T(z,y)〉. A segunda equação da hierarquia

é:

∂Y 〈T(x1,y1)T(x2,y2)〉

= 〈T(x2,y2)∂YT(x1,y1)〉+ 〈T(x1,y1)∂YT(x2,y2)〉 (3.5)

=
ᾱ
2π

∫

d2zM (x1,y1,z) [〈T(z,y1)T(x2,y2)〉 + 〈T(x1,z)T(x2,y2)〉

−〈T(x1,y1)T(x2,y2)〉− 〈T(x1,z)T(z,y1)T(x2,y2)〉]+ (1↔ 2). (3.6)

3.2.2 Equação de Balitsky–Kovchegov

A equação de Balitsky–Kovchegov [27–29] é a aproximação de campo médio da hierarquia

de equações de Balitsky, quando vale:

〈T(x,z)T(z,y)〉 = 〈T(x,z)〉〈T(z,y)〉. (3.7)

A equação BK é então:

∂Y 〈T(x,y)〉 =
ᾱ
2π

∫

d2zM (x,y,z) [〈T(x,z)〉+ 〈T(z,y)〉

− 〈T(x,y)〉−〈T(x,z)〉〈T(z,y)〉] . (3.8)

No formalismo de dipolos, a equação BFKL (Balitsky, Fadin, Kuraev e Lipatov [14–17])
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nada mais é do que a equação BK sem o termo de múltiplos espalhamentos:

∂Y 〈T(x,y)〉 =
ᾱ
2π

∫

d2zM (x,y,z) [〈T(x,z)〉+ 〈T(z,y)〉−〈T(x,y)〉] . (3.9)

Quando as amplitudesT(x,y) são pequenas, a aproximação da BFKL faz sentido. Contudo,

com a evolução em rapidez, as amplitudes aumentam e podem atépassar da unidade. A BFKL

além disso apresenta um problema crítico: a difusão no infravermelho, i. e., a tendência de

crescimento da amplitude para grandes tamanhos de dipolos que não são bem descritos pela

teoria. Assim, a parte perturbativa da teoria passa a receber mais e mais contribuições da região

não perturbativa, na qual a evolução nem deveria estar sendoaplicada.

A equação BK resolve os problemas citados da equação BFKL. O termo não linear limita

as amplitudes a serem menores que a unidade, limitando também a influência da parte não

perturbativa da solução na parte perturbativa. Assim, a escala de saturaçãoQs(Y) aparece natu-

ralmente nas soluções, separando a parte saturada (que aumenta de extensão com a rapidez) da

parte não saturada.

Para obter-se uma equação mais simples, é possível supor quea amplitudeT(x,y) não

depende do parâmetro de impacto nem da orientação do dipolo (alvo homogêneo e infinito),

mas apenas do módulo der = y− x. A transformada de Fourier da média da amplitude é

definida como [29]:

NY(k) =
1

2π

∫

d2r
r2 eik·r 〈T(r)〉 =

∫ ∞

0

dr
r

J0(kr)〈T(r)〉 , (3.10)

em queJ0(r) é a função de Bessel do primeiro tipo de ordem zero. Assim, a equação BK sem

dependência em parâmetro de impacto é dada no espaço de momentum por [29,93]:

∂YNY(k) = ᾱ
∫

dp2

p2

[

p2NY(p)−k2NY(k)
|k2− p2| +

k2NY(k)
√

4p4 +k4

]

− ᾱN2
Y(k). (3.11)

De maneira simplificada, pode-se representar o termo linearpor χ(−∂ρ)NY e a equação pode

ser reescrita como:

∂YNY(k) = ᾱχ (−∂ρ)NY − ᾱN2
Y, (3.12)

em que

χ(γ) = 2ψ(1)−ψ(γ)−ψ(1−γ) (3.13)

é a transformada de Mellin do cerne da BFKL eρ = log(k2/k2
0). A funçãoψ(γ) é a função
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digama de Euler e é definida como

ψ(γ) =
d
dγ

lnΓ(γ) =
Γ′(γ)

Γ(γ)
, (3.14)

em queΓ(γ) é a função gama de Euler.

O cerneχ(−∂ρ) (3.13) é um operador integro-diferencial e pode ser escritopor meio da

expansão em série em torno de um pontoγ0 qualquer entre 0 e 1:

χ(−∂ρ) = χ(γ0)1+ χ ′(γ0)(−∂ρ −γ01)+
1
2

χ ′′(γ0)(−∂ρ −γ01)2

+
1
6

χ ′′′(γ0)(−∂ρ −γ01)3 + . . . (3.15)

O operador identidade é representado aqui por1.

Munier e Peschanski [94–97] usaram a aproximação difusiva do cerne da BFKL (considera-

ram até o termo de segunda ordem da expansão do cerne) no pontode selaγc (χ(γc) = γcχ ′(γc)),

válido para rapidezes assintóticas:

χ(−∂ρ) = −χ ′(γc)∂ρ +
1
2

χ ′′(γc)(−∂ρ −γc1)2 (3.16)

e realizaram as substituições de variáveis:

t ∼ ᾱY, x∼ log(k2/k2
0), u∼ NY (3.17)

para mostrar que a equação BK no espaço de momentum pode ser reescrita como a equação

FKPP (Fisher, Kolmogorov, Petrovsky e Piscounov [98,99]):

∂tu(x, t) = ∂ 2
x u(x, t)+u(x, t)−u2(x, t). (3.18)

A equação FKPP possui uma variável que representa o tempo (t, relacionada com a rapidez na

evolução de dipolos) e uma coordenada espacial (x, relacionada com o logaritmo da variável

conjugada ao tamanho do dipolo). A funçãou(x, t) representa uma população e pode variar

entre 0 e 1. A dinâmica da equação FKPP é chamada de reação–difusão: a população em

u(x, t) cresce comu(x, t)(1− u(x, t)) como a equação logística (reação), mas também recebe

contribuição dos valores dex próximos por meio do termo∂ 2
x u(x, t) (difusão).

Uma das características mais importantes da equação FKPP é que ela admite soluções de

ondas propagantes, como pode ser visto na Fig. 3.3. A população u(x, t) propaga-se com o

tempo em direção a grandes valores dex e parax→−∞, u(x, t) = 1, enquanto que parax→ ∞,

u(x, t) = 0. Mesmo que a condição inicial não seja uma onda propagante,a solução tenderá

assintoticamente a um. A posição da frente de ondax(t) = v(t)t não depende dos detalhes dos
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Figura 3.3: Ondas propagantes, soluções da equação FKPP.

efeitos não lineares e, para grandes tempos, a forma da onda propagante não é alterada durante

a propagação, ou seja, a solução torna-se dependente apenasda combinação de variáveisx−vt.

No problema da evolução de dipolos, isso significa que as soluções da equação BK dependem

de apenas uma variável para grande rapidez:k2/Q2
s(Y). O abandono da dependência individual

em k e emY predito pela teoria não é nada mais que o escalamento geométrico visto nos

experimentos. A posição da frente de onda é dada pela escala de saturaçãoQ2
s(Y) = k2

0 exp(λY)

e a velocidade com a qual as frentes de onda avançam para grandes valores dek é dada pelo

expoente de saturaçãoλ .

No regime diluído, a solução assintótica da equação BK pode ser escrita como:

NY (k)
k≫Qs≈

(

k2

Q2
s(Y)

)−γc

log

(

k2

Q2
s(Y)

)

exp

[

− log2(k2/Q2
s(Y)

)

2ᾱχ ′′(γc)Y

]

, (3.19)

comλ dado por:

λ = min
χ(γ)

γ
=

χ(γc)

γc
= χ ′(γc). (3.20)

Os primeiros fatores da Eq. 3.19 seguem o escalamento geométrico. É o último fator que

introduz uma dependência explícita em rapidez, que quebra oescalamento geométrico. O esca-

lamento é mantido enquanto

log
(

k2/Q2
s(Y)

)

.
√

2χ ′′(γc)ᾱY, (3.21)
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ou seja, em um intervalo de
√

Y acima da escala de saturação.

3.2.3 Flutuações

A hierarquia de Balitsky não descreve completamente a evolução de dipolos [38]. Em

particular, o interesse está nas flutuações [38,100–102] que podem ser geradas, que fariam com

que〈T(xxx,zzz)T(zzz,yyy)〉 6= 〈T(xxx,zzz)〉〈T(zzz,yyy)〉. Enquanto a hierarquia de Balitsky, ao contrário da

equação BK, admite que esta desigualdade seja válida, se as condições iniciais não possuem

flutuações, sua subsequente evolução não apresentará flutuações. Mesmo se o formalismo de

dipolos é abandonado e não se faz o limite de grandeNc, as flutuações relacionadas aos estados

com cor (não discutidas neste texto) não são suficientes paragerar correlações que discordem

da aproximação de campo médio.

Contudo, as flutuações são importantes e estão presentes na teoria simples de dipolos

quando o alvo também é pensado como um conjunto de dipolos. Até agora, o alvo sempre foi

aproximado de maneira a ser considerado homogêneo, mas istonão é válido na região diluída

do alvo, em que a existência de um par de dipolosxxx–zzzezzz–yyy está fortemente correlacionada com

a existência de um dipolo paixxx–yyy. Ou seja, as correlações existem se os dois dipolos possuem

um ramo em comum, o que possibilita que eles possam ter sido gerados a partir de um único

dipolo original. Na região saturada, esperam-se que todos os tipos de dipolos–pais existam e,

portanto, as correlações não são importantes. Contudo, na região diluída, os números de ocupa-

ção são baixos e a presença de um dipolo é determinante para a geração de novos dipolos, que

estarão correlacionados.

Uma nova hierarquia de equações foi desenvolvida [38] considerando a possibilidade de

flutuações. Infelizmente, os termos não lineares da hierarquia de Balitsky não podem ser dedu-

zidos em conjunto com os termos de flutuações. O que foi feito éapenas a reunião dos termos

de flutuações e espalhamentos múltiplos. A nova hierarquia échamada de hierarquia de laços de

pômerons, porque os novos termos, originários da emissão dedipolos no alvo, podem ser vistos

como frutos da recombinação de dipolos no projétil. A equação para〈T(xxx,yyy)〉 é idêntica à da

hierarquia de Balitsky e os diagramas de flutuações começam a contribuir a partir da segunda
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equação da hierarquia, relacionando a evolução de〈T(xxx,zzz)T(zzz,yyy)〉 com〈T(xxx,yyy)〉:

∂Y 〈T(x1,y1)T(x2,y2)〉

=
ᾱ
2π

∫

d2zM (x1,y1,z) [〈T(z,y1)T(x2,y2)〉 + 〈T(x1,z)T(x2,y2)〉

−〈T(x1,y1)T(x2,y2)〉− 〈T(x1,z)T(z,y1)T(x2,y2)〉]+ (1↔ 2)

+
ᾱ
2π

α 2
s κ

(x1−y1)
2(x2−y2)

2

(x1−y2)2 〈T(x1,y2)〉δ(x2−y1)+(1↔ 2). (3.22)

Apenas o último termo na equação acima não tinha sido visto naEq. 3.6, justamente o termo

de flutuações. É interessante notar que ele é dominante quando 〈TT〉< α 2
s 〈T〉, ou seja, quando

as amplitudes〈T〉 são pequenas em comparação comα 2
s (regime diluído). Com esta nova hie-

rarquia, as flutuações podem ser potencializadas ou mesmo geradas, se ausentes nas condições

iniciais. O fatorκ vem da impossibilidade atual de derivar as contribuições oriundas de flutu-

ações e de múltiplos espalhamentos simultaneamente. De maneira geral, na nova hierarquia, a

equação para a evolução da amplitudeT(k) = 〈T(x1,y1) . . .T(xk,yk)〉 depende da própria am-

plitudeT(k), da amplitudeT(k+1) (termos já presentes na hierarquia de Balitsky e representantes

dos múltiplos espalhamentos) e da amplitudeT(k−1) (k > 1, termos de flutuações).

Com uma aproximação para eliminar a dependência em parâmetrode impacto [38] e a

transformada de Fourier, a hierarquia pode ser reproduzidapor uma equação de Langevin para

a amplitude de cada evento (em oposição à média sobre os eventos):

∂YT(k) = ᾱ
∫

dp2

p2

[

p2T(p)−k2T(k)
|k2− p2| +

k2T(k)
√

4p4 +k4

]

−ᾱT2(k)+ ᾱαs

√

2κT(k)ν(k,Y). (3.23)

O ruído estocásticoν(k,Y) é branco (descorrelacionado para diferentes tempos e momenta):

〈ν(k,Y)ν(k′,Y′)〉 =
k

πᾱ
δ(k−k′)δ(Y−Y′) (3.24)

e de média nula:

〈ν(k,Y)〉 = 0. (3.25)

A equação de Langevin 3.23 nada mais é que a equação BK com um termo de ruído. Esta equa-

ção pode ser reescrita mediante a mesma mudança de variáveisna equação FKPP estocástica:

∂tu(x, t) = ∂ 2
x u(x, t)+u(x, t)−u2(x, t)

+αs

√

2κu(x, t)(1−u(x, t))ν(x, t) (3.26)
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com〈ν(x, t)〉 = 0 e

〈ν(x, t)ν(x′, t ′)〉 = δ(x−x′)δ(t − t ′). (3.27)

Como agora o problema é estocástico, a evolução constitui-sede infinitos eventos e cada

evento corresponderá a uma possível realização do ruído. Aoinvés de uma solução, há infinitas

soluções. Uma propriedade importante das soluções é que cada uma preserva individualmente a

propriedade assintótica de escalamento geométrico. A velocidade assintótica da frente de onda

de cada evento (expoente de saturação) é a mesma para todos oseventos, entretanto, é menor do

que no caso sem flutuações. O expoente de saturação foi determinado no caso de acoplamento

infinitesimal [38]:

λ ∗ ≃ λ − αsπ2γcχ ′′(γc)

2ln2(α 2
s κ )

. (3.28)

A posição da frente de onda, que corresponde à escala de saturação, agora é uma variável

estocástica e sua média é dada por:

〈Q2
s(Y)〉 = k2

0 exp(λ ∗Y). (3.29)

A dispersão das posições das frentes de onda é dada por:

σ2 = 〈ρ2
s 〉−〈ρs〉2 = DᾱY. (3.30)

O coeficiente de difusãoD não é conhecido analiticamente exceto no limite de acoplamento

fraco (em queα 2
s → 0):

D ∝
1

ln3(1/α 2
s κ )

. (3.31)

A amplitude média, ou seja, a amplitude fisicamente observável, é determinada por (X ≡
ln(1/r2Q2

0))

〈T(X,ρs)〉 =
∫ +∞

−∞
dρsPY(ρs)T(X,ρs). (3.32)

A distribuição de probabilidade deρs pode ser aproximada por uma distribuição gaussiana

[103]:

PY(ρs) ≃
1√
πσ2

exp

[

−(ρs−〈ρs〉)2

σ2

]

. (3.33)

A propriedade mais destacada da nova amplitude física com a introdução de flutuações é que ela

não reproduz o escalamento geométrico para grandes rapidezes. Enquanto que as amplitudes de
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cada evento obedecem o escalamento geométrico, a amplitudefísica apresenta uma dependência

adicional emY, relacionada com a difusão das frentes de onda. O escalamento geométrico é

então substituído pelo escalamento difusivo [38,101,102,104], dado por:

〈T(X,ρs)〉 = T

(

X−〈ρs〉√
ᾱDY

)

. (3.34)

3.3 Modelos para a seção de choque de dipolos

O entendimento completo sobre como a saturação ocorre é um tópico de pesquisa atual,

o que incentiva a utilização de um modelo fenomenológico, ajustado aos experimentos e não

derivado de primeiros princípios. Nesta seção, alguns modelos serão tratados.

3.3.1 Modelo GBW

Para a seção de choque de dipolos, o modelo fenomenológico proposto por Golec-Biernat

e Wüsthoff (GBW [39]) é dado pela expressão:

σGBW(r,x) = σ0

[

1−exp

(

−1
4

r2Q2
s(x)

)]

, (3.35)

com escala de saturação:

Q2
s(x) = Q2

0

(x0

x

)λ
, (3.36)

em queQ2
0 = 1 GeV2 e os três parâmetros livres para serem ajustados aos dados são σ0, x0 e

λ . O modelo tem o objetivo de obter uma boa descrição dos dados de HERA comx < 0,01.

Originalmente, os parâmetros encontrados foramσ0 = 29,12 mb (74,78 GeV−2), x0 = 0,41×
10−4 e λ = 0,277, com massa do quarks leves de 0,14 GeV e massa do quark charm de 1,5

GeV. Recentemente [105], com novos dados e massa do quark charm de 1,4 GeV, um novo

ajuste obteveσ0 = 23,9 mb (61,38 GeV−2), x0 = 1,11×10−4 eλ = 0,287.

A dependência da seção de choque de dipolos emr e x apenas pela combinaçãor2Q2
s(x)

significa que a seção de choque do EPI depende apenas da combinaçãoQ/Q2
s(x) [90], ou seja,

obedece ao escalamento geométrico. Apesar de ajustado parao espalhamento profundamente

inelástico, o modelo é de boa aplicação para o processo Drell–Yan com o formalismo de dipo-

los [106].

O modelo GBW apresenta os dois comportamentos assintóticos necessários: transparente à

cor (σdip ∼ r2) para pequenor e saturado (σdip ∼ σ0) para grander. Na figura 3.4, está traçada a
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Figura 3.4: Seção de choque de dipolo como função do tamanho do dipolo (r) para valores de
x fixos segundo os modelos GBW, DHJ e BUW. Para pequenor, a seção de choque cresce com
r2 e para grander a seção de choque satura emσ0. Conforme a variávelx diminui, os efeitos
de saturação tornam-se evidentes a menores valores der.

seção de choque de dipolos como função do tamanho do dipolo (r) para diferentes valores fixos

de x. Observa-se quex influencia diretamente os efeitos de saturação e a região de transição

entre os dois regimes assintóticos: quandox diminui, os efeitos de saturação são evidentes para

menores valores der.

3.3.2 Modelos DHJ e BUW

Dois modelos propostos recentemente serão estudados nessasubseção: o modelo DHJ

(Dumitru, Hayashigaki e Jalilian-Marian [40, 41]) e o modelo BUW (Boer, Utermann e Wes-

sels [42]). Inicialmente, estes modelos foram usados no contexto do condensado de vidros de

cor para descrever a produção de hádrons de RHIC para rapidezes positivas em colisões d–Au.

Naturalmente, estes modelos descrevem a interação de quarks e glúons com o alvo e dependem

do momentum transversal do hádron criado, além dex e r. Contudo, há a possibilidade de obter

destas amplitudes a seção de choque de dipolos [42] do EPI, que depende da virtualidadeQ do
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fóton virtual.

Ambos os modelos utilizam uma expressão muito parecida com ado modelo GBW:

σdip(r,x) = σ0Nγ = σ0

[

1−exp

(

−1
4
(r2Q2

s)
γ(M,x)

)]

. (3.37)

A diferença nessa seção de choque de dipolos é a introdução dadimensão anômalaγ(M,x). Se

γ(M,x) = 1, os modelos BUW e DHJ seriam iguais ao modelo GBW, exceto pelos parâmetros:

σ0 = 21 mb (53,93 GeV−2), x0 = 3×10−4 eλ = 0,3.

É importante notar que a dimensão anômala pode quebrar o escalamento geométrico. Na

produção hadrônica em colisões de hádrons, é importante determinar se há escalamento geo-

métrico ou não, já que isso não é observável diretamente dos resultados experimentais, como

no caso do EPI. O modelo DHJ justamente introduz a quebra do escalamento geométrico, defi-

nindo:

γ(Q,x) = γs+(1−γs)
| log(Q2/Q2

s)|
λY +d

√
Y + | log(Q2/Q2

s)|
, (3.38)

com o parâmetrod = 1,2. O termoλY + d
√

Y no denominador quebra o escalamento geo-

métrico, já que não depende da combinação de variáveisQ2/Q2
s. Esta dimensão anômala vale

γs = 0,628 quandoQ2 = Q2
s e, quandoQ→ ∞, γ(M,x) = 1.

O modelo BUW é uma tentativa de manter o escalamento geométrico e realizar um ajuste

ao mesmo conjunto de dados do modelo DHJ. Nesta tentativa, a dimensão anômala depende

apenas da combinaçãow =
√

Q2/Q2
s(x) e é dada por:

γ(w) = γs+(1−γs)
wa−1

(wa−1)+b
. (3.39)

Os limitesγ(1) = γs eγ(w→∞) = 1 são idênticos aos do modelo DHJ; a diferença entre as duas

parametrizações está nos valores deQ intermediários entreQs e ∞. O ajuste foi bem sucedido

com parâmetrosa = 2,82 eb = 168, indicando que a quebra de escalamento geométrico não é

necessária para descrever este conjunto de dados.

Na Ref. 42, foi dito que o modelo DHJ possuía um erro numérico, oque com certeza

prejudicou o ajuste. Neste mesmo artigo, foi mostrado que tanto o modelo DHJ quanto o

modelo BUW reproduziam os dados de RHIC de pequenox, mas para grandex o primeiro

não era coerente com os dados. Não existem dados para LHC ainda, contudo, os modelos

discordam para todo o intervalo dex nesta hipotética produção de hádrons em LHC. Na Fig.

3.4, há o comportamento dos três modelos: GBW, DHJ e BUW. Pode-se ver que o modelo

GBW possui um valor de saturação mais alto que os outros modelos, que deve ter efeitos nas

seções de choque principalmente para pequenox. É interessante notar que os modelos DHJ e
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BUW são bem similares, com maior diferença para valores dex não tão pequenos e dipolos de

tamanho médio.

3.3.3 Modelo AGBS

O também recente modelo AGBS, proposto por Amaral, Gay Ducati, Betemps e Soyez [43],

foi a primeira parametrização para a seção de choque de dipolos no espaço de momentum. Isso

permitiu que fosse inspirada diretamente nas soluções da equação BK, em especial nos seus

comportamentos assintóticos. Para pequenok, ou seja, na parte saturada, foi usada a parte

dominante da transformada de Fourier de uma função degrau:

lim
k≪Qs

T̃(k,Y)(k) = c− log

(

k
Qs(Y)

)

. (3.40)

Para a região diluída, a solução assintótica da BK (Eq. 3.19) éusada. A escala de saturação é

definida como:

Q2
s(Y) = k2

0 exp(λY), (3.41)

em que o expoente de saturaçãoλ e a constante de proporcionalidadek0 são parâmetros a

ajustar. Com dependência na variávelρ = log(k/k0), a amplitude de espalhamento dada pelo

modelo AGBS é dada pela interpolação analítica:

T̃(ρ,Y) = LF (1−exp(−Tdil)) , (3.42)

em que

Tdil = exp

[

−γc(ρ −ρs)−
L 2− log2(2)

2ᾱχ ′′(γc)Y

]

, (3.43)

com

L = ln

[

1+
k2

Q2
s(Y)

]

(3.44)

= ln
[

1+e(ρ−ρs)
]

, (3.45)

e

LF = 1+ ln

(

k
Qs

+
Qs

k

)

(3.46)

= 1+ ln
[

e
1
2(ρ−ρs) +e−

1
2(ρ−ρs)

]

. (3.47)
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Com o raio do prótonRp e χ ′′(γc), quatro parâmetros são ajustáveis. As constantesγc = 0,6275

e ᾱ = 0,2 são mantidas fixas. Mais detalhes e a reprodução do ajuste são discutidos na próxima

seção.

3.4 Modelo AGBS com flutuações

Até agora, o modelo AGBS apresentado não inclui flutuações. Foi visto que o principal

efeito das flutuações não é mudar a forma da amplitude de cada evento, mas apenas mudar a

posição da frente de onda, ou seja, da escala de saturação de cada evento. Então, para incluir

flutuações no modelo AGBS, basta considerar uma distribuiçãode eventos que diferem apenas

pela escala de saturação e somar sobre todos os eventos:

〈

T̃AGBS
Y (ρ,〈ρs〉)

〉

=
∫ +∞

−∞
dρsPY(ρs,〈ρs〉)T̃AGBS

Y (ρ,ρs). (3.48)

A distribuição utilizada será uma gaussiana, baseada aproximação dada pela Eq. 3.33:

PY(ρs,〈ρs〉) =
1√
πσ2

exp

[

−(ρs−〈ρs〉)2

σ2

]

. (3.49)

A inclusão de flutuações foi feita por E. Basso, M. B. Gay Ducati,EGO e J. T. de Santana

Amaral [44]. Inclusão similar foi feita [107] para os modelos GBW e IIM [108].

3.4.1 Ajuste

No processo de ajuste, são reproduzidos os resultados de EPIde HERA, especificamente,

das colaborações ZEUS [109, 110] e H1 [111]. Os dados são paraa função de estruturaF2,

que pode ser obtida diretamente da seção de choque de dipolospor meio da combinação das

expressões 2.64, 2.61 e 2.66:

F2(x,Q
2) =

Q2R2
p

2πα

∫

d2r
∫ 1

0
dz
(

∣

∣ΨT(r ,z;Q2)
∣

∣

2
+
∣

∣ΨL(r ,z;Q2)
∣

∣

2
)

〈T(r ,x)〉. (3.50)

Com a transformada de Fourier da densidade de dipolos do fóton:

Φ̃(k,z,Q2) =
1

2π

∫

d2reik·r r2Φ(r ,z,Q2) (3.51)

=
1

2π

∫

d2reik·r r2(|ΨT(r ,z;Q2)|2 + |ΨL(r ,z;Q2)|2
)

,
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que é dada explicitamente por:

Φ̃(k,z,Q2) = ∑
q

(

4Q̄2
q

k2 +4Q̄2
q

)2

e2
q (3.52)







[

z2 +(1−z)2]





4(k2 + Q̄2
q)

√

k2(k2 +4Q̄2
q)

arcsinh

(

k

2Q̄q

)

+
k2−2Q̄2

q

2Q̄2
q





+
4Q2z2(1−z)2 +m2

q

Q̄2
q





k2 + Q̄2
q

Q̄2
q

−
4Q̄4

q +2Q̄2
qk2 +k4

Q̄2
q

√

k2(k2 +4Q̄2
q)

arcsinh

(

k

2Q̄q

)











,

pode-se escrever a função de estruturaF2 no espaço de momentum [43]:

F2(x,Q
2) =

Q2R2
pNc

4π2

∫ ∞

0

dk
k

∫ 1

0
dzΦ̃(k,z,Q2)T̃(k,Y). (3.53)

Os limites cinemáticos dos dados de HERA utilizados são:

x≤ 0,01 (3.54)

0,045GeV2 ≤ Q2 ≤ 150GeV2. (3.55)

O limite emx garante que o formalismo de dipolos é aplicável e que o limitede altas energias

é estudado. O limite emQ2 exclui alguns pontos que teriamQ2 muito alto, mais propensos ao

estudo das equações DGLAP [11–13] do que da equação BK. No total, 279 pontos são ajus-

tados usando a rotina de minimização MINUIT da biblioteca CERNLIB. Relembrando, cinco

parâmetros são ajustados: três da amplitude AGBS de só um evento (λ , k0 eχ ′′, o coeficiente de

difusãoD (apenas no caso de flutuações) e o raio do prótonRp. Ainda, um erro de 5% para os

dados de H1 é permitido, já que é sabido da literatura que taisdados podem ter um problema de

normalização. Dois conjuntos de massas de quarks são considerados:mu,d,s= 50 e 140 MeV.

Apenas quarks leves são considerados, apesar de que mostrou-se [43] que a AGBS também

reproduzia bem os dados com a inclusão do quark charm. O mesmoajuste pode ser realizado

com apenas os dados de ZEUS, como foi feito na Ref. 107, o que limitaria o número de pontos

a 177.

3.4.2 Resultados

Nas tabelas 3.1 e 3.2 podem ser vistos os parâmetros ajustados aos dados de H1 e ZEUS

sem e com flutuações. Nas figuras 3.5 e 3.6 os resultados paraF2 são comparados com os
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χ2/g.l. k2
0 (×10−3) λ R(GeV−1) χ ′′(γc) D (×10−2)

T̃ 0,949 3,79±0,30 0,213±0,003 3,576±0,059 4,69±0,23 0
〈

T̃
〉

0,949 3,79±0,30 0,213±0,003 3,576±0,059 4,69±0,23 0,0±1,1

Tabela 3.1: Parâmetros resultantes do ajuste da AGBS sem e comflutuações aos dados de H1 e
ZEUS no caso demu,d,s = 50 MeV [44].

χ2/g.l. k2
0 (×10−3) λ R(GeV−1) χ ′′(γc) D (×10−3)

T̃ 0,942 1,69±0,16 0,176±0,004 4,83±0,12 6,43±0,29 0
〈

T̃
〉

0,942 1,69±0,16 0,176±0,004 4,83±0,12 6,43±0,29 0,0±9,6

Tabela 3.2: Parâmetros resultantes do ajuste da AGBS sem e comflutuações aos dados de H1 e
ZEUS no caso demu,d,s = 140 MeV [44].
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Figura 3.5: Predições da AGBS para os dados de H1 e ZEUS da função de estruturaF2 como
função dex para pequenos valores deQ2 (em GeV2) [44]. Massas dos quarks:mu,d,s = 140
MeV. As linhas com e sem flutuações se sobrepõem.

dados. Pode-se ver que a introdução de flutuações no formalismo não altera o ajuste: nenhum

parâmetro muda significativamente e o valor do coeficiente dedifusão é aproximadamente zero.

Nos gráficos, as linhas dos dois ajustes se sobrepõem, mostrando que nenhuma melhora é obtida

com a presença de flutuações e o valor deχ2/g.l. também não muda.



3.4 Modelo AGBS com flutuações 52

0

0,5

1

1,5

10−4 10−3 10−2

Q2=70

F2

x

10−4 10−3 10−2

Q2=90

F2

x

10−4 10−3 10−2

Q2=120

F2

x

10−4 10−3 10−2

Q2=150

F2

x

0

0,5

1

1,5

Q2=27

F2

x

Q2=35

F2

x

Q2=45

F2

x

Q2=60

F2

x

0

0,5

1

1,5

Q2=18

F2

x

Q2=20

F2

x

Q2=22

F2

x

Q2=25

F2

x

0

0,5

1

1,5

Q2=8,5
F2

x

Q2=10
F2

x

Q2=12
F2

x

Q2=15
F2

x

0

0,5

1

1,5

Q2=3,5

F2

x

Q2=4,5

F2

x

Q2=5

F2

x

Q2=6,5

F2

x

0

0,5

1

1,5
Q2=1,5

F2

x

Q2=2

F2

x

Q2=2,5

F2

x

Q2=2,7

F2

x

Figura 3.6: Predições da AGBS para os dados de H1 e ZEUS da função de estruturaF2 como
função dex para valores moderados deQ2 (em GeV2) [44]. Massas dos quarks:mu,d,s = 140
MeV. As linhas com e sem flutuações se sobrepõem.

É interessante notar que a parametrização AGBS é bem ajustadaaos dados, pois possui um

valor deχ2/g.l. bom, inclusive mais baixo que os encontrados nos modelos GBW e IIM. O

valor deλ ≃ 0,3, apesar de menor que o dado pela BFKL em OSD, é consistente comoutros
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χ2/g.l. k2
0 (×10−3) λ R(GeV−1) χ ′′(γc) D

T̃ 0,788 4,258±0,425 0,214±0,005 3,497±0,068 4,336±0,281 0
〈

T̃
〉

0,782 4,023±0,560 0,190±0,030 3,644±0,214 3,840±0,214 0,922±1,162

Tabela 3.3: Parâmetros resultantes do ajuste apenas aos dados de ZEUS no caso demu,d,s = 50
MeV [44].

χ2/g.l. k2
0 (×10−3) λ R(GeV−1) χ ′′(γc) D

T̃ 0,778 1,965±0,222 0,177±0,006 4,681±0,136 5,946±0,944 0
〈

T̃
〉

0,768 1,383±0,118 0,120±0,010 5,459±0,043 5,464±0,547 1,778±0,381

Tabela 3.4: Parâmetros resultantes do ajuste apenas aos dados de ZEUS no caso demu,d,s = 140
MeV [44].

modelos de dipolos no espaço de coordenadas. Os diferentes valores de massa de quarks alteram

os valores dos parâmetros, mas não a qualidade dos ajustes.

Em conclusão, é possível dizer que o coeficiente de difusão encontrado é quase nulo e que

o valor de campo médioD = 0 está dentro da barra de erro, ou seja, a inclusão de flutuações

não altera a parametrização. Assim, os dados de HERA não apresentam evidência de flutuações

na análise realizada com a parametrização AGBS. Esta parametrização se mostrou robusta à

introdução de um novo parâmetro. Desta maneira, o tratamento em campo médio é suficiente

para esta escala de energias. Contudo, não se pode descartar apresença de flutuações em ener-

gias mais altas, como as de LHC, experimento que poderá trazermais luz ao assunto. Há a

possibilidade também de que outros efeitos, como um acoplamento variável [112,113], possam

diminuir a intensidade das flutuações e então elas não influiriam nem em energias mais altas.

Nas tabelas 3.3 e 3.4, o ajuste é refeito com apenas os dados deZEUS, que resulta em um

total de 177 pontos (o regime cinemático deQ2 < 50 GeV2 é usado). Esta análise é similar ao

que foi feito para os modelos IIM e GBW na Ref. 107. Apesar de que esta análise encontra

um valor apreciável para o coeficiente de difusão e mudança nos valores dos parâmetros, o

estudo não é conclusivo, dado a inconsistência frente a mudanças nas massas dos quarks e ao

regime cinemático mais restrito. Em particular, no caso da Ref. 107, a descrição dos dados de

EPI é melhorada com a inclusão das flutuações, enquanto que nas tabelas 3.1 e 3.2, a melhora

no qui-quadrado é muito pequena. Isso pode ser reflexo do fatoque os modelos IIM e GBW

sem flutuações falham em corretamente descrever os dados, possibilitando que a inclusão de

um novo parâmetro devido às flutuações melhore o ajuste. Por exemplo, no caso da GBW, esta

melhora com a inclusão de flutuações pode ser atribuída na verdade a uma melhor descrição das

violações do escalamento geométrico ausentes no modelo.
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4 Processo Drell–Yan

A física de pequenox pode ser estudada em colisões hadrônicas como as de RHIC [114]

e as de LHC [115]. Os novos resultados experimentais oferecem oportunidades para melhor

entender como as distribuições partônicas protônicas e nucleares se comportarão quando frações

de momentum muito pequenas são atingidas. Nesse paradigma de trabalho, também pode ser

estudada a saturação e seus vários modelos, como o do condensado de vidros de cor (CVC) [36,

37]. Ademais, a comparação de colisões nucleares com colisões de nucleons livres pode mostrar

novos efeitos (como a supressão de fótons observada em PHENIX [116] e o efeito Cronin [117])

a serem estudados. Uma questão que surge é se estes efeitos podem ser atribuídos ao estado

inicial dos hádrons antes das colisões ou à dinâmica posterior à colisão.

Em uma colisão hadrônica simétrica, como os casos próton–próton ou núcleo–núcleo (A–

A), no referencial de centro de momentum, o resultado da colisão depende apenas do módulo

da rapidez das partículas geradas. Assim, os efeitos presentes a rapidezes positivas são os

mesmos a rapidezes negativas. Contudo, em colisões próton–núcleo (assimétrica), rapidezes

positivas carregam efeitos de pequenox do núcleo, enquanto rapidezes negativas levam efeitos

de pequenox do próton. Tradicionalmente, os estudos são realizados para rapidezes positi-

vas. Entretanto, para rapidezes negativas, efeitos nucleares e física de pequenox podem ser

estudados de uma maneira complementar.

Para este estudo, a produção de diléptons pelo processo Drell–Yan traz a vantagem de que

diléptons não interagem fortemente e, por isso, são menos suscetíveis aos efeitos de estado final.

O que será apresentado nesse capítulo foi tema de dois artigos [51,52]. No primeiro artigo, foi

mostrado que o formalismo de dipolos para o processo Drell–Yan poderia ser aplicado para ra-

pidezes negativas, ou seja, no referencial de repouso do próton. Fatores de modificação nuclear

que relacionam colisões p–A e p–p foram calculados e mostraram interessante dependência nos

efeitos nucleares.

No segundo trabalho, os cálculos foram atualizados com novas distribuições partônicas nu-

cleares (EPS08 [80], EPS09 [81], além da EKS [77–79]) e novasparametrizações para a seção
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Figura 4.1: Representação do processo Drell–Yan. A colisão de dois hádrons gera um par de
lépton e antilépton a partir da criação de um fóton virtual pela combinação dos pártons.

de choque de dipolos (BUW [42], DHJ [40, 41] e o novo ajuste da GBW [105]). As distri-

buições nucleares apresentam diferenças com relação aos efeitos nucleares e, em particular, o

efeito de sombreamento. Já sobre a seção de choque de dipolos, é interessante saber se a produ-

ção de diléptons pode discriminar a presença de escalamentogeométrico (presente nos modelos

GBW e BUW e ausente no modelo DHJ). Adicionalmente, os resultados do formalismo de

dipolos foram comparados com o cálculo no modelo de pártons com momentum transversal

intrínseco [118, 119]. Esta comparação é interessante porque a maioria dos ajustes é realizado

inicialmente no modelo de pártons. Ambos os formalismos serão explicados e comparados nas

próximas seções.

4.1 Modelo de pártons

O processo Drell–Yan [49, 50], como proposto em 1970, foi umaaplicação do modelo de

pártons (desenvolvido inicialmente para o espalhamento profundamente inelástico) para coli-

sões entre hádrons. O processo nada mais é que a combinação dedois pártons em uma colisão

entre dois hádrons para a produção de diléptons (pares de léptons e antiléptons).

No modelo de pártons, usa-se o referencial de momentum infinito, no qual os hádrons

possuem momenta longitudinais muito grandes. No modelo, o processo é entendido em ordem

dominante como a aniquilação de um par de quark e antiquark emum bóson neutro virtual

(fóton ou Z) que cria o dilépton (figura 4.1). Para massa do dilépton muito inferior à massa do
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Z (91,1876± 0,0021 GeV [66]), pode-se considerar apenas o fóton (sem massa) como bóson

intermediário. O lépton pode ser um elétron (0,51 MeV), múon(105 MeV) ou tau (1777 MeV).

Se o modelo recebe correções da CDQ (tal como a correção de ordem seguinte à dominante),

chama-se modelo de pártons melhorado.

Em ordem dominante, apenas vértices (interação) da eletrodinâmica quântica aparecem.

Além do par de lépton–antilépton, há um resíduoX, formado a partir dos outros pártons. A

vantagem de estudar diléptons é que eles não sofrem efeitos da interação forte, portanto são

afetados minimamente pelo resíduoX. Para os cálculos serão usadas unidades naturais, para as

quais valec = 1 eh̄ = 1.

4.1.1 Seção de choque em ordem dominante

Antes de iniciar o cálculo da seção de choque, necessita-se definir as variáveis cinemáti-

cas do problema. Chamar-se-á um hádron de A e outro de B. O referencial escolhido é o do

centro de momentum do sistema hádron A mais hádron B. Para todos os efeitos, as massas dos

hádrons e dos pártons são desprezadas, então o hádron A carrega momentum[1
2

√
s,0,0, 1

2

√
s]

e o hádron B,[1
2

√
s,0,0,−1

2

√
s]. Uma hipótese assumida nesta seção é de que os pártons são

colineares aos hádrons (ausência de momentum transversal,que introduz a chamada fatorização

colinear). Assim, os momenta dos pártons sãopA = xAPA e pB = xBPB, ou seja, os quadrivetores

correspondentes diferem apenas por um fator eP2
A = P2

B = p2
A = p2

B = 0.

A energia de centro de momentum do sistema hádron A e hádron B ao quadrado é:

s= (PA +PB)2 = P2
A +P2

B +2PA ·PB = 2PA ·PB. (4.1)

Similarmente, a energia de centro de momentum do sistema párton A e párton B ao quadrado é:

ŝ= (pA + pB)2 = p2
A + p2

B +2pA · pB = 2pA · pB = 2xAxBPA ·PB = xAxBs. (4.2)

A partir do quadrimomentum do fóton virtualq, podem-se definir mais duas variáveis:

x1 =
2PB ·q

s
x2 =

2PA ·q
s

. (4.3)

Com x1 e x2, a rapidez (mais especificamente, rapidez longitudinal [61]) do fóton pode ser

obtida:

y≡ 1
2

ln

(

q0 +q3

q0−q3

)

=
1
2

ln(x1/x2). (4.4)
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Com o produtox1x2 = (M2+ p2
T)/s, uma forma de escreverx1 ex2 naturalmente é reconhecida:

x1 =

√

M2 + p2
T

s
ey x2 =

√

M2 + p2
T

s
e−y (4.5)

em quepT é o momentum transversal do dilépton (também do fóton virtual). Por conservação

de momentum, se não há geração de mais partículas além do fóton virtual, ŝ= M2, em queM é

a massa invariante do dilépton, epT = 0. Nesta situação,x1 = xA ex2 = xB.

A seção de choque propriamente dita pode ser calculada de maneira perturbativa em qual-

quer ordem. Em ordem dominante (OD), a seção de choque do subprocessoq+ q̄→ γ∗ → l + l̄

é obtida a partir da aplicação da eletrodinâmica quântica apenas (teoria quântica do eletro-

magnetismo). Sep1 e p2 são os momenta dos léptons, a amplitude de espalhamentoM do

subprocesso é obtida pela aplicação das regras de Feynman [61,64,120]:

ıM = v̄s′(pB)(ıeqeγµ)us(pA)
(

− ıgµν

M2

)

ūr(p1)(ıeγν )vr ′(p2), (4.6)

em queu ev são os espinores de partícula e de antipartícula respectivamente.

O próximo passo é fazer a média sobre os spins iniciais (s′ es) e somar sobre os finais (r ′ e

r), além de tomar o quadrado do módulo da amplitude:

1
4 ∑

spins

|M |2 =
e2

qe4

4M4 tr
[

(pA)σγσγµ(pB)σ ′γσ ′
γν
]

tr
[

(p1)ργργµ(p2)ρ′γρ′
γν

]

. (4.7)

Do cálculo dos traços das matrizesγ resulta:

1
4 ∑

spins

|M |2 =
8e2

qe4

M4 [(pA · p1)(pB · p2)+(pA · p2)(pB · p1)] . (4.8)

Trabalhando no referencial em quepA +pB = 0 = p1 +p2, substituindoe2 = 4πα e definindo

o ângulo entrepA ep1 comoθ:

1
4 ∑

spins

|M |2 =
16e2

q(4π)2α 2

M4

M4

16

[

1+cos2θ
]

= e2
q(4π)2α 2[1+cos2θ

]

. (4.9)

A seção de choque não integrada na distribuição angular é dada por:

dσ̂
dΩ

=
1

64π2M2

1
4 ∑

spins
|M |2 =

e2
qα 2

4M2

[

1+cos2θ
]

, (4.10)

Integrando em todo o espaço de fase:

σ̂ =
∫ 2π

0
dφ
∫ π

0
senθdθ

dσ̂
dΩ

=
4πe2

qα 2

3M2 (4.11)
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Ainda, a seção de choque deverá ser multiplicada por um fatorde 1/3, refletindo o fato de que

os quarks possuem três cores.

Já que a este ponto a seção de choque partônica está determinada, é propício perguntar:

como estão distribuídos os pártons nos hádrons? Responder a esta pergunta a partir da cromo-

dinâmica quântica exige um cálculo não perturbativo, ou seja, quando não faz sentido expandir

em série de potência do parâmetro de acoplamento da teoria. Aresolução da cromodinâmica

quântica não perturbativa é um problema em aberto da física de altas energias.

A alternativa é usar uma parametrização fenomenológica para a distribuição de pártons

obtida por meio de experimentos. No caso do processo Drell–Yan, são usadas funções de distri-

buição em momentum de pártons (fq(xA)): fq(xA)dxA é a probabilidade de encontrar o pártonq

com momentum entrexA e xA +dxA vezes o momentum do hádron A. Sendo assim, a seção de

choque diferencial para o processo Drell–Yan é (em ordem dominante):

dσ = ∑
q

[

fq(xA) fq̄(xB)+ fq̄(xA) fq(xB)
]

dxAdxBσ̂ (4.12)

dσ = ∑
q

e2
q
4πα2

3M2

[

fq(xA) fq̄(xB)+ fq̄(xA) fq(xB)
]

dxAdxB (4.13)

A relação acima caracteriza o modelo de pártons. Note-se queσ̂ não se altera sepA é trocado

por pB. Como se vê, este modelo não considera a interação forte diretamente. As funções de

distribuição de pártons serão estudadas em uma seção à parte.

Convém escrever a seção de choque em função de variáveis mais facilmente relacionadas

com observáveis, tais como a rapidezy e o produtox1x2, no presente caso dado por:

τ ≡ M2

s
= x1x2 = xAxB (4.14)

Sendo assim:
dσ

dτdy
=

4πα2

9M2 ∑
q

e2
q

[

fq(xA) fq̄(xB)+ fq̄(xA) fq(xB)
]

(4.15)

Integrando diretamente na variávely (dy= dxA
2xA

) paraτ fixo, xA é mínimo quandoxB = 1 e

portantoxAmin = τ :

dσ
dτ

=
∫ 1

τ

dxA

2xA

4πα2

9M2 ∑
q

e2
q

[

fq(xA) fq̄(τ/xA)+ fq̄(xA) fq(τ/xA)
]

(4.16)

M4 dσ
dM2 = τ

∫ 1

τ

dxA

2xA

4πα2

9 ∑
q

e2
q

[

fq(xA) fq̄(τ/xA)+ fq̄(xA) fq(τ/xA)
]

(4.17)

A seção de choque acima não depende da escalaM. Este resultado é condizente com o escala-
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mento de Bjorken, também válido para o processo Drell–Yan.

A seção de choque derivada não possui uma distribuição em momentum transversal. Um

dos objetivos do presente estudo é justamente entender os casos em que o fóton virtual possui

pT 6= 0. Então, o estudo precisará seguir em ordem seguinte à dominante (OSD), para que haja

a criação de mais partículas no processo e que assim o momentum transversal do fóton possa

ser não nulo.

4.1.2 Seção de choque em ordem seguinte à dominante

Se em ordem dominante havia apenas um vértice da eletrodinâmica quântica (EDQ) e por-

tanto apenas um fatorα , em ordem seguinte à dominante teremos mais um vértice. As correções

que envolvem mais um vértice da EDQ são menos efetivas do que as que envolvem um vértice

da cromodinâmica quântica (CDQ), já queα é muito pequeno quando comparado comαs.

Desta maneira, o vértice introduzido é o vértice glúon–quark–quark (a CDQ, como uma teoria

não abeliana, ainda tem os vértices de três e de quatro glúons) e os diagramas envolvidos estão

na figura 4.2.

(a)

(b)

(c)

Figura 4.2: Diagramas em ordem seguinte à dominante, nos quais está implícito o decaimento
do fóton virtual em um dilépton. Quarks são representados por linhas contínuas com setas, o
fóton é representado pela linha em formato de onda e os glúonssão representados por linhas
em formato de mola. (a) Diagramas de correções virtuais. (b)Diagramas de aniquilação. (c)
Diagramas de espalhamento Compton.
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Muito úteis nos cálculos são as variáveis de Mandelstam, dasquais já se conheces:

t = (q−PA)2 = M2−2q·PA (4.18)

t̂ = (q− pA)2 = M2−2q· pA = M2 +xA(t −M2) (4.19)

u = (q−PB)2 = M2−2q·PB (4.20)

û = (q− pB)2 = M2−2q· pB = M2 +xB(u−M2). (4.21)

Pode ser mostrado que ˆs+ t̂ + û = M2.

Entre os diagramas de ordem seguinte à dominante, os de aniquilação (Fig. 4.2b) são os

diagramas nos quais um quark e um antiquark aniquilam-se para produzir o fóton virtual e mais

um glúon. Os diagramas de Compton (Fig. 4.2c) são os diagramasnos quais um quark (ou

antiquark) absorve um glúon e emite o fóton virtual (Fig. 4.2c). Estes dois tipos de diagramas

são os que podem gerar momentum transversal, já que o glúon ouo quark que sobra além do

fóton virtual pode carregar momentum transversal também. Desta maneira, o glúon ou o quark

possui momentum transversal de igual módulo e orientação contrária ao do fóton. A seção de

choque diferencial para cada subprocesso é dada por:

σ̂aniq(ŝ, t̂) =
dσ̂aniq

dM2dt̂
=

8
27

α 2αse2
q

M2ŝ2

2M2ŝ+ û2 + t̂2

t̂ û
(4.22)

σ̂Compt,A(ŝ, t̂) =
dσ̂Compt,A

dM2dt̂
=

1
9

α 2αse2
q

M2ŝ2

2M2û+ ŝ2 + t̂2

−ŝt̂
(4.23)

σ̂Compt,B(ŝ, t̂) =
dσ̂Compt,B

dM2dt̂
=

1
9

α 2αse2
q

M2ŝ2

2M2t̂ + ŝ2 + û2

−ŝû
(4.24)

Note-se que há seções de choque diferentes para o subprocesso no qual o párton do hádron A é

um quark e o párton do hádron B é um glúon (σ̂Compt,A) e para o subprocesso no qual o párton A

é um glúon e o párton B é um quark (σ̂Compt,B). A expressão 4.24 pode ser obtida da expressão

4.23 por meio da troca dêt por û; das definições das variáveis de Mandelstam segue que esta

troca de variáveis corresponde à troca das duas partículas iniciais.

O subprocesso precisa ser incorporado no processo, com a ajuda das funções de distribuição

de pártons. As funções agora dependem deM, o que será explicado mais adiante, e funções de

distribuição de glúons serão necessárias:

σP(s,M
2, p2

T) =
dσP

dM2dyd2pT

=
1
π2

α 2αs

M2ŝ2

∫ 1

xAmin

dxA
xBxA

xA−x1

{

Pqq̄(xA,xB,M2)
8
27

2M2ŝ+ û2 + t̂2

t̂ û

+Pqg(xA,xB,M2)
1
9

2M2û+ ŝ2 + t̂2

−ŝt̂
+Pgq(xA,xB,M2)

1
9

2M2t̂ + ŝ2 + û2

−ŝû

}

.
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Na expressão acima,xAmin é dado por(x1− τ )/(1−x2), xB é dado por(xAx2− τ )/(xA−x1) e

Pqq̄(xA,xB,M2) = ∑
q

e2
q

(

fq(xA) fq̄(xB)+ fq̄(xA) fq(xB)
)

(4.25)

Pqg(xA,xB,M2) = ∑
q

e2
q

(

fq(xA)+ fq̄(xA)
)

fg(xB) (4.26)

Pgq(xA,xB,M2) = ∑
q

e2
q fg(xA)

(

fq(xB)+ fq̄(xB)
)

. (4.27)

A seção de choque calculada anteriormente, além de não descrever bem os resultados ex-

perimentais [121, 122], apresenta problemas para a região de pequeno momentum transversal:

uma dependência na forma dep(−2)
T surge, implicando uma divergência parapT = 0. Esta di-

vergência pode ser controlada pela introdução de um momentum transversal intrínseco, tema

da próxima seção.

Antes de introduzir o momentum transversal intrínseco, será calculada a seção de choque

diferencial dupla, i. e., integrada empT. Para esta seção de choque, são importantes os pri-

meiros três diagramas da Fig. 4.2, que são termos de correções de glúons virtuais e não geram

momentum transversal. À primeira vista, observa-se que eles possuem dois vértices da CDQ.

Contudo, em OSD, o que interessa é a interferência deles com o diagrama de OD, que produz

um termoα 2αs.

Todos os diagramas, no cálculo da seção de choque diferencial dupla em ordem seguinte à

dominante apresentam divergências. Os três tipos de divergências são:

• ultravioleta, relacionada com os limites superiores de integrais em momentum, aparece

quando há um laço no diagrama, como no diagrama de correção devértice (primeiro da

Fig. 4.2a);

• infravermelha, relacionada ou com os limites inferiores deintegrais em momentum que

também aparecem nos laços ou com a emissão de glúons macios (com momentum quase

nulo);

• colinear, que ocorre no caso em que no diagrama o quark inicial emite um glúon colinear

ou o glúon inicial emite um par de quark e antiquark em que um dos dois é colinear com

o glúon.

A solução para as divergências contém duas etapas: a regularização e a posterior renor-

malização [61]. Na regularização, uma forma de trabalhar com as divergências é desenvolvida

de maneira a tornar as integrais finitas. Há muitos métodos deregularização, mas um dos mais
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utilizados é a regularização dimensional, na qual as integrais divergentes emd = 4 dimensões

são expandidas analiticamente para um númerod não inteiro de dimensões (por exemplo,d =

4−2ε, paraε pequeno). Com a regularização, uma escala é introduzida automaticamente. Feita

a regularização, a renormalização pode ser aplicada, o que consiste em redefinir os parâmetros

da teoria (parâmetro de acoplamento e massas) de maneira a absorver os termos divergentes.

Assim, os parâmetros também passam a depender da escala do problema.

No caso em questão, após a regularização e a soma de todos os diagramas, apenas as diver-

gências colineares persistem. O cancelamento das divergências infravermelhas pode ser expli-

cado considerando que os glúons macios não são observados por nenhum tipo de experimento,

ou seja, a natureza não diferencia o estado de um fóton virtual mais um glúon com energia infi-

nitesimal do estado de um fóton virtual apenas. Como a teoria faz esta diferença, é natural que a

teoria apresente inconsistências quando os dois casos são considerados independentemente. As

divergências colineares, entretanto, estão relacionadascom o comportamento não perturbativo

da teoria. Logo, elas devem ser absorvidas nas funções de distribuição de pártons, que passam

a depender da escala. Há várias maneiras de se fazer isso e neste trabalho é usado o esquema

de subtração mínima modificado, no qual são absorvidos nas distribuições os pólos 1/ε e os

termos(ln4π− γE), ambos oriundos da expansão em torno deε de funções gamma (γE é a

constante de Euler–Mascheroni). No processo Drell–Yan, uma escolha natural para a escala é a

massa do diléptonM.

Em ordem seguinte à dominante,αs é dado por:

αs(M) =
4π

β0 ln(M2/Λ2)

[

1− 2β1

β2
0

ln[ln(M2/Λ2)]

ln(M2/Λ2)

]

(4.28)

com

β0 = 11− 2
3

nf β1 = 51− 19
3

nf (4.29)

em quenf é o número de sabores. A constanteΛ é a constante propriamente dita da teoria e seu

valor só pode ser estimado a partir de medidas do parâmetro deacoplamentoαs.

Feita a renormalização e a regularização, a seção de choque diferencial dupla para o pro-

cesso Drell–Yan em ordem seguinte à dominante é dada por:

dσ
dM2dy

=
σ̂0

s

∫ 1

0
dxAdxBdzδ(xAxBz− τ )δ

(

y− 1
2

ln
xA

xB

)

×
{

Pqq̄(xA,xB,M2)

[

δ(1−z)+
αs(M2)

2π
Dq(z)

]

+
[

Pqg(xA,xB,M2)+Pgq(xA,xB,M2)
]

[

αs(M2)

2π
Dg(z)

]}

.
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No esquema de renormalização de subtração mínima (MS), as funçõesDq(z) eDg(z) são dadas

por ( [122] pág. 308;CF = 4/3, TR = 1/2):

Dq(z) = CF

[

δ(1−z)

(

2π2

3
−8

)

−2
1+z2

1−z
lnz+4(1+z2)

(

ln(1−z)
1−z

)

+

]

Dg(z) = TR

[

(z2 +(1−z)2) ln
(1−z)2

z
+

1
2

+3z− 7
2

z2
]

.

As funções(F(x))+ são definidas por

(F(x))+ = lim
β→0

{F(x)θ(1−x−β)+ log(β)δ(1−x−β)} . (4.30)

Parax < 1−β , (F(x))+ = F(x). Contudo, a integral emx é nula:

∫ 1

0
(F(x))+dx= 0. (4.31)

Assim:
∫ 1

0
dxg(x)(F(x))+ =

∫ 1

0
dx(g(x)−g(1))F(x). (4.32)

A seção de choque pode ser reescrita por meio da integração das duas deltas de Dirac como

(xA,B =
√

τ/zexp(±y)):

dσ
dM2dy

=
σ̂0

s

∫ 1

τ exp(2|y|)

dz
z

{

Pqq̄(xA,xB,M2)

[

δ(1−z)+
αs(M2)

2π
Dq(z)

]

+
[

Pqg(xA,xB,M2)+Pgq(xA,xB,M2)
]

[

αs(M2)

2π
Dg(z)

]}

. (4.33)

Separando a parte que não precisa ser integrada numericamente, tem-se:

dσ
dM2dy

=
σ̂0

s

(

1+
2αs(M2)

3π

(

2π2

3
−8

))

Pqq̄(xA,xB,M2)

+
σ̂0

s
αs(M2)

2π

∫ 1

τ exp(2|y|)

dz
z

{

Pqq̄(xA,xB,M2)D′
q(z)

+
[

Pqg(xA,xB,M2)+Pgq(xA,xB,M2)
]

Dg(z)
}

, (4.34)

com

D′
q(z) = CF

[

−2
1+z2

1−z
lnz+4(1+z2)

(

ln(1−z)
1−z

)

+

]

.
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4.1.3 Momentum transversal intrínseco

Não estão incluídos de maneira consistente no modelo apresentado até agora os momenta

transversais dos diléptons (pT, bidimensional), que experimentalmente são observados. Deve-

se considerar que os pártons dentro dos hádrons possuem um momentum transversal intrínseco

(ou seja, que já existe antes da colisão) [118, 119]. Seguindo a hipótese de que a dependência

no momentum transversal é fatorizável (a chamada fatorização kT [123, 124]), as funções de

distribuição de pártons são alteradas seguindo a regra:

f (x)dx→ f (x)h1(kT)dxd2kT. (4.35)

A funçãoh1(kT) dá a distribuição de momentum transversal intrínseco de um párton. Assim,
∫

h1(kT)d2kT = 1. Não se supõe nenhuma direção preferencial, implicando que h1(kT) possa

ser uma função apenas do módulo do momentum:h1(k2
T).

A distribuição mais usada neste tipo de parametrização é a gaussiana [106,118,119]:

h1(kT) =
1

π〈k2
T〉

exp

(

− k2
T

〈k2
T〉

)

, (4.36)

em que
〈

k2
T

〉

= 4
π 〈kT〉2 e o desvio padrão é dado por

√

2
π 〈kT〉. Além de cumprir os pré-

requisitos de média nula (〈kT〉 = 0), ir rapidamente a zero para valores dekT grandes com-

parados com o desvio padrão e não possuir uma direção preferencial, a distribuição normal

é comumente utilizada como primeira aproximação para distribuições desconhecidas em pro-

blemas de muitos corpos. A inserção de um parâmetro fenomenológico (〈k2
T〉) é feita com a

intenção de melhor descrever os resultados experimentais existentes. Em princípio, esperar-se-

ia que este parâmetro não dependesse de energia.

A seção de choque sem a introdução do momentum transversal intrínseco possui duas par-

tes: uma que gera momentum transversal (σP(s,M2, p2
T)) e outra colinear (σC(s,M2)). Utili-

zando a prescrição acima, a seção de choque com momentum transversal intrínseco pode ser

escrita como [106,121]:

σS(s,M
2,y, pT) =

dσS

dM2dydp2
T

=
∫

d2q1

∫

d2q2δ(pT −q1−q2)h1(q1)h1(q2)σC(s,M2)

+
∫

d2q1

∫

d2q2

∫

d2qTδ(pT −q1−q2−qT)h1(q1)h1(q2)σP(s,M
2,q2

T).

Nesse ponto, as integrais emq1 podem ser calculadas com a ajuda das deltas de Dirac e as
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integrais emq2 da maneira usual, resultando em:

σS(s,M
2,y, pT) = h(p2

T)σC(s,M2)+
∫

d2qTh((pT −qT)2)σP(s,M
2,q2

T), (4.37)

com distribuição da soma dos momenta transversais dos dois pártons dada por:

h(k2
T) =

1

2π〈k2
T〉

exp

(

− k2
T

2〈k2
T〉

)

. (4.38)

Os dois termos no lado direito da equação acima divergem, masse ao primeiro é somada a

quantidade
∫

d2qTσP(s,M2,q2
T)h(p2

T) e ao segundo é subtraída a mesma quantidade, tem-se:

σS(s,M
2,y, pT) = h(p2

T)
dσ

dM2dy
+
∫

d2qTσP(s,M
2,q2

T)[h((pT −qT)2)−h(p2
T)], (4.39)

uma expressão com os dois termos finitos. Esta expressão é capaz de descrever coerentemente

os resultados experimentais [106,118,119], tanto para pequeno quanto para grande momentum

transversal.

O primeiro termo da expressão 4.39 apresenta uma dependência empT completamente fato-

rizada e puramente gaussiana. Este termo é dominante quandopT ≪ 〈kT〉. Já o segundo termo,

que depende de processos não colineares, é dominante quandopT ≫ 〈kT〉, ou seja, quando

a produção de momentum transversal não depende tanto do momentum transversal intrínseco

mas sim de processos em que os diléptons são gerados com grande pT.

4.2 Processo Drell–Yan no formalismo de dipolos de cor

O formalismo de dipolos de cor considera o mesmo processo Drell–Yan — estudado no

referencial de momentum infinito na seção anterior —, mas em um referencial em que um

dos hádrons participantes está em repouso. O hádron em repouso é identificado como alvo,

enquanto que o outro hádron é o projétil e o referencial é ditode repouso do alvo. Neste

caso, os diagramas envolvidos são diferentes: o processo deprodução de diléptons é similar

ao debremsstrahlung(radiação de freamento) por meio de emissão de um fóton virtual que

subsequentemente decai no dilépton.

O espalhamento é então entendido da seguinte forma [125–127]:

• O projétil emite um quark (ou antiquark).

• O quark emitido flutua em um estado de um quark mais um fóton virtual com massaM.

• O quark interage com o campo de cor do alvo, liberando o fóton.
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Figura 4.3: Diagramas do processo Drell–Yan no referencialde repouso do alvo (formalismo
de dipolos) para rapidezes negativas. A seção de choque de dipolo é obtida da interferência de
ambos.

• O fóton virtual transforma-se em um par de léptons.

Uma grande vantagem de usar este formalismo é que a seção de choque de dipolos do

espalhamento profundamente inelástico pode ser utilizadasem alterações. No espalhamento

profundamente inelástico, para pequenox, o fóton pode transformar-se em uma flutuação de

um par de quark e antiquark com cor e anticor complementares,de tal forma que a combinação

da cor e anticor é branca. A distância que separa o par é o tamanho do dipolo de cor e a seção

de choque de dipolos aparece para o espalhamento entre o dipolo de cor e o alvo.

No processo Drell–Yan, a seção de choque de dipolos aparece como a interferência dos

dois diagramas envolvidos no processo: o diagrama no qual a emissão do fóton virtual ocorre

antes da interação com o alvo e o diagrama no qual a interação com o alvo ocorre antes da

emissão. Este resultado foi mostrado em detalhe na Ref. 106 e advém do fato que, como no

espalhamento profundamente inelástico, o quark sonda o alvo em dois pontos distintos para a

produção do fóton virtual.

O formalismo de dipolos apenas é fenomenologicamente bem sucedido parax2 muito pe-

queno (aproximadamentex < 0,1 [106]). Isto significa que o modelo só reproduz bem os ex-

perimentos quando a rapidezy do dilépton é grande. Em outros termos, o tempo de interação

entre o párton do projétil precisa ser muito mais curto do queo tempo de flutuação do estado

composto pelo quark e o fóton. Desta maneira, está garantidaa fatorização da seção de cho-

que, assim como no espalhamento profundamente inelástico otempo de interação com o alvo

precisava ser muito mais curto que a vida média do dipolo.

Quando o método é aplicado para colisões próton–próton, a simetria do problema permite

que os resultados obtidos para rapidezes positivas possam ser reinterpretados para rapidezes ne-
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gativas, bastando apenas trocary por−y ex1 porx2. Quando o método é aplicado considerando-

se o núcleo como alvo e o próton como projétil, a assimetria presente impede que esta adaptação

possa ser realizada. Neste contexto surge a idéia [52] na qual o que segue nesta seção está base-

ado: considerar o próton como alvo e o núcleo como projétil, conforme representado na figura

4.3. Isto será feito sem alterar as definições dex1 por x2, então o formalismo de dipolos se

aplicará parax1 pequeno, i.e., rapidezes negativas e grandes em módulo.

4.2.1 Seção de choque

A seção de choque diferencial com dependência empT é escrita como [92,125]:

dσDY

dM2dyd2pT
=

α 2
em

6π3M2

∫ ∞

0
dρW(x2,ρ, pT)σdip(x1,ρ), (4.40)

em quepT é o momentum transversal do dilépton,M é a massa do dilépton,y é a rapi-

dez do fóton eρ é a separação transversal do dipolo. As variáveisx1 e x2 são dadas por

x1,2 =
√

(M2 + p2
T)/sexp[±y] e s é a energia no referencial do centro de momentum elevada

ao quadrado. Rapidez negativa (y < 0) implica x2 > x1. Neste formalismo,x2 é a fração do

momentum do nucleon no projétil levada pelo fóton virtual.

A função–pesoW(x2,ρ, pT) depende da composição do projétil. Ela dá o peso da contri-

buição de cada dipolo de tamanhoρ e é uma funcional das funções de distribuição de pártons:

W(x2,ρ, pT) =∑
q

∫ 1

x2

dα
α 2 e2

q

[x2

α
f A
q

(x2

α
,M2

)

+
x2

α
f A
q̄

(x2

α
,M2

)]

×
{

[m2
qα 4 +2M2(1−α )2]

[

1

p2
T +η 2

q
T1(ρ)− 1

4ηq
T2(ρ)

]

+ [1+(1−α )2]

[

ηqpT

p2
T +η 2

q
T3(ρ)− 1

2
T1(ρ)+

ηq

4
T2(ρ)

]}

, (4.41)

em quex2/α é a fração do momentum do nucleon levada pelo párton emitido (x2 < α < 1).

A variávelα relaciona a fração de momentum do pártonx2/α com a fração de momentum do

fóton virtual x2 (α é a fração de momentum do párton que é levada pelo fóton). A constante

ηq é dada porη 2
q = (1−α )M2 +α 2m2

q e mq é a massa do quark retirada do ajuste da seção de
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choque de dipolos. As funçõesTi são dadas por:

T1(ρ) =
ρ
α

J0

( pTρ
α

)

K0

(ηρ
α

)

T2(ρ) =
ρ2

α 2J0

( pTρ
α

)

K1

(ηρ
α

)

T3(ρ) =
ρ
α

J1

( pTρ
α

)

K1

(ηρ
α

)

,

em que a funçãoJn(x) é a função de Bessel do primeiro tipo de ordemn e a funçãoKn(x) é a

função de Bessel do segundo tipo modificada (ou hiperbólica) de ordemn.

As funções de distribuição de pártonsf A
q contém os efeitos nucleares. No caso em que o

projétil é um próton (e o alvo segue sendo um próton), apenas asubstituição por distribuições

protônicas é necessária para adaptar o formalismo. Se o alvoé um dêuteron, a seção de choque

de dipolos não muda, já que, no formalismo de dipolos, apenaso conteúdo de glúons do alvo

é considerado. A seção de choque de dipolos, como no caso do espalhamento profundamente

inelástico, considera também a parte não perturbativa da interação com o campo de cor do alvo.

Um fato interessante do formalismo de dipolos é que ele, já emordem dominante, dá uma

distribuição empT bem comportada e adequada aos experimentos. Teoricamente espera-se que

para pequenox1 (região de validade do formalismo de dipolos) e grandepT o formalismo de

dipolos corresponda à contribuição de Compton da análise no referencial de momentum infi-

nito [92] quando os efeitos de saturação na seção de choque dedipolos são desprezados. (Para

grandepT, no referencial de momentum infinito, okT intrínseco pode ser desprezado, conforme

discussão após a Eq. 4.39). É interessante notar que o formalismo de dipolos é uma descrição

do processo Drell–Yan que não envolve parâmetros: apenas parametrizações universais (que

podem ser obtidas no EPI e são usadas em outros processos) sãoutilizadas.

4.3 Resultados e comparação

Nesta seção serão apresentados os resultados obtidos com osdois formalismos: dipolos de

cor no referencial de repouso do alvo (dipolo) e momentum transversal intrínseco no referencial

de momentum infinito (RMI). Serão usadas energias compatíveis com as dos colisores RHIC

(
√

s= 200 GeV) e LHC (
√

s= 8800 GeV). As colisões projetadas para LHC são p–p e p–Pb,

enquanto que RHIC mede p–p e d–Au. A massa do dilépton é deM = 6,5 GeV, de acordo com

a proposta de estudar variações nas distribuições comx pequeno. Para esta escala, a constante

de acoplamento da força forte dada pela GRV98 é 0,186. O momentum transversal também

estará restrito a no máximo valores da ordem da massa do dilépton. Infelizmente, não há na
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Figura 4.4: Variação dex1 e x2 com a rapidezy e o momentum transversalpT para energias de
(a) RHIC e (b) LHC.

literatura resultados experimentais compatíveis.

Para o momentum transversal intrínseco, o valor de
〈

k2
T

〉

de 0,5 GeV2 é tradicionalmente

utilizado [121, 128] para experimentos de energias mais baixas. Em um estudo mais atual de

produção de píons em OSD [129],
〈

k2
T

〉

= 2,5 GeV2 foi adequado para reproduzir dados de

RHIC, mesmo para pequenopT. Para LHC, como uma extrapolação, ainda será utilizado o

valor
〈

k2
T

〉

= 4,5 GeV2, já que fenomenologicamente é esperado que o valor necessário para

ajustar bem os dados cresça com a energia [129, 130]. Este fato é o resultado de emissões de

glúons macios pelo párton antes da interação, que aumentam com a energia e provocam um

acréscimo nokT intrínseco efetivo.

Com a energia de centro de momentum definida, pode-se facilmente calcularx1 ex2, o que

é feito no gráfico 4.4. Tantox1 quantox2 aumentam com o aumento do momentum transversal

pT, mas as variáveis apresentam comportamentos opostos com relação à rapidez:x1 aumenta

e x2 diminui com o aumento desta. Na análise apresentada, rapidezes negativas serão mais

usadas, já que é nesta região de rapidez que o formalismo de dipolos foi adaptado e explorado

na Ref. 52.

Para a comparação das reações próton–núcleo com as reações próton–próton, o fator de

modificação nuclear será calculado:

RpA =
dσ(pA)

dp2
TdydM

/

A
dσ(pp)

dp2
TdydM

. (4.42)
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No caso de colisões d–A, os efeitos nucleares do dêuteron sãodesprezados e o fator é dado por:

RdA =
dσ(dA)

dp2
TdydM

/

2A
dσ(pp)

dp2
TdydM

. (4.43)

4.3.1 Resultados para energias de RHIC

Para energias de RHIC, os intervalos de rapidez epT utilizados determinam que a variável

x1 fique entre 0,00267 (y = −2,5, pT = 0) e 0,0176 (y = −1,0, pT = 7) e quex2 fique entre

0,0883 (y = −1,0, pT = 0) e 0,582 (y = −2,5, pT = 7). Na figura 4.5, observa-se a seção

de choque do processo Drell–Yan para colisão p–p em função domomentum transversal do
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dilépton para rapidezes de (a)y = −1,0, (b) y = −1,5, (c) y = −2,0 e (d)y = −2,5. A figura

mostra que os dois formalismos empregados diferem bastante, não só na magnitude como na

forma dos resultados. Os efeitos do momentum transversal intrínseco estão presentes, como se

pode ver na diferença entre os casos de〈k2
T〉 = 0,5 GeV2 e 〈k2

T〉 = 2,5 GeV2. Quanto maior

〈k2
T〉, maior a região empT que é dominada pelo comportamento gaussiano do primeiro termo

do lado direito da Eq. 4.39. Considerando-se as parametrizações GBW, DHJ e BUW, vê-se que

elas apresentam certa distinção, em especial para grandepT.

Teoricamente, espera-se que o formalismo de dipolos corresponda à contribuição de Comp-

ton da análise no referencial de momentum infinito [92]. Estaregião tem pequenox1, para ga-
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rantir a validade do formalismo de dipolos, e grandepT/〈kT〉, para que okT intrínseco possa

ser desprezado. Na Fig. 4.5, na região de grandepT (principalmente paray = −2,5), os dois

formalismos predizem praticamente a mesma dependência empT para a seção de choque.

Na figura 4.6, é dado o fator de modificação nuclearRdA para energias de RHIC como fun-

ção do momentum transversalpT para os dois formalismos empregados e para as duas funções

de distribuição de párton nucleares EPS08 e EPS09. Para entender os resultados, é necessário

analisar como os efeitos nucleares são levados em conta pelos diferentes formalismos.

No formalismo de dipolos de cor, por exemplo, as distribuições de pártons (contendo os
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efeitos nucleares) são integradas emx dex2 a 1 (Eq. 4.41). Assim, quandox2 aumenta, os efeitos

de sombreamento, anti-sombreamento e efeito EMC são deixados de lado na integração, nesta

ordem. Quandox2 cresce na região de sombreamento, uma região do domínio de integração

que relaciona a distribuição nuclear com a distribuição protônica com um fator menor do que

a unidade é abandonada, fazendo com que o fator de modificaçãonuclear aumente. Quandox2

cresce na região de anti-sombreamento, que é uma região ondeas distribuições nucleares são

maiores do que as protônicas, o fator diminui, já que é perdida do cálculo esta região. Quando

x2 cresce na região de efeito EMC, o fator aumenta por um processosimilar.
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No referencial de momentum infinito, duas integrais interessam. Para grandepT, a parte

importante é a daσP, na qual há uma integração na variávelxB (relacionada com os efeitos

nucleares) de(x2− τ )/(1− x1) (para rapidez muito negativa eτ pequeno,≈ x2) até 1. Sendo

assim, a mesma sequência de efeitos nucleares que são incluídos no formalismo de dipolos será

seguida nesta integração: apenas os pesos que multiplicam as parametrizações nucleares serão

diferentes. No referencial de momentum infinito para pequeno pT, a seção de choque é domi-

nada pelo comportamento da parametrização gaussiana e da seção de choque diferencial dupla.

A parametrização gaussiana é a mesma, tanto no caso nuclear quanto no caso nucleônico, logo

não influi na análise da razãoRdA. Já a seção de choque diferencial dupla faz uma integração

com pesos diferentes, ou seja, os efeitos nucleares são levados em conta diferentemente da ma-

neira usada naσP, apesar de quexB varie de maneira similar ao caso anterior: de
√

τe−y (aprox.

x2) até 1.

A Fig. 4.6 pode ser melhor entendida agora. A variávelx2 fica praticamente na região de

anti-sombreamento. Logo, qualquer aumento emx2 representa uma diminuição no fator de mo-

dificação nuclear pela não-inclusão de regiões emx2 nas quais as parametrizações nucleares são

maiores do que as protônicas. A inclinação empT é negativa, pois um aumento empT implica

aumento emx2. Da mesma maneira, quando a rapidez se torna mais negativa,x2 aumenta e o

fator diminui.

No modelo de pártons,RdA é diferente em duas regiões e justifica-se o degrau visto na

região de transição entre as duas (completamente visto parao caso de〈k2
T〉 = 0,5 GeV2). Fi-

sicamente, este degrau está relacionado com a divisa entre aregião de pequenopT, na qual o

momentum transversal é gerado essencialmente pelo momentum transversal intrínseco — um

efeito não perturbativo — e a região de grandepT, na qual o momentum transversal é gerado

perturbativamente como resultado da interação dura entre os pártons. Estes dois casos depen-

dem de conjuntos de diagramas diferentes e tomados com variáveis diferentes. Sendo assim,

nas duas integrações presentes nas seções de choque no modelo de pártons (Eq. 4.39), os efeitos

nucleares são integrados com diferentes pesos, o que gera o degrau emRdA.

O formalismo de dipolos segue muito bem o modelo de pártons quando não há influência do

momentum transversal intrínseco, mostrando que nesse casoos dois formalismos interpretam

os efeitos nucleares da mesma maneira. Contudo, com a introdução do momentum transversal

intrínseco, o fator de modificação nuclear sofre significativa alteração e pode ser usado para

determinar qual formalismo está correto e o quanto de momentum transversal intrínseco deve

ser considerado.

As parametrizações EPS08 e EPS09 produzem um resultado muito similar, da mesma ma-
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neira que a parametrização EKS (ver Fig. 4.7). Isto deve-se ao fato de que, na região de anti-

sombreamento, todas as parametrizações nucleares são muito similares. É interessante notar

também, na Fig. 4.8, que os modelos GBW, DHJ e BUW não apresentam discrepância signifi-

cativa, apesar de que na seção de choque para colisão p–p estas três parametrizações geravam

resultados diferentes (conforme Fig. 4.5). Assim, a produção de diléptons mostra-se um obser-

vável que não é suficiente para discriminar entre os diferentes modelos para a seção de choque

de dipolos.
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4.3.2 Resultados para energias de LHC

Para energias de LHC, os intervalos de rapidez epT utilizados determinam que a variável

x1 fique entre 1,83×10−6 (y = −6, pT = 0) e 3,99×10−4 (y = −1,0, pT = 7) e quex2 fique

entre 2,01×10−3 (y = −1,0, pT = 0) e 0,438 (y = −6, pT = 7). Na figura 4.9, observa-se a

seção de choque para colisão p–p em função do momentum transversal do dilépton para (a)

y = −1,5, (b) y = −3,0, (c) y = −4,5 e (d) y = −6,0. No modelo de pártons,〈k2
T〉 = 0,5,

2,0 e 4,5 GeV2 são usados. Novamente, a figura mostra que os dois formalismos empregados

descrevem seções de choques bem diferentes, não só na magnitude como na dependência em

pT dos resultados. Além disso, a distribuição de momentum transversal intrínseco pode alterar
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fortemente os resultados. Sobre as seções se choque de dipolos, pode-se dizer que os modelos

DHJ e BUW são muito similares e que apenas o modelo GBW persistesendo diferente dos

outros dois.

Na figura 4.10, é apresentada a razãoRpA para energias de LHC e colisões p–Pb como fun-

ção do momentum transversalpT para: (a)y=−1,5, (b)y=−3,0, (c)y=−4,5 e (d)y=−6,0.

No caso de LHC, não serão mostrados, apesar de terem sido calculados, o gráfico comparando

as parametrizações EKS e EPS09 e o gráfico comparando as parametrizações GBW, BUW e

DHJ, pois não foram encontradas diferenças significativas entre os resultados destas parametri-

zações.

Para entender o comportamento das razões entre as seções de choque, a mesma análise

realizada para RHIC deve ser repetida, só que agorax2 pode ser substancialmente menor. Então,

o efeito de sombreamento também precisa ser levado em conta.Por exemplo, a inclinação com

relação apT muda de positiva (y=−1,5) para negativa (y=−6,0). Para rapidezes mais centrais,

está envolvido o efeito de sombreamento e um aumento empT implica aumento emx2 e uma

menor região de sombreamento é incluída nas integrações, fazendo com que o fator aumente.

Para rapidezes mais negativas, o aumento emx2 tem o mesmo efeito descrito em RHIC: menor

região de anti-sombreamento é considerado e o fator diminuicom o aumento depT. Da mesma

forma, quando a rapidez vai dey = −1,5 a y = −6,0, o fator primeiro aumenta para depois

diminuir, apresentando um máximo. Conformex2 diminui (pT diminui ey aumenta), primeiro

o efeito de anti-sombreamento e depois o de sombreamento sãoincluídos.

Os efeitos do momentum transversal intrínseco são bem visíveis novamente e isso dife-

rencia o fatorRpA calculado no formalismo de dipolos do calculado no modelo depártons.

Contudo, os dois modelos também diferem quando o sombreamento é importante, ou seja, para

rapidezes mais centrais, mesmo quando o efeito do momentum transversal intrínseco poderia

ser desprezado. Tudo indica que o formalismo de dipolos é menos sensível ao sombreamento no

projétil. Deve-se lembrar, todavia, que o estudo está melhor embasado nas regiões de rapidezes

mais negativas, nas quais o formalismo de dipolos tem maior validade fenomenológica.

As parametrizações nucleares EPS08 e EPS09 apresentam resultados bem diferentes para

rapidezes mais centrais. A EPS08 apresenta um sombreamentomais intenso do que a EPS09,

gerando resultados para o fator de modificação nuclear menores nessa região de rapidez. Assim,

diléptons, mesmo em rapidezes negativas, podem trazer informações sobre as parametrizações

nucleares.
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Figura 4.11: FatorRdA calculado usando os diferentes formalismos (no modelo de pártons,
formalismo de dipolos com o dêuteron como alvo e formalismo de dipolos com o núcleo como
alvo (CVC). O fator é dado como função da rapidezy para momentum transversalpT igual a 2
e a 6 GeV, para energias de RHIC. Acima, a parametrização EPS08 eabaixo a parametrização
EPS09.

4.3.3 Rapidezes negativas e positivas

Nesta seção, será estudada a produção de diléptons para rapidezes negativas e positivas.

Para rapidezes positivas, apenas o formalismo no referencial de momentum infinito se mantém
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Figura 4.12: FatorRdA calculado usando os diferentes formalismos (no modelo de pártons,
formalismo de dipolos com o dêuteron como alvo e formalismo de dipolos com o núcleo como
alvo (CVC). O fator é dado como função da rapidezy para momentum transversalpT igual a 2
e a 6 GeV, para energias de LHC. Acima, a parametrização EPS08 eabaixo a parametrização
EPS09.

válido como descrito até agora. Para estudar o formalismo dedipolos na região positiva de

rapidez, a troca entre o alvo e o projétil realizada anteriormente precisa ser desfeita: agora o

núcleo volta a ser o alvo. Nesse caso, naF2 serão usadas funções de distribuição de pártons de

prótons livres. Na parte da seção de choque de dipolos, um cuidado maior precisa ser tomado:
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o núcleo em repouso e testado a pequenas frações de momentumxB deve ser considerado como

um sistema denso, como no condensado de vidros de cor (CVC). Esta análise foi realizada na

Ref. 53 para massas de diléptonM = 3 GeV. Nesta tese, os resultados foram reproduzidos para

M = 6,5 GeV.

Na figura 4.11, está delineado o fatorRpA para energia de RHIC como função da rapidezy

para momentum transversalpT igual a 2 e a 6 GeV. Os três formalismos são utilizados: modelo

de pártons, no formalismo de dipolos a rapidezes negativas (alvo: próton) e com o condensado

de vidros de cor (alvo: núcleo). No gráfico superior, é usada aparametrização nuclear EPS08,

enquanto que no inferior é usada a EPS09. A seção de choque de dipolos utilizada é a BUW

no caso do referencial de repouso do próton. O comportamentoda razãoRpA com a variação

de pT é consistente entre os diferentes formalismos. Para rapidezes negativas, o aumento de

pT provoca a redução do fator de modificação nuclear, já que issodiminui a contribuição do

efeito de anti-sombreamento. Para rapidezes positivas, o efeito é o oposto: um aumento empT

provoca um acréscimo emRpA, de novo pela redução da contribuição de um efeito nuclear mas,

neste caso, o de sombreamento, que tende a reduzir a razão.

Para LHC (Fig. 4.12), a dependência no momentum transversalse comporta da mesma

maneira que em RHIC. Contudo, quando são comparadas as parametrizações EPS08 e EPS09

no modelo de pártons, uma diferença importante na dependência em rapidez é encontrada para

rapidezes positivas: enquanto o cálculo com a EPS08 apresenta derivada negativa com a rapidez,

o cálculo com a EPS09 apresenta uma região de derivada positiva. Além disso, o formalismo de

dipolos com o CVC torna-se muito diferente do modelo de pártons, indicando que os modelos

estão bem ajustados para RHIC, mas que em LHC correções serão necessárias.

Estas discrepâncias para LHC têm sua origem nas diferentes maneiras como os modelos

levam em conta o sombreamento dos pártons. O CVC apenas leva emconta o conteúdo de

glúons do alvo (núcleo) e, enquantox2 estiver na região em que o sombreamento for o efeito

dominante,RpA irá diminuir com o aumento dex2. Já para o modelo de pártons, também são

importantes os quarks no alvo. Nas energias de LHC, diléptonsde pequena massa são produ-

zidos essencialmente por colisões em que um do pártons é um glúon, no alvo ou no projétil,

já que as frações de momentum atingidas são muito pequenas e as distribuições de glúons são

dominantes. Para rapidezes centrais, glúons do projétil e do alvo são de importância compará-

vel, então o sombreamento de quarks (e antiquarks, sondadospelos glúons do projétil) contribui

tanto quanto o sombreamento de glúons (sondados pelos quarks e antiquarks do projétil. Para

rapidezes mais positivas, apenas sombreamento de glúons participa. Assim, se o sombreamento

de quarks é mais forte que o sombreamento de glúons e o sombreamento em si não intensifica-
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se muito rapidamente com o aumento da rapidez, o fatorRpA poderá aumentar quando se vai

de rapidezes centrais para rapidezes positivas, como no caso da EPS09. No caso da EPS08,

o sombreamento aumenta muito rápido com a fração de momentum, compensando o efeito da

troca do sombreamento de quarks e glúons pelo sombreamento de glúons apenas, garantindo

que o fatorRpA diminua sempre paray > 0.
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5 Conclusões

Após uma introdução ao EPI e às distribuições partônicas no Cap. 2, as seções de choque

de dipolos foram estudadas no Cap. 3. Destaca-se inclusão de flutuações na parametrização

AGBS, realizada na Ref. 44, com uma distribuição gaussiana para as frentes de onda dos even-

tos, evoluídas individualmente com base nas soluções assintóticas da equação BK. Foi visto que

sob o ponto de vista do modelo AGBS, não há evidência de flutuações nas energias alcançadas

em HERA nos dados da função de estrutura do próton, já que para os dados combinados de H1 e

ZEUS, o coeficiente de difusãoD dado pelo ajuste foi nulo dentro da margem de erro. O ajuste

no todo obteve um bom chi-quadrado, como já havia sido obtidocom a AGBS sem flutuações.

Adicionalmente, a inclusão de flutuações não alterou os parâmetros encontrados no ajuste an-

terior. A partir disso, pode-se concluir que a aproximação de campo médio (equação BK) com

parâmetro de acoplamentoαs fixo é suficiente para descrever os dados de HERA (Y < 9). Este

resultado concorda com as simulações da equação de Langevinrealizadas na Ref. 131, cujos

resultados indicam relevância das flutuações para valores mais altos de rapidez. Conclui-se que

o modelo AGBS é um modelo robusto o suficiente para a investigação de novos parâmetros:

o estudo similar [107] de flutuações realizado para os modelos GBW e IIM podem ter obtido

resultados inconclusivos em parte ao uso dessas parametrizações, já que, por exemplo, a GBW

não inclui violações de escalamento geométrico, o que poderia causar um falso aumento na di-

fusão encontrada em parte para tornar fazer com que a seção dechoque de dipolos apresentasse

estas violações.

Como questões abertas para a parametrização ABGS com flutuações ficam a inclusão de

quarks pesados, a dependência no parâmetro de impacto — também não realizada no modelo

AGBS sem flutuações —, a mudança de acoplamento fixo para acoplamento variável e, princi-

palmente, o aumento de energia: em LHC, os efeitos de flutuações serão vistos?

Com relação à produção de diléptons, no Cap. 4 foram descritos eutilizados dois forma-

lismos: o modelo de pártons no referencial de momentum infinito com momentum transversal

intrínseco e o formalismo de dipolos para rapidezes negativas. Enquanto o primeiro já é conhe-

cido na literatura há 30 anos, o segundo só recentemente foi adaptado para rapidezes negativas
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em colisões próton–núcleo no trabalho original [52]. O intuito de calcular o modelo de pártons

no referencial de momentum infinito foi provocado pela idéiade confirmação e comparação dos

resultados obtidos na Ref. citada e foi publicado na Ref. 51. Osefeitos nucleares foram estuda-

dos por meio do fator de modificação nuclear, que relaciona seções de choque de colisões p–A

(ou d–A) e colisões p–p.

Para rapidezes negativas, os diferentes estudos mostraram-se consistentes e, dadas as parti-

cularidades de cada um, mostraram resultados compatíveis.A diferença mais notável entre os

resultados é o degrau mostrado na fator de modificação nuclear entre o cálculo considerando o

momentum transversal intrínseco e o cálculo no formalismo de dipolos de cor. Esta diferença

pode vir a ser uma maneira de identificar como os momenta transversais dos pártons devem ser

descritos e ainda apontar necessidade de mais um parâmetro no formalismo de dipolos. Este

resultado sugere que o formalismo de dipolos de cor falha em incluir efeitos não perturbativos

ou de ordem mais alta representados pelokT intrínseco. As diferentes seções de choque de di-

polos utilizadas não apresentam diferença significativa, indicando que os efeitos nucleares não

são sensíveis às parametrizações GBW, BUW e DHJ e não podem ajudar a resolver a questão

das violações de escalamento geométrico.

Também foram objetos de pesquisa os efeitos nucleares. Trêsparametrizações (EKS, EPS08

e EPS09) foram utilizadas e comparadas, mostrando resultados qualitativamente compatíveis a

rapidezes negativas, mas com importantes diferenças na ponderação dos efeitos nucleares. Os

efeitos de anti-sombreamento e EMC para energias de RHIC e estes dois mais o de sombrea-

mento para energias de LHC mostram-se com grande influência nas seções de choque. Con-

sequentemente, a produção de diléptons para rapidezes negativas é apropriada para entender e

quantificar os efeitos nucleares para pequeno e grandex, tanto como a interpretação da depen-

dência em momentum transversal quanto em rapidez. Em LHC, mesmo o efeito de sombrea-

mento forte como o da EPS08 pode ser estudado paray < 0, que é tradicionalmente associado

a rapidezes positivas, tornando a produção de diléptons a rapidezes negativas sensível a todos

os efeitos existentes e necessária para complementar o estudo dey > 0.

Em rapidezes positivas, a aplicação do modelo de pártons no referencial de momentum

infinito para rapidezes positivas produziu resultados parao fator de modificação nuclear inte-

ressantes quando comparados com os obtidos na Ref. 53 para o formalismo de dipolos com o

condensado de vidros de cor. Em RHIC, os diferentes modelos concordam qualitativamente e

o mesmo vale para LHC no caso da parametrização EPS08, que possui um sombreamento mais

forte que a EPS09. Já para LHC no caso da parametrização EPS09, os modelos apresentam

grandes diferenças qualitativas devido às diferentes intensidades do sombreamento de quarks
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e de glúons, ambos presentes no modelo de pártons (no CVC apenas os glúons são incluídos).

Uma questão importante é saber se os dois modelos devem ser reconciliados por meio de um

sombreamento forte ou pela inclusão de quarks no CVC. Nesse sentido, futuros dados de LHC

para diléptons de pequena massa podem ser muito elucidativos e mais uma entrada para os

ajustes das parametrizações.
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6 Perspectivas

No referencial de momentum infinito, o problema das divergências na formap(−2)
T foi resol-

vido por meio da introdução do momentum transverso intrínseco. Uma outra maneira possível

seria aplicar a ressoma de termos log(pT/M) [132, 133]. Quando um problema possui duas

escalas (e.g.,pT e M), termos proporcionais ao logaritmo destas duas escalas aparecem na ex-

pansão acompanhandoαs. Se as duas escalas são muito distintas, estes termos podem fazer

com que a expansão emαs perca sua validade. Assim, é necessário ressomar estes termos em

todas as ordens. Felizmente, isso pode ser feito para os termos que divergem, criando uma nova

expansão válida. Outra linha de pesquisa a ser seguida seriao estudo de diferentes parametri-

zações para o momentum transversal intrínseco. Uma dependência emA ou na energia poderia

ser estudada.

No contexto de flutuações, dada a dificuldade de se trabalhar com as equações de laços

de pômerons, cujas soluções só são conhecidas após aproximações e em regimes assintóticos,

modelos mais simples com um número menor de dimensões foram propostos. Entre estes, o

modelo unidimensional com acoplamento fixo [112] e com acoplamento variável [113] é uma

simplificação drástica mas que mantém os mecanismos básicosda CDQ. Este modelo é um

modelo de partículas com duas dimensões: a coordenada espacial, que representa a partícula em

um eixox e a coordenada temporal,t. Em analogia com a CDQ,t representa a rapidez, enquanto

quex representa o logaritmo do tamanho inverso ao quadrado do dipolo x ≡ log(r2
0/r2). Um

particular estado de um hádron é um conjunto de partículas distribuídas emx e o sistema evolui

comt pela emissão de novas partículas (apenas uma partícula a cada passo). Sen(x) representa

uma configuração de partículas,P(n(x),Y) descreve a probabilidade de o hádron encontrar-se

com a configuraçãon(x).

Uma colisão é representada pela interação de dois hádrons, i.e., pela interação entre dois

conjuntos de probabilidades de configurações. O representado pela letra R move-se para a

direita e apresenta rapidezY−Y0, enquanto que o representado pela letra L move-se para a

esquerda e apresenta rapidezY0. Os resultados dos cálculos não devem depender deY0 pela

invariância de Lorentz. A matriz de espalhamento entre duaspartículas em posiçõesxR e xL é
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dada porσ(xR|xL) = 1− τ (xR|xL). A amplitude de espalhamentoτ (x|y) tem a seguinte forma

escolhida:

τ (x|y) = α (x)α (y)exp(−|x−y|) ≡ α (x)α (y)K(x,y), (6.1)

em analogia com a CDQ. A matriz de espalhamento entre duas configurações é dada por:

S[n,m] = exp

[

∫

dxRdxLn(xR)m(xL) lnσ(xR|xL)

]

. (6.2)

A média da matriz de espalhamento é dada por:

〈S〉Y =
∫

DnDmPR[n(xR),Y−Y0]PL[m(xL),Y0]S[n(xR),m(xL)]. (6.3)

Após um passo na evolução de um sistema de partículas, uma nova partícula é emitida. A

taxa de depósito de partícula na posiçãoz é dada por:

fz[n(x)] =
Tz[n(x)]

α (z)
, (6.4)

com

Tz[n(x)] = 1−exp

[

∫

dxn(x) lnσ(z|x)
]

. (6.5)

A configuração após a emissão de uma partícula localizada emzconsiste na configuração inicial

mais esta partícula:

∂YP[n(x),Y] =
∫

dz fz[n(x)−δxz]P[n(x)−δxz,Y]−
∫

z

fz[n(x)]P[n(x),Y]. (6.6)

O acoplamento pode ser fixo ou variável. De acordo com a cromodinâmica, espera-se que no

caso de acoplamento variável ele se comporte comoαs(x) = 1/(βx). Contudo, este compor-

tamento não descreve a região dex < 0, em que há saturação e espera-se que o acoplamento

torne-se fixo. Para remediar este problema, usa-se a interpolação:

αs =
1

βcln(ex/c +e1/(α0βc))
, (6.7)

comα0 = 0,7 ec = 0,1.

As condições iniciais devem ser escolhidas de forma que a dinâmica estudada fique na

região em que valeαs = 1/(βx), i.e., devem estar saturadas (T(x) = 1) para pequenox. Em

geral, as condições iniciais sãon(x< xs|Y=0) = const. en(x> xs|Y=0). A variávelxs é a posição

da frente de onda que, durante a evolução, deslocar-se-á para valores maiores dex e será dada
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por:

xs = xs|Y=0 +
∫

x>xs|Y=0

T(x,Y). (6.8)

O análogo da posição da frente de onda na CDQ é a escala de saturação Qs e, já quer2 =

r2
0 exp(−x), a relação entre as duas variáveis é:

Q2
s =

1

r2
0

expxs. (6.9)

A dispersão das frentes de ondas é dada por:

σ2 = 〈x2
s〉−〈xs〉2. (6.10)

Nos artigos originais do modelo, foi mostrado que com essa evolução ele reproduz uma

hierarquia de equações análoga à hierarquia de Balitsky, comprimeira equação dada por:

∂Y 〈Tx〉 = αx

∫

z

Kxz〈Tz(1−Tx)〉 (6.11)

e segunda equação dada por:

∂Y
〈

TxTy
〉

= αx

∫

z

Kxz
〈

TzTy(1−Tx)
〉

+αy

∫

z

Kyz
〈

TzTx(1−Ty)
〉

+αxαy

∫

z

αzKxzKyz
〈

Tz(1−Tx)(1−Ty)
〉

. (6.12)

Esta hierarquia, na aproximação de campo médio, reduz-se à uma equação análoga à equação

BK:

∂Y 〈Tx〉 = αx

∫

z

Kxz[〈Tz〉−〈Tz〉〈Tx〉] . (6.13)

Com parâmetro de impacto fixo, a seção de choque entre o onium e ohádron, ou seja, a

seção de choque de dipolos-alvo é

dσtot

d2b
(r ,b,Y) = Ptot(b, r ;Y) ≡ Ptot(x,y;Y). (6.14)

A probabilidade de interaçãoPtot(b, r ;Y) é dada, no caso em que o alvo está em repouso (Y0 = 0

e o projétil consiste em apenas um dipolo), por 2Re〈T(x,y)〉Y.

Os resultados para o modelo na aproximação de campo médio do modelo obedecem ao

escalamento geométrico, não importando se o acoplamento é fixo ou variável. Com a simulação
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completa do modelo, que inclui as flutuações, no caso de acoplamento fixo, o escalamento

geométrico é substituído pelo escalamento difusivo [112].Contudo, se com acoplamento é

variável, o escalamento geométrico é mantido [113]: esta é uma consequência da evolução das

frentes de onda. Com acoplamento variável, a distribuição departículas no modelo mantém a

forma pré-assintótica da frente de onda.

Algo que não foi realizado na literatura até agora foi o cálculo de seções de choque para o

modelo unidimensional. Mais importante, nenhuma seção de choque calculada até agora incluiu

flutuações com acoplamento variável. A primeira seção de choque que vem a mente seria a de

EPI inclusivo (γ∗–h):

dσγ
tot

d2b
(Y,Q2) =

∫ 1

0
dv
∫

d2rrr ∑
α=L,T

|ψγ
α (v, r;Q)|2Ptot(bbb, rrr;Y); (6.15)

ou, com integração emx:

dσγ
tot

d2b
(Y,Q2) =

πr2
0

2

∫ 1

0
dv
∫ ∞

−∞
dxe−x ∑

α=L,T
|ψγ

α (v,x;Q)|2Ptot(x;Y). (6.16)

É interessante identificar como as flutuações estão presentes nessa seção de choque e entender

o que acontece nos 4 casos:

• Campo médio com acoplamento fixo.

• Campo médio com acoplamento variável.

• Evolução estocástica com acoplamento fixo.

• Evolução estocástica com acoplamento variável.

Para efetivamente calcular as seções de choque, no caso do modelo de partículas é neces-

sário discretizar o eixox. Cada sítio no eixox tem tamanho de 1/8. A condição inicial usada

possui 20 partículas em cada sítio parax< xs|Y=0 e nenhuma partícula nos casos dex> xs|Y=0;

a frente de onda inicial escolhida éxs|Y=0 = 6. Na aproximação de campo médio, a evolução é

realizada por um método numérico de solução de equações diferenciais ordinárias da biblioteca

GNU GSL [134]. No caso de flutuações, a dinâmica do sistema de partículas é simulada com

104 eventos:

• A cada passo em rapidez, primeiramente o tamanho do passo é sorteado a partir de uma

distribuição exponencial com média igual ao inverso da probabilidade total de emissão de

uma nova partícula.
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Figura 6.1: Seção de choque (Eq. 6.16) no caso de acoplamentofixo como funções deQ2/〈Q2
s〉

para diferentes valores de rapidez. Acima, acoplamento fixo; embaixo, acoplamento variável.
O primeiro caso apresenta escalamento geométrico enquantoque o segundo não.

• Posteriormente, o sítio no qual a partícula gerada é sorteado de acordo com a taxa de

depósito de cada sítio.

A amplitude de espalhamento física é tomada como a média sobre todos os eventos. O acopla-

mento fixo deαs = 0,2, constante do acoplamento variávelβ = 0,72 e o valor der0 = 1 GeV−1
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Figura 6.2: Seção de choque (Eq. 6.16) no caso de acoplamentovariável como função de
Q2/〈Q2

s〉 para diferentes valores de rapidez. Acima, acoplamento fixo; embaixo, acoplamento
variável. Os dois casos são quase idênticos e apresentam escalamento geométrico.

são utilizados.

Na Fig. 6.1 estão os resultados no caso de acoplamento fixo como funções deQ2/〈Q2
s〉. Na

parte superior, vê-se o caso do campo médio, cujas soluções obedecem ao escalamento geo-
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métrico. Conforme a rapidez aumenta, a janela de escalamentogeométrico aumenta também:

nesta janela, as seções de choque possuem a mesma forma para diferentes valores de rapidez.

No caso com flutuações (inferior), não há escalamento geométrico e a forma das soluções muda

comY. Como conclusão, as flutuações são importantes no caso de acoplamento fixo, quebrando

o escalamento geométrico.

Na Fig. 6.2 estão os resultados de acoplamento variável. Ambos preservam o escalamento

geométrico, de fato, as soluções são muito similares, indicando que o acoplamento variável

inibe os efeitos das flutuações, restaurando o escalamento geométrico. Como conclusão, pode-

se dizer que a inclusão do acoplamento variável nas equaçõesda CDQ é suficiente para bem

descrever as seções de choque.
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