UNIVERSIDADE FEDERAL DO RIO GRANDE DO SUL
INSTITUTO DE FISICA

Fotoproducao Difrativa de

Higgs por duplo Pomeron.*

Gustavo Gil da Silveira

Dissertacao de mestrado realizada sob
orientacao da Profa. Dra. Maria Beatriz
Gay Ducati e apresentada ao Instituto de
Fisica da UFRGS em preenchimento do re-
quisito final para a obtencao do titulo de
Mestre em Fisica.

Porto Alegre
2007

* Trabalho financiado pelo Conselho Nacional de Desenvolvimento Cientifico e Tecnolégico (CNPq).



Este trabalho é dedicado

aos meus pais Iloi e Asta.



Agradecimentos

Primeiramente, gostaria de agradecer a minha familia pela apoio e confianca em mim
depositados nestes anos trilhando minha formacao profissional. Em especial, a meus pais Iloi
e Asta dedico esta dissertacao, devido a todo o auxilio que me proporcionaram nesta vida,
principalmente aquele de cunho moral e ético, de valor inestimavel. Ainda neste quesito, sou
grato a minha namorada Joseane pelo apoio moral e o incentivo no periodo deste trabalho
que me acompanhou.

Também gostaria de expressar minha gratidao ao grupo GFPAE que me acolheu neste
periodo de dois anos, culminando neste trabalho. Agradeco a Profa. Dra. Maria Beatriz Gay
pela orientacao criteriosa a mim investida e o apoio a fim de vislumbrar o profissionalismo
da nossa area. Gostaria de agradecer ao colega Werner Sauter pelo auxilio neste trabalho,
principalmente na parte ntimerica para a obtencao dos resultados. Agradego também aos
demais colegas de grupo: Marcos André, Luiz Fernando, Joao Thiago, Emmanuel, Mairon,
Eduardo e Magno, pela ajuda tanto no ambito cientifico quanto no ambito paralelo deste
trabalho.

A outros colegas gostaria de agradecer: aos colegas Samir, Felipe, Daniel, Bregolin e Ros-
sano, os quais me acompanham desde a graduagao e que também contribuiram para este
trabalho. Agradego aos demais colegas da sala M203 e salas adjacentes, os quais propor-
cionaram estimado coleguismo nestes anos, talvez nao auxiliando de forma direta para este
trabalho, mas contribuindo para a sua execucao. Nao tao ligados aos assuntos cientificos,
aos professores e funcionarios do Instituto de Fisica da UFRGS também gostaria de dedicar
um agradecimento, os quais congregaram esforcos de outra natureza mas importante para
a conclusao deste trabalho.

Finalmente, um agradecimento formal a todos aqueles que contribuem com seus tributos
fiscais, sem os quais nao poderia estar apresentando esta dissertacao por esta Universidade
que tanto estimo. Por fim, mas o mais importante, agradeco a Deus por confiar a mim
capacidade de concluir este trabalho.



Resumo

Propomos um processo alternativo para a producao difrativa do béson de Higgs inspirado
no Modelo KMR. Neste modelo, exploramos a producao do bdéson de Higgs através da
interacao v*p em alta energia importando do Modelo KMR a proposta de Troca Dupla
de Pomerons entre as particulas do espalhamento. Em ordem dominante, modelamos esta
interacao através da troca de glions, como o Pomeron da QCD. Utilizando este vértice de
produgao, inserimos os fatores de forma de Sudakov a fim de suprimir a emissoes de glions
por bremsstrahlung.

Com isso, aplicamos este modelo para interagoes yp, subprocesso de interesse para o
estudo de producao em colisoes periferais entre prétons. Neste sentido, estimamos a se¢ao
de choque de producao do béson de Higgs para energia de Tevatron e LHC, comparando
diversas opcoes de distribuigoes de glions no proton. Através destes resultados efetuamos
uma comparacao com aqueles obtidos previamente pelo Modelo KMR.

Como resultado, observamos um comportamento distinto daquele observado no Modelo
KMR, mostrando um crescimento da secao de choque com a massa do béson de Higgs. Pela
agao dos fatores de forma de Sudakov, este crescimento é saturado em um determinado valor
de massa dependendo da energia de centro-de-massa do processo. No intervalo de massa
onde se espera observar o boson de Higgs, a taxa de eventos do processo yp se mostrou
superior aquela observada no Modelo KMR.



Abstract

We propose an alternative process for the diffractive Higgs boson production inspired
in the KMR Model. In this model, we explore the Higgs boson production through the
~v*p interaction in the high-energy limit, importing from the KMR Model the proposal of
Double Pomeron Exchange between the scattering particles. In leading order, we shape this
interaction through gluon exchange, as the QCD Pomeron. Utilizing this production vertex,
we insert the Sudakov form factors to supress the bremsstrahlung gluon emission.

Therefore, we apply this model do vp interactions, a subprocess of interest in the study
of peripheral collisions beetwen protons. In this sense, we estimate the production cross
section of the Higgs boson for energies of Tevatron and LHC, comparing several options of
parton distributions in the proton. Thus, through this results we make a comparison with
those obtained previously with the KMR model.

As a result, we observe a distinct behavior as those observed in the KMR model, showing
a growth of the cross section with the mass of the Higgs boson. With the action of the
Sudakov form factors this growth is saturated at a determined value of mass depending of
the center-of-mass energy of the process. In the range of mass where the observation of

the Higgs boson is expected the event rate of the yp process showed a greatest value those
observed in the KMR model.
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Introducao

A unificacao das Teorias Eletromagnética e das Interacoes Fracas, chamada de Teoria Ele-
trofraca, foi um passo importante para a Fisica de Particulas, agregando em uma so for-
mulagao a natureza fisica destas interacoes. Para alcancar este objetivo, grandes esforcos
foram executados, principalmente relacionados a Teoria de Campos. O ponto chave para
este desenvolvimento foi gerar a massa das particulas a partir da propria Teoria, utilizando
para este fim o Mecanismo de Higgs. Com esta ferramenta, efetua-se o processo de quebra
espontanea de simetria a fim de reescalar os campos em relacao a um estado fundamental
assimétrico. Desta maneira, as massas dos bésons mediadores W= e Z° das Interacoes Fra-
cas sao obtidas, mantendo o féton nao-massivo, como determina a QED. Porém, dentre os
campos fisicos envolvidos, se faz necessaria a inclusao de um campo bosonico escalar, a fim
de que o processo de quebra de simetria tenha efeito. Este campo é identificado por uma
massa especifica e sua interacao com os demais campos o torna responsavel pela geragao
de massa das particulas da Teoria. Este campo foi chamado de Campo de Higgs, o qual
estd associado a um valor esperado do estado de vacuo de v = 246 GeV, dando origem ao
conhecido béson de Higgs.

Dentre estes campos, o foton ja era conhecido desde o advento da QED. Entretanto,
com a evideéncia tedrica dos bosons vetoriais mediadores e do boson de Higgs, diversas pro-
postas surgiram a fim de observa-los experimentalmente. Num dos principais laboratorios
em funcionamento nos anos 80, o Proton Synchroton do CERN efetuou esta observagao,
obtendo-se uma massa para os béson mediadores dentro da margem esperada teoricamente.
Apesar deste sucesso, as buscas ao béson de Higgs continuavam, mesmo tendo uma massa
pouco maior comparada a massa dos bdsons mediadores. Contudo, o que limitava a sua
observagao eram os processos pelos quais sua producao se faz possivel, o que demanda até
hoje estudos tedricos e fenomenoldgicos acerca do modelo mais eficaz para este objetivo.
Intimeras propostas ja foram lancadas, abrangendo diversos ramos da fenomenologia em
médias e altas energias, onde diversos canais de decaimento do bdson de Higgs foram es-
tudados, até mais altas ordens em teoria de perturbacao. Mesmo nao atingindo o objetivo
fundamental, o experimento LEP no CERN pode apontar o limite inferior para a massa do
boson de Higgs

My 2 114.4 GeV, 95% Nivel de confianca

donde estima-se teoricamente um limite superior numa escala onde acredita-se que o limite
de unitariedade nao seja violado

My < \| —— ~ 1 TeV.



Introdugao 2

Todavia, o consenso que se tem formado, devido aos modelos fenomenolégicos existentes,
atribui a necessidade de os experimentos dedicados a este objetivo alcancem energias mais
altas, a fim de se tornar possivel tal observagao. Logo, esfor¢os como a construgao do LHC
(“Large Hadron Collider” ), pelo qual energias de centro-de-massa da ordem de /s = 14 TeV
serao alcancadas, permitirao explorar a regiao cinematica esperada para a producao do
boson de Higgs. O principal processo de producao estudado atualmente para uma massa
intermedidria (My = 100 — 200 GeV) é o processo de aniquilagdo gg — H intermediado
por um laco de quark top. O seu subseqiiente decaimento pode ocorrer em diversos canais,
porém, para massas intermediarias, o decaimento H — bb domina em um grande intervalo
de massa.

Dentre os processos propostos, encontra-se a producao difrativa em colisdes pp(p), os
quais puderam ser analisados em Tevatron no Fermilab e serao observados futuramente em
LHC no CERN. Sendo um processo difrativo, a interacao no canal ¢t deve ser mediada pela
troca de uma particula com os niimeros quanticos do vacuo. Nos processos hadronicos, a
Teoria de Regge descreve esta interacao para um pequeno momentum transferido, onde re-
side a Fisica nao-perturbativa, alcancando resultados satisfatorios para os processos macios.
Nos processos hadronicos em altas energias, a interacao entre os hadrons é exercida pela
troca de uma familia de ressonancias no canal ¢, conjunto este chamado Pomeron. Este
ente fenomenolégico é caracterizado, segundo a Teoria de Regge, pela trajetéria descrita
no plano a(t) = ¢ pela familia de ressonancias que o compoée. Em processos duros a al-
tas energias, a QCD perturbativa se faz presente, permitindo que seus graus de liberdade
possam efetuar a interagao no processo difrativo. Neste regime cinematico, é bem aceita a
proposta de modelar a interacao via Pomeron como sendo a troca de gliions, os quais podem
fazer o papel da troca de nimeros quanticos do vacuo. Com este intuito, todas as ordens
em teoria de perturbacao foram exploradas na QCD, resultando na descrigao completa do
Pomeron pela QCD perturbativa, como uma interacao pela troca de uma escada de glions.
A evolucao desta interacao mediada por glions é descrita pela Equacao BFKL, onde o glion
convencional da QCD é substituido pelo chamado glion reggeizado, o qual é relacionado a
uma trajetéria descrita pela Teoria de Regge.

No limite de Regge s — oo (z — 0), torna-se importante a contribuicdo dos ter-
mos ¢n (1/x), os quais sdo ressomados através da Equacao BFKL. Tal equagao expressa a
evolucao das densidades partonicas em funcao de x através da funcao densidade de partons
nao-integrada f(z, @?). Em contraste, a Equacio DGLAP ressoma os termos das contri-
buigoes em ¢n (Q?/u?) para processos duros, evoluindo as funcoes densidade de partons em
Q?. Entretanto, para pequeno z, a Equacio DGLAP nao leva em conta os termos ¢n (1/z),
além do que apresenta um grande crescimento da funcao de estrutura F, em pequeno z,
tornando-se fundamental o uso da Equacao BFKL nesta regiao cinematica.

Os processos envolvendo colisoes pp fornecem energia suficiente para a producao do
boson de Higgs, bem como para a producao de outras particulas. Devido aos canais de
decaimento possiveis para o boson de Higgs, a sua deteccao perece pelo grande sinal de fundo
(background) gerado pelas demais interagoes envolvidas no processo. Desde o processo de
producao gg — H ao decaimento subseqiiente H — bb, o sinal de fundo pode efetuar uma
atenuacao significativa no sinal de deteccao do bdson de Higgs pelo processo secundério
gg — bb. Esta difculdade em sua observacdo pode ser contornada através de processos
difrativos, pelos quais a observagao dos estados finais pode ser analisada pela evidéncia de
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lacunas de rapidez entre as particulas envolvidas no proceso. Desta maneira, o sinal de
fundo pode ter seu papel reduzido, auxiliando na analise de um estado final mais limpo.
Pela interacao via nimeros quanticos do vacuo, a produgao do béson de Higgs somente se
torna possivel em processos difrativos em producao central, a qual é possivel pela Troca
Dupla de Pomerons. Desta forma, entre particulas envolvidas no processo e o bdson de
Higgs existirao lacunas de rapidez que poderao ser identificadas no estado final.

Sendo o Pomeron o mediador das interagoes hadronicas em altas energias, a sua des-
cricao através da troca de glions se torna possivel, permitindo a producao central do béson
de Higgs pelo processo de fusao de glions. Este processo foi modelado por Bialas e Land-
shoff, sendo subseqiientemente reestudado por Khoze, Martin e Ryskin (KMR ), os quais
analisaram a producao do bdson de Higgs tanto de forma exclusiva quanto inclusiva. Com
isso, foram capazes de estimar uma segao de choque de producao da ordem de 100 fb em
processos inclusivos. Este modelo leva em conta as interagoes dos prétons incidentes com
partons secundarios, os quais podem popular as lacunas de rapidez. Dessa forma, é levada
em conta a probabilidade de sobrevivéncia da lacuna de rapidez para o processo. Além
disso, efeitos de bremsstrahlung através do processo de fusao dos glions podem contaminar
o estado final, contribuindo para a populagao da lacuna de rapidez. Este efeito é des-
crito pelos fatores de forma de Sudakov, podendo ser considerado tanto em precisao DLLA
quanto em LLA, demonstrando, para o ultimo, um incremento por um fator de 30 na segao
de choque do processo de producao. Neste modelo, a andlise fudamental para o processo
exclusivo concerne em considerar os prétons do estado final sem momentum transverso,
o que prioriza o canal de decaimento do béson de Higgs em um par de quarks bb. Uma
das caracteristicas deste modelo é fazer a conexao entre o processo partonico e o processo
hadronico pela substituicao do termo referente a densidade de partons no proton. Desta
maneira, a convolucao entre as densidades de partons de ambos os prétons fornece a segao
de choque para o processo.

Esta dissertacao procura explorar a producao difrativa do bdéson de Higgs através de
processos y*p, considerando uma variacao do Processo de Espalhamento Compton Profun-
damente Virtual. Desta forma, a adicao do vértice de produgao gg — H ao diagrama
original é considerada, a fim de obter uma se¢ao de choque similar a obtida no Modelo
KMR, afora termos relacionados com a virtualidade do féton. Entretanto, tratando da in-
teracao com somente um proton, a simplificacao deste modelo advém do uso de uma tnica
densidade de partons no calculo da amplitude de espalhamento, ao passo que os fatores de
forma de Sudakov sao levados em conta a fim de evitar a emissao de glions. No que se refere
ao calculo perturbativo, o modelo de fotoproducao se estende muito além do formalismo ma-
tematico empregado no Modelo KMR, pois o uso das Regras de Cutkosky implica um maior
estudo das propriedades fenomenolégicas do processo, bem como uma analise mais rigorosa
das propriedades matematicas utilizadas. Com isso, a andlise deste processo é embasada na
descricao da interacao féton-quark através do fator de impacto do féton, o qual acarreta um
esforgo de calculo muito maior ao empregado na interacao quark-quark. No limite em que
o féton é tomado como real, a simplificagao da secao de choque do processo é substancial,
acarretando, em uma analise grosseira, em uma estimativa comparavel aquela obtida pelo
Modelo KMR.

Esta dissertagao foi construida como segue: no Cap.1 os primérdios da formulagao ma-
tematica das Interacoes Fracas é apresentado, extraindo suas propriedades fisicas. O for-
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malismo matematico empregado pela Teoria de Campos a fim de suprir a necessidade de
uma descricao em termos de campos quanticos ¢ ilustrado, bem como a introdugao do Me-
canismo de Higgs a fim de sanar o problema ligado a geracao de massa das particulas do
Modelo Padrao. Por fim, seu triunfo com a unificagdo desta interacao com a Interagao
Eletromagnética surge no final deste capitulo, ilustrando a geracao da massa das particulas
envolvidas em cada interacao. As evidéncias experimentais da observacao dos bdsons ve-
toriais mediadores sao apresentadas além das perspectivas para a deteccao do bdson de
Higgs.

No Cap.2 é feita uma revisao do Espalhamento Profundamente Inelastico, introduzindo
as parametrizagoes empregadas para a descricao do conteido partonico dos hadrons. No
que diz respeito aos processos em altas energias, a Teoria de Regge é introduzida a fim de
apresentar o Pomeron como mediador das interagoes difrativas.

O Cap.3 apresenta a abordagem para a descricao do Pomeron através dos graus de
liberdade da QCD. Desta maneira a Equacao de Evolucao BFKL é obtida, além de suas
propriedades e conseqiiéncias para os processos de espalhamento e densidade de partons.

No Cap.4 é feita uma breve revisao dos processos difrativos, bem como os tipos de
processos de espalhamento descritos pela interagao com o Pomeron, inclusive a Troca Dupla
de Pomerons. Com isso, o Modelo KMR para a producao do béson de Higgs é apresentado,
incluindo suas caracteristicas fenomenoldgicas e o formalismo matemético necessario para
a observacao final. Por fim, a abordagem da fotoproducao difrativa do bdéson de Higgs é
estudada, apresentando o calculo da secao de choque do processo e os resultados estimados
para a sua producao em energias tanto de Tevatron quanto de LHC.

No tultimo capitulo as conclusoes do trabalho referentes aos resultado das analises feno-
menologicas sao apresentadas. Além disso, as perspectivas para a continuidade do trabalho
estao incluidas a fim de estimar melhores resultados para a producao do bdéson de Higgs
através de processos difrativos em altas energias.



Capitulo 1

Teoria Eletrofraca

Neste capitulo serd apresentada a primeira formulacao matematica para as Interagoes Fracas
desenvolvida por Fermi e as impressoes causadas pela evidéncia experimental da violagao
de paridade. As interagoes de Corrente Neutra (CN) e de Corrente Carregada (CC) sao
apresentadas, ilustrando as interacoes possiveis em processo governados pela Forca Fraca.
Com o advento da Teoria de Campos, uma nova descricao é exposta para esta interacao,
descrevendo as ferramentas necessarias para a sua unificagao com a Teoria Eletromagnética.

1.1 Interacao Fraca

Talvez a menos conhecida dentre as interagoes fundamentais da Natureza, a Forga Fraca
atua principalmente no decaimento de particulas, sendo o mais conhecido, e o que lhe deu
origem, o decaimento nuclear do néutron. Com isso, o sucesso alcancado pela Teoria de
Fermi tornou possivel um melhor entendimento da Fisica envolvida nesta interagao.

1.1.1 A Interacao universal de Fermi

A fim de incorporar a existéncia do neutrino em uma teoria para o decaimento (3, Fermi
baseou-se nos trabalhos de Heisenberg, Pauli e Dirac a respeito da quantizacao do campo
eletromagnético. Um dos resultados desta quantizacao foi a representacao da interacao de
um elétron com o campo eletromagnético, descrita por

Ley = —ej(2) A (). (1.1.1)

Como este processo serd tratado relativisticamente, as fungoes de onda das particulas devem
ser tomadas como solugoes da Equagao livre de Dirac

(iv*0,, — my) ug(z) =0 k=mp,n,ev (1.1.2)

onde 7" sao as matrizes de Dirac, as quais obedecem a métrica usual [1]. Logo, o termo
J*¥(x) = Ge(x)y*u.(z) representa o vetor corrente da interacdo e A,(z) o campo eletro-
magnético. A partir disso, Fermi utilizou uma forma analoga representando o vetor corrente
fraco

Gr . ‘
Lp=— (ﬁ) 3() (o) Jiu (%) (ve) (1.1.3)
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O; Transformacao ‘ n° de matrizes
1 Escalar (S) 1
o Vetor (V) 4
ot Tensor (T) 6
s Vetor Axial (A) 4
Vs Pseudoescalar (P) 1

Tab. 1.1: Operadores de transicao da Teoria de Fermi.

onde os vetores que representam as correntes fracas sao

j”(:l?)(pn) = Up(x)y un(z) ju(x)(ve) = Ue ()Yt (7) (1.1.4)

Portanto, o Lagrangiano adotado por Fermi para representar a interacao ¢ escrito na
forma

V2

o qual nao leva em conta a interac¢ao de forma geral [2] como posteriormente se verificou. Este
termo de interacao é inspirado no acoplamento corrente-corrente da Eletrodinamica. Sendo
uma teoria baseada em Mecanica Relativistica, esta deve obedecer as transformacoes de
Lorentz no Espaco-tempo, pelo qual os termos de interacao devem ser escalares de Lorentz.
Portanto, pode-se provar [3] que somente 16 matrizes podem cumprir esta requisigao, as
quais sao descritas na Tab.1.1. Estas matrizes sao linearmente independentes e formam
uma base no espaco vetorial das matrizes 4 x 4.

A partir deste resultado, o processo de decaimento pode ser descrito por um Hamilto-
niano contendo um termo referente a interacao entre as particulas envolvidas no processo

Lp=— (G—) () ()] [ ()t ()] (1.15)

M = M)+ H) + HI+ H) + G / & (apéiun) (Heéiuy) (1.1.6)

onde HY e u; sdo os Hamiltonianos individuais e as fungoes de onda das particulas envolvidas
no processo, respectivamente. Os termos #; sao as funcoes de onda adjuntas de Dirac e as
quantidades O; sao operadores apropriados que representam a transicao no decaimento e
sao pesados pelas constantes C;.

Um aspecto interessante no decaimento (3 é o fato de que prétons e néutrons nao possuem
velocidades relativisticas, o que pode simplificar as fun¢oes de onda dos nicleons envolvidos.
Efetua-se a decomposicao dos espinores de Dirac de quatro elementos em duas componentes

de dois elementos cada
9
U = 1.1.7
(¢ (117

onde ¢ e x sao os espinores de Weyl de duas componentes. No limite nao-relativistico, as
componentes de y sao muito menores que as componentes do espinor ¢. Em virtude disso, a
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contracao das fungoes de onda destes espinores no limite nao-relativistico com os operadores
de transi¢ao descritos na Tab.1.1 possuem as seguintes propriedades [3]:

SV = o, . T.A— ¢lde, , P — 0. (1.1.8)
Estas transicoes com termos de contribui¢oes nao-nulas sao chamadas:
e Transicoes de Fermi: S,V — gb; On
e Transicoes de Gamow-Teller: T A — (bj,&’ On

Devido a presenca das matrizes de spin de Pauli &, no caso de Transicoes de Gamow-
Teller, o spin do ntcleo sofrendo decaimento se modifica, enquanto nao ha mudanca do spin
nuclear no caso de Transicoes de Fermi. Outro aspecto importante surge no acoplamento
entre transi¢oes do tipo S — V' (S menos V) e T'— A (T menos A): caso ocorressem contri-
buigoes simultaneas do tipo Escalar e Vetorial, ou Tensorial e Axial, surgiriam oscilagbes no
espectro de energia do elétron, as quais nao sao observadas. Como resultado disto, o Ha-
miltoniano de interagao proposto por Fermi deve conter uma combinacao dos acoplamentos
S—VeT— A afim de que somente se realizem acoplamentos entre S e T, ou S e A, ou
VeT, ouVeA.

Diversas medidas analisaram o decaimento de inliimeros nicleos os quais resultaram que
as constantes de intensidade nas transi¢oes de Fermi e de Gamow-Teller sao praticamente
iguais em magnitude sendo, aproximadamente,

G~ 107" (MeV) > ~ 10" m,,? (1.1.9)
a qual relembra a constante introduzida por Fermi em sua proposta levando em conta so-
mente transi¢oes de Fermi. Vérias outras particulas decaem segundo a interagao fraca, e em
todos os casos quase a mesma constante G aparece. Devido a isto, se fala em Interacao Uni-
versal de Fermi, responséavel pelo decaimento (3 de diversas particulas elementares instaveis.

1.1.2 A nao-conservacao de paridade

Dentre os decaimentos estudados, um se tornou famoso por trazer sérias dividas a comu-
nidade cientifica devido a sua natureza peculiar. O decaimento do méson K, inicialmente
encontrado pelo estado final 7°u*v, tornou-se um chamado “quebra-cabeca” por possuir
outros tipos de decaimento, como 7t7% e 7Tt 7.

Além disso, pions possuem paridade interna negativa, fazendo com que o numero de
pions no estado final resulte na paridade total do decaimento. Devido a variedade de
decaimentos, paridades positivas e negativas eram observadas no decaimento do méson K.
Em principio, acreditou-se existir duas particulas diferentes, as quais foram chamadas de
7 e 0, dando origem ao que era chamado de “paradoxo 7 — #”7. Porém, uma idéia um
tanto revoluciondria [4] foi sugerida a fim de solucionar o problema: existia a violagdo da
conservacao de paridade no decaimento do méson K*. De fato, através de uma andlise
experimental cuidadosa [5] pode-se confirmar esta afirmativa, trazendo a tona uma das
mais importantes evidéncias da Interacao Fraca.
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Logo, incorporando esta confirmacao ao Hamiltoniano de Fermi, a qual recai direta-
mente sobre o termo de interacao . O; u,, se faz necessaria a adicao da contribuicao para
a helicidade negativa. Para que isso se cumpra, pode-se mostrar [3] que se deve substituir
o operador projecao usual com o uso do operador helicidade A

. 1+A 14 s

Pr=—"F— — Pi=—3 (1.1.10)

mantendo, para o operador f’i, a invariancia de Lorentz. Estes novos operadores sao cha-
mados de operadores de projecao sobre estados de quiralidade. No caso de neutrinos, sendo
mesmo particulas sem massa, a substituicao nao fara diferenca. Porém, para elétrons, a
diferenca entre P. e P} seré consideravel quanto menor for o seu momentum. Isso torna a
conclusao de que elétrons sempre tém helicidade negativa incorreta. Existe uma grande di-
ficuldade de se detectar particulas com helicidade positiva devido a pequena fracao que elas
representam do ntumero total de particulas observadas no decaimento de um dado nicleo.

Como conclusao, o Hamiltoniano de interacao deve conter somente componentes com
quiralidade negativa. Portanto, o termo relacionado com o elétron e o neutrino deve ter a
forma ﬂeéguy onde o operador projetado nos estados de helicidade é dado por

O, = P,O,P". (1.1.11)

Logo, conclui-se que somente os acoplamentos V' e A sao relevantes para a descricao da
Interacao Fraca.

Para que o Hamiltoniano seja um invariante de Lorentz, a parte nucleonica deve cumprir
a simetria de Lorentz. Para tanto, a parte nucleonica , O, u,, deve conter uma combinagao
dos acoplamentos V e A. Esta combinacao foi tomada com o auxilio de dados, medindo as
constantes de intensidade nas transicoes de Fermi, que dizem respeito ao acoplamento V -
e de Gamow-Teller, referente ao acoplamento A. A partir disso, concluiu-se que os dados
eram suficientemente bem descritos assumindo que o acoplamento possui a forma [6]

~

Uy O;uy, — U Y (Cy + Cavys) uy, (1.1.12)
onde
Ca/Cy = —1.255 = 0.006. (1.1.13)

Logo, o Hamiltoniano completo para a interagao ¢ dado por
G
Hint(n>pv €, V) = 7§ /d3[L’ [ﬂp VH(CV + CA’YE)) un] [ﬂe 7#(1 - 75) ul/] (1114)

onde a constante de acoplamento vetorial nuclear, C,, pode ser combinada com G dando
origem conhecida constante de Fermi para o decaimento 3 nuclear G = GCy.

Além desta propriedade peculiar, a Interacao Fraca foi responséavel pela compreensao da
ocorréncia de certos decaimentos. Como pode ser visto experimentalmente [7, 8], neutri-
nos pertencem a familia dos léptons, onde elétrons, mions e tauons sao acompanhados de
seus respectivos neutrinos, tendo suas propriedades descritas na Tab.1.2. Isto vem expli-
car porque certos decaimentos nao sao vistos como esperado. Por exemplo, o decaimento
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| Léptons | Massa (MeV) | Tempo de vida (s) |
e 0.51099892 £ 0.00000004 > 1.450656 x 103!
Ve <2x 1076 00
W 105.658369 4 0.000009 | (2.19703 + 0.00004) x 107°
v, <0.19 007
7 1776.99 fg;g (290.6 + 1.0) x 10~
v, <182 ?

Tab. 1.2: Propriedades dos componentes da familia dos léptons [9].

do muon ocorre fracamente originando o estado e + v, + v, e nao eletromagneticamente
e + 7. Portanto, isto confirma a hipétese ja levantada [10, 11] de que existe uma quanti-
dade conservada nos processos envolvendo léptons, a qual foi chamada de niimero leptonico.
Isto impossibilita a existéncia de processos onde, por exemplo, muons sejam relacionados a
neutrinos do elétron ou do tauon, ou seja, de diferentes geragoes.

1.1.3 Interacao por correntes leptonicas

Como visto anteriormente, o termo leptonico descrito no Hamiltoniano de interagao Eq.(1.1.14)
relembra a contribuicao de corrente eletromagnética presente na Eletrodinamica. Por esta
analogia, se faz imediata a introducao da chamada corrente leptonica fraca

TP (@) = (@) v (1= 95) un, (@) + @) 7 (L= 95) () + 0 (2) 7 (1 = 75) ()

— g (1) (1)
= J(x)+ I () + TV (z). (1.1.15)
Por conseguinte, efetua-se a generalizacao da parte leptonica do Hamiltoniano de in-

teracao por considerar a corrente fraca leptonica
HEY = = [ By JWDT () J () (1.1.16)
2 g (L -

Como se pode ver, cada geracao da familia de 1éptons ird interagir com a sua propria e
com as outras duas familias. Como resultado, a interagao através de correntes leptonicas
representa processos envolvendo particulas de cada familia, como, por exemplo, o espalha-
mento neutrino-elétron (e~ 4+ v, — e~ +1,) e o decaimento do mion (4~ — e~ + U + 1,).

Porém, nem todos os processos serao permitidos, como o caso do espalhamento elétron-
neutrino do muon. Segundo o produto de correntes, é necessario que as particulas envolvidas
no processo sejam convertidas em particulas de sua geragao, ou seja, que estas troquem sua
carga de uma unidade, mantendo conservado o niumero leptonico e a carga elétrica no
processo. Com isso, o processo envolvendo elétrons e neutrinos do muon sé serao possiveis
caso o produto final seja neutrinos do elétron e mtons

e+ v, — Ve + [, (1.1.17)
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ou vice-versa. Esta propriedade da interagao envolvendo correntes leptonicas é chamada de
transicoes de correntes carregadas.

Ao contrario do que dizia a Teoria de Fermi, experimentos foram elaborados a fim de
confirmar a existéncia (ou nao) dos processos ditos nao-permitidos, processos onde nao ha a
troca de carga das particulas participantes. Entretanto, as se¢oes de choque destes processos
sdo extremamente pequenas, estando em uma faixa entre 0.1fb e 107 fb.

Inesperadamente, a existéncia destes processos foi estabelecida dentro da faixa esperada
para as segoes de choque [12], trazendo & tona um dos primeiros problemas da Teoria
de Fermi. Este processo até entao nao previsto pode ser explicado pela conservagao dos
nimeros do elétron e do muon individualmente. Diferentemente do que ocorre na Interacao
de Corrente Carregada, neste caso o elétron incidente nao troca uma unidade de sua carga,
sendo o mesmo elétron do estado final. O mesmo ocorre com o neutrino do muon, deixando
claro que no caso desta interacao nao ha a troca de carga entre os participantes, dando o
nome desta interagao como Interacao de Corrente Neutra.

Com o intuito de incorporar este novo fenémeno a Teoria de Fermi, é necessaria a
implementacao de uma nova Corrente Leptonica, substituindo a expressao anterior por
outra a fim de levar em conta a possibilidade de interacao via Corrente Neutra

Uy, Y (1 = 75) Uy, (1.1.18a)

Ue Yy (9v — gaYs) Ue. (1.1.18b)

Com essa substituicao, o carater negativo da helicidade dos neutrinos em processos de
espalhamento é mantido. Como se pode ver, o termo relacionado aos neutrinos caracteriza
uma transicao sem troca de carga, ja que ambos nao possuem carga elétrica. No caso dos
elétrons, da mesma forma, conservam a sua carga elétrica antes e depois do processo. Esta
¢é a propriedade principal da Interacao de Corrente Neutra, o que ocorre de forma idéntica
no caso da Interacao Eletromagnética, onde as particulas envolvidas também conservam sua
carga, a qual também pode ser chamada de Interacao Neutra.

Efetuando a mesma substituicao no Hamiltoniano de Interacao, é possivel obter a secao
de choque do processo de espalhamento no limite de altas energias

o 2G%m,

5= 3 (v Eovga+gi) (1.1.19)

onde m, é a massa do elétron e o sinal (+) denota a segao de choque do processo neutrino
do muon e um elétron e o sinal (-) envolvendo o anti-neutrino do muon.
Enfim, através desta expressao, se comparam os resultados tedricos e experimentais a

fim de obter os valores das constantes g4 e gy, as quais possuem os valores mais confidveis
[13]

gy = 0.043£0.063 (1.1.20a)
ga = —0.545 £ 0.056, (1.1.20b)

o que evidencia que a corrente fraca neutra do elétron possui um acoplamento aproximada-
mente vetor axial puro.
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Ve e~ Ve e~ Ve €

e

e Ve e~ Ve e Ve

+ correntes neutras +

V@
Fig. 1.1: Contribuicoes de altas ordens para o espalhamento neutrino-elétron.

1.1.4 Divergéncias em processos de mais alta ordem

Como foi visto anteriormente, a Teoria de Fermi neste ponto é incompleta, devido ao fato
de nao predizer a existéncia da Interacao de Corrente Neutra. Uma forma de introduzi-la
na teoria foi tentada, porém, apoiando-se nas evidéncias experimentais, deixando de lado o
formalismo original. Com o auxilio das constantes g4 e gy pode-se resolver o problema de
incorporar a Corrente Neutra ao Hamiltoniano de interagao, mas o acoplamento V' — A nao
foi capaz de prever teoricamente este fenomeno.

Além disso, analisando as expressoes para as secoes de choque para os espalhamentos
envolvendo neutrinos e anti-neutrinos, se pode notar um crescimento com o aumento da
energia de centro-de-massa. A fim de contornar estes problemas, é imprescindivel o célculo
a mais altas ordens em teoria da perturbacao; tais processos sao ilustrados pelos diagramas
da Fig.1.1.

O célculo em segunda ordem de teoria de perturbacao para um processo envolvendo a
Interagao Fraca pode ser efetuado levando-se em conta os estados inicial e final, os quais
referem-se a interagao de Corrente Neutra ou de Corrente Carregada, além de considerar
a regiao de interacao entre os vértices do diagrama. Para tanto, recorre-se as Regras de
Feynman, onde acrescentamos um propagador para as particulas que mediam a interacao
entre dois vértices, no caso, férmions. Assim, o elemento da matriz de espalhamento pode
ser calculado como

2 400 I
SO (v, +em — vo+e)=—i(2n)! (G)‘S(p”“ L)

2 16V 4kopokipi,

a0 =) () w1 = 20 uee)
N (1 —s) (#) 7 (1 — ys)uue(k,t)]. (1.1.21)

X {u,, (k' t
Porém, como se pode ver, a integral em relagao ao quadri-momentum ¢ diverge

oo 3 [e’e]
S ~ G2 /d q G2/ q—fq ~ G2/ qdg — 0. (1.1.22)
q? 0 q 0
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Este tipo de divergéncia em relacao a mais alta ordem na constante de acoplamento,
neste caso na constante de acoplamento de Fermi GG ocorre igualmente na QED. No diagrama
chamado polarizagao do vacuo, um diagrama de auto-energia relacionado ao vacuo também
gera uma integral divergente. Porém, como a QED é uma teoria de gauge, podem-se usar
propriedades de simetria a fim de eliminar a divergéncia [2]. Contudo, a Teoria de Fermi nao
é uma teoria de gauge e neste ponto nao se pode utilizar uma analogia com a QED. Enfim,
esta divergéncia é natural na teoria, sendo explicada pela exigéncia de a interacao entre as
particulas proceder num mesmo ponto do Espaco-tempo. O que pode ser extraido da QED é
a interacao entre elétrons, por exemplo, ocorrer por meio da troca de uma particula virtual,
no caso, um féton. Para a Teoria de Fermi, especula-se a possibilidade de o neutrino e o
elétron entao trocarem um bdson mediador, baseada na idéia de Yukawa, a fim de eliminar
a divergéncia proveniente dos propagadores. Para tal, e em analogia com a QED, elabora-se
um acoplamento efetivo, o qual depende do momentum transferido

q—00 92

2 92
Gefe ivold ) = 5,42 —
t ( ) Q2 — M\%v ¢

(1.1.23)
onde g é uma constante de acoplamento adimensional que representa o vértice v,eW. Como
estamos tratando de uma Interagao de Corrente Carregada ou uma Interagao de Corrente
Neutra, espera-se que existam dois tipos de bdsons mediadores, W e Z, pois, dependendo
do tipo de interacao, estes devem ou nao possuir carga elétrica.

Para computar a contribuicao total referente a troca dos bésons W e Z, é necessario
adicionar o termo para o segundo vértice

2 2
g g—oo g
—

P —p—q)?— My q*’

Getetivo ([P — 0 — 4]?) = ( (1.1.24)

ou seja, retomando a integral em relacao a ¢, obtemos um resultado nao mais divergente

4 1 2
S zg‘*/@ (—) ~ g* da (1.1.25)

2 2 3
q q q

Entretanto, como ja foi visto nas se¢oes precedentes, as Interagoes de Corrente Carregada

e de Corrente Neutra possuem, praticamente, um acoplamento vetor axial. Logo, os bésons

mediadores devem acoplar com correntes vetoriais j,,, sendo propagadores de spin 1 descritos

por campos vetoriais da mesma forma como ocorre com o féton da QED. Tais propagadores
tém a forma

Guv — qMQI//MI%V,Z R quqy oo Cle

D(MW,Z)(q2) - _ _— —.
- Mgv,z q2MI%V,Z MI%V,Z

%

(1.1.26)

Como se pode ver, o aparecimento dos quadri-momenta no numerador torna esta teoria
nao-renormalizavel. No caso da QED, como o féton é uma particula sem massa, o seu
propagador nao possui o mesmo problema, fazendo com que a teoria se torne renormalizavel.

Este ponto é crucial para o sucesso da teoria: pela Interacao de Corrente Carregada e
Corrente Neutra, é necessario existir propagadores massivos a fim de intermediar a interacao
entre um neutrino e seu lépton no limite de pequeno momentum transferido. Contudo, para
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que a teoria se mantenha renormalizavel, é imprescindivel que os propagadores envolvidos
no processo tenham uma forma assintética similar a de uma particula sem massa. No limite
de ¢> — 0 os vértices devem ter a forma [3]

Getetivo(1?) = ¢° Dy (¢*) — G (1.1.27)
o qual, claramente, nao se cumpre com o propagador de uma particula sem massa. Entre-

tanto, no caso dos bésons W e Z com massa My, tem-se

2

2_)0
Gefetivo(q2) q_> ]\492 =G. (1128)
W,z

Portanto, é necessaria uma forma de incorporar propagadores sem massa a teoria, porém,
de alguma forma, estes devem adquirir massa no limite de pequeno momentum transferido.

1.2 (Geracao de massa das particulas

1.2.1 Quebra espontanea de simetria

Devido as propriedades da Interagao Fraca se torna necesséario encontrar um modo de incor-
porar a ela um propagador referente a uma particula massiva, tornando-a simultaneamente
em uma teoria de gauge. Para tal, utiliza-se o Mecanismo de Higgs por meio do qual, pela
interacao de um campo fisico com um campo secundario, chamado campo de Higgs, podera
surgir um campo massivo remanescente do campo original.

Para introduzir este método, deve-se ter em mente a idéia de quebra espontanea de
simetria. Esta quebra pode ser vista em teorias pelas quais se pode quebrar uma invariancia
frente a um dado grupo de simetrias. Outro caso seria a quebra de simetria quando existe
um Lagrangiano invariante a um certo grupo de simetrias, porém o seu estado de vacuo
(ou fundamental) nao obedece tal propriedade. Existem exemplos na Natureza deste caso,
o qual é chamado de quebra espontanea de simetria. Este estado de vacuo corresponde ao
valor esperado do vacuo tomado em relacao ao campo em questao.

A fim de visualizar esta quebra de simetria, pode-se introduzir o campo real com auto-
interacao de quarta ordem

L= 3 [(0°6)(0.0) — w6") — o (12.)
pelo qual se obtém as equacoes de campo
O+ p*)o + %és = 0. (1.2.2)
Um campo constante ¢g, independente de x, serd solugao destas equagoes caso se cumpra
b0 (1* + %%) = 0. (1.2.3)
A partir do Lagrangiano anterior, pode-se escrever o Hamiltoniano referente a interagao

- A
H= % [7# —(V¢)* + u2q52] + Iq§4 (1.2.4)
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onde m(x) = d°¢(x). A solucdo encontrada para as equagoes de campo (@) é o campo
referente ao minimo de energia deste Hamiltoniano, ou seja, o estado de vacuo. Neste
caso, considera-se o Hamiltoniano como positivo-definido, isto é, A > 0, fazendo com que
a posicao do minimo de energia dependa da quantidade p?. Quando esta quantidade for
positiva (u? > 0), a tnica solugao ¢y das equacoes de campo serd ¢y = 0. Esta quantidade
1 pode ser encarada como a massa do campo em questao.

Considerando que a quantidade p? seja negativa, obtém-se as solucoes

6.2
B = == = (12.5)
6.2
by = — -% (1.2.5b)
ou seja, o potencial terd os pontos de minimo definidos, como é ilustrado pela Fig.1.2,
U(go) = 0 (1.2.6a)
3 ut

Claramente se nota que o Lagrangiano introduzido na Eq.(1.2.1) possui a simetria de
reflexao ¢ — —¢, tornando o estado de vacuo degenerado. Para que se possa fazer o
desenvolvimento de U(¢), H(¢) e L(¢) nao é necessario que o campo ¢g tenha um valor
especifico, podendo tomar quaisquer das duas possibilidades. Porém, uma vez escolhido o
estado de vacuo, a simetria é espontaneamente quebrada.

A fim de visualizar isso, escolhe-se um estado de vacuo especifico a fim de quebrar a
simetria do Lagrangiano

Ao
3!

onde m? = 2|u?| e termos constantes sdo descartados. Como se pode notar, o campo ¢’
possui as propriedades de um campo fisico: seu estado de vacuo é ¢ = 0 e adquire massa
positiva 1/2|u2| com uma interagio ctibica ¢ ao invés de uma interagao de quarta ordem.
Como esperado, a invariancia frente a simetria de reflexao é quebrada, pois o Lagrangiano
nao mais é invariante frente a troca ¢’ — —¢’. Como se pode ver na Eq.(1.2.6b), a adi¢ao
de uma constante, referente ao minimo do potencial U(¢), desloca o estado de vacuo para
a posicao de energia potencial nula

L(¢ = ¢ — ¢o) = % [(06')(0,0) — m?¢] — o — %(ﬁ"l + (ctes). .. (1.2.7)

A

W@:@w%ww. (1.2.8)

O interessante a notar é que, partindo de um campo genérico com uma dada massa,
no caso imaginaria, pode-se transformar a teoria através da quebra de uma dada simetria,
passando para um campo com massa real.

1.2.2 Bosons de Goldstone

A simetria em relagao aos dois estados possiveis para estado de vacuo nos exemplifica uma
simetria do tipo discreta. No entanto, existem outras simetrias onde o gerador do grupo em
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Uus) 1

Fig. 1.2: Potencial que define os dois possiveis estados de vdcuo.

questao tem carater continuo. A andlise da quebra espontanea de simetria com a introdugao
deste grupo continuo de simetrias torna-se essencial para a descricao da Interacao Fraca
como uma teoria de campos de gauge.

Inicialmente, considera-se o Lagrangiano de dois campos ¢1(z) e ¢2(x) nao-interagentes

A

L= 2 [(0°62)(0u0) + (0*62)(000) — (S + )] — TS+ (129)

Escolhe-se este Lagrangiano como sendo invariante frente a rotagoes no plano ¢, ¢o, isto

é, grupo SO(2)
Cb/ . Cosxx —sen o [0)
( ¢é ) B ( sena  Cos ) ( ¢; ) . (1.2.10)

A energia potencial é a mesma expressa anteriormente, porém, para dois campos,

1 A
U(1,62) = g13(6} + 6) + (8 + G2)° (12.11)
a qual possui um minimo definido pela equacao
ou A
afm = ¢ [qu + g(ﬁﬁ% + ¢§)] =0 (1.2.12a)
ou A
3, — © [;f + (ot + ¢§>] =0. (1.2.12b)

Efetuando a mesma andlise feita na secao anterior, considera-se u? < 0 e A > 0, o que
leva a uma equacao para os minimos dos campos ¢; e ¢o da forma
62

G+ 5 =)= ——- (1.2.13)

ou seja, os estados de vacuo sao os pontos ¢ e ¢9 que se encontram sobre a circunferéncia
definida pela Eq.(1.2.13), ilustrada na Fig.1.3, e se transformam um no outro através do
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grupo SO(2). A escolha do estado de vécuo ¢ arbitraria, podendo deslocar os eixos do plano
@1, ¢2 de forma que se possa encontrar o valor desejado. Efetuando uma escolha, é possivel
obter o estado de vacuo

1(+) = ®o Go4y =0 (1.2.14)

a qual quebrara espontaneamente a simetria, gerando um campo fisico massivo, neste caso,
o campo ¢;. Seguindo a dlgebra anterior, expressa-se os campos iniciais em fun¢ao do estado
de vacuo designado

¢1 = é1 — o Py = o (1.2.15)
o que leva ao Lagrangiano

A A
[(0404)(Buh) — mP65] + (0 00) Butt) — (07 + 6164 — 167 + 0B (1:2.16)

L= 31 A1

1
2
onde se nota a interac¢ao entre os campos pelo quarto termo além do que o campo ¢/ adquire
massa

i

1.2.17
3 ) ( )

m=/2|ul? =
enquanto o campo ¢, se mantém nao-massivo, o qual é chamado de bdson de Goldstone
[14], ilustrando o Teorema de Goldstone, o qual afirma a existéncia de bdésons sem massa
remanescentes da quebra de simetria.
Considerando um campo vetorial real n-dimensional ¢, o qual possui componentes sendo
campos escalares

$1
¥ = : ) (1.2.18)
Pn
tem-se o Lagrangiano correspondente
1
L = 5(0"9)(0up) = U(e). (1.2.19)

Tomando G como sendo um grupo continuo que torna o potencial U(y) invariante,
existirao N geradores T, com parametro infinitesimal w,, transformando o campo ¢ na
forma

0 — ¢ = (14 iw,T,) . (1.2.20)

As matrizes T, sao a representacao dos geradores em matrizes n X n.
Portanto, com o uso deste grupo de simetrias, é possivel obter a relacao

(M?)pr (To)peae =0 (a=1,...,N) (1.2.21)
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Fig. 1.3: Potencial tridimensional gerado pelos campos de Higgs. Os estados de vdcuo
possiveis encontram-se na circunferéncia que determina os pontos minimos do

grafico.

onde M? corresponde a matriz quadrada de massa.

Caso ap0s a escolha do estado de vacuo ainda exista um sub-grupo g de dimensao n que
permaneca como uma simetria deste estado, logo, para qualquer gerador deste sub-grupo,
a igualdade ¢é valida

(Ta)kgagzo (Ozzl,,TLSN) (1222)

enquanto para os geradores do grupo GG — g, de dimensao N — n, o qual quebra a simetria,
tem-se

(Ta)kgag#o. (a:n+1,...,N) (1.2.23)

Portanto, a expressio Eq.(1.2.21) para (M?),; informa a existéncia de N — n autovalores
para a matriz quadrada de massa, ou seja, N — n bdsons sem massa.

Aparentemente, este resultado trazia uma nova possibilidade para a geracao de massa das
particulas, principalmente para o caso dos bésons de gauge da Interagao Fraca. Porém, como
nao havia nenhuma observagao de bdsons sem massa, e sem spin, na Teoria de Particulas
na década de 60, a quebra espontanea de simetria nao foi aceita de imediato.

Alguns anos mais tarde, uma série de propostas surgiram [15, 16, 17, 18] afirmando que
a introducao da quebra espontanea de simetria para campos escalares nas teorias de gauge
levava ao desaparecimento dos bdsons de Goldstone, possibilitando o surgimento de campos
vetoriais massivos resultantes da transformacao de campos de gauge.
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1.2.3 Mecanismo de Higgs

A fim de expressar o mecanismo pelo qual se obtém campos vetoriais massivos sem a presenca
de bésons de Goldstone, expressa-se o Lagrangiano Eq.(1.2.9) em termos de campos escalares
complexos

wwz=§;w@+wmm (1.2.24a)
wm:=§;%m—wmw (1.2.24b)

ou seja,
Ly = (0"0) (0u9) — 160 — 2 (97 0)". (1.2.25)

3!

Como se pode notar, este Lagrangiano é invariante frente as transformagoes do grupo de
rotagoes SO(2) definidas pela Eq.(1.2.10)

o(2) = §lx) = U plx) = (). (1.2.26)

Assumindo que as rotagoes antes consideradas globais, ou seja, o parametro que define
a transformacao é uma constante, passem a ser consideradas locais: o parametro é uma
funcao dependente da posi¢ao do Espaco-tempo

P(z) = Ua)p(z) = 4" p(x). (1.2.27)

Entretanto, frente a esta propriedade das transformacoes locais, o Lagrangiano Eq.(1.2.25)
deixa de ser invariante devido ao surgimento de um termo relacionando a derivada do
parametro do grupo de rotagoes

(0"p)" = —ige"OAG(x)]p" + 79D () (1.2.28a)
Oup) = ige’’™[0,0(x)]¢ + ") (D,) (1.2.28b)

as quais podem ser reexpressas como

(") = e (" —igd"d) ! (1.2.29a)
(Oup) = €99 (9, +igd.b) ¢, (1.2.29b)

o que mostra que o Lagrangiano nao ¢é invariante frente as transformacao de gauge locais.

Em analogia com a QED, é necessario encontrar uma derivada generalizada a qual
obedece a lei de transformagao imposta a ¢(x). Para tal, é possivel introduzir um campo de
gauge a,(x) a fim de tornar o Lagrangiano Eq.(1.2.25) invariante frente as transformacoes
locais de simetria. Assim sendo, a derivada em questao pode ser escrita como

Dtop(z) = [0" +iga(x)] ¢(x) (1.2.30a)
[Dfo(@)! = DFl(x) = [0 —iga*(x)] () (1.2.30b)
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onde a quantidade D* é chamada de derivada covariante e o campo de gauge a*(z) obedece
a lei de transformacao

a), =Ua, U™ +i(8,U)U, (1.2.31)
a qual, no caso de transformacoes locais mediadas pelo parametro #(x), tem a forma
a"(z) = a*(z) — 0"0(x), (1.2.32)

transformagao esta aplicada simultaneamente com a transformagao do campo ¢(z) [Eq.(1.2.27)].

Finalmente, o Lagrangiano construido com os campos ¢(z), ¢'(z), a*(x) e com a deri-
vada covariante ¢ um invariante de gauge, obtido como resultado da aplicagao das trans-
formagoes Eq.(1.2.27, 1.2.30, 1.2.32)

(D" Q (D) = (D"¢) (D), (1.2.33)

onde o operador {2 representa tais transformacoes. Como a*(x) se trata de um campo de
gauge, o Lagrangiano fisico deve conter o seu termo de energia cinética, o qual tem a forma
invariante

o= —iF“”(m)FW(x) (1.2.34)
onde F" = 9”at(x) — 0*a”(x). Como conseqiiéncia, surge a relagdo de comutacao
Dy, Du) = —ig [0s1u(x) — By ()] = ~igFp (1.2.35)
fornecendo o Lagrangiano fisico final
L= —1F"Fu + (D) (Dup) — W — 5 (9" (1.2.36)

Como foi assumido antes, consideramos A > 0 e u? < 0, o que leva o minino da energia
potencial escalar ocorrer para

i o7 1 [(6u° 3
po=2=—2 () =% (1.2.37)

A quebra das simetrias consideradas até aqui [Eq.(1.2.27) e Eq.(1.2.32)] ocorre quando
um dos possiveis estados de vacuo é escolhido, como, por exemplo,

Po
_ Y - 7 =0 1.2.38
©o 5 ©100) = Po ©2(0) ( )
levando ao Lagrangiano
1 1 1
L = —ZFWFW + §g2¢ga”au + B) [(3”<P'1)(5M'1) - m290,12]

1 A A
+ 5(0"0)(Ouh) - gaﬁo(w’f + ©F)eh — a(w’f + ©3)?

+ termos de acoplamento entre ¢ e a” . .. (1.2.39)



Capitulo 1. Teoria Eletrofraca 20

onde m? = —2u%, 4? < 0. A novidade neste Lagrangiano ¢ o segundo termo da expressao
acima, o qual corresponde a massa do campo a*(z) sendo igual a m, = g¢y.
As transformacoes de gauge para 0s novos campos sao agora

~/ ¢0 __ igf(x @
+ﬁ_e (){¢()+ﬂ} (1.2.40)
Logo,
# = coslyp@] (¢4 %) “senlobl - 2 (241)
Py = cos|gf(x)] p, + sen [gh(x)] <<p1 \Q;Oi) (1.2.41Db)
a'(x) = da*(z)— 0"0(x). (1.2.41c)

Entretanto, existe uma diferenca entre este Lagrangiano e aquele antes da introducao do
campo de gauge a*(z): anteriormente, existiam quatro componentes do campo vetorial sem
massa juntamente com ¢, € @y; posteriormente, observa-se as componentes ¢} e ¢, além das
trés componentes do campo vetorial massivo, ou seja, existe um campo espurio na descrigao
final. Como foi feito no caso dos bdsons de Goldstone, através de uma transformacao de
gauge, a eliminacao deste campo é efetuada. Assim, efetua-se a troca de variaveis

plr) = 7[ ( ) + o] (D% (1.2.42a)
C, —

a,(x) = dw(z). (1.2.42b)
¢o
Os novos campos sao p(x), w(z) e C,, e o valor ¢y em ¢ determina o minimo da energia

potencial, sendo essencial para esta transformacao que ¢y # 0. Com estes novos campos
pode-se obter

1 ,
Dyip = 0+ ig0,) ¢ = = 10u0() +i9C, [ple) + gul} 2% (1.2.43)

recaindo, entao, no Lagrangiano

1 mg 1
L = _ZCWVCMV + = CMC - _(aup)(a p) (1244)
m? A )\
- S 50 g 5 C"Cl (p* + 2pgo). (1.2.45)

Neste Lagrangiano, existem dois campos massivos: o campo C,, com massa igual a
m, = g¢o, € 0 campo p, com massa m, = +/2|p|2. O bdson de Goldstone, descrito pelo
campo w(z), como se pode ver, nao esta presente no Lagrangiano final. Isto ocorre pois o
grau de liberdade que existia sendo o boson de Goldstone transformou-se em outro grau de
liberdade do campo vetorial C),, o que se manifestou com a geragao de sua massa.
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1.3 A teoria de Glashow-Salam-Weinberg

1.3.1 A unificacao do Eletromagnetismo com a Interacao Fraca

Com a descoberta do carater vetorial das Correntes Fracas e a possivel descrigao da Interacao
Fraca através da Teoria de Campos, surgiu a idéia de unificar as teorias Eletromagnética e
Fraca em uma unica formulacao. Devido as suas caracteristicas, as teorias nao apontavam
nenhuma possibilidade de existir uma diferenca de massa entre os campos envolvidos, isto é,
tanto o campo eletromagnético quanto o campo fraco nao deveriam ter massa. Como visto
anteriormente, o Lagrangiano do campo fraco deveria ser invariante frente as transformacoes
do grupo SO(2), o que revela a sua natureza nao-massiva.

Contudo, com o advento do mecanismo de Higgs e a geragao de massa dos campos, foi
possivel pensar em unificar ambas as teorias, devido ao fato de que, mesmo com ambos
os campos inicialmente sem massa, por via deste mecanismo seria possivel gerar a massa
necessaria dos campos dos bosons W e Z, e permitindo que os demais campos permanecessem
sem massa, como € o caso do campo do féton e do neutrino.

O primeiro modelo para a unificagdo das teorias foi proposto [19] através da descrigao
de trés campos vetoriais associados a trés geradores do grupo SO(3). Dessa forma, se
pode identificar a corrente neutra relacionada a Interacao Eletromagnética e os outros dois
campos ligados aos bdsons vetoriais mediadores da Interagao Fraca. Porém, este modelo foi
descartado devido a evidéncia experimental da Interacao de Corrente Neutra [20], a qual
nao era prevista.

Com isso, outro modelo foi proposto a fim de incluir a Interacao de Corrente Neutra, o
qual é descrito assumindo como grupo fundamental o grupo SU(2) ® U(1). Analogamente,
sao incluidos quatro geradores do grupo sendo 71, 73 e 73 para SU(2) e 1 para U(1). A partir
disso, e com o auxilio do mecanismo de Higgs, os campos que descrevem o féton e os bosons
vetoriais mediadores massivos sao possiveis de ser obtidos.

1.3.2 Grupo de simetrias SU(2) e U(1)

Para descrever o modelo da unificacao das teorias em termos de campos de gauge, levando
em conta as Interagoes de Corrente Carregada e de Corrente Neutra, é necessario introduzir
os campos de gauge de Yang-Mills, os quais sao fundamentados no grupo de simetrias SU(2)
e descrevem campos carregados que obedecem as transformagoes locais de simetria. Este
grupo ¢é baseado em um grau de liberdade interno das particulas chamado isospin, o qual foi
pela primeira vez introduzido por Heisenberg, que descreve o fato de que prétons e néutrons
possuirem quase a mesma massa e, excluindo a interacao eletromagnética entre elas, estas
particulas sofrem a interacao de forgas que nao dependem de suas cargas elétricas. Com
isso, é possivel determinar os chamados dubletos, os quais representam uma dada particula

U(x) = ( 328 ) (1.3.1)

onde 91 (x) e 1y(x) representam dois estados possiveis da particula em questdao. Para exem-
plificar, algumas possibilidades seriam: (a) nicleon com estados de préton e néutron, (b)
um quark em estados u e d, ou (c¢) um lépton nos estado de elétron ou neutrino do elétron.
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Como a carga elétrica é a grandeza em questao, pode-se notar que a diferenca de carga entre
os dois estados possiveis é sempre de uma unidade.

Neste caso, é essencial trabalhar no grupo de rotagdes SU(2), onde passamos de uma
transformagao similar a do grupo de rotagoes SO(2), com um parametro e um gerador, para
uma transformacao envolvendo trés parametros reais ¢ e trés geradores do grupo 7

—

V() = U(3)¥(z) = exp (z g %) U(z) (1.3.2)

o qual é vélido quando a massa das particuas sao iguais. A diferenca essencial entre os
dois grupos de simetria estd no tipo de rotacao presente em cada grupo: o grupo de
rotagoes SO(2) refere-se ao plano enquanto as rotagdes tridimensionais relacionam-se ao
grupo SU(2). Permite-se fazer uma aproximacao para o caso de rotagoes infinitesimais no
caso de particulas com massas diferentes, a qual tem a forma

—

V(z) = (]1 +ig %) U(x). (1.3.3)

Estes geradores correspondem as matrizes de Pauli e a matriz identidade

]1:(3(1)), ﬁ:<(1)(1)), Tg:<?_0i), 73:((1) _01) (1.3.4)

e obedecem a certas relagoes de comutacao que caracterizam a sua algebra
[T1, Tb) =1 Eape Te (a,b=1,2,3) (1.3.5)
onde €4, sao chamadas de constantes de estrutura do grupo

£123 = €312 = €231 = 1

€abc = —Eacbh = —Ebac-
Por fim, outra grandeza empregada na descricao de campos de gauge carregados é a
chamada Hipercarga, quantidade esta que é proporcional a diferenca entre a carga elétrica e
o isospin da particula. Basicamente, esta grandeza esta relacionada com o grupo de simetrias

U(1) de forma andloga aquela apresentada no mecanismo de Higgs. As transformagoes de
gauge para a hipercarga sao descritas por

Y
U'(x) =U(0)¥(x) = exp (z’@ 5) U(x) (1.3.8)
onde € é uma parametro real e Y é o gerador do grupo de simetrias U(1).

1.3.3 Teoria de Salam-Weinberg

Com o intuito de unificar as Teorias Eletromagnética e das Interagoes Fracas, considera-
se a interagdo entre elétrons e neutrinos do elétron [21, 22|, sabendo que neutrinos sao
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completamente polarizados e do tipo mao-esquerda, escrevendo-os na forma de um dubleto
de mao-esquerda

L(z) = < ug”’g ) (1.3.9)

onde define-se

v (z) = %(]1—75)%(:5) (1.3.10a)
u, () = %(]1—75)%(9:). (1.3.10D)

Entretanto, elétrons sao particulas massivas, o que corresponde a ter uma componente
do tipo mao-direita do operador de campo do elétron, o qual é descrito como um singleto
de isospin, sendo invariante frente as transformagoes do grupo SU(2),

R(z) = u, (v) = % (1 +~°) ue(z). (1.3.11)

A fim de manter estes campos invariantes frente as transformacoes do Grupo SU(2), é
necessario que estes, primeiramente, sejam sem massa. Através de transformacoes de gauge,
utilizando o mecanismo de Higgs, a massa do campo do elétron serda gerada sem afetar a
invariancia do Lagrangiano. Com isso, o Lagrangiano para o dubleto e o singleto de 1éptons
corresponde a

L= L(iv"9,) L+ R(iv*0,) R (1.3.12)

e, sendo férmions, o neutrino e o elétron sao descritos através da Equacao de Dirac para
particulas sem massa

(iv*0,) uy(z) = 0 (1.3.13a)
(iv"0,) ue(z) = O. (1.3.13b)

Para gerar a massa do elétron através do mecanismo de Higgs, é necessario introduzir
campos escalares na teoria. Portanto, a Equagao de Dirac que descreve o elétron deve ter a
forma

[i7" 0, — gp(x)] ue(x) =0 (1.3.14)
para entao, com uma mudanca no campo escalar em funcao do estado de vacuo ¢
©'(x) = p(x) — ¢o (1.3.15)

produza a equagao

[iv" 0, — m — g’ (z)] ue(x) =0 (1.3.16)
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com a massa expressa como m = ¢¢g, indicando a geracao de massa através do valor
esperado do vécuo para ().

Para introduzir esta geracao de massa no contexto onde escrevemos os estados de elétron
e neutrino como dubleto de isospin, deve-se analisar a interagao entre os campos L(z) e R(z)
com campos escalares. Para isso, esta interagdo deve ser invariante frente ao grupo SU(2),
0 que remete a escrever estes campos escalares, chamado Campo de Higgs, na forma de

dubletos
_ or(z)
o(z) = ( o1 () ) (1.3.17)

ou seja, um Lagrangiano possivel tem a forma

L = L(iv"9,) L+ R(iv"9,) R— G (LR + Ry'L)
A 2
+ (0" (up) — M?sTo — 55 (070)" (1.3.18)
Como é visivel na Eq.(1.3.18), os tltimos trés termos correspondem & auto-interagao do
campo escalar e os termos relacionados a constante de acoplamento G,y definem a interacao
entre ¢, L(x) e R(x).
Este Lagrangiano é invariante frente as transformagoes globais do grupo SU(2)

L — IL'=exp (ZK : %) L (1.3.19a)

o — ¢ =exp (ZK . %) ® (1.3.19Db)

R — R =R (1.3.19c¢)
e também as transformagoes do grupo U(1)

L — L=exp (—% 9) L (1.3.20a)

0 — B=exp (% 9) o (1.3.20b)

R — R=exp(—ib)R. (1.3.20¢)

Estas transformagoes com fases constantes sao representadas por transformagoes no
espaco de Hilbert do tipo

SUQ2) — = AT QT (1.3.21a)
U(l) — Q=e?7Qelx (1.3.21b)

onde as quantidades T eY sio os operadores isospin e hipercarga, respectivamente. Estes
operadores satisfazem relacoes de comutacao no espago de Hilbert

Tl = —g L V,L] =L (1.3.22a)
TRl =0 Y, R] = 2R (1.3.22D)
L 7

Top| =—5¢ Y, ] = —¢. (1.3.22¢)
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‘Campos‘ T ‘Y‘Q‘

u,, +1/21-1] 0
U —1/2 | -1 -1
L

Ue 0 -2 -1
or +1/2 | +1 | +1
PIr —1/21+1| 0

Tab. 1.3: Autovalores dos operadores Ty e Y e carga de cada campo.

Com isso, é possivel obter os autovalores dos operadores isospin 73 e hipercarga Y
referentes a cada campo contido no Lagrangiano, como mostra a Tab.1.3. A partir destes
autovalores é possivel obter a carga elétrica de cada campo através da relagao

Q= (Tg + %) e, (1.3.23)

a qual é chamada relacdo de Schwinger-Nishijima [10, 11].

Seguindo os mesmos passos anteriores, busca-se a invariancia do Lagrangiano frente as
transformagoes locais de simetria do grupo SU(2) ® U(1). Para tal, designa-se campos
vetoriais de gauge a”(z) (a = 1,2,3) e B*(x), os quais correspondem as transformagoes

L — L'=exp {igﬁ-%ﬂ% H(x)}L (1.3.24a)
0 — o =exp {igﬁ-%—@% e(x)}<p (1.3.24b)
R — R =explig'6(x)] R. (1.3.24¢)

Como definidas anteriormente, as derivadas covariantes referentes a cada campo do La-
grangiano sao expressas por

D,L(z) = {0M+igaua(x)%+i%3u(x)} L(z) (1.3.25)
Dusle) = [0, +ig0u(s) 2 =i B0 olo) (1.3.25)
D.R(z) = [0, +ig Bu(zx) R(x). (1.3.25¢)

Da mesma forma, os tensores de campo para os campos vetoriais a,, ¢ B, sao

gé“’ = (‘)”afj — 8“aZ —|—ggabcagaz (1.3.26a)

B" = 9'B*—9"B". (1.3.26b)
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A partir destas defini¢oes, o Lagrangiano total pode ser escrito como

1 5 A 2
= B"™B,, — 120’0 — 2 (¢'0) + (D) (DMe)

1
L = ——Ggl" v.a
4ga G 4 3!

+ L(iv*D,)L+ R(iv"D,)R— G (LeR+R'L),

o qual é invariante frente as transformagoes locais do grupo SU(2) @ U(1).
Estendendo este Lagrangiano para a familia de léptons, o termo que se refere aos campos
do elétron e do neutrino sao estendidos para campos de léptons na forma

A

1 . . 2
L = —1 08 Gua—7 BB —i*o'o— = (¢10)" + (Do)t (D)

4

+ Z {Eg (i’}/uDu) L,+ Rg (i’y‘uD“) Ry, — G(g) (Eg o Ry + Rz (,OT Lg)} , (1327)
V4

onde a soma é efetuada sobre ¢ = e, u, 7. As massas dos léptons serao determinadas em
fungao da constante de acoplamento G/

0
me) = —= Gy, M) =

Gy, M) =
V2 (1) ()

G- (1.3.28)

1.3.4 A massa das particulas

Para obtencao da massa do elétron, é necessario quebrar a simetria de gauge assumindo

p? <0 (1.3.29)

e reescrever o campo escalar em funcao do estado de vacuo ¢g. Considerando os termos
relacionados & constante de acoplamento G,

G(e) (EQDR + R@T L) = G(e) {(TLVL ueR) wr+ (ﬂeR u,,L) QOJ}

+ (ﬂeL ueR) o+ (ﬂeR ueL) go}l} (1.3.30)

vemos que os termos contendo o campo ¢;; possuem como fatores os produtos dos campos
do elétron. Com isso, para gerar a sua massa, € necessario quebrar espontaneamente a
simetria através do campo ¢, ou seja, deslocando este campo em relacao ao estado de
VACUO

orr(z) = % n % b () + ixe(@) (1.3.31a)
o 1 .
@}I(SC) = ﬁ + ﬁ (X1 (%) — ixa(z)] (1.3.31b)
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o que leva a Eq.(1.3.30) a

G(e) (E (,OR + RSOT L) = G(e) {(a”L ueR) 1+ (aeR u”L) (’0} + %(ﬂeue)
+ %(ﬂeue) X1+ %(ﬂev"’ue)m} : (1.3.32)

Reagrupando estes termos com aqueles referentes a parte cinética no Lagrangiano,
obtém-se

L(iv"9,)L + R(iv"0,)R— G (LeR+R¢'L) =
= U, (z"yﬂau — m(e)> Ue + Uy, (i'YMaM) Uy, — G(e) {(ﬂ,,L ueR) wr+

_ 1 _ 7
+ (ueR UVL) 90} + —(ueue>X1 + —=

V2 V2
onde my = (¢o/V2)G() é a massa do elétron gerada pelo valor esperado do vdcuo do
campo ¢r7().

Com isso, o Lagrangiano agora é invariante frente as transformagoes do grupo SU(2) ®
U(1) e as transformagoes simultaneas dos campos

(%75%))(2} (1333)

a’ = a* — N, — geaeNpa, (1.3.34a)

a

B" = B — 0", (1.3.34b)

Como o dubleto de campos escalares ¢(x) é equivalente a quatro campos reais, é possivel
expressa-lo como

p(x) = exp (z‘gAa%) < %O(x) ) (1.3.35)

onde os quatro campos reais agora sao os trés campos A, e ¢1.

A invariancia de gauge faz com que o Lagrangiano seja independente de A,, logo, estes
campos desaparecem, possibilitando fazer a escolha para o dubleto de campos escalares da
seguinte forma

1 0
p(z) = 7 ( b0 + 1 (x) ) : (1.3.36)

Mais precisamente, fixa-se um gauge do grupo SU(2) de um dado campo ¢(z) tal que o
campo transformado ¢'(x) tendo ¢ (z) =0 e Im ¢, = 0. Logo, a Eq.(1.3.33) tem a forma

E (i’y“a“) L + R (W“@u) R— G(e) (E (2 R+ R (,OT L) =
Ge
V2

= @ (I7"0, — me)) e + Ty, (i9"0,) uy, — —2(TGette)x1.  (1.3.37)
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Portanto, o campo de Higgs gerou a massa do elétron e fez surgir uma interacao entre o
campo escalar com o elétron, expresso pelo termo contendo ;.

Para encontrar a massa do campo de Higgs, é necessario voltar-se aos termos contendo
p? e A no Lagrangiano, Eq.(1.3.27). O valor minimo da energia potencial é expresso em
funcao da massa do campo

6142
Pr = - (1.3.38)

o qual modifica os termos lineares em y; no Lagrangeno obtidos pela substituicao do campo
escalar [Eq.(1.3.36)] por termos de p? e A. Os termos com x3 serao

2

I 6\

B =g (13:39
2 4!

Como a massa u? é negativa, é visivel que o campo y; possui uma massa positiva

mmE) =V —2#2, (1.3.40)

sendo um parametro livre da teoria.
Partindo do Lagrangiano Eq.(1.3.27), podemos definir trés campos a partir dos campos
de gauge a¥ contidos nas derivadas coovariantes

1
Wt = — (af +idy 1.341a
7 (ay + iay) ( )
Z" = df cosby + B" sen Oy (1.3.41b)
At = —af sen by + B" cos Oy (1.3.41c)

onde Oy, é o chamado angulo de Weinberg, o qual é definido por

cosby = S — (1.3.42a)

(g% + g)1/

/

senfy = —— 9 (1.3.42b)

(g% + g)1/

/

tanfy, = % (1.3.42¢)

Os campos definidos em Eq.(1.3.41) possuem os respectivos tensores de campo

W = WH— W (1.3.43a)
Zm = grZr— g (1.3.43b)

Fr o = QVA* — 9F A (1.3.43¢)
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O Lagrangiano final possui a forma
L = Li+Lw+Ly+Lz+ Ly + Lin
= e ("0 — mye)) e + Ty, (I7"Dy) Uy, (1.3.44a)
1

iy W, — ST, (1.3.44b)
1

_ ZFWFW (1.3.44c)
1 1

_ ZZWZ’W + §m%Z)Z”Zu (1.3.44d)
1

+ 3 { 9"x1) (Oux1) — m?H)X%} (1.3.44e)
)\a A

- 3 v g X (1.3.44f)

- E(ﬂ Ue) (1.3.44g)
\/E elle ) X1 -0.35Z
9> [1

Ty {ixf + axl} WHW, (1.3.44h)
1 2 12 1 2 “w .

+ 700"+ oxa e 242, (1.3.44i)

— dcosby (gZ" — g A*) (WWTWV — WWWJ)
— cos? Oy (gZ% — g'A%) (gZﬁ — g'Aﬁ) WJW,, (gagg‘“’
i cosby (92" — g'F*) (WIW, — WiW,)
1 14 14
19° (WHW? — WAwe) (Wiw, — Wiw,)
- 2% {[aer (1 —+%)w,) Wy + [@4"(1 = 7%)u] W}
—  g'cos Oy (Tey,ue) A"

1 _
- 1(92 _'_9/2)1/2 [uufy‘u(]]' - Vs)uu] Z,u

1 3 2
- {_(92 + g/2>1/2 (ﬂeyufysue) + 979) (ﬂefyuue)} Zﬂ

4 4(g% + g

(1.3.44]

)
(1.3.44K)
(1.3.441)

)

(1.3.44m

(1.3.44n)

Por inspecao, o Lagrangiano total apresenta os seguintes Lagrangianos individuais:

(a) L Léptons livres com massa mgy = ¢o Gry/V2 e me,) = 0;

(b) Lw: bdsons vetoriais livres carregados com massa mw) = g¢o;

(
(d

)
)
¢) L, Campo Eletromagnético livre sem massa;
)
)
)

(
(f

L(x, x): Auto-interagao dos bésons de Higgs;

e) Lpy: béson de Higgs neutro com massa mg) = y/—2p%, com p? < 0;

Lz: béson vetorial neutro com massa m(zy = ¢o (9> + g2 )2 = mwy/cos Oy



Capitulo 1. Teoria Eletrofraca 30

u.): Interagao entre o elétron e o béson de Higgs;
X, W): Interagao entre o béson de Higgs e o béson W;

X, Z): Interacao entre o béson de Higgs e o bdson Z;

W, W): Auto-interagao entre os bésons W;

) L(x,
) L(
) L(
i) LW, A, Z): Interacao entre o Campo Eletromagnético e os bosons Z e W;
) L(
) L(ue, A): Interagao Eletromagnética dos elétrons;

) L(

(m Ue, Uy, W): Interagdo Fraca de Corrente Carregada via bésons W, donde obtem-se
Gr g9’
Rk 1.3.45)
2 (
V2 8m{yy)
99
e = 27—~ =g'cosOy = gsenbOy < g (1.3.46)

(g2 + g2)1/2
n) L(ue,u,,Z): Interacao Fraca de Corrente Neutra via bosons Z.
(n) G

Inicialmente, existiam somente quatro campos vetoriais de gauge, a* e B*, os quais,
com o uso da quebra espontanea de simetria, foram os responsaveis por gerar a massa do
elétron e dos bdsons vetoriais W e Z, mantendo os fotons e os neutrinos sem massa. Logo, o
mecanismo de Higgs gera a massa dos bdsons vetoriais mediadores de Corrente Carregada
e de Corrente Neutra, além de manter sem massa o campo A", o qual pode ser identificado
como o campo Eletromagnético.

Esta teoria descreve com detalhe a Teoria Eletrofraca, prevendo a massa dos bésons veto-
riais da Interagao Fraca. Além disso, a carga estd intimamente relacionada com a constante
de acoplamento fraca g e como resultado, prevé uma massa para os bdsons vetoriais muito
maior que a massa do préton. Outras implicagoes ja foram estudadas [23], inclusive o cédlculo
da massa dos quarks através do mecanismo de Higgs.

1.3.5 Observaveis fisicos na Teoria Eletrofraca

As grandezas fisicas expressas através da unificacao da Teoria Eletromagnética e da In-
teracao Fraca sao

2 _ 2y 2 _ 99
Mgy = —2u° = Agy/3 e = (g% + g7)12
g/
MeEe) = ¢0 G(e) /\/5 sen HW = W
g
w) Gr g9

T ot Vi e,
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Logo, a quantidade fundamental a ser medida é o angulo de Weinberg, isto é, sen? 0y .
Da defini¢ao do acoplamento eletromagnético e = g sen 6y, € trivial a obtencao da constante
de acoplamento fraca através da medicao experimental de sen Oy .

Além disso, é possivel obter a massa dos bdsons vetoriais carregados através de sua
relagao com a constante de Fermi

2 1/4 2 1/4
mw) = )"y = @) e (1.3.47)
2\/§GF 2\/§GF senHW
e também a dos bdsons neutros
N/4 (02 1 o/2)1/2
gy = DG HIVT | man (1.3.48)
22 Gp cos Oy
Partindo da massa do boson W
maw) = %’50, (1.3.49)
pode-se obter o valor esperado do vacuo
V2 s _
P2 = G~ 107%m 3 ~107° GeV?. (1.3.50)

Este valor esperado do vacuo é relacionado com a constante de acoplamento entre os
campos de Higgs e dos elétrons

2
2m(e)

2
G2 = ~ 2v2 x 107° <®) ~ 10712 (1.3.51)
F o m(p)

o qual é desprezivel comparado ao acoplamento entre o campo eletromagnético e o béson
Z. Com isso, pode-se aproximar a massa dos bésons mediadores

V2 € (37.5GeV)?
2 e — 1.3.52
W) 8 Gpsen?fy (sen By )? (1.3.52)
»  (75GeV)?
m(Z) = 7(561’12914/)2' (1353)

Estimando o angulo de Weinberg em sen? 0y, = i, resulta para a massa dos bdosons

mw) = 75 GeV (1.3.54)
mez ~ 90GeV, (1.3.55)

muito maiores que a massa do proton, como ja era esperado.
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1.4 Evidéncias experimentais

A fundamentagao tedrica da Interagao Fraca, principalmente na sua unificagdo com a Teoria
Eletromagnética, deu inicio a busca experimental pelas evidéncias previstas analiticamente.
Um dos principais pontos que recaem sobre os interesses experimentais seria a escala de
massa aos quais os bésons estavam sendo esperados. Tendo uma massa em torno de 80 GeV
tornava o processo de observacao um tanto quanto dificultado, pois, para uma observagao
desta natureza, seriam necessarios feixes de particulas de altas energias, em torno de 500
GeV, o que ainda era uma regiao nova a ser explorada na Fisica de Altas Energias nos
anos 80. Com isso, um dos principais pontos a serem definidos seriam as possibilidades
experimentais de observacao destes bdsons, através de alguma proposta a fim de alcancar
as energias necessarias. L.ogo, essas energias somente seriam alcangadas através de colisoes
préton-antipréton [24], o que foi considerado impraticdvel por algum tempo devido a baixa
densidade dos feixes quando utilizados como alvos. Portanto, desta nova perspectiva surgiu
a idéia de elaborar processos a fim de vislumbrar a observacao dos bosons vetoriais, surgindo
como principal a aniquilagao de par quark-antiquark.

1.4.1 A descoberta dos bdsons vetoriais

Em 1983, o CERN contava com um colisionador préton-antiproton com energia de centro-
de-massa /s = 1.8TeV > my, z), suficiente para alcancar a energia necessiria para a
observacao dos bésons vetoriais. A producao do boson W é considerada pela aniquilagao de
um par quark-antiquark, ilustrado na Fig.1.4, possuindo a segao de choque [24]

32 r,r

7laa = W)= (B —mw))? + ]

(1.4.1)

onde \ é o comprimento de onda reduzido do quark no centro-de-massa. Neste processo, um
requisito necessario era ter quarks e antiquarks com mesma cor. A largura de decaimento
inicial era surpreendentemente larga, correspondendo a I'; = I'j; = 600 MeV. Ja a largura
de decaimento total dependia do niimero de geracoes de quarks e léptons, que tomada com
N, = Ny, = 3, e para uma massa esperada de my) = 80 GeV, erade I' = 4 x['jg = 2.4 GeV.

Como sabemos, a colisao efetiva entre quarks nao é possivel, devido ao seu confinamento
dentro dos hadrons. Por conseguinte, era necessario considerar colisoes envolvendo prétons
e antiprotons, considerando que os seus quarks carregavam parte de seu momentum. A
energia de centro-de-massa nas colisdes quark-antiquark (s,;) ¢ relacionada & energia entre
prétons e antiprétons (S,;) pela férmula

Sqq = Spﬁl'p l’ﬁ (142)

onde z, e x5 sao as fragoes de momentum carregados pelos quarks.

Portanto, para uma massa em torno de myy = 80 GeV, obtém-se uma energia de
centro-de-massa \/% ~ 400 — 600 GeV. Logo, a observacao do béson W é possivel através
do processo

P —WELX — (et +u)+ X (1.4.3)
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Fig. 1.4: Diagramas de Feynman dos processos envolvendo troca de bosons vetoriais. Fste
processo foi o responsdvel pela observagao experimental das Interacioes via Cor-
rente Carregada.

onde X denota a fragmentacao dos partons espectadores. A secao de choque para a producao
do béson W juntamente com a previsao tedrica é mostrada na Fig.1.5.

A deteccao deste boson foi feita com o uso de um extenso aparato experimental, sendo
explicado em detalhes na Ref.[24]. A deteccao dos elétron é efetuada através de chuveiros
eletromagnéticos observados no calorimetro. J& os neutrinos nao podem ser observados
diretamente, sendo utilizada a técnica chamada de perda de energia no evento.

A observacao foi feita quase que simultaneamente por duas colaboragoes, UA1 e UA2,
os quais mediram uma massa para estas particulas ligeiramente parecida: myy = 80.5 £
0.5 GeV (UAL) e mar) = 801" GeV (UA2). Outras possibilidades de decaimento do béson
W foram excluidas da analise final, chamados sinais de fundo (backgrounds) [25], como

W — 74— 1570+ + o (1.4.4)
W — 7+v, —let+ve+v]+ v, (1.4.5)

Estentendo a busca do béson W, procura-se observar o boson Z através dos eventos
prp— 20+ X = e +e (p +p) + X (1.4.6)

encontrando uma massa para o béson Z de mz) = 95.6 &= 1.4 GeV. A secao de choque de
producao é mostrada na Fig.1.5 com a previsao teorica.

1.4.2 Em busca do béson de Higgs

Com a descoberta dos bdosons vetoriais mediadores, o interesse voltou-se para a busca pelo
ultimo parametro livre da Teoria Eletrofraca: o bdéson de Higgs, a fim de confirmar a
validade do Mecanismo de Higgs. Em virtude disso, buscou-se propostas para a observacao
experimental desta particula, as quais foram propostas dentro das possibilidades energéticas
disponiveis. Hoje, diversos experimentos se dedicam a esta busca, como o Tevatron, com
energia de centro-de-massa de /s = 1.96 TeV, e, ainda em construgao, o LHC no CERN,
com /s = 14 TeV.

Porém, antes da construcao destes aceleradores, outros experimentos buscaram, de ma-
neira alternativa, determinar limites para a observacao do bdéson de Higgs. Como obtido
pelo experimento LEP no CERN, limitou-se o nivel inferior da massa do béson de Higgs em
memy = 114.4 GeV [9, 26], com 95% de confiabilidade. Existe também um limite superior
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Fig. 1.5: Secdo de choque total para producao dos bésons vetoriais W+ e Z° acompanhada

da previsao tedrica [24).

para a massa do béson de Higgs, my) < 1 TeV [27], pois, com uma massa acima deste
limite, outros aspectos devem ser levados em conta os quais nao estao presentes no Modelo
Padrao.

Para a observacao experimental do boson de Higgs, foram estudados diversos processos de

producao, mas poucos possuem uma secao de choque grande o suficiente para ser observada
em Tevatron ou LHC. Abaixo lista-se os principais mecanismos de producao [28]:

a.

b.

Fusao glion-glion: gg — H + X;

Fusao de bdsons vetoriais: q¢q — Hqq+ X via WTW~, ZZ — H;
Producao associada a bdsons vetoriais: ¢q¢ — WH, ZH + X,
Producao associada a quarks top: gg, q¢ — ttH + X.

Fusao de quarks bottom: bb — H + X;

A Fig.1.6 ilustra os diagramas de Feynman que representam estes processos. A tnica

diferenca para a observagao deste eventos em Tevatron e em LHC, devido a sua diferenga
significativa em energias de centro-de-massa, refere-se ao ultimo processo, o qual é espero
ser somente observado em LHC.
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Fig. 1.6: Diagramas de Feynman que representam os diversos processos para a produ¢ao
do boson de Higgs.

(a) Fusao glion-glion:

Dentre estes processos, a fusao de glions é dominante, sendo o principal processo de
produgao estudado para a producao de um Higgs nao muito massivo (m) < 200 GeV),
sendo intermediada por um lago de quark top, como mostra a Fig.1.6a. Este processo ja é
bem estudado, calculado em NLO (“next-to-leading order” - NLO), em primeira ordem de
perturbagao [29], sendo também estabelecido até segunda ordem em teoria de perturbacao
(NNLO) [30, 31, 32]. O célculo em ordem mais baixa em teoria de perturbacao (LO) resulta
na amplitude de espalhamento na forma

Gpm? m?2 ?
M (gg — H) = a?(m?y) | —2 ) |1 [ =2 || | 1.4.7
Moo = M) = edlmty) o) |7 (2 (147)
onde a funcdo adimensional I(x) é dada por

I(z) =3z 2+ (4z — 1) F(x)], (1.4.8)

a qual é aproximada razoavelmente para z > 1 por

1

I(z) =1+ — (1.4.9)

Az’
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SM Higgs production
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Fig. 1.7: Se¢ées de choque para a produgao do bdéson de Higgs em Tevatron (v/s =
1.96 TeV) através de diversos mecanismos [28].

Logo, para estimar a secao de choque para a produgao em LHC, este resultado, chamado
secao de choque partonica, deve ser convoluido com as funcoes de distribuicao de gliions
nos hadrons, que no caso correspondem ao préton e ao anti-proton.

O célculo para a secao de choque deste processo em LO ja é conhecido, considerando um
quark com uma massa arbitréria circulando no lago [33, 34] levando em conta as corregoes
virtuais em QCD pelos processos g9 — H(g), g9 — Hq, q@ — Hg.

Este calculo fornece uma correcao para a secao de choque, aumentando-a por um fator de
1.5—1.7 dependendo da massa do béson de Higgs envolvida. No caso em que m?H) < 4m%t),
esta corregao pode ser obtida analiticamente [35], sendo razodvel em toda faixa de massa
a qual o Higgs é esperado. Longe da energia minima, /s = mg), o crescimento da segao
de choque com +/s existe devido ao rapido crescimento da distribuicao de glions para o
aumento da energia.

Além desta ordem, é possivel encontrar corre¢oes de NNLO [30, 31, 32|, levando em
conta o limite de grande massa para o quark top contido no lago. As incertezas referentes
a este limite sao dificeis de serem obtidas, porém, acredita-se que sejam pequenas a fim de
nao contribuirem significativamente para a correcao. O resultado para a secao de choque
nesta ordem pode ser visto nas Figs.1.7 e 1.8.

(b) Fusdo de bésons vetoriais:

A contribuicao via fusao de bésons W e Z para a producao do Higgs podem ser comparadas
a contribuicao obtida da fusao de glions considerando que a massa do Higgs seja grande.
No caso de um largura de decaimento do Higgs pequena, este processo pode ser calculado
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Fig. 1.8: Sec¢ies de choque para a produ¢ao do béson de Higgs em LHC (/s = 14 TeV)
através de diversos mecanismos [28].

via espalhamento 2 — 3, ilustrado na Fig.1.6b, da qual pode ser obtida a amplitude de
espalhamento [36].

As corregoes em NLO sao calculadas para este processo levando em conta as fungoes de
estrutura hadronicas referentes aos prétons envolvidos, fornecendo um pequeno incremento
a secao de choque em mais baixa ordem. As Figs.1.7 e 1.8 ilustram a se¢ao de choque para
a fusao de bdson vetoriais com estas corregoes.

(¢) Produgdo associada a bosons W e Z:

A secao de choque para a produgao associada a bdsons vetoriais (Fig.1.6¢) é pequena em
comparacao as anteriores, porém, fornece uma método auxiliar para a observacao do Higgs
com uma baixa massa decaindo nos estado finais bb e 7. Estas secoes de choque sdo obtidas
simplesmente relacionando este processo ao discutido anteriormente na forma ete™ — ZH.
A partir das corregoes em QCD para os processos ja conhecidos de producao de bdésons
vetoriais podem ser usadas identicamente para obter as contribui¢oes em primeira ordem de
perturbacao para a produgao associada. Com isso, o incremento a se¢ao de choque em mais
baixa ordem é de aproximadamente 20%. Existe uma diferenca significativa para a secao
de choque deste processo tomada em relagao a colisoes proton-préton e proton-antipréton,
onde, no segundo caso, existe uma maior contribui¢ao [27]. A segao de choque é ilustrada
nas Figs.1.7 e 1.8 em combinacao com os resultados em segunda ordem para correcoes em
QCD [37] e em primeira ordem para as corregoes envolvendo a Teoria Eletrofraca [38].
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(d) Produgdo associada a quarks top:

O boson de Higgs pode ser produzido de forma similar a aplicada no mecanismo anterior,
onde quark top irradia-o, quark este remanescente da fusao de glions ou de um par quark-
antiquark [39], onde um dos diagramas ¢ ilustrado na Fig.1.6d. A se¢@o de choque para este
processo é sensivel a massa do quark top a ser considerada.

As corregoes em primeira ordem de perturbagcao ji existem [40], e correspondem a consi-
derar processos como

qq — ttH(g), qq— ttHg, qg — ttHq (1.4.10)

resultando numa reducao da se¢ao de choque em mais baixa ordem dependendo da regiao de
renormalizacao considerada. Os resultados em primeira ordem sao ilustrados nas Figs.1.7 e
1.8.

(e) Quarks bottom:

Além do laco de quarks top, também é possivel levar em conta um laco com quarks bot-
tom [41], similar ao diagrama ilustrado pela Fig.1.6a. Célculos em ordens mais altas s@o
levados em conta [42], ilustrado o resultado para a se¢do de choque nas Figs.1.7 e 1.8.

Outro aspecto importante a ser considerado sao os possiveis canais de decaimento para
diferentes massas do bdson de Higgs. As principais fracoes de largura de decaimento, em
ordem mais baixa em teoria da perturbagao, sao

3

_ C Grm?,.m 4m?, \ 2

T(H— ff) = — 070y 770 (1.4.11a)
dmy/2 M)

Grm? 4m? : 4Am? 12m?
T(H—WW™) = — W (W) [y 0, =W (1.4.11b)
82 KECI )

1
Gpm3,, m? A4m?,. \ 2 4m? 12m?
IH—22) = — U0 (1 @ (- 8 220 (14110)
16mme,v/2 k) My Mm)

onde C' é o fator de multiplicidade de cor: C' = 3 para quarks e C' = 1 para léptons. Todos os
processos descritos acima sao validos, em cada caso, somente acima da energia minima para
duas particulas. No caso de decaimento em bdsons vetoriais, ocorrendo abaixo da energia
minima, necessariamente um dos produtos do decaimento deve estar fora da camada de
massa.

Outra grandeza fisica importante na fenomenologia ¢ a largura de decaimento H — qq
que ocorre em ordens mais altas em QCD. Este evento tem importancia devido a ser um
processo dominante em uma larga faixa de (baixa) massa do Higgs no caso H — bb.



Capitulo 1. Teoria Eletrofraca 39

Uma largura de decaimento rara, porém importante fenomenologicamente, é H — v, a
qual pode ser mediada por um bdson vetorial Z ou um lago triangular de quark, tendo uma
largura de decaimento

2

a2Gp m3 m2 m2
(H) 2 q W)
'H—vyy)=—— eI, | —— | +1 1.4.12
( AR PENp zq: v (m%m) i (m?m) )
onde as fungoes adimensionais I,(z) e Iy (z) dadas por
I(z) = 4224 (42— 1)F(2)] (1.4.13)
Iy(z) = —2[6z+ 1+ 6x(2z — 1)F(z)] (1.4.14)
1 1+vT—dz) 7
F(z) = 6(1—4z)~ L )
(x) ( x) 5 [En (1 — m) zw}
— O(4r —1)2[sen 1 (1/2y/x))>. (1.4.15)

As corregoes perturbativas em QQCD para o lago de quark [43, 44] demonstram uma contri-
bui¢ao pequena para o processo.

Fenomenologicamente, as fracoes de decaimento relevantes para a observacao do bdoson
de Higgs sao mostrados na Fig.1.9, correspondendo a uma grande faixa de massa [45]. Muito
abaixo da energia minima de WW, a fracio de decaimento H — bb é dominante. O préximo
a contribuir nesta escala é a fracdo 7777, com uma fracdo de decaimento suprimida em
relagdo a primeira por um fator 3(m?/m?2). Com o aumento da energia, chegando a um valor
igual a energia minima para WW (m) = 2mw)) os processos envolvendo o decaimento
do Higgs em pares de bdsons vetoriais fora da camada de massa comecam a dominar. Uma
propriedade importante a ser levada em conta, a qual pode ser vista na Eq.(1.4.12), é
o rapido crescimento da largura de decaimento com mgy, vindo a ser compardvel a sua
massa em torno de 1.7 TeV, como ilustrado na Fig.1.10.

Extensos calculos para se obter maiores informacoes sobre as propriedades do bdson
de Higgs foram feitos, como descritos até aqui. Entretanto, diversas incertezas tedricas os
acompanham, principalmente aquelas relacionadas as corregoes além da ordem dominante.
Além disso, a obtencao das se¢oes de choque hadronicas depende das distribuigdes de partons
utilizadas no calculo, sendo uma fonte de incertezas tedricas, pelas quais o béson de Higgs é
sensivel em escalas de energia de LHC para z > O(1072). Nesta escala de energia, o processo
de fusao de glions possui grandes incertezas, logo, incertezas na producao do Higgs.

Dentre todas estas possibilidades de producao do bdsons de Higgs e seus respectivos
decaimentos, somente alguns sao considerados os melhores processos a fim de se descobrir
o Higgs em LHC. Estes sao

i g9—H—~vyy para mpy S 150 GeV;

ii. g9g— H— ZZW = Y7171~ para  mgn 2 130 GeV;
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Fig. 1.9: Fracgées de decaimento do boson de Higgs em fun¢do da sua massa [45].

iii. ¢ — WH — l;bb;
iv. qq — WH — Iy, g9(qq) — ttH — WH + X — lyyy + X.

As fragoes de decaimento para os casos (i), (ii) e (iv) sdo extremamente pequenas, onde
no modo de decaimento h — 4/* para uma massa mais alta do béson de Higgs corresponde
uma fragao de somente 0.12% [27].

Contudo, todos estes canais de decaimento nao estao livres de processos de producao
secundarios, em outras palavras, de um sinal de fundo. Alguns processos possuem os mesmos
produtos descritos acima e possiveis de ocorrer na mesma escala de energia. Processos
chamados irredutiveis relacionam os processos que possuem exatamente o mesmo estado
final descrito para a produgao do Higgs. Exemplos podem ser ilustrados: (i) ¢g — 77,
(ii) q7 — ZZ — 117171, (iii) qg — WZ — Ipgbb, e (iv) q@ — Wy — oy, g9(qq) —
ttyy — vy + X. Por outro lado, sinais de fundo chamados redutiveis sao aqueles em que
o estado final nao é produzido diretamente, como por exemplo, o decaimento em léptons
carregados de um quark b e nao de um bdéson W, os quais podem ser retirados na analise
final experimental através de cortes cinematicos aos dados obtidos. Apesar da existéncia
destes sinais de fundo, na maioria dos casos é possivel elimina-los na anélise final, mantendo
a maior parte do sinal intacto. Dentre estas possibilidades de estado final, o que oferece
melhores condicoes de ser observado é o canal de quatro léptons. Portanto, as perspectivas
para a observacao do Higgs em LHC sao promissoras, sendo capaz de ser observado numa
faixa de massa desde o limite minimo de mgy > 114.4 GeV até O(800 GeV).

Porém, mesmo trazendo uma resposta para a geracao de massa das particulas elemen-
tares, o mecanismo de Higgs também possui problemas. Devido ao fato de a massa do Higgs
nao poder ser renormalizavel até uma escala de uma Nova Fisica ou de Grande Unificagao,
outras propostas merecem atencao, com o intuito de efetuar a mesma unificacao da Teoria
Eletrofraca com as interagoes demais conhecidas. Assim sendo, uma nova proposta é a teoria
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Fig. 1.10: Largura total de decaimentodo boson de Higgs previsto no Modelo Padrao e no
Modelo Superssimétrico [45].

Supersimétrica, a qual, mantendo as mesmas caracteristicas encontradas no Modelo Padrao
com o uso do mecanismo de Higgs, tenta evitar suas dificuldades. No chamado Modelo
Minimo Supersimétrico Minimo (MSSM) utilizam-se dois dubletos complexos de campos
de Higgs, similares aos quais foram utilizados na geracao de massa anteriormente, onde as
massas e os acoplamentos dos cinco bésons de Higgs resultantes desta teoria (h, H, H* e
A) sdo descritos em termos de somente dois parametros. A escolha convencional para estes
parametros sao a razao entre dois valores nao-nulos esperados do vacuo, conhecido como
tan § = wvy/v; e a massa do bdéson de Higgs A. A massa destes bdson de Higgs possuem
limites inferiores [9]

mpy > 89.8GeV, 95% Nivel de Confianca
M) = Myw)

may > 90.4G6V, 95% N.C.

marey > 79.3 GeV, 95% N.C.

Geralmente, pode-se considerar o bdson de Higgs mais leve como sendo extamente o
mesmo boson de Higgs encontrado no Modelo Padrao, aplicando-se os mesmos métodos
fenomenoldgicos para a sua observagao. Porém, como as fragoes de decaimento e as secoes
de choque dependem sensivelmente dos parametros da teoria, nem sempre essa equivaléncia
¢é valida. Os demais bosons de Higgs possuem outras caracteristicas que demandam ou-
tros métodos para detectd-los. Mesmo no Modelo MSSM, a fusao de glions é o processo
dominante para a produgao de bésons de Higgs neutros, como mostra a Fig.1.11 [45].
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Fig. 1.11: Mecanismo para a producao de bosons de Higgs neutros no modelo MSSM em
Vs = 14 TeV para tan f = 3 e tan § = 30 incluindo todas as corregoes em
QCD conhecidas [45]. A faiza de massa varia de 90 GeV a 1 TeV.

Portanto, a busca pelo boson de Higgs estd apenas no inicio, comegando efetivamente
quando os primeiros dados de LHC comegarem a ser tomados e os principais parametros
fenomenoldgicos forem especificados. Com estes estudos, a expectativa de observagao do
béson de Higgs cada vez é maior, confirmando, assim, o mecanismo de Higgs ou comprovando
a necessidade de uma nova teoria para a geragao de massa das particulas elementares.

1.5 Conclusoes

Este capitulo introduziu a Interacao Fraca segundo a Formulacao de Fermi, evidenciando
a sua analogia com a Eletrodinamica. Além disso, a violagdo da paridade nos processos
governados por esta interacao foi ilustrada, bem como sua implicacao sobre a sua descrigao
analitica. Os problemas relacionados a divergéncias dos processos foram apresentados, ilus-
trando a tentativa de se efetuar uma analogia com a QED a fim de tornar a teoria renor-
malizavel.

Um dos principais problemas ligado as divergéncias na Interagao Fraca era a possibilidade
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de descrever a interacao através da interacao de bdsons vetoriais mediadores sem massa,
o que entrava em confronto com a fisica do processo. A fim de solucionar este impasse,
o Mecanismo de Higgs foi introduzido com o intuito de possibilitar a geracao de massa
destes bdsons, tornando a teoria renormalizavel. O entendimento da quebra espontanea de
simetria foi introduzido, aspecto principal para a elaboracao do Mecanismo de Higgs.

De posse desta ferramenta, foi possivel estabelecer uma descricao das Interacgoes Fracas
segundo a Teoria de Campos. Através disso, a sua unificacao com a QED foi possibilitada,
descrevendo por meio da Teoria Eletrofraca a descricao de fenomenos fisicos envolvendo o
Eletromagnetismo e a Interagao Fraca. Como resultado, a massa dos bdésons mediadores e
do elétron puderam ser obtidas, bem como a massa do Campos de Higgs, responsavel por
gerar a massa das particulas da teoria.

Por fim, as evidéncias experimentais no sentido de detectar os bdsons mediadores foi
apresentada, ilustrando a descoberta dos bésons W e Z no CERN em 1983. Além disso,
as ferramentas para a deteccao da tultima particula da teoria foram estabelecidas, além de
apresentar as propostas para a observacao do bdéson de Higgs em LHC.
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Espalhamento a Altas Energias

2.1 Espalhamento Profundamente Inelastico (DIS)

O Espalhamento Profundamente Inelastico consiste no espalhamento entre um lépton neutro
ou carregado (¢#) e um héadron (P*), tipicamente um ntucleon, com momentum transferido
grande, por onde pode ser medida a energia e o angulo de espalhamento do 1épton do estado
final. O processo pode ser caracterizado por

0+ N —(+X, (2.1.1)

onde o estado final X denota um sistema hadronico no estado final. Existem duas possi-
bilidades para o espalhamento entre o 1épton e o niicleon: a primeira sendo a Interacao de
Corrente Neutra, pela qual o 1épton em questao é neutro e sua interacao com o hadron é
mediada pela troca de um féton virtual ou um béson neutro Z°

e (—e +95,2+N —e +X, (2.1.2)

onde o ultimo é suprimido pela sua grande massa, j4 que o propagador para o bdson tem
a forma 1/(Q* + m%Z)), o que contribui muito pouco para a secao de choque do DIS de
Corrente Neutra. A segunda possibilidade consiste na Interagao de Corrente Carregada,
onde o estado final apresenta um neutrino, produto da interacao pela troca de um bdson
W entre o 1épton e o niicleon

e (e +WH+N -y +X (2.1.3)

ocorrendo neste caso a mesma problematica na contribuicao para a secao de choque, devido
a grande massa dos bésons mediadores.

Nestes casos, quando se mede somente o lépton no estado final o processo em questao se
chama inclusivo. Entretanto, selecionando um determinado estado final para a observagao,
o processo chama-se exclusivo. Pela pequena contribuicao dos bésons Z° e W= para a secao
de choque do DIS de Corrente Neutra e Corrente Carregada, e pela dificuldade de se medir
o neutrino no estado final, o uso convencional do DIS ocorre através da interagao de um
foton virtual entre o elétron e o ntcleon, como ilustra a Fig.2.1,

e (—me +7)+N—-e +X. (2.1.4)
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Fig. 2.1: Diagrama de Feynman representando o Espalhamento Profundamente Ineldstico
(DIS) em ordem mais baiza (LO) em teoria de perturbagdo.

2.1.1 Cinematica do Espalhamento Profundamente Inelastico

O processo representado pela Eq.(2.1.4) é descrito pelo uso de trés varidveis cinematicas
independentes. Estas variaveis sao chamadas de variaveis de Mandelstam

s = ({+P)*=Euy (2.1.5)
= ({—-0)=-Q° (2.1.6)
u = (€— Px)? (2.1.7)

as quais sao invariantes de Lorentz, satisfazendo a relacao
s+t+u=m’+m?+ M + W (2.1.8)

O foton representa a quantidade de momentum transferido no processo, possuindo um
quadrimomentum ¢* do tipo espaco (¢? < 0), o qual define a escala de energia pelo qual a
estrutura hadronica serd experimentada. Para grande momentum transferido, o processo é
chamado duro, e macio para momenta pequenos. Também é conveniente definir a chamada
virtualidade do féton

Q*=—-¢=0-"0)>0. (2.1.9)
Outras quantidades invariantes possiveis de serem usadas sao:

i. A energia entre o béson trocado e o nicleon

W? = (P +q)?, (2.1.10)

ii. Em relacao ao referencial de laboratorio é possivel determinar a diferenca de energia
entre os estado inicial e final do 1épton
P.q

v=FE-F~—=, (2.1.11)
my
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onde my representa a massa do nicleon. O DIS é descrito pela introducao de uma
variavel adimensional chamada varidavel de Bjorken, definida por
2 2 2
T = Q = Q = Q 5 (2.1.12)
2P-q 2myv  Q*4+W2-—m3,

definida no intervalo 0 < z < 1.

iii. A varidvel chamada algumas vezes de inelasticidade define a fracao da energia do 1épton
no estado inicial carregado pelo féton trocado

v P.q W+Q*—mj

E Pl s —mi

y = (2.1.13)

estando definida no intervalo 0 <y < 1.

A expressao profundamente inelastico refere-se ao regime onde ambas as varidveis myv e
(Q? sao muito maiores que m3%, mantendo x fixo e finito. Sendo assim, é possivel desprezar
a massa do ntcleon frente as demais grandes escalas de energia do processo.

Por meio da Eletrodinamica Quantica, a secao de choque inclusiva para o processo
definido na Eq.(2.1.1) pode ser expressa como

APedl (1 o
do = f P)2 Z ZZ/ )2 <4P§E,)5(P+£—Px—€)|/\/l |. (2.1.14)

Considerando o DIS para fotons nao-polarizados, efetua-se a média sobre os spins do
lépton e do ntucleon incidentes e a soma sobre o spin do lépton do estado final. A amplitude
quadrada expressa na Eq.(2.1.14) tem a forma

64

M = S e (€ st [ (€ st 0] (PSLPOLO)|P.S) - (2:1.15)

onde a quantidade J*(0) é chamada corrente hadronica.
Uma quantidade possivel de ser introduzida é a chamada tensor hadronico como

W = ZZ/ QZ QXPO o) §4(P + g — Px)(P, 5]J*(0)J*(0)| P, S)
= %/d‘lz e T*(N|J*(2)J" (0)|N) (2.1.16)

onde a média sobre spins foi absorvida no estado do nicleon | N). Da mesma forma, o tensor
leptonico é definido por

1 ;o * rot
Lul/ = 5 Z [ﬂé’(g ) Sé)f}/uuﬂ(h SZ)] [U@/ (E ) SZ)’VVUZ(& SZ)]

50,89

1 / / /
= §T1" v X o] =2 6.0, 4+ 0,0, — g (€-0)] (2.1.17)
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onde a massa do 1épton foi desprezada. Utilizando estas defini¢oes a secao de choque pode
ser escrita no referencial de laboratério, onde (¢ - P) = myE,

do a? FE ,
B~ g B (21.13)

Existe a possibilidade de parametrizar o tensor hadronico W, como

1 Qv 5
A G L (2119
1 P-q P-q 9
— (P, -2 p,——1q P.q, 2.1.2
+m?v[<“ 2 qu)< ng)]%( q,q7)  (2.1.20)

e a secao de choque do DIS nao-polarizado pode ser expressa em fun¢ao de duas fungoes de
estrutura Wy e Wy

do 402 E” 5 (U 5 (U
FE O {2W1 sen (5) + Ws cos <§)} . (2.1.21)
Convenientemente, reescrevem-se as fungoes de estrutura de forma adimensional

Fi(z,Q%) = myWi(v,Q? (2.1.22)

F2(x>Q2) = VWQ(V7 Qz) (2123)

permitindo escrever o tensor hadronico na forma
N quqv 2
W/M/ = 2 <_gl“/ + ?> Fl([lf, Q ) (2124)
2 P-q P-q 2

e fornecendo a secao de choque do DIS em funcao de z e y

do dma? s Ty mi

2 2 2
= Fi(x, +(1—-y— Fy(z, : 2.1.26
o = o larre @)+ (10 ) R @)} 212
Além disso, também é possivel escrever a secao de choque de foto-absor¢ao virtual, o
sub-processo relacionado ao DIS, em termos das fungoes de estrutura

A2 Qo
Q2
onde os indices L e T" denotam por secao de choque longitudinal e transversal, respectiva-

mente, e as funcoes de estrutura frente a estas designacoes sao definidas por
F, = F,—2zF;. (2.1.29)

ol 7 (,Q%) = Fro(z,Q?) (2.1.27)

Portanto, notando que pode ser escrita a seguinte relagao Fy = Fp + Fpr, a soma das
secoes de choque longitudinal e transversal para a foto-absorcao virtual é proporcional a F,

2
4T ey

Q2

o N(z,Q%) = Fy(z, Q%) (2.1.30)



Capitulo 2. Espalhamento a Altas Energias 48

05—

04—

sl $|¢++¢+¢¢* S

v W, ']'

0.2 —

01—

0? (GeV/c)?

Fig. 2.2: Funcgao de FEstrutura vWy = Fy obtida através do espalhamento elétron-proton

como fungao de Q* [46].

2.1.2 Modelo de Partons

Analisando os limites envolvendo as varidveis v e Q? pode-se concluir [47] que no limite

2
v, Q% — oo, x=27§NV

fixo (2.1.31)

as fungoes de estrutura adimensionais F; e Fy aproximadamente escalam, isto é, dependem
somente da variavel x

Q2lim maWi(v, Q%) ~ Fy(z) (2.1.32a)
Q2liymoo vWa(v, Q%) =~ Fy(x). (2.1.32D)

Este limite é conhecido como limite de Bjorken e foi observado em experimentos de
DIS no Acelerador Linear da Universidade de Stanford (SLAC) na década de 60 [48], como
ilustra a Fig.2.2. Como pode ser visto, mesmo com uma variacao grande do momentum
transferido, os dados continuam a estarem distribuidos sobre uma mesma linha. Esta ob-
servacao evidencia a ocorréncia do espalhamento eldstico do féton com particulas puntuais,
chamados partons, que estao contidas no interior do hadron experimentado, ilustrado pela
Fig.2.3. Caso a estrutura do hadron possuisse uma natureza mais complexa, as fungoes de
estrutura deveriam apresentar uma sensibilidade ligada a virtualidade do béson mediador,
pois a sua estrutura interna poderia ser excitada de maneiras diferentes dependendo de cada
valor de Q2.

Considerando um referencial onde o hadron se move com grande rapidez, onde se consi-
dera os efeitos relativisticos, este hadron apresenta uma contracao espacial e uma dilatagao
temporal, o que permite desprezar as massas e os momenta transversos de seus partons
constituintes. Com isso, o movimento dos partons acompanha paralelamente o movimento
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Fig. 2.3: Diagrama que ilustra o espalhamento entre o foton virtual e um dos possiveis
pdrtons contidos no interior do hddron.

do hadron, carregando uma fracao & do momentum do hadron. Levando em conta todos
os partons constituintes do hadron, a soma das fracoes de momentum carregado por cada
parton deve ser igual a soma do momentum do hadron em questao

» &P =P (2.1.33)

Utilizando o Modelo de Péartons, é possivel afirmar que a se¢ao de choque do DIS lépton-
hadron /+ N — ¢'+ X corresponde & soma incoerente das se¢oes de choque de espalhamento
elastico ¢ + ¢; — ¢’ + ¢}. Considerando a conservagao de momentum aplicada ao vértice
parton-béson &;p + g = p’ obtem-se que

& = =, (2.1.34)

ou seja, a variavel de Bjorken x pode ser interpretada como sendo a fracao de momentum
do hadron carregada pelo parton envolvido no espalhamento.

Descrevendo o hadron através do Modelo de Partons, passa a ser necessario o uso de
uma fungao que descreva a probabilidade de encontrar um destes partons, portando uma
fragdo & de momentum do hédron, a qual é chamada de densidade partonica f;(x). De
posse desta funcao, é possivel encontrar uma relacao entre as funcoes de estrutura Fi e Fj,
descrita por

Fy=2aF =z € fi(z) (2.1.35)

onde e; corresponde a carga da i-ésima espécie de parton. A relagao descrita pela Eq.(2.1.35)
¢ chamada de Relagao de Callan-Gross [49], sendo este um resultado direto do fato de os
partons serem particulas de spin 1/2.

A fim de efetuar uma descricdo espectroscopica dos hadrons através das simetrias do
grupo SU(3) [50], estes partons puderam ser identificados como sendo os quarks consti-
tuintes dos hddrons. Para esta finalidade, os hadrons sao constituidos de dois conjuntos
de quarks: o primeiro relaciona os quarks chamados quarks de valéncia, os quais possuem



Capitulo 2. Espalhamento a Altas Energias 50

(2) (b)

Fig. 2.4: Diagramas representando as contribui¢oes que nao sao consideradas pelo Modelo
de Pdrtons: (a) Emissao de glions pelos quarks e (b) Glions no estado inicial.

uma natureza nao-perturbativa e definem cada tipo de hadron conhecido; o segundo, sao
os chamados quarks de mar, produzidos em pares particula-antiparticula pela flutuagao dos
propagadores da Interacao Forte. Sendo constituintes dos hadrons, as propriedades de cada
quark no interior do hadron devem se cumprir de tal maneira que em conjunto estes quarks
reproduzam as propriedades do hadron como um todo. Desta forma, as funcoes de densi-
dade partonica utilizadas para descrever os partons no interior dos hadrons devem cumprir
estas propriedades da mesma forma, ou seja, devem cumprir a regras de conservagao. Uma
importante regra é a soma sobre os momenta dos quarks

Z/O 2 fi(x)de; = 1. (2.1.36)

Entretanto, utilizando esta regra para as distribuicoes dos quarks de valéncia nos hadrons,
foi verificado experimentalmente um resultado aproximadamente de 0.5 [51], indicando que
metade do momentum do hadron estava relacionado aos demais partons constituintes, ou
seja, os quarks de mar, relacionados com os propagadores do Interacao Forte, os glions.

2.1.3 Equacao de evolucao DGLAP

Com o advento do Modelo de Partons foi possivel evidenciar que parte do momentum do
hadron envolvido no processo de espalhamento é portado pelos gliions existentes em seu
interior. Entretanto, como a Interacao Forte é descrita pela QCD, esta revela a existéncia
de uma nuvem de glions virtuais e pares quark-antiquark ao redor dos quarks de valéncia
de cada hadron. Com isso, estes partons serao observados dependendo da magnitude de
Q?, onde aqui a virtualidade do béson mediador determina a resolucao com que o hadron é
experimentado. Quanto maior for a resolucao de observacao, um maior nimero de partons
seré observado no interior desta nuvem, cada um portando uma parcela do momentum do
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hadron do qual fazem parte. Aumentando o poder de resolucao do experimento, ou seja,
aumentando a magnitude de Q?, proporcionalmente também cresce a probabilidade de en-
contrar um parton no interior do hadron com uma fracao menor de momentum deste hadron.
Portanto, como resultado da teoria da Interacao Forte, a fun¢ao densidade de partons de-
verd depender do momentum transferido @2, o que revela uma violacao do escalonamento
das funcoes de distribuicao partonicas, pois estas passam a depender explicitamente do
momentum transferido Q2.

Este contraste entre o Modelo de Partons e a QCD surge do fato que a Teoria das
Interacoes Fortes emprega o glion como sendo o mediador desta interacao entre quarks,
tanto de valéncia quanto os quarks de mar. Logo, o Modelo de Partons nao leva em conta
as contribui¢oes de emissdo de glions pelos quarks (Fig.2.4a) e glions no estado inicial
(Fig.2.4b). Com isso, o Modelo de Partons pode ser visto como a contribui¢do de primeira
ordem em teoria de perturbagao para a realidade vista no interior do hadron. Conciliando a
isto a QCD, pode-se compreender melhor a sua natureza e como ela se processa. A interagao
entre quarks e glions revela que os constituintes no interior do hadron nao sao objetos livres,
o que revela além dos quarks de valéncia a existéncia da nuvem que os envolvem. Logo,
com maior poder de resolucao, mais profundamente esta nuvem sera penetrada, revelando
um maior numero de partons.

Através do Modelo de Partons, a funcao de estrutura Fy pode ser escrita na forma
chamada fatorizada

Fy(z) = Z/lde f.(e) Ey (f) (2.1.37)

= 3
q.q V"

onde qu representa a funcao de estrutura elementar dos quarks, isto é, proporcional a se¢ao
de choque de foto-absor¢ao virtual para o espalhamento 7*q. No Modelo de Partons, este
processo é representado pelo diagrama da Fig.2.5a e Fy é dada por

Fi(z) = e26(1 - 2). (2.1.38)

Inserindo esta expressdao a Eq.(2.1.37), o resultado obtido é a expressdo bem conhecida
do Modelo de Partons

Fy=x) el [fo(@) + fo(w)]. (2.1.39)

Como os partons no interior do hadron nao sao livres, a sua interacao através da emissao
e absor¢ao de glions leva a corre¢oes da ordem O(«) para a expressao de Fy. Estas corregoes
se referem aos outros diagramas que contribuem para a segao de choque v*¢(g), os quais
sao representados na Fig.2.5. Os diagramas representados pelas Figs.2.5b,c correspondem
a emissao de glions reais no canal ¢ e no canal s, respectivamente. O diagrama da Fig.2.5d
representa a correcao ao vértice féton-quark, e os demais representam as correcoes de auto-
energia. Todos estes diagramas contribuem para a funcao de estrutura qu na forma

O[s 2

F(2,Q%) = = ez {P(z) tn <—§) h(z)} (2.1.40)

2T K
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T T

(d) (e) (F)

Fig. 2.5: Diagramas que contribuem para o espalhamento v*p.

onde P(z) e h(z) sdo fungoes finitas e k2 representa o corte no momentum transverso 2

do quark a fim de regularizar divergéncias. Pode-se notar aqui que a dependéncia na escala
surge somente nas contribuicoes a funcao de estrutura elementar a partir da ordem ay.
Assumindo uma dependéncia com a escala para a fungao de estrutura F» [Eq.(2.1.37)], a
inser¢ao das contribuigoes definidas pela Fig.2.5 resultam

(z, Q%) Ze :)s{fq +—/:%fq(5) {P(g) tn (ij) +h<€)] +} (2.1.41)

onde os pontos se referem as contribuicoes de ordens mais altas. Introduzindo a escala de
fatorizacao' u?, o logaritmo divergente pode ser separado em duas partes

tn (fj) tn (32)% (’::]) (2.1.42)

Com isso, a funcao de estrutura F, pode ser expressa na forma
(z,Q% = Ze x/ q(e, 1*) C (2, Q% 1*) (2.1.43)

onde a fungao q(e, p?) corresponde as fungoes de distribuicao renormalizadas

a(z, 1) = fo(x )+%/1§fq(5) [p( )en (Zz) +h’<€>} o (2.1.44)

! Um esquema de fatorizacdo determina uma estrutura teérica onde é possivel separar a fisica perturbativa
(altas energias) e a fisica ndo-perturbativa (baixas energias) nos processos de espalhamento.
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e a funcao C' é chamada fungao coeficiente

2 ~
C(2,Q% %) = 6(1— 2) + ;7 {P(z) tn (ﬁ) + [h(z) - HP@)} } o (21.45)
onde H = g — {n(4m)P(z), sendo vg = 0.5772... a constante de Euler-Mascheroni. As
fungdes h'(z) e h(z) s@o parcelas da func¢ao h(z) definida anteriormente

h(z) = h(z) + I (2), (2.1.46)

onde esta separacao define o esquema de fatorizacao.

Sendo a fungao de estrutura F, um observavel fisico, esta nao pode depender da quan-
tidade nao-fisica u?. Logo, derivando Fy em relagio a ¢n (u?), leva a uma equagio integro-
diferencial que governa a dependéncia em escala das distribuicoes dos quarks

8(](3:7“2) . % ! @ E 9
n (12) Qﬂ/m ” P (y) qa(y, 1) (2.1.47)

a qual é chamada de Equagdo DGLAP (Dokshitzer [52], Gribov, Lipatov [53], Altarelli e
Parisi [54]). A funcgao de desdobramento P(z) representa a probabilidade para um quark
emitir outro quark com fracao de momentum x. Esta funcao pode ser espandida em uma
série de poténcias na constante de acoplamento forte oy

P(z) =Y ol P"(x). (2.1.48)

Em ordem dominante, ou seja, em ordem O(a?) em relacao as funcoes de desdobramento e
O(ay) nas fungoes coeficiente, a Equagao DGLAP efetivamente efetua a ressoma sobre as
contribuicoes do tipo (ay fn Q*)™.

Além da contribuicao referente a quarks e anti-quarks, deve-se levar em conta a contri-
buigao de glions. Com isso, a fungao de estrutura F, pode ser expressa em termos da
contribui¢ao gluonica

P @) = Y éa | L aes) €9 (L2 0) + gl 09 (£.0%2)| 2149

A funcio coeficiente C9) referente aos gliions provém do diagrama de fusdo féton-glion,
representado na Fig.2.6, o qual contribui em ordem O(ay).
A definicao da distribuicao de quarks com dependéncia em escala é dada por
2 a, ['de x I , (T
dw i) = Sl o [ TRE P (2) () R (D) @10)

0 £
2

4 & 1%]09(5) {qu (g) n (’u—2) +h (g)] +.. (2.1.51)

2r J, K

A forma explicita das fungoes coeficiente podem ser encontradas na Ref.[27].
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Fig. 2.6: Diagrama que representa a fusao foton-glion.

As distribuicoes partonicas podem ser expressas em termos da natureza dos partons. A
distribuicao nao-singleto refere-se aos quarks de valéncia

ans(z, Q%) = q(z, Q%) — q(x, Q*) (2.1.52)
e a distribuigao de singleto de cor refere-se aos quarks de mar
22, Q%) =) [ail=, Q%) + a(x,Q%)] . (2.1.53)

)

Utilizando a variavel t = ¢n (Q*/u?), a Equacao DGLAP possui a forma

dqns(z,1) _ a(t) /xl @qu (g) qns(y, 1) (2.1.54)

ot 2 Yy

QIR [y

s (o) B mnE (500 e

onde ny corresponde ao numero de sabores levados em conta. Em ordem dominante, as
fungoes de desdobramento sao dadas por

0 . 1+ LL’2 3
Pq(q)(l') = Cf [m t3 61— [L’):| (2.1.56a)
Py(z) = % [+ (1 - 2)°] (2.1.56D)
PO(z) = Cr [#] (2.1.56¢)
PO(z) = 2C4 {(1 _:'333)+ ;1 - R x)} + [%} 51— 1) (2.1.56d)

onde Cr e Cy sao relacionadas ao niimero de cores N, pelas relagoes Cr = (N2 —1)/2N, e
C4 = Ng¢, e as distribuigoes com sinal positivo sao definidas de forma que, dada uma funcao
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suave f(x), obedecem

1—=x 1—=x

Lo f@) ot f@) - ()
/deﬁ—/o dx . (2.1.57)

Também é 1til introduzir os chamados momentos f(N,t) das fungoes distribuigoes
partonicas, definidos como a transformada de Mellin de f(z,1)

1
f(N,t) = / dx a7t f(x,t), (2.1.58)
0
a qual possui a transformada inversa na forma
1 c+i00
f(z,t) = 2—/ dN 7 f(N, 1), (2.1.59)
T Je—ioo

onde a quantidade c¢ é tal que o contorno de integracao situa-se a direita de todas as singu-
laridades do integrando.

2.1.4 Parametrizacoes das distribuicoes partonicas

A descricao de processos hadronicos em altas energias requer, além do conhecimento da se¢ao
de choque do sub-processo partonico, o conhecimento das funcoes de distribuigoes partonicas
individuais nos hadrons. A secao de choque hadronica é obtida através da convolucao da
secao de choque partonica, calculada a partir de QCD perturbativa, com as fungoes de
distribuicao partonica no hadron, adquirindo a seguinte forma

0(A+B = C+X)=fiR0apex @ i (2.1.60)

onde o4_.x ¢ a secao de choque partonica e f; ¢ a funcao de distribuicao partonica do
parton ¢ no hadron j.

Como as fungoes de distribuicao partonicas nao sao obtidas com o uso direto da QCD
perturbativa, é necessario buscéa-las a partir dos dados. Entretanto, os experimentos nao
medem diretamente as fungoes de distribuicao partonicas, mas funcoes de estrutura e segoes
de choque. Com isso, se torna possivel obter estas distribuicoes a partir do chamado ajuste
global das distribuigoes [55], ou seja, as distribuigoes sdo parametrizadas em um certo valor
de referéncia 3, grande o suficiente para garantir o uso da QCD perturbativa, e entao
evoluidas numericamente em Q? através da Equacao DGLAP numa dada regido cinemética
de interesse. Desta forma, os parametros de entrada sao ajustados durante a evolucao,
fornecendo uma distribuicao partonica para uma certa regiao de x e Q2.

A funcao de entrada que parametriza as func¢oes de distribuigao geralmente é descrita
como

f(z, Q) = C1a(1 — 1) P(x,cy, .. .) (2.1.61)

onde a funcao P é uma fungao bem comportada de z, o termo x“ determina o comporta-
mento para pequeno x e (1 — )% o comportamento para grande z.



Capitulo 2. Espalhamento a Altas Energias 56

Algumas parametrizacoes foram propostas baseadas nos dados obtidos, principalmente
em DIS. Uma parametrizacao muito utilizada é a proposta por Martin, Roberts, Stirling e
Thorne (MRST) [56], a qual é obtida a partir de dados de DIS, fornecendo as distribuigoes
partonicas desejadas.

As distribuicoes de entradas sao parametrizadas com base em uma virtualidade inicial
Q2% =1 GeV?, sendo definidas por

ru, = Ax"(1—2)?(1+ €V/T + ) (2.1.62a)
xd, = Agx™(1—2)"(1+ g/ + Yq2) (2.1.62b)
S = Agz (1 —2)"(1 + es/1 + ys2) (2.1.62¢)
rg = Agx™(1—2)"(1+ ey/7 + 7,7) (2.1.62d)

onde u, = u—1 e d, = d—d sao distribuicoes de valéncia e S = 2(u+d+5+¢) é a distribuicao
total de mar. Considerando uma virtualidade Q? = 200 GeV?, esta parametrizacio sugere
que 46% do momentum do hadron é portado pelos glions, 31% pelos quarks de valéncia e
23% pelos quarks de mar.

Esta parametrizacao foi a primeira a considerar a funcao densidade para quarks pesados,
como o quark charm e o quark bottom. Estas densidades sao determinadas por outras distri-
buigoes partonicas, sem acrescentar outros parametros além da massa dos quarks pesados.
Para uma virtualidade muito pequena, a funcio de estrutura Fj!(x, Q?), com A = ¢,b, sdo
descritas pela fusdo béson-glion e as densidades de quarks pesados surge para Q* ~ m?.

Com novos dados obtidos dos experimentos, foi possivel refinar a forma das antigas
parametrizagoes [57, 58|, principalmente na regido de pequeno z, onde um crescimento
substancial na densidade de glions pode ser observado para muito pequeno z (z < 0.001).
Com isso, novas parametrizagoes foram possiveis de ser obtidas, reduzindo as incertezas
observadas nas antigas parametrizagoes.

Na Fig.2.7 o comportamento das distribuicoes partonicas para duas escalas é ilustrado:
(a) @* =10 GeV? e (b) Q* = 10* GeV% Como pode ser notado, a distribuicido de gliions é
suprimida por um fator de 10, o que demonstra um rapido crescimento para pequeno x. A
Fig.2.8 ilustra a funcdo de estrutura para valores de z nos intervalos: (a) x = 5.3 x 107 —
3.2x 107" e (b) x = 0.02 — 0.08. As curvas representam os resultados obtidos através da
parametrizacao MRST com a evolucao em Q. Como se pode ver, as predicoes fornecidas por
esta parametrizacao sao comparadas entre os conjuntos 1999 e 2001, e os dados apresentados
foram obtidos por meio de diversos experimentos. A concordancia mostrada para os dados
é razoavel enquanto o intervalo cinematico nao atinge a regiao de mais baixa energia.

Outra parametrizacao foi proposta por Gliick, Reya e Vogt (GRV) [59, 60], que difere
substancialmente no que se refere ao tipo de distribuicao de entrada, neste caso considerada
do tipo valéncia, anulando-se para x — 0, tomadas em uma virtualidade pequena Q3. Como
mostradas anteriormente, as regras de soma sao importantes vinculos para a conservacao
das grandezas fisicas. Nesta parametrizagao, estas regras sao utilizadas para os sabores dos
quarks envolvidos e para a fragdo de momentum portado por estes. A partir disso, qualquer
escala de momentum pode ser obtida através da evolugao das distribuicoes pela Equagao
DGLAP.

As distribuigoes para esta proposta foram obtidas assumindo uma escala de momentum
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MRST2001 partons b‘:lo GeV

Fig. 2.7: Distribuicdo de pdrtons zf(z,Q?) prevista pela parametrizagio MRST2001 to-
madas em duas escalas distintas: figura superior para Q* = 10 GeV? e figura
inferior para Q* = 10* GeV?. A distribuicdo de glions apresentada é suprimida
por um fator de 10.

i tal que somente as distribui¢oes de valéncia seriam nao-nulas [61], ou seja,

Gz, p) = u(z, ) = d(z, p) = 5(z, 1) = s(x, 1) = 0 (2.1.63)

com os quarks pesados sendo produzidos pelo mecanismo de fusao bdson-glion.

Da mesma forma aplicada pela parametrizacao MRST, a parametrizacao GRV utilizou
um conjunto de dados mais recentes a fim de refinar suas predigoes. Entretanto, o refina-
mento neste caso somente foi utilizado para os parametros das distribuigoes, sem modificar
a sua forma [60], de tal maneira que as distribui¢oes de entrada sdo descritas por

p? = 0.29 GeV? (2.1.64a)
vuy(z, p?) = 1.2392%% (1 — 2)*™ (1 — 1.8y/x + 9.51) (2.1.64b)
wdy(z, 1i?) = 0.614 (1 — 2)% 2u,(z, 1) (2.1.64c)

w(d—a)(z, p?) = 0232 (1 —2)"?* (1 - 12y/x +50.92) (2.1.64d)
(i +d)(z,p®) = 1.522°% (1 —2)*' (1 —3.6y/x + 7.82) (2.1.64e)
xg(z,p?) = 17.472"° (1 —z)**® (2.1.64f)
rs(x, p?) = x5(z, p?) =0. (2.1.64g)
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Fig. 2.8: Predi¢ao da fungao de estrutura Fy em comparag¢ao com os dados e com a previsao
da parametrizagio MRST99 para (a) x = 0.00005 — 0.00032 e (b) x = 0.02 —

0.08. As barras de erro mostram os erros estatisticos e sistemdticos somados em
quadratura.

As distribuigoes de entrada do tipo valéncia obtidas através da parametrizagaio GRV
para uma escala Q®> = u? sao apresentadas pela Fig.2.9, em comparacao com as predicoes
anteriores. Uma andlise em mais alta ordem é incluida e comparada com as demais parame-
trizacoes. Entretanto, esta abordagem considera uma evolucao das distribuicoes partonicas
com um valor de escala inicial muito pequeno, onde a QCD perturbativa nao pode ser
aplicada.

A Fig.2.10 ilustra a comparacao da parametrizacao GRV com dados obtidos de diversos
experimentos para a fungao de estrutura do préton Fy. A regiao considerada corresponde
a valores médios e grandes de z para a virtualidade Q? (> 4 GeV?), com W? > 10 GeV?.
A linha tracejada representa a predicao da parametrizacao em contraste com sua predigao
na préxima ordem dominante (NLO), a qual corresponde a linha sélida.

Portanto, as parametrizacoes disponiveis descrevem razoavelmente os dados existentes
para o DIS e processos associados. Porém, ainda existem incertezas quanto ao modo das
analises feitas para cada parametrizagao, mas possivelmente serao cada vez mais restringidas
com a tomada de dados dos novos experimentos em altas energias, como o LHC do CERN.
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Fig. 2.9: Distribuicoes de valéncia em ordem dominante e na proxima ordem dominante
para as densidades partonicas xf (f = u,, dy, @, d, g) para Q* = p2, =
0.26 GeV? e Q*> = pd0 = 0.40 GeV2 O mar estranho s = 5 se anula nas
escalas de entrada Q* = u3, = pipo. A predigio da antiga parametrizagdo
GRV94 é comparada, além da evolugio para Q*> =5 GeV? [60).

2.1.5 O DIS em pequeno =

A Equagao DGLAP descrita anteriormente efetua a ressoma dos logaritmos do tipo ¢n (Q?/u?).
Contudo, quando se trata a Fisica em pequeno x, outra classe de logaritmos se torna im-
portante, aquela do tipo ¢n(1/x), e uma ressoma deve ser feita sobre estes logaritmos.
Relembrando que z = Q?/(Q* + W?), o limite de pequeno z corresponde a W? > Q2%
chamado de limite de Regge.

Logo, no limite de Q* > Aqcp, o DIS em pequeno z experimenta o limite de Regge
da secao de choque da foto-absor¢ao virtual em QCD perturbativa. Portanto, o limite de
pequeno x se torna interessante no ponto de vista tedrico, sendo também importante esta
analise para as fungoes de distribuicao partonica vistas na secao anterior.

Experimentos estudaram o DIS para valores extremamente pequenos de z, e com mo-
derado valor de %, o que faz com que a QCD perturbativa possa ser aplicada. As funcoes
de estrutura sao conhecidas com um grande grau de precisao, chegando a x ~ 10™* — 1075,
Um dos mais importantes resultados obtidos no experimento HERA foi a verificacao de um
forte crescimento da funcao de estrutura Fy em pequeno x, como ilustra a Fig.2.11. Este
crescimento foi atribuido ao aumento da densidade de glions na regiao de pequeno x.

Parametrizando F, para x < 0.1 na forma

Fy(z,Q%) = A(Q*)z™ (2.1.65)
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Fig. 2.10: Predicao da parametrizacao GRV para a funcdao de estrutura do préton em com-

paragao com resultados obtidos em diversos experimentos. A escala de energia
corresponde a regigo Q* >4 GeV? e W2 > 10 GeV? [60].

encontra-se A =~ 0.1 para @ <1 GeV? e A ~ 0.25—0.35 para Q> ~ (10— 100) GeV?. Como
pode ser visto na Fig.2.11, a Equacao DGLAP descreve razoavelmente todo o intervalo
cinematico coberto por HERA, até muito pequenos valores de x. Neste regime cinematico, a
Equagao DGLAP nao ressoma os termos referentes a ¢n (1/x), sendo necessario contabiliza-
los de outra maneira. Com este fim, uma teoria fenomenolégica entra em vigor, a chamada
Teoria de Regge, a qual estudaré os fendmenos na regiao de pequeno Q2 no limite de grande
energia, o que permitird efetuar a ressoma dos termos £n (1/x) > In (Q*/u?).

Neste regime cinematico, a funcao de estrutura parece crescer indefinidamente para
valores cada vez menores de x. Entretanto, nesta escala de x efeitos de recombinagao de
glions comecam a ter importancia, gerando a chamada saturacao do crescimento da fungao
de estrutura. Logo, a fim de levar em conta estas contribuigoes, a Equacao AGL (Ayala,
Gay Ducati e Levin) [63, 64] estende o tratamento perturbativo até o inicio do regime de
altas densidades partonicas, utilizando a abordagem de Glauber para a QCD perturbativa.
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Fig. 2.11: Medida da funcao de estrutura Fy pelas colaboracoes HI e NMC em fungdo de
x. Cada quadro representa uma virtualidade distinta. As linhas representam a
predi¢ao da Fquagao DGLAP para esta funcao de estrutura em uma andlise em
prozima ordem dominante [62].
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2.2 Teoria de Regge

Antes do surgimento da Cromodinamica Quantica como a Teoria de Campos que descreve
a Interagao Forte, era necessério utilizar outras formas a fim de descrever fenomenologi-
camente os processos hadronicos. Um dos mecanismos utilizados era a Teoria de Regge
[65, 66], a qual, inicialmente utilizada em Mecanica Quantica Nao-Relativistica, foi incor-
porada a formulacao matematica dos processos a altas energias com o intuito de auxiliar no
entendimento da natureza desta interacao.

Quando estes processos ocorrem num regime de baixo momentum transferido, a auséncia
de uma escala dura significa que a constante de acoplamento forte é grande, fazendo com
que a QCD perturbativa nao possa ser mais aplicada. Neste regime nao-perturbativo a
Teoria de Regge tem fornecido uma boa descrigao dos dados.

Esta descricao para os processos hadronicos faz predi¢oes sobre os processos no canal
t, AC — BD, através da continuacao analitica da amplitude para o processo no canal s,
AB — CD, os quais sao ilustrados na Fig.2.12. Neste caso, as varidveis de Mandelstam sao

s = (pa+pp)? (2.2.1a)
= (pa—pc)? (2.2.1Db)
u = (pa—pp)* (2.2.1c)

A Teoria de Regge relaciona as interagoes que ocorrem nos canais s e t. Todas as
possiveis ressonancias que podem ocorrer pela interagao de A e B no canal s estao ligadas
por uma trajetoria linear no espago bidimensional definido pelo quadrado de sua massa e o
momentum angular, desde que se conservem os nuimeros quanticos durante a interacao.

2.2.1 A idéia de Regge

Considerando um sistema onde existe um potencial esfericamente simétrico e atrativo, é
possivel obter estados ligados como familias com momentum angular e energia crescentes.
Estes estados ligados surgem como p6los na amplitude de onda parcial a,(k) para um dado
momentum angular inteiro £. A idéia inicial de Regge aplicada a Mecanica Quantica consis-
tia em extender o momentum angular para valores complexos, obtendo, uma funcao de
interpolacao a(¢, k), a qual reduz a a,(k) para valores inteiros positivos de ¢. Para po-
tenciais bem comportados as singularidades de a(¢, k) tornavam-se simples p6los “mdveis”,
chamados pélos de Regge, os quais sao localizados em valores definidos pela relagao

¢ = a(k), (2.2.2)

onde a(k) é uma funcao da energia chamada trajetéria de Regge, ou mais conhecida na
linguagem de Fisica de Particulas como Reggeon. Cada familia de estados ligados ou res-
sonancias corresponde a uma unica trajetoria de Regge. As energias destes estados sao
obtidas a partir da Eq.(2.2.2) determinando um valor fisico ao momentum angular /.

Estendendo esta mesma aplicacao para o espalhamento quantico relativistico, a ampli-
tude de onda parcial relativistica A,(t) pode ser analiticamente continuada para valores
complexos de ¢. A fungao resultante A(¢,t) possui pélos simples em

0= at). (2.2.3)
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() (b)

Fig. 2.12: Diagrama de Feynman representando o processo hadronico sequndo a Teoria de
Regge no (a) canal s e no (b) canal t.

Cada polo contribui para a amplitude de espalhamento com um termo que possui um
carater assintotico da forma
A(s,t) ~ 520, (2.2.4)
S— 00
Com isso, a singularidade dominante no canal t, ou seja, aquela que possui a maior
parte real, determina o comportamento assintotico da amplitude de espalhamento no canal
s. Logo, as ressonancias observadas no canal s ocorrem apenas para valores fisicos de spin,
tal que Re[a(t)] seja um nimero inteiro ou semi-inteiro.

Considerando a troca de um Reggeon no canal t entre dois hadrons, a amplitude de
espalhamento pode ser escrita em termos da amplitude de onda parcial

A(s,t) ~ A;s(t)Ps(costh). (2.2.5)

Mantendo t em um dado valor fixo e considerando o limite onde s — oo, a amplitude
possui o comportamento assintético

A(s,t) ~ s’ (2.2.6)

S— 00

Com isso, a secao de choque total para o processo pode ser obtida pelo Teorema Optico,
implicando em

1
amtal:gImA(s,tzo) ~ 272 (2.2.7)

§—00

Considerando a trajetéria a(t) pela expansao em série de poténcias em torno de t = 0,
para um t suficientemente pequeno, a trajetéria pode ser parametrizada da seguinte forma

a(t) = a(0) + o't, (2.2.8)
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M2=t (GeV)?

Fig. 2.13: Grdfico de Chew-Frautschi representando as trajetorias mesonicas dominantes
[67]. Neste caso, a varidvel J representa o spin da particula.

onde «(0) e o sao chamadas de interseccao e inclinagdo da trajetéria, respectivamente.
A Fig.2.13 exemplifica uma trajetéria de Regge pelo gréafico de Re[a(t)] versus M? = t,
conhecido como grafico de Chew-Frautschi [68, 69]. Os estados fisicos representados sao
mésons p e p3 no canal s. A partir deste gréafico foi possivel obter a intersecc¢ao e a inclinacao
da trajetéria

a(0) = 0.55 o =0.86 GeV ™2, (2.2.9)

onde esta linearidade se estende também para valores negativos de t. Cada trajetéria possui
nimeros quanticos (paridade, conjugacao de carga, paridade G, isospin, estranheza, etc.),
os quais as caracterizam. No caso da Fig.2.13 tem-se

fo P=+1,C=+41, G=+1, [ =0, £ = +1; (2.2.10)
p P=-1,C=-1,G=+1,1=1, £ =—1; (2.2.11)
w P=-1,C=-1,G=-1,1=0, £=—1; (2.2.12)
as P=+41,C=+41, G=-1,1=1, £ =+1. (2.2.13)

Dentre estas trajetorias, pode-se notar que a trajetéria fo possui os nimeros quanticos do
vacuo, caracteristica esta que serd revista em processos de alta energia.

Portanto, a Teoria de Regge prediz que as Interagoes Fortes nao ocorrem pela troca de
uma particula, mas sim de um Reggeon, isto é, uma familia inteira de ressonancias. Os pro-
cessos hadronicos no limite de grande s, conhecido como Limite de Regge, sao caracterizados
pela troca de um ou mais Reggeons no canal ¢.
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2.2.2 Momenta angulares complexos

Estendendo os momenta angulares ¢ para valores complexos, é possivel encontrar uma repre-
sentacao de A(s,t) védlida em todos os canais. Para isso, a amplitude de onda parcial Ay(s)
é escrita em termos de valores complexos para £. Logo, se constréi uma fungao interpolacao
A(l;s), a qual se reduz a A,(s) para valores reais inteiros de ¢. Com esta finalidade, as
amplitudes de onda parcial devem cumprir algumas propriedades, tais como:

i. A({,s) possui somente singularidades isoladas no plano complexo ¢;
ii. A(¢,s) é holomoérfica? para Re[(] > L;
iii. A(¢,s) — 0 com |[{| — oo, para Re[(] > 0.

Escrevendo a expansao em ondas parciais para a amplitude de espalhamento no canal s
na forma

WE

A(s,z) =y (204 1) Ay(s) Pu(z) (2.2.14)

4

Il
o

utilizam-se as propriedades I e II de A({,s) para reescrever a expansao em onda parcial
cOmo

=

Als,2) = ST (204 1) A(s) Po(z) — 2i fg (204 1) A, 5)

1
¢

Pg(—z)

sen 7/

de (2.2.15)

I
o

onde N é o primeiro inteiro maior que L e C' é o contorno mostrado pela Fig.2.14.

Assim, deforma-se o contorno C' para C" = (a —i00, a +i00), uma linha paralela ao eixo
imagindrio de ¢, a direita de todas as singularidades de A(¢, s), como mostra a Fig.2.14. A
propriedade III de A(/,s) e o comportamento assintético para ¢ — oo dos polindémios de
Legendre

Py(—2)
sen ¢

<072 exp {{Im Y Re [¢] + (7 — Re [9])Im [¢]| — 7|Im []|} f(2) (2.2.16)

garantem que a integral sobre o semi-circulo infinito fechando o contorno C” é nula. Logo,
a amplitude é expressa como

Als,2) = 320+ 1) A(s) Pi(z) — 212 / et b f(_? a0 (2.2.17)
— oo sen

com Rela] > L.

A seguir, desloca-se C' para a esquerda. Se as singularidades de A(Z, s) sdo pdlos, entao,
como o contorno C’ é movido para menores valores de Re[(], obtem-se contribui¢oes dos
residuos dos pélos de A(4, s), os quais contornam as singularidades, como é ilustrado pela
Fig.2.14. Além disso, também contribuem os residuos dos polos de (senwf)~!, os quais
cancelam alguns termos da série de ondas parciais truncada na Eq.(2.2.17).

2 A definicio matematica de uma funcao holomérfica é aquela funcéo definida em um sub-conjunto aberto
de um dado plano complexo P com valores em P que sao complexos diferencidveis em qualquer ponto.
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Fig. 2.14: Grafico ilustrando o contorno de integracao C' no plano complexo referente a
integracao da amplitude de espalhamento. O contorno C' corresponde a de-
formagao do contorno inicial situando todas as singularidades de A(¢,s) a di-
reita. Pdlos contornados pelas linhas Cy e Cy contribuirdao com a fungdao residuo
para a amplitude de espalhamento.

Situando o contorno C” entre —1 < Re [¢] < 0, obtem-se

Als,2) = =3 2au(s) + 1] Bi(s) Ll =2 1 / o) a9 7D gga21)

- senmay 21 J._ioo sen 7l
7

onde «;(s) define a localizagao do i-ésimo pélo de A(¢, s) no plano complexo de ¢, o chamado
pélo de Regge, e ;(s) é o residuo deste dado pélo. Esta equacao é chamada de Representacao
de Watson-Sommerfeld, importada por Regge das aplicagoes classicas para o espalhamento
por um potencial na Mecanica Quantica.

Considerando o comportamento desta amplitude para grandes valores de ¢, mantendo s

fixo, o que corresponde a tomar grandes valores de z, tem-se para Re [(] > —%

Py(2) - 2t (2.2.19)
levando a integral definida pela Eq.(2.2.18) a comportar-se como |z|~2 para |z| — 00, 0
que revela uma contribuicao desprezivel assintéticamente. Assim, o limite para grande z,
somente os polos da série sobrevivem

— ) i(s)
Als2) = =3 Gils) =) (2.2.20)

|2]—00 sen moy ()

onde todas as constantes e fatores dependentes de s foram agregados a [;(s). O termo
dominante desta série é o pélo mais a direita, ou seja, que possui a maior parte real de
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a;. Tomando esta trajetéria de Regge simples, o comportamento assintético (grande t) da
amplitude de espalhamento para s fixo é
to(s)
A(Svt) ~ _/6(5)

. 2.2.21
t—00 sen a(s) ( )

Esta amplitude foi obtida partindo da expansao em ondas parciais descrita no canal s.
Efetuando o mesmo processo no canal ¢, levara a uma amplitude similar simplesmente pela
troca de t por s, ou seja

ga(®)

A(s,t) ~ —B(t)

s—00 sen a(t)

(2.2.22)

demonstrando o comportamento assintético previsto pela Teoria de Regge.

2.2.3 Assinatura

Usando o Teorema de Carlson [70] é possivel garantir que uma fun¢ao A(¢, s), satisfazendo
as condicoes II e III, é unicamente determinada pelos valores que ela toma em inteiros de ¢,
tendo A((,s) < exp(w|¢|) para |¢|] — co. E possivel introduzir em A(/, s) qualquer funcao
analitica que se anula para valores inteiros de ¢, nao afetando a Representacao de Watson-
Sommerfeld. Entretanto, existem contribuigoes as amplitudes de onda parcial que alternam
em sinal, isto é, sdo proporcionais a (—1)’. Isto leva a uma violacio da desigualdade
obtida do Teorema de Carlson ao longo do eixo imaginario. Este aspecto torna necessario
a introducao de fungoes analiticas AT (¢, s) e A (¢, s), as quais sdo a continuagao analitica
para as ondas parciais pares e impares.
Isto leva a reescrever a Representacao de Watson-Sommerfeld da forma

Pai(_z)

sen maoy;

A(s,z) = —Zﬂzaxs)ﬂm(s)

1 c+ioo (2€ + 1) (77 + 6—i7r€) o
N Z c—i00 de sen 7l 77;1 2 A (675) PE(_Z>, (2223)

onde n é chamada de assinatura da onda parcial, sendo A™ (¢, s) e A=(¢, s) a funcao de onda
parcial de assinatura par e fmpar, respectivamente. O fator (1 + ¢'™)/2 é chamado de fator
de assinatura.

2.2.4 Trajetorias de Regge

Na presenga de um pédlo de Regge, a amplitude de onda parcial A(¢,t) definida para o canal
t comporta-se para ¢ — «(t) como
B(t)
Allt) ~ —————. 2.2.24
(6:2) t—a(t) £ — aft) ( )
Para um valor de t valido fisicamente, ou seja, t < 0, as singularidades do plano ¢
da amplitude de onda parcial sdo geralmente complexas. A trajetéria «(t) toma valores
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inteiros de ¢ em certos valores nao-fisicos de ¢ (¢ > 0). Estes p6los de Regge correspondem
a ressonancias ou estados ligados.
Supondo um dado valor real t;, tem-se

a(ty) =0+ ie (2.2.25)

onde ¢ é um inteiro e € um nimero real pequeno se comparado com a unidade. Espandindo
a(t) em torno de t,

a(t)="0+ie+a (to)(t —to) + ... (2.2.26)

encontra-se que o denominador da Eq.(2.2.24) comporta-se como

1 1

(—alt) " t—to+il (2:227)
onde
- Im,o‘(tO) - (2.2.28)
a'(to) (o)
A fim de ter um valor real para I', deve-se assumir que
Ln;ta(t) < 7dRZf(t) ) (2.2.29)

Estando abaixo da energia limiar em ¢, o qual corresponde a 4m? para particulas de mesma
massa, tem-se que Im [a(t)] = 0, e os polos de Regge correspondem a estados ligados.

Assim, para valores reais e positivos de t, isto é, quando t corresponde a massa quadrada,
os polos de Regge representam ressonancias e estados ligados com momentum angular ¢
crescente, neste caso, spin. Com isso, chama-se a fungao «(t) de trajetéria de Regge,
ou, como introduzido anteriormente, Reggeon, que interpola estas ressonancias ou estados
ligados.

2.2.5 Fenomenologia de Regge

Como foi visto, a Teoria de Regge descreve os processos de espalhamento de dois corpos no
limite de grande s em termos da troca de Reggeons. E conveniente escrever a amplitude no
caso da troca de um simples Reggeon como

A(s,t) = B(t) n(t) s*O, (2.2.30)

onde (3(t) é o residuo e 7(t) o fator de assinatura. Para trajetérias lineares, como expressa
pela Eq.(2.2.8), o fator de assinatura pode ser expresso como

n(t) =~ n(0)e= 2, (2.2.31)
Assumindo um comportamento exponencial em ¢

B(t) ~ 5(0)e"?, (2.2.32)
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Fig. 2.15: Diagrama de Feynman ilustrando a troca de um Reggeon.

a amplitude de Regge para grande s e pequeno [t| tem a forma

A(s,t) = 6(0) n(0) s exp {% +a <€ns — Z%)] . (2.2.33)
Logo, as trajetérias de Regge e as fungoes de residuo sao esperadas a serem reais abaixo
da energia limiar, onde o fator de assinatura determina completamente a fase da amplitude
do pdlo de Regge.
Utilizando propriedades da Matriz S de espalhamento, surge a possibilidade de expressar
o residuo do pélo de Regge ((t) em uma forma fatorizada

B(t) = g13(t)goa(t) (2.2.34)

onde g13(t) e g24(t) s@o os acoplamentos em cada vértice da troca do Reggeon, como ilustra a
Fig.2.15. Esta propriedade de fatorizacao permite relacionar segoes de choque de diferentes
processos. Por exemplo, pode-se ter

do*(12 — 34) = do (11 — 33) do(22 — 44) (2.2.35)

a qual é valida quando uma trajetéria de Regge domina no processo. Pela dificuldade
em testar a fatorizacao de Regge para processos de dois corpos, pois necessita de diferentes
alvos, uma forma possivel é comparar espalhamentos eldstico entre niicleons com a producgao
de ressonancia dos ntcleons. O carater fatorizavel das amplitudes de Regge implica em

do(aN — aN) do(aN — aN*)
do(bN — bN) — do(bN — bN*)’

(2.2.36)

onde N* expressa uma ressonancia do ntucleon. Testes mais completos de fatorizacao podem
ser feitos através de reacgoes inclusivas. Entretanto, a fatorizacao de Regge é quebrada
quando mais de uma trajetoria contribui para o processo.

Através da amplitude definida pela Eq.(2.2.30), é possivel obter a predi¢ao da Teoria
de Regge para a segao de choque total de espalhamento. Com a contribuigao de um tnico
polo, a secao de choque pode ser escrita com o uso do Teorema Optico

1
Orotal = —ImA(s,t =0) ~ s*O71 (2.2.37)

§—0o0 S §—00
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Caso mais de um polo contribua para o processo, o que remete a processos com valor de
s intermediario, a secao de choque total é dada pelo soma das contribuigoes

Grotal ~ Y Ay 5O, (2.2.38)

A secao de choque elastica é expressa pela Teoria de Regge na forma

dgel
dt

= F(t)s*-2, (2.2.39)

onde F(t) é uma funcdo de ¢ incorporando a fungao residuo e o fator de assinatura. Caso
muitos polos contribuam para o processo, termos de interferéncia geralmente surgem. Consi-
derando uma trajetoria do tipo linear, a secao de choque eléstica é dada por

daol
dt

= F(t) s20= 22 ltlns, (2.2.40)

Supondo que as particulas em colisao sao iguais e assumindo um comportamento exponencial
para a fungao residuo, remete a

doe 20(0)—2
a ~°

e B, (2.2.41)

com B = By + 2a’fns. A largura do pico frontal Alt] = (By + 2o/ fns)~! decresce se a
energia aumenta. Este fenomeno é chamado de encolhimento do pico difrativo, o que pode
ser interpretado como o aumento do raio de interacao Ry ~ Va'fns.

S—00

2.2.6 O Pomeron

As trajetérias de Regge discutidas até aqui possuiam interseccao proxima de 0.5. As secoes
de choque previstas pela troca destas trajetérias [Eq.(2.2.37)] decresciam com a energia.
Entretanto, as secoes de choque totais hadronicas sao conhecidas experimentalmente por
terem um comportamento constante em relagdo a s numa faixa /s ~ (10 — 20) GeV? e
crescente para altas energias. Porém, na década de 60 nao se conhecia o comportamento
além do constante. Com isso, introduziu-se uma trajetoria com interseccao igual a 1, a qual
foi chamada de Pomeron, e denotada por IP.

A partir da andlise de dados de espalhamento eldstico [71], pode-se obter os valores da
interseccao e inclinacao da trajetéria do Pomeron

ap = 1.08 ap ~ 0.25 GeV ™2 (2.2.42)

demonstrando uma inclinacao mais suave que das trajetorias anteriores. Dados mais atuais
[72, 73] apontam uma interseccao ja proxima de 1.10. O valor ligeiramente maior que 1 para
a interseccao da trajetéria do Pomeron revela um crescimento suave da secao de choque em
altas energias. De fato, experimentalmente a secao de choque em altas energias nao decresce
assintéticamente, revelando um comportamento suave no seu crescimento. Teoricamente, o
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Teorema de Froissart-Martin [74, 75] determina que a segao de choque total hadronica deve
satisfazer a desigualdade no limite de Regge

Total < Aln? s, (2.2.43)

onde A é determinado pela massa do pion, esperada ser igual a 60 mb. Este teorema
¢ derivado utilizando a propriedade de unitariedade e a expansao em ondas parciais, o
que pode ser encontrado integralmente na Ref.[76]. Com uma interseccdo maior que 1,
o Pomeron viola, em principio, este teorema. Entretanto, acredita-se que, para momenta
abaixo da escala de Planck (1.22 x 10! GeV), esta ligeira violacao nao ocorre, apesar de
outros estudos [77] apontarem a ocorréncia desta violagao para energia da ordem de Tevatron
(v/s = 1.96 GeV).

Este comportamento da secao de choque em altas energias revela que dado um processo
de espalhamento com esta caracteristica, este processo deve ser dominado pela troca de
nimeros quanticos do vacuo [78]. Logo, evidencia-se que o Pomeron possui estes niimeros
quanticos, como assinalado anteriormente no caso de mésons. Com isso, a assinatura do
Pomeron corresponde a £ = 41, com uma amplitude assintotica

Ap(s,t=0) =~ ifp(0) 5o (0) (2.2.44)

sendo puramente imaginaria. No caso de uma assinatura negativa, a amplitude frontal
(t = 0) é divergente.

2.2.7 Espalhamento inelastico

Como discutido anteriormente, o DIS é descrito pelo espalhamento de um féton, com vir-
tualidade Q?, e o préton. A quantidade x, que relaciona a energia de centro-de-massa e a
escala do processo, é dada por

Q2
=

No limite de Regge s — 00, 0 que acarreta em x < 1. Neste limite, a energia de centro-
de-massa domina sobre as demais energias do processo, levando a uma amplitude com uma
dependéncia 1/x para Q? fixo. Isto remete & amplitude do processo de espalhamento domi-
nada pela troca de um Pomeron. Com isso, é possivel parametrizar a funcao de estrutura
F; levando em conta a contribuigdo do Pomeron e dos mésons, da forma [71]

Fy(z, Q% — Ax=%% + Ba®®. (2.2.46)

x (2.2.45)

Esta parametrizacdo concorda na faixa de x < 0.1, como mostrado no caso de HERA.
Entretanto, os dados varrem até uma faixa de z ~ 10~%, mostrando uma dependéncia do
tipo 2793, Isto mostra um desvio no comportamento do Pomeron levado em conta até aqui.
Entretanto, este comportamento pode ser reanalisado em vista dos dados observados. No
caso de grande %, o que corresponde a uma escala dura do processo, a QCD perturbativa
pode ser utilizada, permitindo uma parametrizacao como visto para HERA. Porém, quando
se passa para um regime de pequeno momentum transferido, a escala de energia do processo
nao permite mais a aplicabilidade da QCD perturbativa. Logo, isto evidencia o desvio
no comportamento do Pomeron, o qual possui natureza essencialmente nao-perturbativa,
revelando a forte influéncia das propriedades desta natureza no regime de pequeno Q2.
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2.3 Equacao de evolucao BFKL

A Equacdo DGLAP efetua a ressoma dos termos logaritmos do tipo a™/n™ (Q2?/Q?). En-
tretanto, em altas energias termos do tipo a?¢n™ (1/z) tornam-se importantes, devendo
ser analisada a evolugao das fungoes de estrutura em relacao a x. Logo, a fim de descrever
o comportamento dos processos no limite de Regge, é necessario reavaliar as distribuicoes
de entrada. Com isso, através do estudo das amplitudes de espalhamento em altas energias,
principalmente pela dominancia das interacoes pela troca de Pomerons, é possivel obter
uma equacao de evolucdo que descreva as contribui¢oes em logaritmo dominante /n (1/x),
fornecendo uma evolucao em z. Esta equacdo é chamada de Equacao BFKL (Balitsky [79],
Fadin, Kuraev [80, 81] e Lipatov [82]), a qual é vilida na regiao

a, < 1 (2.3.1a)

tn (Q—;) < In (%) (2.3.1b)

as£n<1) ~ 1 (2.3.1¢)

a

com Q2 > 1 GeV? Na descricio BFKL, a funcio densidade de gliion esté relacionada
distribui¢ao de gltions nao-integrada f(z, k%) por

Q% g2
xg(:B,QQ):/ % (z,k?). (2.3.2)

0

Com isso, em @Q? fixo, onde a variagao de a,(Q?) pode ser desprezada, a Equacao BFKL
prediz um comportamento para a fungao de estrutura F» no regime de pequeno x como

Fy(z,Q%) oc 27, (2.3.3)

com A = 0.5, o que estd de acordo com o comportamento nao-perturbativo observado nos
dados de HERA. Entretanto, os dados nao fornecem evidencia de qual das duas abordagens
estd em vigencia, necessitando de analises mais sensiveis para definir a dinamica envolvida.
No préximo Capitulo a Equagao BFKL sera obtida para todas as ordens em teoria de
perturbacgao, levando em conta a contribuicao da troca de Pomerons no canal ¢, levando a
chamada escada de glions.

2.4 Conclusoes

Este capitulo apresentou o Espalhamento Profundamente Ineldstico, bem como sua ci-
nematica e as implicagoes causadas por seus resultados. A partir disso, foi introduzido o
Modelo de Partons, pelo qual se pode melhor compreender a estrutura interna dos hadrons.
Através da QCD se pode evidenciar a violagao no escalamento das fungoes de estrutura,
dando origem a Equacao DGLAP. Com isso, as parametrizacoes das distribui¢oes de partons
nos hadrons foi introduzida, dando especial atencao para as parametrizacoes MRST e GRV.
Neste sentido, as conclusoes fisicas a respeito da dinamica em pequeno x foram apresentadas.
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Contudo, os resultados das fung¢oes de estrutura em HERA para pequeno x reinvidicaram
uma nova abordagem para computar os logaritmos dominantes neste regime cinemaético.
Logo, a Teoria de Regge foi apresentada, incluindo seus aspectos analiticos e as impressoes
para a fenomenologia de altas energias. Com isso, o Pomeron foi introduzido segundo
a Teoria de Regge, responsavel pela interacao nas colisoes hadron-hadron. Por fim este
capitulo apresentou a Equacgao BFKL, sendo o resultado da aplicacao da Teoria de Regge
para a fenomenologia em pequeno x, equacao esta encarregada de computar as contribuicoes
neste regime.



Capitulo 3

O Pomeron na QCD e Equacao BFKL

Como foi desenvolvido no Cap.2, a Teoria de Regge nada mais é do que uma descrigao
fenomenoldgica para as interacoes hadronicas, as quais sao fundamentadas formalmente
através da Cromodinamica Quantica. Desta forma, o interesse essencial foi procurar alguma
forma de extrair a Teoria de Regge a partir da QCD [79, 80, 81, 82, 83], a partir da qual
uma escada de glion foi proposta como a descricao para o Pomeron na QCD perturbativa.

3.1 Primeiras propostas

Uma das primeiras idéias para inserir o Pomeron na QCD foi considera-lo no acoplamento
entre quarks como sendo um féton com ntmero quantico C' = +1 [84, 85]. Com isso,
a interacao hadronica, descrita pela Fig.3.1a em nivel partonico pela Fig.3.1b, possui a
amplitude

1+e ™ (t) (s
o [

sen Tayp(t) 3_0) ] (uy"u) (@yuu), (3.1.1)

onde g ¢ o acoplamento Pomeron-quark, u é o espinor do quark e a quantidade entre colchetes
é o propagador do Pomeron nesta descricao. Alguns aspectos ja levantados corroboram
para considerar uma interacao puntual entre o Pomeron e o quark [86] e relacionada a uma
interacao do tipo fotonica devido a troca (quase) nao promover mudanga de helicidade.

Através desta amplitude, obtém-se a secao de choque diferencial eldstica para a colisao
proton-proton

o ghBE) (50 (31.2)
dt  4msen? [Zay, (t)] \ 50 ’ o

onde a funcao Fj(t) corresponde ao fator de forma de carga do préton. Através da descri¢ao
dos dados [87, 88], as quais podem ser vistas na Fig.3.2, pode-se extrair os valores de agp e
do acoplamento IP — ¢, obtendo

ap(0) =1.08, ap=0.25GeV 2, gp=3.21GeV 2 (3.1.3)

Estes resultados expressam a natureza do Pomeron: o valor de interseccao ap = 1.08,
tradicionalmente associado ao Pomeron macio, e a inclinagao ajp = 0.25 GeV 2.
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Fig. 3.1: (a) Espalhamento Eldstico no Modelo Landshoff-Polkinghorne. (b) Espalhamento
no Modelo Landshoff-Polkinghorne a nivel partonico.
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Fig. 3.2: O grdfico principal mostra a se¢do de choque total para colisoes pp e pp em
fungao de \/s. Os grdficos menores expressam a secao de choque diferencial a
Vs =53 GeV. O grdfico a esquerda ilustra o intervalo 0 < |t| < 0.05 [89].
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Fig. 3.3: (a) Espalhamento eldstico via troca de dois glions no modelo Low-Nussinov. (b)
Um dos possiveis diagramas para o espalhamento quark-quark pela troca de dois
gliions no modelo Low-Nussinov.

Com o advento da QCD como a Teoria de Campos que descreve as Interacoes Fortes,
procurou-se uma forma de incorporar o Pomeron em termos de seus graus de liberdade.
Com isso, outra proposta [90, 91, 92] foi descrever esta troca de ntmeros quanticos do
vacuo como a troca de dois glions. Este é o niimero minimo de gliions necessarios para
promover a troca de um Pomeron. A Fig.3.3a ilustra esta possibilidade, onde, na Fig.3.3b,
a interacao em nivel partonico ocorre entre dois quarks dos hadrons envolvidos. Esta ¢é a
forma geral que representa o Pomeron na QCD na aproximacao de Born.

A fim de reconciliar as duas propostas, a interacao entre os quarks dentro dos hadrons
pode ocorrer entre os mesmos quarks ou com quarks diferentes. Sendo diferentes, a hipotese
de um acoplamento puntual nao pode ser levada em conta, levando a uma forte supressao.
Logo, o acoplamento entre os mesmos quarks simula o mesmo processo de interacao o qual
ocorre na descricdo de um féton com C' = +1 [93]. Portanto, efeitos nao-perturbativos
estabelecem uma conexao entre as duas propostas.

3.2 Espalhamento entre quarks na aproximacgao /n s

Para computar as diversas ordens em teoria de perturbacao para o espalhamento quark-
quark, considera-se somente os termos dominantes em /ns, ou seja, a cada ordem na
constante de acoplamento forte a, da QCD, somente se considera os termos dominantes
em ¢ns. Este limite é chamado de Limite de Logaritmo Dominante (LLA). Este cédlculo
sera efetuado levando em conta as possibilidades de interacao segundo as matrizes de cor
de Gell-Mann, que sao os geradores do grupo SU(3) no qual a QCD é fundamentada [94]:
interagoes envolvendo o octeto de cor, onde os glions possuem estados de cor definidos pelos
oito estados descritos pela QCD; e interacoes de singleto de cor. Este tltimo tem interesse
primordial pois esta intimamente relacionado ao Pomeron de Regge.
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3.2.1 Amplitude para troca de um glion

Em primeira ordem considera-se a troca de um gltion entre quarks, como mostra a Fig.3.4,
chamada de diagrama de arvore. Este processo nao contribui para a estrutura do Pomeron.
Além disso, o glion trocado é uma particula que carrega carga de cor, ao contrario do
Pomeron que é uma particula sem cor, carregando os ntimeros quanticos do vacuo. De
qualquer forma, o célculo da amplitude da troca de um glion serd importante, pois ela serd
sempre recorrente nas demais ordens de perturbacao.

Considerando o diagrama descrito na Fig.3.4, assumiu-se que os quarks possuem sabores
diferentes, fazendo com que nao haja contribuicao no canal u com as linhas fermionicas
trocadas. A helicidade dos quarks antes e depois da interacdo se mantém a mesma. Para o
momentum do glion trocado, utiliza-se a Parametrizacao de Sudakov

qg=ap+0p2+qu (3.2.1)

onde ¢, = (0,q,0) é o quadrivetor somente com componentes no plano x,y, ou seja, trans-
versais em relacao a direcao dos quarks incidentes, que possuem direcao no eixo z

p1 = é(l,O, 1), pa= é(l,O, —-1). (3.2.2)

2 2
A energia quadrada de centro-de-massa é
s =2(p1 - pa) (3.2.3)
e o momentum quadrado transferido possui a forma
t=¢q*=2aB(p1-p2) — 4> = afs — ¢°. (3.2.4)

Levando em conta a condicao de que os quarks se mantenham na camada de massa
depois da interacao leva a expressao

m-q9° = —(1-a)8s—q>=0 (3.2.5a)
(p2+9° = al+P)s—q" =0 (3.2.5b)
donde obtém-se a relacio a = —f3, e para s > —¢?, isto pode ser escrito como
k2
a = |f]~ ~ <1 (3.2.6)
t
¢ = —(f—pk)+a"=q" (3.2.7)
¢ ~ —q’ (3.2.8)

Uma aproximacao razoavel, e no que diz respeito ao Pomeron soft, é considerar que
todas as componentes do momentum trocado no canal ¢ sejam muito menores que p; e ps.
No gauge de Feynman, a amplitude do processo é descrita por

A (1) = g2 (tt) (ot ) )] 2 (oo u(pa). (3:2.9)
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Fig. 3.4: Espalhamento quark-quark via troca de um glion.

Os indices utilizados i, j, k, [, ... correspondem aos indices de cor dos quarks, enquanto
a,b,c,... sao os indices de cor dos glions. O importante para o processo é computar a
amplitude quadrada, somada sobre todos os estados finais de spin possiveis e efetuada a
média sobre os estados iniciais, além de somar sobre todas as cores, o que corresponde a ter
todas as possibilidades de trocas de cores entre as particulas envolvidas. Logo, a amplitude
quadrada tem a forma

N2 -1\ [(s*+u?
AO)? —2gs< N )( > ) (3.2.10)
onde
IR I 1 . N2—1 2
2 (it D@t = 72t i) = ﬁTr(t t*) Tr(t*") = v~y (321

sendo usado que N, = 3. No limite de alta energia, utiliza-se a simetria entre os canais s e
u da forma s >~ —u, o que leva a amplitude quadrada ao resultado

8 52
[AO)|? = 59 <t2) : (3.2.12)

Uma forma mais simples de efetuar este calculo em alta energia é utilizar a aproximacgao
eikonal, reconsiderando o vértice superior da Fig.3.4

—igstu(p1 + @)y u(pr). (3.2.13)

Como dito, os momenta da particula macia trocada no canal ¢t sao muito menores que
P1 € Pg, O que permite a aproximacao

—igst(p1 + @)y u(p1) ~ —igsu(p)y"u(p) = —2igsp! (3.2.14)

onde utiliza-se o espinor de Dirac para a particula na camada de massa (¥ —m)u = 0. Este
vértice aproximado é chamado vértice eikonal quark-glion. Através desta aproximacao, os
vértices da Fig.3.4 sao reescritos, obtendo-se a amplitude

Afﬂ)d = 47 (t3th) (]%) = 8ma(t;th) (i) (3.2.15)
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pela qual, efetuando o produto com a sua conjugada juntamente com a soma sobre cores e
spins finais e a média sobre os spins iniciais, tem-se a amplitude quadrada do processo

— 8 52
A = 5 g (72) : (3.2.16)

a qual coincide com a Eq.(3.2.12).

3.2.2 Amplitude para a troca de dois glions

Considerando o caso para a contribuicao direta para a estrutura do Pomeron, a troca de dois
gliions é de especial interesse e, como tnica forma, encontra-se uma interacao envolvendo
um laco, como ilustra a Fig.3.5. Demais possibilidades para a troca de dois glions, como
diagramas de auto-energia e de correcao de vértice também sao possiveis, mas nao contri-
buindo neste célculo, pois sao de ordem subdominante em ¢n s, podendo ser desprezados.
Isto ocorre devido ao uso de um gauge covariante, como o gauge de Feynman, pois estes
diagramas nao irao produzir termos com dependéncia na varidvel s. Entretanto, outros
tipos de gauges, como os gauges de Coulomb e Axial, podem gerar estas contribui¢oes em s,
pois estes incorporam vetores externos, os quais podem produzir termos em s em produtos
escalares com os vetores p; e po [95]. Estes diagramas determinam a variagdo da constante
de acoplamento forte oy, o que, em ordem dominante, deve ser tomada como fixa [76].

Para o cdlculo da amplitude, utilizaremos as Regras de Cutkosky [96], sendo mais simples
a sua obtencao do que utilizar as usuais regras de Feynman, além do que é mais interessante
por permitir o uso da amplitude calculada para a troca de um glion. Estas regras elaboram
o calculo da parte imagindria da amplitude de interacao, a qual é suficiente para encontrar a
amplitude total utilizando Relagoes de Dispersao. Logo, o calculo da amplitude imaginaria
se processa efetuando um “corte” no diagrama em questao, passando de um diagrama de
um laco para dois diagramas em nivel arvore, Fig.3.6, permitindo a obtencao do diagrama
em sua totalidade através da integracao de Espaco de Fase. Portanto, para o diagrama da
Fig.3.5a, a amplitude imaginaria tem a forma

A (s, 0) = 5 [ il AV(s,2) A0, [ ) (3:2.17)

onde t = ¢?. No limite onde |t| < s, 0 momentum transferido ¢ é dominado por sua parte
transversa, como expressado na Eq.(3.2.5), ou seja, t ~ —q>.

O elemento diferencial de integragao na Eq.(3.2.17) refere-se ao Espaco de Fase de dois
corpos, o qual tem a forma

/ I, — / % 5(Ipr — k%) 8([p2 + KJ2). (3.2.18)

Como feito para a amplitude em nivel de arvore, escreve-se o momentum do glion
trocado na Parametrizacao de Sudakov

k=apy + Bp2+ k1 (3.2.19)
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Fig. 3.5: (a) Espalhamento quark-quark via troca de dois glions representando intera¢ao
de um lago. (b) Diagrama cruzado representando a troca das linhas fermidnicas.

na qual o elemento diferencial é escrito
'k = (%) da df dk. (3.2.20)

No limite de alta energia, as aproximagoes sao validas

k2
a=|4| ~ — <1 (3.2.21)
B~ -k, (k—q)*~—(k—q)? (3.2.22)
com
k? ~ (k — q*)? ~ q°. (3.2.23)

Assim, a integral de Espaco de Fase de dois corpos é escrita como

1
I, = k. .2.24
/d ? 87?23/d (3 )

Portanto, utilizando a Eq.(3.2.17), calcula-se a parte imaginaria da amplitude da in-
teracao descrita na Fig.3.6a

(1) _ A 2(papb azb 2 1
O indice ’[J representa que a amplitude de espalhamento é calculada para o diagrama
ilustrado pela Fig.3.5a, e o indice "X’ representara o calculo do diagrama da Fig.3.5b.
A amplitude total é obtida através de Relagoes de Dispersao. Pelas contribuicoes de
ordem dominantes em ¢n s, pode-se escrever

A=ReA+ilmA=Cln <§)+...:cen‘§‘—mc. (3.2.26)
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Fig. 3.6: Parte imagindria do diagrama (a) quadrado e (b) cruzado. Cada lado do corte

gera um diagrama de ordem mais baixa facilitando o cdlculo da amplitude através
das Regras de Cutkosky.

Logo,
1 S
ReA = —— ImA - fn H (3.2.27)
s t
o que leva a amplitude total na forma

A= —% ImA (ﬁn E‘ - z'7r) = —% In <§> ImA (3.2.28)

ou seja, o resultado obtido na Eq.(3.2.25) é utilizado para o célculo da amplitude total

A8 (s, 1) —%ags(t%b)ij(t“tb)kl n (%) / 4’k {ﬁ} (3.2.29)

- —16 <%) (%) (") gy G) In G) €(t),

[

onde a funcao €(t) é definida por

e(t) = ]LO; /ko [1@(1:722(1)2] . (3.2.30)

Efetuando esta integral, pode-se ver que ela possui uma divergéncia em infra-vermelho.
Propostas foram feitas a fim de regularizar esta divergéncia [80, 81, 97] pela quebra es-
pontanea do grupo de simetria e incluindo diagramas que continham bdsons de Higgs.
Apesar de todo o conhecimento matematico utilizado nesta tentativa, outra possibilidade,
talvez perdendo a generalidade em sua esséncia, de regularizar esta divergéncia é conside-
rar que os quarks, como ja previsto pela QCD, somente podem estar confinados dentro de
hadrons e mésons, o que gera um corte no limite inferior de integragao, proporcionando a
regularizacao desta integral. Logo, o confinamento manifesta a dependéncia

0= [ g = e () @2
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Também deve ser levado em conta a contribuicao do diagrama da Fig.3.6b, similar ao
primeiro, porém, com as linhas fermionicas inferiores invertidas. Da mesma forma efetuada
para a amplitude do caso (a), obtém-se para o diagrama cruzado

mAY (s,t) = —16 (7;3

C

) (£989): (1°) 0 (%) tn (%) (1) (3.2.32)
e pela simetria em alta energia entre os canais s e u (u ~ —s) tem-se

mAY (s, 1) = 16 <%) (t“tb)m(tbt“)kl< ) In < S) e(t). (3.2.33)

c Iz

Portanto, a contribuicao total para a interacao entre quarks via troca de dois glions
possui a amplitude

Agj.;l(s,t) — A (s,t) + AV (s, 1)

— _16 (%) (1944, (;)

{[t“ e In (‘ |) — iw(t“tb)kl} e(t). (3.2.34)

X

E visivel na Eq.(3.2.34) que as partes real e imaginaria da amplitude ndao possuem o
mesmo fator. Isto ocorre devido ao fato de existir contribuicoes distintas para o caso de
interacao por octeto de cor e por singleto de cor. Este ultimo somente recebera contribuicao
da parte imaginaria da amplitude.

A fim de visualizar com mais clareza este tipo de interacao, decompdem-se a amplitude
de interacao entre quarks segundo a representagao do Grupo SU(3) no canal ¢

Ajja(s, 1) ZP”M )Ag(s, 1), (3.2.35)

onde a dependéncia em cor estd contida nos projetores de cor P . (R) para o espalhamento
quark-quark [98]. As amplitudes para a interagao via octeto de cor Ag,ll(s, t) e singleto de

cor A%,)d(s, t) sdo

AR (5,1) = Pyra(L)Au(s, 1) (3.2.364)

AB) (5.) = Piya(8) Ag(s, 1) (3.2.36D)

onde os projetores de cor sao definidos como

Pij(1) = 8;0/Ne (3.2.37a)
21047, (3.2.37b)

&
=
—~
|CO |
S~—
|

Estes projetores possuem uma normalizacao, definida como

Pa(RYPF™ (R') = PI™(R) S, (3.2.38)
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pela qual é possivel obter as amplitudes sem cor para os casos

Ai(s,t) = Pa(1)A(s,t) (3.2.39a)
Ag(s,t) = (ﬁ) Pl (8) AU (s, 1). (3.2.30)

Portanto, projetando a amplitude, Eq.(3.2.34), sobre os estados de cor, se torna possivel
calcular as contribuicoes para o espalhamento entre quarks. No caso do octeto de cor,
obtém-se a amplitude dominante em ¢n s na forma

AP (s, 1) = 8o (112, (;) n <i> e(t), (3.2.40)

ld

a qual é real e O(¢n s) no nivel de um lago.
Para a interagao através de um singleto de cor a amplitude possui a forma

(1) . 9 S ch — 1
Ay (s, 1) = dim o (0;560) — e(t), (3.2.41)
= t 4N,

a qual, em contraste com a amplitude do estado de octeto de cor, é imaginaria e suprimida
na mesma ordem em teoria de perturbagio, a2, por um fator de n s.

Por estas amplitudes apresentarem caracteristicas tao distintas, elas podem ser “clas-
sificadas” na linguagem da Teoria de Regge. Estes comportamentos possuem assinaturas
opostas: § = +1e & = —1.

3.2.3 A escada de glions

Seguindo o calculo para a interacao de quarks pela troca de glions, o préximo passo é
considerar corregoes da ordem O(a?), ou seja, diagramas contendo dois lagos na interacao,
onde alguns sao ilustrados na Fig.3.7. Utilizando as Regras de Cutkosky da mesma forma
ao céalculo anterior, efetuam-se cortes nos diagramas a fim de reduzir em uma ordem os
diagramas envolvidos, restando em cada um, um diagrama em nivel de arvore, como feito
na Secao 3.2.1, e um diagrama com um lago, como visto na Se¢ao anterior. No caso de um
laco, igualmente sao desconsiderados os diagrama de auto-energia e de correcao de vértice,
pela sua sub-dominancia em relacao a ordem dominante ¢n s.

Considerando emissoes de gliions reais, ou seja, glions emitidos no canal s, onde cinco sao
ilustrados na Fig.3.8, correspondendo aos diagramas com corte da Fig.3.7a-c. Os diagramas
da Fig.3.7d,e correspondem a emissao de glions a partir dos quarks inferiores, os quais
também contribuem nesta ordem. Neste caso, parametriza-se novamente os momenta dos
glions da troca da forma

ki = aupr + Bipa + ki (3.2.42a)
]{32 = Q9P + 52])2 + kQJ_. (3242b>

As contribui¢oes na ordem dominante em ¢n s surgem no regime cinematico

1> 01> a (3.2.43&)
1> |Go| > |B]. (3.2.43b)
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B
I
1
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Fig. 3.7: Conjunto de diagramas possiveis para a contribuicao de dois lacos no espalha-
mento quark-quark.

Da mesma forma como feita no caso de um lago, as consideragoes frente aos quarks finais
se aplicam

Oélﬁgs = —(kl — k2)2 (32448,)
B~k k= -—ki (3.2.44Db)
ki~ k2 ~q (3.2.44c¢)

Utilizando os acoplamentos na aproximagcao eikonal e trabalhando no gauge de Feynman,
obtém-se as amplitudes para a emissao do glion real na parte central, Fig.3.8a,

: “ 1
AD a0 = —2ig] fapeltintn) (W) [ p + Boph — (K + K5)] (3.2.45)
152
e emissao superior, Fig.3.8b.c,
. 1

a 1
A§—>3,c = 4925 fabe ( mjt?ml) (m) (3.2.47)
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P17]=
ki — ko, c
pg,f K3, M
(a)
P1,7 J K1, m D1, J 7 K1, M

p27l R3, p27l R3, N
(b) ()
pl?j R _ ﬁlam pl?j‘ _ R K1, ™m
ki,b
kl —k'Q,C kl,b kl_k27c

P2, | J K3, 1 P2, 1 J K3,

Fig. 3.8: Diagramas para a emissao de glions reais no processo qq — qqgq.
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onde estas 1ltimas podem ser somadas a fim de mostrar a contribui¢ao da emissao superior

| . 1
Af gy = —4i 935 fave (o itor) (@Tk%) Pl (3.2.48)

De forma similar, considerando as emissoes reais ocorrendo a partir dos quarks inferiores
pode-se encontrar uma amplitude da forma, Fig.3.8d e Fig.3.8e,

) a 1
AK2)—>3,d+e = —4i gg Jabe (tmjtzl) (m) pg. (3.2.49)

Portanto, somando todas as contribuicoes, obtém-se a amplitude total para a emissao
de um gltion real

AL = —aigd (PP (% 42)) fupe T (3.2.50)
2—3 9s k%k% mjnl) Jabe L py e

onde a quantidade I'7,, é chamada de vértice efetivo de Lipatov

2p2 D1y Qk% ng
I? (ki ko) = £ a;+— ) pf + +—=)ph— (K] +Kk5|. (3.2.51
ro (ks k) . R b B2 s ) 2 (kY +Kk5) | . ( )

Este vértice, que é nao-local por incorporar os propagadores dos glions emitidos nos
diagramas das Fig. 3.8b-e, possui a propriedade importante de ser um invariante de gauge,
a qual é demonstrada pela Identidade de Ward

(klp - ]{Igp) Ffw (]{71, ]{72) - 0 (3252)

Logo, com o uso deste vértice efetivo, é possivel relacionar todas as contribuicoes de
emissao de glions num unico diagrama, como ilustra a Fig.3.9, onde o vértice de Lipatov é
representado pelo vértice central. Em vista de praticidade, o vértice de Lipatov é reescrito
em fung¢ao do quadrivetor C”

9
I, = (;) Pay P1v CF (3.2.53)
onde
ok ok
P (o, ) — (al ; ﬁ—) ot (ﬁQ ; a—) o — (k04 12). (3.254)

De posse disso, as Regras de Cutkosky se fazem tuteis novamente para computar a am-
plitude de espalhamento para o diagrama da Fig.3.9

mA® (s, 1) = —g—g’ A3 A% (K1, ko) ASS (k1 — . ks — q) (3.2.55)

onde ¢ efetuada a soma sobre as helicidades dos glions pela relacao devido a invariancia do
vértice de Lipatov

> ) el (p) = —g" (3.2.56)
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P1,] K1 I R1 by,
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Fig. 3.9: Diagrama representando o Vértice Efetivo de Lipatov.

Neste caso, o Espaco de Fase se estende a trés corpos, onde o elemento diferencial de
integracao é escrito com o auxilio das aproximagoes do regime cinematico definidas pelas

Eqgs.(3.2.44)
1 ! dOél
5 = ’k ky. 2.
/d ’ 4(27T)53/q2/s Qi /d 1/d 2 (3.2.57)

A amplitude de cada processo derivado do corte efetuado na Fig.3.9 é igual aquela ex-
pressa pela Eq.(3.2.50), com a troca dos momenta ky e ks por k1 —q e ko —q, respectivamente,
na amplitude do lado direito, a qual corresponde a conjugada complexa da amplitude A5 ..
Logo, a amplitude imaginaria do processo pode ser expressa como

2 3
ImAl(“zz)ﬂ(Svt) = (%) groalsen (%) /d2k%/d2kg
s

i 1

X

kiki(ki —q)’(kz —q)*  kj(ki — q)*(k; — ko)?

1
ki(ky —q)?(k; — kz)z} ’ (3.2.58)

onde a quantidade G, representa o fator de cor do processo
greal - _(ta,ta)ij(tb,tb)kl fabc fa’b’c~ (3259)

Existem outras duas contribuicoes para o processo em nivel de dois lagos, as quais
correspondem aos diagramas ilustrados na Fig.3.10, além de outros dois diagramas similares,
porém, com uma troca gluonica do lado esquerdo e os lagos ao lado direito. Estas trocas
de glions no canal t sao chamadas de trocas virtuais. Neste caso o calculo se faz similar ao
anterior, com a consideracao de que existem dois casos para a troca de glions

1
ImAZ, (s ) = 5 / diTy AD (s, k3) A (s, [ky — qI?) (3.2.60)

1
- i/dﬂ2 AO (s, k) AV (s, [k — ).
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pLj . KL,m : kiL,m  phi
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p27l ""/“2777’ | "{27” p27k

Fig. 3.10: Diagramas representando as contribuigoes virtuais para o espalhamento quark-
quark.

Através disto, pode-se computar a amplitude total da contribuicao de troca virtual

N.a?
ImA\(z?Btual(S>t) = - (ﬂ_—gs) gvirtualsgn (%) /d2k1/d2k2

L 1
X |ik%(k2 - q)2(k1 — k2)2 + k%(kl — q)g(kl — k2)2:| ) (3261)

onde o fator de cor Gyirtua €
Girtual = (t“1")55 (81" 1. (3.2.62)

Utilizando os projetores de cor definidos anteriormente, pode-se projetar esta amplitude
sobre os estados de cor referentes ao octeto de cor. A amplitude total levando em conta as
correcoes de emissao de glions reais e virtuais tem a forma

(s,t) + ImAL). (s.1)

8,virtual

ImAg) (s,t) = ImA
2

8,real
N2a3 s q
=== 1949 s fn | — d’k,d*k 3.2.63
(%3) “J“’”(\ﬂ)/ 1 2[k%k%<k1—q>2<k2—q>2 (3.2.63)

que pode ser escrita em termos da funcao €(t), definida pela Eq.(3.2.30)

X

AP (s, 1) = 872, (1214, (%) n (%) (1) (3.2.64)
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a qual é real e a fungao €*(t) é expressa por

€(t) = / 4k, %k, [k%k% (k1 _‘52 T q)2} . (3.2.65)

Por meio de Relagoes de Dispersao, computa-se a amplitude total para a interagao em
octeto de cor com dois lacos

AP (s,1) = ama, t51) () (i) 2(t) = (%) (t) tn? (%) AY (3.2.66)

1

. . . 0 .
em termos da amplitude em nivel de arvore Aé ) para a troca de um glion.

Somando as contribuigoes calculadas em nivel de arvore, com um e dois lacos, evidencia-
se a caracteristica peculiar da amplitude para o espalhamento quark-quark via glions

Ag(s,1) = 8T as (;) (t2,82) [1 +e(t)n (%) + % €2(t) In? <i> + } (3.2.67)

12

0 que corresponde aos primeiros termos da expansao

s /[ s\ s\ @)
Ag(s,t) = 8ma (tity) 7 (m) = 8ma (tith) (m) (3.2.68)
onde claramente nota-se que a amplitude possui o carater estipulado pela Teoria de Regge,
o que corresponde a amplitude de uma particula reggeizadas trocada no canal ¢ que, neste
caso, corresponde a escada de glions no estado de octeto de cor. Isto se tornard claro na
medida em que o nimero de trocas de gliions virtuais, que pode ser visto como uma escada
com um degrau, for aumentando o nimero de degraus na escada de glions.

O célculo da amplitude para a interacao desta escada projetada no estado de singleto
de cor pode ser efetuado, obtendo o resultado para a emissao real

3
AP (s,t) = —z(f 2) (N2 = 1) 83,65 n (%) / &k, / %k,
= T

2
q 1
{k%k%(kl - Q)2(k2 - Q)2 k%(kl - Q)2(k1 - k2)2

1
ki(ky —q)?(k; — kz)Q} (3.2.69)

e para a amplitude da emissao virtual

; 3
4@, _ PSS Y (N1 s s /gk/ 21
l,vlrtual(‘s?t) 2 \ 2772 ( c )52]5kl5€n |t| d 1 d )
1 1

X

e A e BCEXD

Como se vé, o resultado é uma pouco mais complicado em comparagao ao anterior, onde
nao ha cancelamento entre os termos das amplitudes de contribuicao real e virtual e nem
mesmo uma proporcao em relacao a amplitude em nivel de arvore. O interessante ainda
é manter este termo para futuras situacgoes, pois esta é exatamente a contribuicdo para o
Pomeron da QCD, se tratando de uma troca sem carga de cor, o que se espera do Pomeron.
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3.2.4 A escada de gliions BFKL

O intuito é estender o calculo anterior para ordens mais altas, considerando infinitos degraus
na escada de glions. Nesta consideragao, a aproximacao eikonal continua sendo valida, pois
ela independe do spin da particula que emite o glion macio, podendo substituir as linhas
fermionicas por linhas gluonicas, tendo um forte ordenamento nos momenta longitudinais,
como mostra a Fig.3.11.

As variaveis utilizadas serao as mesmas implementadas anteriormente, porém, com um
numero infinito destas. Neste caso, a cinematica trabalhada é chamada de Cinematica de
Multi-Regge, que gera as contribui¢oes dominantes em ¢n s. Aplicando a mesma parame-
trizacao usada anteriormente para os momenta dos glions

onde, explicitamente, a regime de Multi-Regge corresponde a ter todos os momenta trans-
versos da mesma ordem

s>ki~ki~ . ~ki~kl ~q° (3.2.72)
e um forte ordenamento nos momenta longitudinais
%
1> >a> .. >ap > — (3273)
s y
1> [Bua > Bl > . > B> (6] > o

A amplitude de espalhamento em nivel de arvore para este caso, como ilustra a Fig.3.11a,
tem a forma

Aty = 2isety (i) (327
1
i
X .qsfcu1¢12l710m(k17 k2) <F)
2

1
X gsfazasbchz(k% k3) <F
3

l
X G anansibn O (kn, Kni1) <k2—)

n+1
X gsty
onde diagramas, como os ilustrados na Fig.3.12, sao subdominantes em ¢n s e sao desconsi-
derados.

Entretanto, esta amplitude nao leva em conta as contribuicoes virtuais radiativas consi-
deradas na Fig.3.10. Logo, a fim de envolver todas estas contribui¢oes dominantes, um
ansatz foi proposto [80, 82] pelo qual, em ordem dominante, o propagador do glion é mo-
dificado de tal forma que

. . e(k2) . e(k?)
i i S; i ¢t (o —1\

3 3 (2
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(a) (b)

Fig. 3.11: Diagrama para o processo qq — qq+n glions em (a) ordem em nivel de drvore e
(b) incluindo as corregoes virtuais radiativas. Os vértices maiores representam
os Veértices Efetivos de Lipatov e os asteriscos denotam que os glions em questdo
sa0 reggeizados.

onde

Oéi—l

si = (ki_1 — kig1)? ~ < ) (k; —ki1)? (3.2.76)

Q;

é a energia de centro-de-massa da i-ésima segao da escada de glions e e(k?) é a funcio
definida na Eq.(3.2.30)

N o, —k?

onde o vetor transverso h é um vetor auxiliar.
Portanto, com este ansatz o glion terd um propagador modificado da forma

LG (S \ W
D k) = == (), (3.2.78)
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S

Fig. 3.12: Secoes de diagramas escada que nao contribuem em ordem dominante {n s.

o qual é chamado de gltion reggeizado. Este procedimento substitui os gliions convencionais
da escada por glions reggeizados, automaticamente levando em conta as corregoes radiativas
descritas anteriormente. Como descrito na expansao obtida para a amplitude de espalha-
mento quark-quark no estado de octeto de cor, a quantidade ay(t) = 1+ €(t) é a trajetoria
do gluon reggeizado, o qual é ilustrado na Fig. 3.11b.

Desta forma, o uso do propagador modificado leva a uma amplitude similar a Eq.(3.2.75),
porém, levando em conta as correcoes radiativas em todas as ordens em «

. . u i 1 e(k?)
1

i o E(kg)
X Gsfarase, C (1, ko) (@) (a—z)
2

7 a, e(kyi1) .
X gsfanan+1bncp”(]€m ]fn+1) <k2—> < ) - s tk7+1
n+1

Q1
. e(kz)
7 1 !
= 2isg; (titg" (—) (—)
(] ki ) k% oy

: Z (e E(kzerl)
o€ ko) (=) (25) 1

Finalmente, com a amplitude correta, o calculo da parte imaginaria da amplitude total
do processo, descrito na Fig.3.13, pode ser calculada através das Regras de Cutkosky para
o espalhamento quark-quark via troca de uma escada de glions reggeizados. Logo, tem-se

(2

1
ImA(s,t) = 5(—1)” Gpror -+ Gpnom (3.2.80)

x / A5 AD 00 (R, o ) ATt — s Ko — )

Utilizando a amplitude expressa pela Eq.(3.2.80), é possivel encontrar a amplitude ima-
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gindria para cada configuracao de cor no canal ¢ (R = 1,8)

1 5 4 1 1 e(k?)+e([k1—a]?)
I t) = = 4 Ao | 5———| | — 2.81
mAR(S7 ) 2 ; S gs gR / +2 |ik%(k1 — q)2:| (Oq) (3 8 )
X - —2ngr) K(k;, k;
L et (2
< o )E(k?+1)+5([ki+1_(ﬂ2)
X Y
Q41
onde os fatores de cor correspondentes sao
N2 -1 N, N,
== =——= ==, =N, 2.82
Gi N Gs 3 M= (3.2.82)
e a funcao K(k;, k;.1) é definida por
CP(ki, kit1) Cp (ki + q, —kiy1 +q) = (3.2.83)

ki(kivi —q)® Xy (ki —q)
= -2 2_ T s i = 2K kz kz .
[ (ki — kit1)? (ki — kit1)? } (ki, Yeiga)

Como feito anteriormente, a pratica usual seria computar a amplitude total através de
Relacoes de Dispersao. Entretanto, sera conveniente trabalhar no plano do momentum
angular complexo. Para isso, aplica-se a transformada de Mellin

fr= /100d <%) (%) - w. (3.2.84)

Esta equacgao é a Representacao de Froissart-Gribov para a amplitude de onda parcial
fr(w,t). Como transformada, a inversa da transformacao de Mellin é

ImAno) L[ a0 (2 et (3285)

S B % —100 |t|

com o contorno de integracao posicionando-se a direita de todas as singularidades do plano
w de fr(w,t).

Para incluir a contribuicao do canal u utiliza-se a simetria de cruzamento entre s < u
ImAg(s,t) = —Er ImAg(u, t) (3.2.86)
com as assinaturas

§1=+1 {s = —1 (3.2.87)
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Fig. 3.13: Parte imagindria da amplitude do espalhamento elastico quark-quark através da
troca de uma escada de glions.

Logo, com a simetria u ~ —s, a parte referente ao canal u é levada em conta pela
substituicao

fr(w,t) = (1+&re™™) fr(w,t). (3.2.88)

Finalmente, a amplitude de onda parcial fg(w,t) é relacionada a amplitude Ag(s, t) pela
transformada de de Watson-Sommerfeld

c+ioco w+1 —intw
Ap(s. ) = —— Ry (i) ' FRL} Fr(w, ). (3.2.89)

A e |t] sin Tw

3.3 A equacao de evolucao BFKL

Com o uso da transformada de Mellin, sera possivel computar com maior facilidade a ampli-
tude de espalhamento. Com isso, aplicando o regime de Multi-Regge para obter a integral
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de Espaco de Fase de (n + 2) corpos encontra-se

doy;
dll, s = ETemrE 27T — H /a / dov, 1 (3.3.1)

1+1

n+1

X H/dk S(any1s — K2).

Calculando a amplitude de onda parcial a partir da Eq.(3.2.84), obtém-se o resultado

oo n+l d2k

frlw,a®) = (47a,)*Gr ZH

n=0 =1

1 1
ki(ki — q)*w —e(k}) — e[k — q]?)

X (—2asnr) K(ki, ko)

1 1
Ki(ks — q)? w — e(k3) — €([ka — q]?)

X (—204377}2) K(km kn—l—l)

1 1
X . 3.3.2
K (ks — @) — 0,,) — (ks — ) (332)

Esta equacao pode ser reescrita como uma relagao recursiva

d*k Fr(w,k,q)
2\ 2 ) By
fr(w,q®) = (4ma,)” Gr / 2r2 K(k — q) (3.3.3)
onde a funcao Fr(w,k, q) satisfaz a equacao integral
w—e(=k*) — e(~[k—daf*)] Fr(w k,q) =
20, N, K(k, h)
= 1- h | ———2 7 h.q). 3.4

Esta ¢é a forma geral da Equacao BFKL [79, 80, 81, 82|, a qual descreve a evolu¢ao em
ordem dominante de ¢n s da escada de glion. O integrando do lado direito da Eq.(3.3.4)
representa as corregoes radiativas reais. J4 no lado esquerdo, os termos € representam as
correcoes radiativas virtuais.

3.3.1 O octeto de cor

No caso da configuragao de cor no canal ¢ sendo o octeto de cor, a Equacao BFKL simplifica
consideravelmente. Substituindo na Eq.(3.3.4) a expressao de K(k,h), como definido na
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Eq.(3.2.84), e utilizando explicitamente as trajetérias dos glions reggeizados

9 Ncas 2 i _k2
(= N /d . m} (3.3.5)
_ _ 2 — —Ncas 2 - (k - q)2
e(~k —d]) A2 /d h _(h—q)z(k—h)z}

ocorre o cancelamento dos ultimos termos de K (k,h) com as corregoes virtuais da Equacao
BFKL, devido ao fato de o fator de cor ser da forma ng = N./2, ou seja

koq)—1— e [ | @ h
W Rl a) = 1- 25 / [m} Fu(w, b, q). (3.3.6)

Utilizando a transformada de Mellin inversa para esta funcao, é possivel obter a parte
imaginaria da amplitude de espalhamento. Através disso, e adicionando a contribuigao
referente ao canal u, o célculo procede da mesma forma aplicada anteriormente, onde se
utilizou os projetores de cor para a interacao em questao, produzindo a amplitude

ag(t)
Ag(s,t) = —4m o, (tity) [1- e‘img(t)} (%) : (3.3.7)

Esta é a amplitude do tipo Regge para a interacao via troca de uma trajetoria de
assinatura fimpar. Com €(t = 0) = 0, o ponto de intersegao é ¢ = 1, o que corresponde a um
gliion reggeizado.

Como se pode ver, a Eq.(3.3.7) corresponde a amplitude do espalhamento quark-quark
pela interacao de uma escada de glions projetada na configuragao de octeto de cor. Par-
tindo da Eq.(3.2.82), que é de ordem O(a?), obtém-se o resultado expresso pela Eq.(3.3.7)
da ordem O(ay), devido ao fato da interagao pela configuracdo de octeto de cor receber
contribui¢ao também a nivel LO, ou seja, interagao pela troca de um glion.

Assumindo a aproximacao oy(t) ~ 1 no fator de assinatura na Eq.(3.3.7), a amplitude
pode ser aproximada por

ag(t)
a 4a S

que coincide com a amplitude da interacao via dois lagos projetada no octeto de cor, onde
os termos correspondem a cada ordem na troca de glions. Além disso, esta coincidéncia
confirma a validade do ansatz proposto anteriormente.

Utilizando o resultado obtido pela Eq.(3.2.31), é possivel reescrever esta amplitude na

forma
s N o s t
Ag(s, t) ~ 8ma(ti;ty) (;) exp [— o In (m) In (L—i)] , (3.3.9)

onde o argumento da exponencial é um produto negativo de um logaritmo do tipo ¢n (s/|t|)
e um logaritmo colinear. Este é um exemplo de um fator de forma de Sudakov [99]. Além
disso, esta amplitude é nula no limite u? — 0.
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3.3.2 O singleto de cor

Partindo da Equacao BFKL para a configuragao de singleto de cor, de extrema importancia
por estar diretamente relacionada com a estrutura do Pomeron da QCD, e descrita pela
equacao

wF(wkk,q = #k-k) (3.3.10)
asN, —q?
" d*h! | ——— ) Fw,h X
10 k2F(w,h, K, q)
F h k/ _ Y ’ )
_'_ (h _ k)2 I (w7 Y 7q) h2 + (k _ h)2 :|

N 1 [(k —q)?h? F(w,h, K, q) B (k—q)zF(w,h,k’,q)}}
(h—k)* | (h — q)?k? (h—q)*+(k—h)? | J’

esta tem a forma padrao da Equagdo BFKL para o singleto de cor, onde F(w,k,k’,q) é
definida por

d2k/
Fi(wk q) = / K Pk K, ) (3.3.11)

A partir desta equacao é possivel calcular a amplitude imaginéria

ImA,(s,t) _ (87%a,)? N2 —1 / d*k K F(s,k kK, q)
s ° 4N, (2m)2 (27)2 k2(k —q)?

(3.3.12)

Por uma anadlise desta equacao, é visivel sua regularizacao no limite ultravioleta, ao
se tomar os limites h? — 0 e k» — 0 no seu integrando. No limite infravermelho, em
parte ela é regular para h?> — 0 e h = k. Isto ocorre neste caso em particular pois as
singularidades dos fatores 1/(h —k)? sdao canceladas pelos zeros dos termos entre colchetes.
No caso k? — 0 existem divergéncias infravermelhas que surgem dos termos do gltion virtual.
Apesar desta irregularidade, na situacao fisica para o espalhamento de particulas sem cor,
estas divergéncias sao reguladas pelo confinamento dos quarks e glions dentro dos hadrons
e mésons. O estudo de colisoes ep e hadron-hadron foram estudados considerando duas
ordens em teoria de perturbacao, truncando a série da Equacao do Pomeron BFKL a partir
dos dois primeiros termos [100, 101].

3.3.3 Equacao BFKL integro-diferencial

No caso de momentum transferido nulo, a Equacao BFKL no singleto de cor se reduz a
wF(w,kK,q)=6k—-k)+ /d2 hK(k,h) F(w,h, k) (3.3.13)

onde a funcao K(k, h) ¢é definida por

Ne, 1
O 2 (3.3.14)

K(k,h) = 2¢(—k?) 6*(k — h) + P
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podendo ser escrita em termos das contribuigoes real e virtual

]C(k7 h) = ]Cvirtual(ku h) + Icreal(ka h) (3315)
Através disso é possivel construir uma equagao integro-diferencial na forma
O0F (s, k, k') 1 et s
o = F(w, kK 3.1
Bin(s/K2) omi /H-oo dw (k2> w Flw, k. k) (3.3.16)

g e ) ]

3.4 Solucao frontal da Equacao BFKL

Outra possibilidade de escrever a Equagao BFKL é [76]
wF=1+K®F. (3.4.1)
Através desta equacgao é possivel encontrar as autofungoes do ntcleo da BFKL
K ® ¢o = wa ¢a (3.4.2)

as quais satisfazem a relacao de completeza

Z da(k *(k — K). (3.4.3)

Os autovalores podem ser escritos em termos de uma série de Fourier em relacao a .
Com isso, as autofuncoes sao

1
2

o que leva a seguinte expressao para os autovalores

D (|K[, 1) = (K2)~ztive—nd, (3.4.4)

[n|+1

1 —iv __
() = 20N Re/ dx [5“—1] - —20‘78‘7\7" Re [¢ (‘"‘; ! +iu) —¢(1)}(3.4.5)
0

T 1—=zx

onde (1) = —yg = —0.577215... é a constante de Euler-Mascheroni. Portanto, a solucao
para a Equagao BFKL para momentum transferido nulo, chamada Equagao BFKL frontal,
tem a forma

"

) 2
00 ew[n(%)

F(w,k X “’/ dy | —— . 3.4.6
w )= 272 k2k/2%z% _ Y w — wp(v) ( )

e}

Devido ao comportamento em ordem dominante em ¢n s, é possivel reter somente a
contribui¢ao do autovalor w, para n = 0. Com isso, a solu¢ao para o Pomeron BFKL na
ordem dominante em ¢n s é dada por

, 1 1 s\ A (n?*(k?/k"?)
okl = o <\/ln(s/k2)> <E) - {2A’€n(8/k2)} ' 347
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Utilizando este resultado na Eq.(3.3.12), se faz imediata a obtengdo da amplitude ima-
gindria na configuragao de singleto de cor. Como nas Secoes anteriores, constroi-se a am-
plitude total pela soma da contribuicao do canal cruzado, fazendo uso das Relacoes de
Dispersao e projetando sobre a configuracao de singleto de cor. Como também foi obser-
vado, a amplitude para esta interacao é puramente imaginaria, sendo suprimida por um
fator de /n s em comparacao a interacao de octeto de cor. Portanto, a amplitude para o
espalhamento quark-quark via a troca de um Pomeron na aproximacao de fn s dominante,
¢é dada por

. 5 o | N2—1 d*k d’k’ F(s,k, X, q)
Ai(s,t) =1is(8m ) {TNC} (5ij5kl)/ (2n)? / 2r)? K2k — q)° (3.4.8)

possuindo a estrutura diagraméatica mostrada pela Fig.3.14.
Aplicando este procedimento para o espalhamento quark-quark, é possivel obter a se¢ao
de choque total através do Teorema Optico

1
old . = . ImA,(s,t =0) (3.4.9)
N2 1 F(s,k,K)
_ 2 c 2 2 5 By

Com o uso da amplitude BFKL, nota-se que a integral sobre o momentum do glion
trocado é divergente em infravermelho. Como ja discutido, esta divergéncia pode ser contor-
nada com o uso de um corte para representar o confinamento dos quarks. Com isso, se torna
necessario introduzir um limite inferior k2 . , permitindo o célculo da secao de choque

NZ—1 a2 [T ewo®)y
O-g(;]tal = 2N2 k2, / dV (1/27_‘_;) (3411)
c min J —00 4

2

min

onde a quantidade y é a chamada rapidez e é definida por y = ¢n (s/k
pode ser calculada facilmente, resultando em

). A integral acima

T(NZ—1) (al\ yeV
O-g(()ltal = NCQ (kiljn 8\/ﬁ (3412)

Em termos de s esta secao de choque cresce com

A
aq s

O’ ~Y
total
o Vins

a qual claramente viola o limite de Froissart-Martin, pois A > 1. Este fato mostra um dos
problemas que acompanham a Equacao BFKL: a violagao da unitariedade no caso de um

espalhamento envolvendo a interacao via escada de glions, ou seja, um Pomeron descrito
pela QCD.

(3.4.13)
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pr P
k k—q
K K —q
D3 £ = p/2

Fig. 3.14: Diagrama BFKL para o espalhamento quark-quark.

3.4.1 Difusao

A amplitude BFKL encontrada para o Pomeron, Eq.(3.4.7), possui a forma de uma distri-
buigao Gaussiana em ¢n(k? /k?), com uma largura crescendo com y = ¢n(s/k?). Entretanto,
com o aumento da energia, uma faixa cada vez maior de momenta transversos sao explora-
dos, eventualmente entrando numa regiao nao-perturbativa. Este fenomeno ocorre devido
ao fato de a Equacao BFKL ter a possibilidade de ser escrita como uma Equacao de Difusao,
com uma taxa de difusdo ¢n(k?/k’?) ~ y'/2.

Reescrevendo a Eq(3.3.13) na forma recursiva

Neay /ko {F(N)(W,kﬂ — (ki/k3) FN "V (w, k)
2 ° (k; — ko)?
K2FWV=1(w, k)

k3[k3 + (ki — k2)?] }
onde o super-indice N indica o passo de iteragao. Considerando a solugao na aproximagao
LLA, escreve-se uma solucao da forma

WwFM(w k) =

(3.4.14)

2

k_D = (k))} oy (E) (3.4.15)

PO~ () (0|
kO

pela qual é possivel chegar numa Equacao de Difusao do tipo

IM(N,E) N (N, )
ON 2 0¢

com N fazendo o papel do tempo. Assumindo o tempo N = 0, a funcdo de onda ¥ (N, ¢)
possui a forma Gaussiana

A (3.4.16)

¥(0,§) = : exp( 52), (3.4.17)

(ro2)i 202
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a qual, considerando um tempo N, possuira a forma

3 2
(N, §) ~ (2;,]\,) exp (—;SN) (3.4.18)

onde a largura inicial foi desprezada. Com a correspondéncia N/A — y = fn(s/k?) é
encontrada uma propagagao equivalente aquela vista no comportamente da Eq.(3.4.7). Em
suma, a tendéncia difusiva da Equacao BFKL revela que, com o aumento da energia, a
regiao infravermelha de momenta transversos se torna cada vez mais relevante, ou seja, em
algum momento o tratamento perturbativo se torna inaplicével.

3.4.2 Acoplamento dinamico

O efeito difusivo observado na Equacao BFKL parece sugerir o uso de uma constante de
acoplamento dinamico, diferentemente do que tem sido feito até aqui. O calculo para a
obtencao da Equagao BFKL foi seguido rigorosamente com uma constante de acoplamento
fixa. Porém, descartando inicialmente os diagramas de auto-energia e correcao e vértice, os
quais geram uma constante de acoplamento dinamica.

Uma tentativa adequada seria calcular a solucao para a Equacao BFKL em LLA com
um acoplamento dinamico. A estratégia desta tentativa é verificar a estrutura de singulari-
dades da amplitude BFKL quando tomar o acoplamento forte depender de uma escala de
energia da ordem do momentum transverso do glion. Um resultado desta tentativa [83] é
o surgimento de um espectro discreto para o nucleo da Equagao BFKL, tendo a amplitude
do Pomeron no plano w uma série de pdlos isolados, sendo o dominante identificado como
o Pomeron.

Além disso, também foi possivel através desta estratégia obter limites superiores e infe-
riores para o ponto de intersegdo da trajetéria dominante [102]. Utilizando uma constante
de acoplamento dinamica fixada a uma certa escala k3, o ponto de intersegao estd contido
num intervalo

1+1.2 (M) < ap(0) < 1+46n (M> . (3.4.19)

s s

Rigorosamente, o estudo para a constante de acoplamento dinamica necessita levar em
conta contribuicoes da proxima ordem dominante.

3.5 Solucao nao-frontal da Equacao BFKL

A derivacao da solugao para um momentum transferido nao-nulo, chamada de Equacao
BFKL nao-frontal, é um pouco mais complicada daquela calculada para t = 0. Com este
fim, é necessario introduzir a funcao de Green da Equacao BFKL definida no espaco do
parametro de impacto na forma

F(w,k X, q)
F(w,ry,ro,1),15) = /d2kd2k’d2q [ (k — q)2k?2

x exp{ik-r;+(q—k) - ro—k'-r'— (q -k ry]},
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a qual possui a relagao inversa

F(w7 k? k/? q)
(k= k”

1
52((1 - q/) = (271')8 /d2rl d2r2 d2I'/1 d2I'/2 F(wa Iy, Iy, r/17 I'/2)

x exp{—ik-r1+(q—k) - ro—k -r'—(q—k)-ry]}.
Utilizando as varidveis complexas p; e p; definidas como (i = 1, 2)

pi = @+ 1y (3.5.1a)
pi = x;+iy;, (3.5.1b)

pode-se encontrar as autofungoes para este novo nucleo pela Eq.(3.4.1), as quais tem a forma

1-n .

+iv * tn gy
P12 2 p 2
¢n,u(p107p20) = < ) <*—12*)
P10P20 P10P20

14+2iv—n * n
(&) . (3.5.2)

* *
P10P20

P12
£10P20

Substituindo esta expressao na Eq.(3.4.1) é possivel encontrar os autovalores correspon-
dentes. Através destas autofungoes, se faz direta a obtencao da solugao da Equacao BFKL
nao-frontal em termos de um conjunto completo de fungoes ¢, ,,

S (7 +%)
F(w,ry,ro, 1), 15) = / dv d’r
n_1\2 1) 2
e v )] [ ()]
Gnw(T10,T20) ¢Z,y(r1/07 ry)

w — wy (V)

(3.5.3)

Como ja efetuado antes, a contribuicao dominante dos autovalores provém do termo
n = 0. Logo,

—+00

/A 2
F(w,ry,re, 1), 15) :/ dv d°r

— 00

1/2

1)

Com esta equagao é possivel obter a funcao de Green da Equacao BFKL na representacao
de energia-momentum efetuando a transformada de Mellin da Eq.(3.5.1)

Fly,kX,q 1 /+°°
(k —q)?%k?  (27)8

[¢n,y(r107 ry0) ¢;,y(r1’07 %)

w — wp(v)

} . (3.5.4)

1/2

dv | 75—~
@+

exp [wo(v) y] Xu(k,q) X, (kK',q)  (3.5.5)

—0o0

onde y = n(s/|t]) e a funcao X, (k, q) é a Transformada Dupla de Fourier das autofungoes
da Equacao BFKL em ordem dominante

X, (k,q) = /d2r1d2r2 exp [—ik -r; —i(q —r) - 13| ¢, (r1,12) (3.5.6)
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3.6 Pomeron BFKL em NLO

Na aproximagao de préximo logaritmo dominante (NLLA), o nicleo da Equagao BFKL
possui uma estrutura similar aquela vista para o caso LLA

K(k,h) = 2¢(—k?)6*(k — h) + Kea(k, h) (3.6.1)

porém, a trajetéria do glion reggeizado €(—k?) deve ser calculada para a troca de glions
mediante dois lagos [103, 104] e a parte real do nicleo recebe contribuigoes referentes ao nivel
de um lago [105] e da producao de dois glions e do par quark-antiquark [106]. Além disso,
nesta ordem de aproximacao, as amplitudes recebem contribui¢ao também dos diagramas
ilustrados na Fig.3.12, os quais foram desprezados a nivel LLA.

No caso NLLA, os autovalores sao obtidos através da relacao

) h2 v—1
/d h K(k, h) (E) = w(v). (3.6.2)
Logo, os autovalores podem Ser expressos na seguinte forma

N.a, (k2 N.a, (k2
= # [X(O) (y) + #X(l)

™ ™

w(7) () (3.6.3)

onde () corresponde & contribuicio em ordem LLA, Eq.(3.4.5), com v = 1/2 +iv e
n=>0

X0 () = 2(1) — () — (1 —7) (3.6.4)

enquanto o termo ™M (7) representa as correcoes em NLO

W0 = -1 {5 (5 -3 [0 - v+ a1

— 60(3)+ W2C°Sm2)[3+<1+"f> 2131 —7) }

(senmy)(1 — 2y N3 ) (3—27)(1+2y)
- (F-T - wm - v - v -y
_o_m + 4¢(7)} . (3.6.5)
senmry

Nesta equacao os apostrofos significam diferenciagao, tendo a fungao ¢(v) a forma
1 1
dx dt
= — v-1 - — £ 1 - t -
o) = = [ e va) [ Fma—n

o [P 149) —9(1) | P(n+2—7) =)
D e AT ] @o9

n=0
A constante de acoplamento forte dinamica aplicada aqui pode ser expressa como

0 (K2) ~ (1) {1 _ O‘Siff) (11;\70 _ 2;”) tn (E—z)} | (3.6.7)
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Este autovalor obtido através da proxima ordem dominante possui dois tipos de correcao:
uma derivada da constante de acoplamento forte dinamica, pelo qual o resultado obtido em
nivel LLA difere deste pelo termo

Noas(p?) (11 2ny k?

e a segunda correcao, sendo o mais importante, esta ligada a independéncia com a escala de
energia adotada e ocorre devido a presenca do termo x(!)(v). Portanto, estas duas correcdes
permitem reescrever a equagao dos autovalores [Eq.(3.6.3)] da seguinte maneira [107]

w0) = [ o) + @] + o) (13- o) o (%) xm)l (369

] 12 6N,

independéncia de escala g
acoplamento evolutivo

Analisando esta expressao, pode-se observar que as correcoes para o autovalor a nivel
NLO sao grandes e negativas [108]. Observando a parte invariante de escala, o autovalor
dominante possui o valor para vy = 1/2

1
Wo = O_KSX(] (5) =2.77 Q. (3610)

Entretanto, em NLO este valor passa a ser
as X(M)],o1 = @& xo(y) +aixa(v)| 1 = wo(l — 6.61a,) = 2.77a, — 18.34a%, (3.6.11)
2

o qual, para o valor fixo de &y = 0.15, as correcoes em NLO sao negativas o suficiente para
cancelar a contribuicao referente ao nivel dominante. A partir deste valor, cada vez mais
sao maiores as contribuicoes negativas, as quais passam a dominar sobre a magnitude do
autovalor. Uma solucao para este problema seria considerar as contribuicoes préximas da
préxima ordem dominante, ou NNLO. Entretanto, neste nivel de precisao seriam necessarios
levar em conta diagramas de trés lacos, o que dificulta drasticamente os calculos. Outros
estudos [107] apresentam uma abordagem distinta a esta, procurando estabelecer as dificul-
dades encontradas a nivel NLO, sendo estas ligadas a escolha das escalas de energia a serem
utilizadas nos célculos.

3.7 Conclusoes

Neste capitulo a descricao do Pomeron segundo a QCD foi apresentada, ilustrando as suas
primeiras propostas. Neste sentido, foi apresentado o calculo das amplitudes de espalha-
mento que contribuem para esta descricao em todas as ordens em teoria de perturbacao.
Como resultado, foi demonstrada a descricao do Pomeron através da escada de glions,
introduzida segundo a Teoria de Regge.

Estendendo este cédlculo, a terceira Secao dedicou-se a introduzir a Equacao BFKL,
responsavel por descrever a evolucao em LLA da escada de glions. Com isso, as solucoes
frontal e nao-frontal desta equacao foram ilustradas, bem como evidenciando os aspectos
fisicos que este formalismo proporcionou. Por fim, introduziu-se a descrigao em NLO do
Pomeron BFKL levantando os principais aspectos que esta ordem em teoria de perturbagao
evidenciou.



Capitulo 4

Producao difrativa

4.1 O Processo difrativo

O processo difrativo é interessante do ponto-de-vista experimental devido as caracteristicas
especificas do estado final observado, facilitando a analise dos resultados experimentais.
Neste tipo de processo em altas energias ocorre a reacao onde as particulas envolvidas nao
trocam numeros quanticos durante a interagao. Logo, as particulas incidentes possuem os
mesmos numeros quanticos das particulas do estado final. Um exemplo disso é o processo
difrativo envolvendo fétons, onde estes podem, por uma interacao mediada pela troca de
nimeros quanticos do vacuo, convertem-se em mésons vetoriais no estado final [109].

Como descrito pela Teoria de Regge, a interacao entre hadrons em altas energias pode ser
entendida como a troca de Reggeons no canal ¢. Dentre estes Reggeons alguns possuem os
nimeros quanticos do vacuo, o mais conhecido sendo o Pomeron. Sendo assim, o Pomeron
pode ser empregado na andlise fenomenoldgica das interacoes hadronicas em altas energias,
pois sua troca implica em nao modificar os niimeros quanticos das particulas envolvidas. A
Equagao BFKL reuniu a esséncia da Teoria de Regge a fim de analisar a interagao entre
hadrons pela Cromodinamica Quantica. Como resultado, a troca de glions possibilita uma
forma de modelar a troca de Pomerons no canal t em processos de alta energia. Portanto, a
troca de dois glions, sendo a contribuicao de ordem dominante para o Pomeron, possibilita
uma forma simples a fim de contabilizar o Pomeron segundo a QCD perturbativa.

Uma defini¢ao mais geral foi proposta por Bjorken [110] sendo este processo caracteri-
zado em seu estado final por uma grande separagao angular entre as particulas, nao sendo
suprimida exponencialmente. No caso de jatos este fendmeno também é observado [111]. No
caso de processos difrativos, esta separacao angular é relacionada a uma variavel chamada
rapidez, denotada por y. Esta variavel é definida por

E+p.
E_pz

1
y=—=4{n (4.1.1)
2
a qual, relativisticamente, possui a propriedade de ser uma quantidade aditiva frente a
impulsos ao longo do eixo z. No limite de p, — oo, a variavel de rapidez adquire a forma

2p,
y o~ tn 22, (4.1.2)

my

onde m; = y/m? + p? é chamada de massa transversa.
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Fig. 4.1: Distribuicao de rapidez do estado final. A esquerda situa-se o estado hadronico e
o ponto a direita a particula 3. A escala superior representa a lacuna de rapidez
entre estado hadronico e a particula 3.

Para particulas sem massa, a variavel de rapidez é chamada de pseudorapidez, sendo
definida por

0
1= Ylm=o = —{ntang. (4.1.3)

Tratando processos inclusivos do tipo 1 4+ 2 — 3 + X, a andlise dos processos difrativos
pode ser efetuada com o auxilio da variavel de rapidez. No limite de alta energia, sendo a
particula 3 um fragmento da particula 1, pode-se escrever

1 FE ! s
gy = Lon B g V5 (4.1.4)
2 Es —pl my

onde o valor maximo de y3 corresponde a p; = 0, sendo
s
Vs (4.1.5)

(y3) n m

O estado hadronico X possui uma distribuicao em rapidez devido a sua estrutura interna
ser composta de inimeras particulas, cada qual com uma rapidez individual. Com isso, este
estado possui uma rapidez média expressa por

S
Vs (4.1.6)

A rapidez maxima que o estado X pode assumir corresponde a da particula que possuir
momentum ~ 4/s/2 e massa transversa ~ m

|yX‘max = €n£7 (417)
m

a0 passo que o valor minimo de rapidez corresponde a particula de momentum ~ (m/M)\/s/2
e massa transversa ~ M

my's (4.1.8)

|yX‘min = gn M )
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Fig. 4.2: Diagrama de Feynman para o Espalhamento Profundamente Ineldstico Difrativo.

onde a Fig.4.1, chamada “Lego plot”, ilustra esta observacao.

O grafico ilustra a observacao em rapidez do estado final do processo, onde se pode
efetuar uma estimativa da lacuna de rapidez Ay entre a distribuicao de rapidez do estado
hadronico X e a particula 3

Ay:ﬁng +n my's ~tn -2 (4.1.9)

4.1.1 O DIS Difrativo

Em uma fracao dos processos que ocorrem no DIS, o préoton incidente quase que permanece
inalterado apés a interacdo. Neste caso, é comumente chamado de DIS Difrativo (DDIS), o
qual é ilustrado pela Fig.4.2 no caso semi-inclusivo

(+p—0+p+X (4.1.10)

A existéncia da lacuna de rapidez entre o estado final hadronico e o préton indica a
ocorréncia do processo difrativo, ou seja, a interagao entre o proton e o foton virtual ocor-
reu pela troca de um Pomeron. Portanto, na interacao via troca de um Pomeron, a carac-
teristicas marcante entre os objetos do estado final sera a existéncia desta lacuna de rapidez.
Como de pode ver pela Fig.4.2, o Pomeron emitido pelo préton carrega uma fracao de seu
momentum.

Devido a semelhanca em comparacao ao DIS, através do DDIS também é possivel obter
as funcoes de estrutura difrativas e as distribuigoes de partons nos hadrons, porém, neces-
sitando de uma abordagem distinta. Muito além desta semelhancga, o DDIS explora uma
regiao onde a Teoria de Regge se faz um tanto complicada em comparacao aos processos
analisados nos Cap.2 e 3. No tratamento de processos inclusivos, a Teoria de Regge conven-
cional e o DDIS parecem semelhantes no que tange a observagao de estados iniciais e finais.
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Fig. 4.3: Relacao entre difra¢ao hadronica e DDIS.

Entretanto, as interacoes que concernem a cada tratativa possuem aspectos bem distintos.
Como foi visto anteriormente, a Teoria de Regge consiste em uma abordagem fenomenologica
para o tratamento de colisoes hadronicas em altas energias. Desta forma, a interagao por
Reggeons (incluindo o Pomeron), se faz presente na maioria dos casos. Contudo, no caso
do DDIS, a aplicagao da mesma abordagem gera novas formas de interagao, devido ao fato
de o estado inicial ter substituido um hadron por um féton virtual, como ilustra a Fig.4.3.

A Teoria de Regge para o DDIS na regiao cinemética W2 > M? Q% > t prediz
interacoes envolvendo Reggeons ligados aos vértices IPIPIP e IPIPIR. Com isso, a segao de
choque para o DDIS pode ser expressa como

dg?*p 2
m = flp(l'lp,t)g,y*lp(ﬁ, M ) (4111)
onde
p = 0) 2z 2er® bo -+ 200 I —— ) ¢ 4.1.12
firamst) = 5l (0) i ™™ Ve | (B0 + 20 00— (1112
é chamado de fator de fluxo de Pomeron e
oo (B, M?) = Ap(Q) POl (4.1.13)

é a segao de choque de espalhamento v*IP, com 3 ~ Q?/M? para grande M?. A partir disso
é possivel obter a funcao de estrutura do Pomeron, escrita da forma

Q2

Py JWp(ﬁ Q). (4.1.14)

FY(8,Q%) =

Conceitualmente, considerar uma estrutura partonica para o Pomeron pode ser inapro-
priado, mas é largamente utilizado na literatura [112]. Em LO, a fungao de estrutura do
Pomeron pode ser escrita em funcao das distribuicoes de quark e antiquark no Pomeron

FY(8,Q% = Ze%qfP B3,Q%). (4.1.15)
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A varidvel 8 = x/xp é vista como a fragdo de momentum portada pelos quarks e antiquarks
e ¢¥(3,Q?%) é a probabilidade de encontrar um quark com fracao de momentum 3 dentro
do Pomeron. Considerando a contribuicao em NLO, a funcao de estrutura descrita na
Eq.(4.1.14) adquire um termo referente aos glions no interior do Pomeron. Independente
em que ordem for aplicada, a consideracao da estrutura do Pomeron depende de Q?, ou
seja, a sua evolucao é governada pela Equacao DGLAP.

Entretanto, esta consideragao implica em tomar a probabilidade de encontrar um consti-
tuinte no interior do Pomeron, isto é, implica em considerar o Pomeron como uma particula
real, o que nao é o caso. Logo, esta abordagem somente se aplica em uma visao fenome-
nolégica.

4.2 Difracao em colisoes hadronicas

Diversos experimentos analisaram processos difrativos envolvendo a colisao de hadrons.
Com isso, observou-se que os estados finais apresentavam trés distintas formas de grafico
em Lego: lacuna de rapidez central (Difragao Dupla), uma lacuna de rapidez (Difracao
Unica) e duas lacunas de rapidez laterais (Troca Dupla de Pomeron). A Fig.4.4 apresenta a
comparacao entre as formas de lacunas de rapidez. Em sua maioria, os processos hadronicos
possuem um estado final com dois jatos, tornando fundamental uma anélise geral dos dados
do processo a fim de identificar as lacunas existentes.

4.2.1 Difracao Dupla

Analisando dados coletados nos experimentos CDF e D@ do Tevatron-Fermilab foi possivel
observar que a razao entre os processos difrativos e nao-difrativos era menor do que aquela
observada em HERA. Logo, a contribuicao de Dupla Difragdo possui um comportamento
decrescente com a energia. Isso pode ser explicado com o conceito de sobrevivencia da
lacuna de rapidez. Esta quantidade é definida como a probabilidade (S?) de que a lacuna
de rapidez, frente a eventos de interagao entre as particulas espectadoras, nao ser preenchida.
Com isso, o comportamento observado entre HERA e Tevatron é mais acentuado devido a
existir um maior niimero de partons espectadores no caso de colisoes pp do que em colisoes
Yp-
Na representacao eikonal, a probabilidade (S?) é dada por [110, 113]

[ d2bT 7 (b)S%(s,b)
[ d2bL 1 (b)

(8% = (4.2.1)

onde T'g(b) é a funcao perfil para o processo duro de espalhamento e S?(s,b) é a proba-
bilidade de que interagoes ineldsticas nao ocorram durante o processo. Para as colisoes
hadron-hadron, a probabilidade de sobrevivéncia da lacuna de rapidez foi estimada em
aproximadamente (S?) ~ 0.05 — 0.10 para /s = 1.8 TeV [110].

Como evidenciado por CDF e D@, esta probabilidade de sobrevivéncia deve depender
da energia, pois com o aumento de energia entre HERA e Tevatron, um decrescimento foi
observado para a razao entre os processos. Logo, com o aumento de energia, as particulas
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Fig. 4.4: Diagrama de Feynman dos processos difrativos e os grdfico em Lego dos estados
finais: (a) Difra¢do Dupla, (b) Difragio Unica e (c) Troca Dupla de Pomerons.
Os grdficos em Lego sao descritos pelas varidveis ¢, que representa o angulo
azimutal e n, a pseudorapidez.

espectadoras tendem cada vez mais a interagirem, culminando no preenchimento da la-
cuna de rapidez. Este comportamento pode ser notado através do tratamento com a QCD
perturbativa no modelo de multiplas interagoes [114].

4.2.2 Difracao Unica

O processo de difracao ilustrado pela Fig.4.4b representa a colisao pp mediada pela troca
de um Pomeron no canal t, o qual é, por exemplo, emitido pelo antipréton, que por sua
vez experimenta um espalhamento duro com o préton incidente, formando no estado final
um sistema hadronico. Através deste processo é possivel analisar a estrutura partonica do
Pomeron e as fungdes de estrutura difrativas [115].

Como conseqiiéncia desta analise, a extracao das fungoes de estrutura difrativas a partir
de experimentos pp demonstra uma violacao da fatorizacao da QCD no caso de proces-
sos hadron-hadron difrativos. O entendimento tedrico desta quebra de fatorizacao ainda é
duvidoso, pois além do processo duro de espalhamento existem efeitos nao-perturbativos
associados a formagao da lacuna de rapidez. Em conseqiiéncia, como foi apresentado an-
teriormente, as distribuicoes partonicas difrativas obtidas a partir do DDIS nao podem ser
utilizadas para predizer processos difrativos duros em colisoes pp. A Fig.4.5 ilustra a dis-
crepancia entre os dados da funcao de estrutura difrativa obtidos em CDF e obtidos com o
uso das distribuigoes partonicas difrativas do DDIS.

4.2.3 Troca Dupla de Pomerons

A troca de dois Pomerons no canal ¢, sendo visto pela primeira vez em CDF [116], implica na
producao de jatos na regiao central de pseudorapidez, como ilustra a Fig.4.4c. Neste caso o
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Fig. 4.5: Funcao de estrutura difrativa F]? como funcgao da varidvel 3, a qual define a
fracao de momentum portada pelo pdarton no Pomeron. As linhas superiores
determinam a expectativa para o processo levando em conta as distribuicoes
partonicas difrativas obtidas a partir do DDIS pelo experimento H1 [117].

préton e o antipréton emitem um Pomeron cada, os quais experimentam um espalhamento
duro formando jatos.

A andlise deste tipo de evento é feita em comparacao ao resultado obtido para a Difracao
Unica. A medida da quantidade RRY, a qual define a razao das segoes de choque dos proces-

sos de Difragao Unica e nao-difrativo, pode ser confrontada com RJPY. Ambas se igualam

assumindo o esquema de fatorizacdo. Por facilidade, estima-se a razao D = RRp/RL0Y, a
qual revela a violagao da fatorizacao caso esta razao desvie da unidade.

Com isso, o experimento CDF efetuou a medida das razoes TDP/DU e DU/ND a fim
de verificar a existéncia ou nao desta violagao. A Fig.4.6 representa os dados obtidos por
CDF para ambas as razoes em funcao da fragao de momentum do préton z portado pelo
parton, em um intervalo cinematico abrangendo regioes distintas da fragao de momentum
do préton (antipréton) &, (&) carregado pelo Pomeron. O desvio entre ambas é clara, o que

leva a um desvio da unidade da razao D em torno de 20%.

4.3 O Modelo de Khoze, Martin e Ryskin

O processo de difragao exclusivo por meio da Troca Dupla de Pomerons permite a producao
central de determinados estados finais de singleto de cor, incluindo a producao do béson de
Higgs. Com isso, aliado ao fato da anélise final por meio das lacunas de rapidez, a produgao
do boson de Higgs se torna factivel e, acima de tudo, facilitada pela particularidade do
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Fig. 4.6: Comparacao entre as razoes das se¢oes de choque de espalhamento TDP/DU e
DU/ND por unidade de &, varidvel que corresponde a fragao de momentum do
prdton (antiprdton) portada pelo Pomeron, em fungao de x, a qual € definida pela
fragdo de momentum do préton (antipréton) carregado pelo pdrton [116].

estado final do processo difrativo.

Seguindo a idéia de Low e Nussinov, o Modelo KMR considera a troca de Pomerons no
canal t como sendo a troca de dois gliions, a sua contribui¢cao de ordem dominante. Contudo,
para a producao central do béson de Higgs, é necessario que exista um vértice central que
possibilite esta producao. Com isso, a troca de dois glions é levemente modificada, onde
a segunda troca consiste na emissao de um glion a partir de cada uma das particulas,
providenciando com a fusao deste glions o vértice necessario para a producao do Higgs, o
qual ja conhecido na literatura [118]

Kok
Vit = 6% gy — === | V. 4.3.1
puv (gﬂ /{?1~/{52) ) ( 3 )
onde
M2« M? 2 M3«
V="H2p () g 22 4.3.2
47rv <mt2) 3 4mv (43.2)

sendo a aproximagao para a fungdo F'(z) valida para uma massa do bdéson de Higgs nao
muito grande (< 200 GeV) [119]. Como tratado no Cap.1, o canal de decaimento em dois
glions para o processo de produgao do bdson de Higgs é possivel, o qual é o canal de
decaimento dominante para massas intermediarias do boson de Higgs.



Capitulo 4. Producao difrativa 113

/ BFKL T
Ty T k A’f}l P
Q — ] Q — ] C—» Ian
An:
4 T3 BRkLS) 2 2 P &,

Fig. 4.7: Diferentes mecanismos para a producao central pela Troca Dupla de Pomerons
em colisoes pp em altas energias [120).

A Fig.4.7 ilustra trés possiveis processos difrativos onde o modelo KMR se aplica [120].
O primeiro diagrama representa um dos processos exclusivos para a producao do béson de
Higgs. Entretanto, por propriedades de unitariedade, a contribuicao dos diagramas pode
ser expressa diretamente pela descontinuidade no canal s do primeiro diagrama [121].

A produgao através da colisao entre prétons é descrita como

pp—p+H+p (4.3.3)

onde o sinal “4” denota a presenca de lacunas de rapidez no estado final. Uma vantagem
oferecida por este modelo, entre outras, é a existéncia destas lacunas no estado final, o que
possibilita a identificacao de processos envolvendo uma Fisica ainda nao bem entendida
(Higgs, SUSY,...) [122]. Como ja introduzido na Sec¢ao anterior, processos de Difragao
Dupla permitem a interacao entre os partons espectadores. Logo, é de suma importancia
contabilizar a probabilidade de sobrevivéncia da lacuna de rapidez a fim de identificar a
producao central do boson de Higgs. No modelo KMR esta probabilidade de sobrevivéncia
¢ composta de duas contribuicoes: a primeira, S2, referente ao reespalhamento macios dos
pértons, e a segunda, T2, se refere & emissao de gltions por bremsstrahlung pelos glions do
sub-processo gg — H, o que é associado ao fator de forma de Sudakov [123].

Como a massa do béson de Higgs fornece a escala dura do processo, a QCD perturbativa
pode ser aplicada para calcular a amplitude do processo exclusivo, a qual corresponde a [124]

sz _ 2 2r2
M= Ax® [ LS, Q) (2, OF) (4:3.4)
onde Q7 corresponde ao momentum transverso dos glions e A é um fator associado ao
vértice gg — H

A=(2Gp)? a,(M%)/3n. (4.3.5)

Neste calculo foi considerado que os quarks do estado final nao possuem momentum
transverso, o que implica em Qr = —kjr = ko, 0 que gera o termo 1/Q7%. Este resultado
¢é importante, pois a producao central deve possuir uma componente z de momentum an-
gular nula no limite em que os prétons sao espalhados em pequenos angulos. Logo, uma
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consequiéncia imediata desta observacao ¢ a viabilidade do decaimento do béson de Higgs
em um par bb [119].
A exponencial carrega o fator de forma de Sudakov S(Q%, M%) definido por

2
Milt Cyo(ph) dp} /MH/z dE _ 30, , (M}i,) (43.6)
P

S(Q7, M7) :/ T " in 102

2
Q% ™ Pr T

onde E e pr sao a energia e o momentum transverso de um glion emitido no referencial de
repouso do Higgs. Esta expressao é valida para uma precisao em DLLA.

As fungoes f,(z;, Q%) sdo as densidades de glions nao-integrada nos prétons e podem
ser escritas em termos da distribuicao de glions convencional pela forma

0

2 2

x, = — |zg(z, . 4.3.7

fo(z, Q7) oin Q?p [ g( QT)} ( )
Contribuig¢oes advindas de uma precisao em LLA podem fornecer termos logaritmos mais

significativos que na precisao DLLA. Desta forma, é importante levar em conta os fatores

de forma de Sudakov em uma precisao LLA. Assim, a densidade de glions nao-integrada é

escrita na forma [119]

0

folz, Q%) = 9in Q2.

(T(Q7F, 1) xg(x, QF)] (4.3.8)

onde T(Q3,u) é a probabilidade de sobrevivéncia para que um glion com z, ' = z e
momentum transverso Qr seja intocado durante a evolucao até a escala dura pu(= My/2).
Esta probabilidade possui a forma

2

W (p%) dpt 18
T(QF, i) = exp —/ T—T/

2
T

2Pyy(2) + Y Py dz> : (4.3.9)

onde A = 2Pp/Mpy e Pyy(2) e Pyy(2) sao as funcoes de desdobramento da Equacao DGLAP.
Esta amplitude de espalhamento é calculada considerando que os prétons do estado
final sejam frontais, produzindo um bdson de Higgs com pequeno momentum transverso.
No célculo da se¢ao de choque diferencial do/dyy(yg = 0), a presenca do acoplamento
préton-Pomeron exp(bt;/2), com b = 5.5 GeV ™2, nos vértices do diagrama suprimem a
produgao em grande g [124].
Portanto, a se¢ao de choque é encontrada em termos da rapidez do béson de Higgs [124]

do [MJ?
dyy — 16273b2

(4.3.10)

onde na amplitude M se aplicam os aspectos fenomenolégicos descritos acima.

Entretanto, o processo exclusivo esta longe de representar a natureza das colisoes hadronicas,
visto que os estados finais podem nao corresponder facilmente a um processo elastico. Dessa
forma, é necesséario estender a conjuntura do processo de espalhamento para processos in-
clusivos. Assim, o modelo KMR engloba as colisoes Difrativas Duplas inclusivas, as quais
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|  Massa My (GeV)

‘ Oexcl ‘ Oincl [Aﬁ = 2<3>] ‘

Tevatron (/s = 2 TeV)
100 0.071 |  1.10 (0.09)
120 0.030 |  0.62 (0.05)
140 0.018 |  0.38 (0.03)
160 0.008 | 0.25 (0.02)
LIC (/5 = 14 TeV)
100 2.40 49 (5.5)
120 1.40 36 (3.9)
140 0.86 28 (2.9)
160 0.55 21 (2.3)

Tab. 4.1: Se¢ao de choque 0 = do/dyy(yg = 0) (em fb) para a producdo central do bdson
de Higgs em colisoes pp (ou pp) a energias de centro-de-massa /s = 2—14 TeV
em processos exclusivo e inclusivo. Os processos inclusivos sao estimados para
lacunas de rapidez An = 2 e An = 3. As secoes de choque sao obtidas usando
S2 . =0.1 [124].

spec

proporcionam uma se¢ao de choque significativamente maior comparada a obtida através do
processo exclusivo [125]. A Fig.4.7b ilustra o processo, o qual possui uma segao de choque
da forma

do  81A%a;

_ dQ? dQ” dt, dt —(n1+mn24n]+nh+51+S52+5]+55) /2
dyH 297 .

Q> Q7 t t

As quantidades com apostrofo designam termos provenientes da amplitude conjugada
complexa. Os termos envolvendo a quantidade n; sao responsaveis pela supressao advinda
dos efeitos de QCD radiativa. Ja termos em .S; estao ligados aos fatores de forma de Sudakov,
os quais determinam que glions nao sejam emitidos no intervalo kp < pr < My /2.

Com isso, as secoes de choque previstas para os processos exclusivo e inclusivo podem
ser comparados, o que é mostrado pela Tab.4.1. Como pode ser visto, as estimativas das
secoes de choque para o processo inclusivo proporcionam um numero significativamente
maior de eventos de producao do béson de Higgs em comparacao ao processo exclusivo,
principalmente em LHC.

Estes resultados sao obtidos numericamente de forma que se possa efetuar a andlise
fenomenoldgica do processo exclusivo [119]. A Fig.4.8 ilustra os resultados do Modelo KMR
utilizando distintas func¢oes de distribuicao de glions e a dependéncia em energia da segao
de choque diferencial para rapidez central. Outras andlises deste modelo sao estudadas
verificando, assim, as caracteristicas fenomenoldgicas presentes nesta abordagem. Além
disso, o Modelo KMR é comparado a outra proposta para a producao do bdéson de Higgs,
onde se utilizam propagadores de gliions reggeizados, os quais previstos pela Teoria de
Regge.

(4.3.11)
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Fig. 4.8: Resultados numéricos obtidos através do Modelo KMR [119]. A figura a esquerda
tlustra o resultado para se¢ao de choque diferencial com fatores de forma de Suda-
kov em LLA utilizando diversas parametrizacoes para a distribuicao de glions no
proton. A figura a direita apresenta a dependéncia da secao de choque diferencial
em relagdo a energia de centro-de-massa \/s.

4.4 Fotoproducao difrativa

A interacao entre protons através da troca de um Pomeron ja foi apresentada ante-
riormente, sendo evidenciada a existéncia, em todas as ordens em teoria de perturbagao,
de uma escada de glions, a qual representa esta interacao. Um processo similar a este é
o chamado Espalhamento Compton Profundamente Virtual (DVCS) [126, 127], pelo qual
um dos prétons é substituido por um féton com virtualidade Q?. Desta forma, o mesmo
mecanismo empregado para o estudo da interacao via troca de Pomerons no canal ¢t pode
ser aplicado a interacao foton-quark. Como se vé, o processo estudado no Cap.3 somente se
difere do Modelo KMR pela adigao de um vértice para a producao do béson de Higgs. Logo,
efetuando esta mesma adicao ao DVCS, se torna possivel estudar a produgao do bdson de
Higgs através do processo v*q(p).

De forma similar ao que ocorre no DDIS, a producao difrativa do béson de Higgs pela
interacao foton-quark pode ser mediada pela Troca Dupla de Pomerons. Para este fim, o
Modelo KMR ¢ aplicado a fim de representar a troca de Pomerons entre o féton e o quark.
Contudo, os glions que simulam a troca de Pomerons nao interagem diretamente com o
féton segundo a QCD, mas sim com a flutuacao do f6ton num par quark-antiquark. Devido
a similaridade entre os processos difrativos, a analise fenomenoldgica aplicada ao Modelo
KMR pode ser empregada ao processo de fotoproducao difrativa.

A fim de estudar a interagao féton-proton em altas energias, é possivel considerar o féton
como oriundo de um campo de fétons de um segundo préton. Este fenomeno ocorre em
colisoes periferais, onde a colisao entre prétons nao ocorre diretamente, sendo tomado um
parametro de impacto para a colisao

b> 2R (4.4.1)
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onde R determina o raio do proton. Logo, considera-se a interagao entre os protons sendo
mediada pela interacao féton-préton ou féton-féton [128].

Como ilustrado no modelo KMR, a escala dura que permite o uso da QCD perturbativa
esta ligada a massa do boson de Higgs produzido centralmente. Da mesma maneira, a vir-
tualidade do féton pode implicar em uma escala dura para o processo difrativo, permitindo a
producao de outras particulas, como jatos e mésons vetoriais. A Fig.4.9 ilustra um dos dia-
gramas de Feynman que representam o processo de espalhamento difrativo para a producao
central do boson de Higgs. Os demais diagramas sao obtidos trocando os vértices gluonicos
entre os quarks do dipolo de cor. Além disso, o vértice qgg é tomado na aproximacao eiko-
nal, dando lugar a dindmica de um Pomeron macio, ou seja, seu momentum é muito menor
do que das particulas incidentes.

A amplitude de espalhamento envolvendo uma flutuacao do féton incidente em um par
quark-antiquark pode ser descrita por dois formalismos mateméaticos. O Modelo de Dipolos
[129] descreve esta flutuagao levando em conta a fun¢ao de onda do féton em dissociagao
num par qq, pelo qual interage via QCD com as demais particulas do sistema. Em contraste,
esta flutuacdo pode ser descrita por uma funcdo chamada fator de impacto [95, 130], onde
a interacao com o lago gerado pela flutuacao é descrita diretamente com os glions. Para a
fotoproducao difrativa, é conveniente utilizar a segunda possibilidade, pois para o Modelo
de Dipolos a interagao do quark (préton) com o dipolo de cor nao é conhecida precisamente,
sendo necessario uma parametrizacao dos dados de DIS para descrever a secao de choque de
interagao [131, 132]. Logo, com a adigdo de um vértice representando a produgao do bdson
de Higgs, ndo ha forma de parametrizar a interagao do quark (préton) com o dipolo de cor.

O célculo da amplitude deste espalhamento é facilitado considerando as Regras de Cut-
kosky [96], como utilizado anteriormente

ImA — % / d(PS)s Ap Ap (4.4.2)

onde Ag e Ap representam as amplitudes do lado esquerdo e direito, respectivamente, do
corte ilustrado pela Fig.4.11 e d(PS);3 é o elemento diferencial do Espago de Fase de trés
corpos. Como foi visto para a interagao entre quarks via dois glions no estado de singleto,
a amplitude de espalhamento é predominantemente imaginaria. Logo, para o calculo da
amplitude da producao difrativa, leva-se em conta somente a sua parte imaginaria [119]

Cada lado do corte pode ser considerado como a interacao da parte superior do diagrama
com a sua parte inferior. Dessa forma, é necessario considerar o vértice efetivo a nivel de
Born [133, 134] para a interagao do glion com o sistema ~*qg, como ilustra a Fig.4.11.
Cada um dos vértices efetivos representa a interagao dos glions com cada um dos quark da
flutuacao do féton. Logo, cada vértice representa duas contribuicoes para o processo. Os
indices utilizados para obter a amplitude de espalhamento sao denotados por: (a,b,c, ..., j)
definem os momenta quadrivetoriais, (A, B, C, ...) sdo os indices de cor, (u, v, ...) determinam
os elementos das matrizes quadrivetoriais e (A, B, ...) definem os elementos das matrizes de
cor.

As contribuigoes dos vértices efetivos sao calculadas considerando os diagramas possiveis
para o acoplamento v*g [76]. Dessa forma, os diagramas possiveis para o vértice efetivo do
lado esquerdo sao ilustrados na Fig.4.10, pelos quais é possivel obter os respectivos diagramas
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Fig. 4.9: Diagrama que representa a producdo difrativa do boson de Higgs com o uso do
Modelo KMR.

do vértice efetivo do lado direito pela reversao dos momenta das particulas. Logo, os vértices
efetivos correspondem a

X = X+ XE) = igseeq(t) as

000 [P s+ (0 | S 000} 030
X" = Xy + Xy = igseeq(tT)sa

X {(v‘)m {%} (Y)ne + (7)en {%} ('VZ)@\} (4.4.3b)

onde os indices (1)’ e ’(2)’ representam as contribui¢oes da Fig.4.10 dos respectivos lados
do corte.
Portanto, o produto das amplitudes de ambos os lados do corte pode ser expressa por

€a €y,

1
Ao = (an a2 3 (P )Vt 5 [ma(t o]
q C

x 2 {%4 Te [(d— Dy We(k+ D' 1]
+ m Te [(4— D (k+ 1= " (F+ Dy 7' } Apep" (4.4.4)

onde €, e € correspondem as polarizacoes dos fétons incidente e final, respectivamente.
Os tragos presentes nesta equacao se referem ao lago fermionico presente no diagrama. O
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Fig. 4.10: Diagramas que contribuem para o vértice efetivo. O acoplamento das amplitudes
destes diagramas com suas conjugadas complexas dao origem aos diagramas que
representam o laco fermionico.

acoplamento dos diagramas da Fig.4.10 produzem dois lagos fermionicos: ambos os glions
acoplando a linha fermionica superior e um glion acoplando a cada linha do lago. Rever-
tendo as linhas fermionicas se obtém os outros dois lagos possiveis: acoplamento dos glions
a linha inferior e acoplamento a cada linha de forma inversa a anterior. Entretanto, as
contribui¢oes obtidas com a reversao da linha fermionica contribui identicamente do que os
outros dois diagramas. Entao, por simplificacao, leva-se em conta duas vezes a contribuicao
dos dois diagramas iniciais.

A partir disso se torna interessante introduzir as variaveis de Sudakov a fim de decompor
os momenta envolvidos. Nesta parametrizagao, considera-se as varidveis cinematicas [135]

Q2
s=(q+p)? e

(4.4.5)

onde s é a energia de centro-de-massa do sistema féton-quark e x a varidvel de Bjorken
importada do DIS. Além disso, empregam-se os momenta

¢ =q+ap q? p*=0. (4.4.6)

Dessa forma, a decomposicao dos momenta é exercida na forma

"= o™+ ppt+ 1 (4.4.7a)
o= ard™ + G + K (4.4.7b)
rt = a.¢"+ B+ (4.4.7¢)

Logo, a partir desta parametrizacao, se torna possivel obter os momenta definidos no
denominador da Eq.(4.4.4)

B aq(l—w)@*+1] Dy
P o= { — ] = (4.4.82)
(4k—q? = — [al(l—al)Q2+(l+k)2] E_&. (4.4.8b)
[87] 87



Capitulo 4. Producao difrativa 120

lllt (a0, A) | (e, A)
|
v A | b\, v
(C% 1) Zg 3.B) | (\B) ( ) 1)
(c, A) ) | ) (¢, F)
I L
|
Lt I *-—> qg
(i, D)
| y
|
(d, B) | (h,C)
pu > . 4 > | > L 2 »- p,u

M) NN | ENN) (p P A

Fig. 4.11: Diagrama para a producao do boson de Higgs com o corte determinado pelas
Regras de Cutkosky e os indices utilizados no cdlculo da amplitude de espalha-
mento.

Considerando que as linhas de quark no corte do laco estejam na camada de massa, obtém-se
uma relacao idéntica aquela obtida na Eq.(3.2.8).

Por fim, somente resta aplicar a decomposicao de Sudakov para obter o elemento dife-
rencial do Espaco de Fase de trés corpos

d'fi d'fs d'fs o0 cey oo 451
Jaess = [ GGl Sl aumaun s entstarr—fi- - 1y
1

= Gy / d'1d'k8([q —17) ([1 + k1) 6([p — k). (4.4.9)

Desta forma, tem-se

2 2
/ d(PS)s = / doy dy d°] / day, dBy d’k 6 (@ + % + 817)

(1 — Ozl)
a ;i{) + ﬁl) §(ags + k). (4.4.10)

X 5(/6k+

Portanto, integrando sobre as fungoes delta de Dirac, a parte imaginaria da amplitude
é expressa como

ma = 1 (2)ata 3 (59 [(nctrt)an)

q

d2k (1 _ al) Tac@b Tcaéb (]{7 _p>
d d*1 V | pepe — ———=p, 4.4.11
X / N5 { o (Di)? + D1D2} {p De 2 Pelt ( )
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onde as funcoes T e T* s3o os tracos definidos pela Eq.(4.4.4) e utilizou-se a relacio
k* ~ —k?. Como é de interesse explorar a regido cinemética do decaimento do bdson
de Higgs em pares bb, a expressio da parte imaginaria da amplitude de espalhamento foi
calculada na aproximacao k? = r2.

Através da integragao das fungoes delta de Dirac, novos coeficientes foram obtidos para

os momenta envolvidos

" o= " — Q%+ r p—u+l“ (4.4.12a)
! 1—0&1 S L o
k2 12 1+ Kk)? Iz

o= gy <Q2+ _|_( + k) )p——i—k‘i (4.4.12b)
s 11— o s

Logo, pode-se expressar o momentum transferido ¢ na forma
t=(k+r)?=—(k+r)*=—4k* = M}. (4.4.13)

A ltima varidvel fisica que é necessaria ser levada em conta sao as polarizagoes dos
fétons do processo. Neste caso particular, nao ha perda de momentum por parte do féton,
ou seja, nao ha momentum transferido do féton apds a troca de glions com o quark: k = k;.
Portanto, a polarizagao final nao carregada parte transversa, permitindo aplicar a soma das
polarizacoes da seguinte maneira

Lo L 4Q* paps

e = (4.4.14a)

4Q? p,
Y e = —%ﬁ%ppb, (4.4.14b)

onde os super-indices denotam polarizacoes longitudinais e transversais. Estas expressoes
incluidas na parte imaginaria da amplitude geram as amplitudes longitudinal e transver-
sal do processo em relacao a polarizagao dos fétons. Entretanto, como se pode ver na
Eq.(4.4.11), existe um termo k- p = ay.s/2. Na parametrizagdo de Sudakov o coeficiente o é
aproximadamente 1, o que permite desprezar oy [127]. Logo, o termo referente ao produto
(k - p) pode ser desprezado. Com isso, a parte imaginaria da amplitude, tanto longitudinal
quanto transversal, se reduz a

ImA ~ 1 402? o2 2 Nc2 —1
(ImA), =~ 3 QasaZeq e Vv
q C
1 (1 - Oél) Fg
day d*1 &’k — r 4.4.1
X / (0%} kG{ Ozl(D%) 1+D1D2} ( 5&)
1 9 Nf —1
R C b b
1 (1 — Oél) a
X /dOél d21 d2k E {Tl)% (—82 GJab Flb + 4@27TF1)
1
+ DD, (=% g TS + 4@27@)} (4.4.15b)
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onde
Iy = Te[(d— D E 1P+ K) ¥ 1Y (4.4.16a)
Ty = Te[(d— }) p(f+ - o) p(F+ 1) ¥ 1 ¥ (4.4.16b)
0 = T [(d— D" F B+ K) ¥ ] (4.4.16c)
Iy = Tr[(d— D) p(k+ 1— i (k+ D ¥ '] (4.4.16d)

Efetuando o célculo destes tragos numericamente [136], é possivel escrever as amplitudes
em termos dos denominadores D; e Dy, simplificando as expressoes significativamente. Logo,
a amplitude transversal se reduz a forma

\% QCF d2k 51 5 + 2SD1 - 28D2
ImA)r = [ — ] o? 2 == /d Al —= | = 4.4.1
(In )7 (ﬂ)%a;eq(m) ot G | S SEZD B (g

onde a integral em «; compreende o intervalo (0, 1), e as demais, o intervalo (0,00) e as
fungoes sao definidas por

& o= 4Qu(l — )1 —ay+of)s (4.4.18)
¢ = — 2K +4Q%q(1 — ay)] (1 — 20y +207)s (4.4.19)

62 - €‘|‘ 2SD1 — 2$D2
= —[AK*+8Q%w(1 — )] (1 — ay + of)s + 4Q%ay(1 — ay)s — 4(k - 1)s (4.4.20)
& —4(k-1)s.

A integracao em relagao ao momentum 1 pode ser efetuada diretamente, tendo de-
pendéncia somente no tultimo termo de &. Com esta finalidade, é necessario utilizar o
método de Regularizagao Dimensional, pelo qual a integral é calculada em D —4 dimensoes.
Para as integrais da amplitude de espalhamento, duas expressoes serao necessérias

D Dp _ 2 T(A-2) (=k,) )
D 1 o P(A-%) 1
/d Pkt T T T@A) Bk (4.4.21b)

Desta forma, as integrais em relacao a 1 sao efetuadas

2 1 B T
/d 1 [12 + Q2Oél<1 — al)]2 o Q2al(1 _ al) (4422&)

/ -2 / 1 & dr (4.4.22b)
D1 D, o K1 —72)+Q*xu(l — )

k-1 7k? [! 1
2] = — / 4.4.22
[ 5= L =) T Cai—a) (4.4.220)
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onde foi utilizado o parametro de Feynman na segunda integracao

1 ! 1
ZEZAChVH%B—Mﬂ? (4.4.23)

As integrais em relagdo a 7 e a; nao podem ser calculadas analiticamente, devido a
problemas de divergéncias. Logo, devido a dependéncia da maioria dos termos com «;, as
integrais efetuadas em relagao a «; resultarao em uma nova integral com dependéncia em
7, uma ordem menor. Isto ocorre devido a peculiaridade da funcao no denominador das
duas ultimas integrais. Efetuando a integral em relacao a 7, retorna-se a expressao utilizada
inicialmente em relacao a ;. Desta maneira, se torna necessario carregar estas integrais
para o calculo da amplitude de espalhamento.

Apesar desta problematica, ao menos uma integral se torna factivel sem causar problemas
de divergéncias, mas produzindo um resultado somente uma ordem menor em relacao a o

1 1
(8% 1 dozl
doy 2L =2 [ & 4.4.24
/0 UYXT2), X ( )

onde X = Kk?(7 — 72) + Q*oy(1 — o).
Finalmente, com os resultados para as integrais envolvidas no calculo da amplitude de
espalhamento transversal, a sua forma final é expressa por

1M , (2CF , [20s 1
(ImA)T = 6 <7‘(‘—U) asazq:eq Tc /dk ? F
N 4@28/(—1+20¢l+4a12—804?+4oz;1)
k¢ X

doy dT} (4.4.25)

onde v = 246 GeV corresponde ao valor esperado do vacuo segundo o mecanismo de Higgs.
Seguindo esta mesma légica, encontra-se a parte imaginaria da amplitude longitudinal

RN AN , (20 ,[8s 1
(ImA)L = _6 (E) CYSOZZQ] Ta /dk ?E

q

_16Q%s / (o} — 203 + 4a7)

16 % doy dT} : (4.4.26)

Devido as divergéncias que ocorrem no calculo das integrais envolvendo «; e 7, se torna
possivel analisar esta amplitude evitando estas divergéncias ao considerar a aproximacgao
de que o féton em questdao é real, ou seja, Q* = 0. Desta maneira as expressoes para as
amplitudes se simplificam, restando somente uma integragao a ser efetuada

10 [ M? 2CF 1
(ImA)y = — (—H) a?as Zeg (—) /dk2—6 (4.4.27a)
9 \ mv p N, k

2
(ImA), = —g <%) adas Zeg <2§F) /dk2 %. (4.4.27b)

q
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Entretanto, nao é possivel, fisicamente, lidar com uma componente longitudinal do féton
real. Logo, somente resta estudar a FEq.(4.4.27a) que descreve a amplitude de espalhamento
do processo de interagao entre um féton real e o quark através da troca de Pomerons no
canal t.

Por conseguinte, a quantidade fisica que é apreciavel fisicamente é a secao de choque de
espalhamento. Com isso, calcula-se a se¢ao de choque diferencial para este processo

1 a3p’ d3pt a3q
do = —/ 1 P2 T 4P, (4.4.28)
2s ) (2m)32Ey (27)*2E,, (27)%2F,

a qual é obtida como a distribui¢ao em rapidez do béson de Higgs com yy = 0 utilizando a
expressao

&*p = rE dp*dy (4.4.29)
ou seja,

do
ddeP%{

- (M ) (Ze) [O‘SCF/CM %r (4.4.30)

Contudo, esta secao de choque diferencial descreve simplesmente a interacao partonica
entre o féton e um quark. Uma visao mais realista serd substituir este quark por uma distri-
buicao de partons que descreve o proton. Esta distribuicao é levada em conta considerando
o acoplamento dos glions com o préton através de uma escada de glions, como foi ilustrado
na Fig.4.7. Desta maneira, é possivel proceder esta substitui¢ao pela troca [119]

rg(xr 2
asfp s fe k) =K (%}{EFM) (4.4.31)

ya=0

onde f(x,k%) é a fungio distribuiugio de de glions nao-diagonal no préton. Esta densidade
de glions nao é diagonal pois o momentum transferido do préton experimentado é nao-
nulo. Porém, considerando uma fracao de momentum carregada pelo glion x ~ 0.01,
pode-se tomar o momentum transferido aproximadamente nulo e considerar o acoplamento
da escada de gltions com o préton através da distribuicao de glions nao-integrada f(z, k)
[125]. Logo, por se tratar de uma distribui¢ao nao-diagonal, é possivel aproximar esta
nao-diagonalidade por um fator multiplicativo K que possui a forma Gaussiana [137]

K = (1.2) exp(—bp*/2) (4.4.32)

onde b é o parametro de impacto, tomado como sendo b = 5.5 GeV 2. Este fator pode ser
visto como a representacao do acoplamento préton-Pomeron.
Portanto, a secao de choque diferencial possui a forma

dyjigp% o (21?;28)127335 (MH) <Z€ ) { / i S ,k%)r.(4.4.33)
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Por conservacao de momentum, pode-se identificar as componentes transversais do
préton e do béson Higgs como sendo iguais, permitindo a substituicao

dp? — —dp®. (4.4.34)

Portanto, a integracao sobre o momentum transverso do bdson de Higgs pode ser efe-
tuada, resultando, finalmente, na secao de choque diferencial do processo vp pela Troca
Dupla de Pomerons

0 1871r3b <M2) <Z€> [ / < 6 ol k‘%)r- (4.4.35)

Como incluido no Modelo KMR, é necessario suprimir a emissao de glions por bremss-
trahlung pelos gliions que se aniquilam para produzir o béson de Higgs. Logo, acrescenta-se
a secao de choque diferencial o termo referente ao fator de forma de Sudakov definido pela

do.
dy, -

Eq.(4.3.9)
do S2?, M2, L )
dy, = T8n? b< ) (Ze> [ / di? 15 e SUEME) £y k7)| - (4.4.36)
Hly, =0

As particulas espectadoras podem interagir mutuamente durante o processo, populando
o estado final observado experimentalmente. Este efeito nao é levado em conta na descricao
tedrica do fenomeno, o que acarreta em predizer uma lacuna de rapidez maior aquela ob-
servada nos resultados experimentais. Com isso, é necessario acrescentar o termo S;ap a fim
de predizer corretamente a lacuna de rapidez do processo. Este fator é chamado de proba-
bilidade de sobrevivéncia da lacuna de rapidez, expressando a fracao de eventos nos quais a
lacuna de rapidez nao é totalmente preenchida. Os demais eventos preencherao totalmente
a lacuna, nao podendo verificar a sua existéncia. Portanto, foi adicionada a se¢ao de choque

uma probabilidade de sobrevivéncia de 3% (5%) para LHC (Tevatron).

4.5 Resultados numéricos

De posse do resultado final da secao de choque diferencial de fotoproducao difrativa, implementou-
se numericamente o cdlculo da mesma. Para o calculo da integral em relagao ao momentum
transverso do glion, foi necessario introduzir um corte a fim de evitar a divergéncia infra-
vermelha. As constantes sao tomadas como

b=5.5 GeV? a, = 0.2 a=73x%x10"3
N, =3 v = 246 GeV S2 =0.03

gap

A soma sobre as cargas do quarks envolvidos no laco é tomada para um nimero de sabores
envolvidos igual a 4.

Primeiramente, analisou-se os resultados obtidos anteriormente com o Modelo KMR para
a colisao pp [119]. A Fig.4.12 ilustra a segao de choque diferencial de fotoprodugao em funcao
da massa do béson de Higgs para energia de LHC. Como distribuigao de gliions no préton foi
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Fig. 4.12: Secao de choque diferencial do/dyy (yg = 0) em fun¢do da massa do béson de
Higgs, tomada em um intervalo de massa intermedidrio e estendido em energia
de LHC. A curva € descrita utilizando a parametrizacao MRST2001 para a
distribuicao de glions no proton.

tomada a parametrizacio MRST2001 evoluindo a partir de um valor Q2 = 1.25 GeVZ2. O re-
sultado obtido para a fotoproducao difrativa é da mesma ordem de magnitude se comparado
ao resultado da colisao pp. Como se pode notar, uma diferenca observada neste resultado
é o crescimento da secao de choque diferencial em relacao a massa do bdson de Higgs.
Este resultado ¢é distinto daquele obtido nas colisdes pp [119], o qual demonstra um rapido
decaimento, sendo praticamente nula para massas maiores que My = 200 GeV?. O fato
interessante observado no resultado obtido para a fotoproducao é o valor significativamente
maior para a se¢ao de choque diferencial na regiao de massa de interesse do boson de Higgs,
em torno de My = 140 GeV, se comparado ao resultado do Modelo KMR. Desta conclusao,
pode-se notar que as secoes de choque diferenciais em ambas as abordagens sao iguais em
torno de My = 95 GeV. Entretanto, o resultado crescente da fotoproducao poderia ser
indefinido para massas mais altas, mas como fica evidente pela Fig.4.12, este crescimento
satura para uma massa do Higgs My ~ 500 GeV em LHC. Esta saturagao pode ser vista
pela supressao exercida pelos fatores de forma de Sudakov a fim de evitar a radiacao de
gliions, efeito este que se torna mais significativo para maiores massas do bdson de Higgs,
como pode ser visto pela férmula expressa pela Eq.(4.3.6). Entretanto, esta anélise nao
é precisa pois o valor estimado da fungao F(x) do vértice g¢g — H, tomado como 2/3, é
valido para uma massa nao muito grande do béson de Higgs. Porém, efetua-se esta andlise a
titulo de comparagao, evidenciando a importancia do processo de fotoproducao para massas
maiores que My = 95 GeV.

Uma segunda analise independente pode ser efetuada considerando a fotoproducao difra-
tiva em energias do Tevatron e LHC, como ilustra a Fig.4.13. Considerando diversas para-
metrizagoes para a distribuicio de glions, a comparaco é feita para um corte Q3 = 1 GeV?.
Dentre as distribuigoes utilizadas no Tevatron se pode notar uma pequena diferenca entre
as secoes de choque diferenciais previstas por cada uma, enquanto na energia do LHC existe
uma diferenca mais significativa entre as previsoes dadas pelas parametrizagoes em NLO e
LO. Sendo assim, pode-se prever que os efeitos em NLO, como o processo de recombinacao
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Fig. 4.13: Sec¢ao de choque diferencial do/dyy para yg = 0 em fungdo da massa do bdson
de Higgs na energia do Tevatron e do LHC, tomado em um intervalo de massa
intermedidrio mos grdficos superiores e estendido nos grdficos inferiores. As
curvas sao descritas por meio de diversas parametrizacoes.

de glions, para a producgao difrativa do bdson de Higgs terao a sua importancia para a
obtencao da secao de choque diferencial. Logo, este efeito serd confirmado através dos re-
sultados experimentais que serdao obtidos futuramente. Da mesma forma, a analise quanto
ao crescimento da secao de choque diferencial em relagao a massa do béson de Higgs é
efetuada, demonstrando o mesmo comportamento no limite de altas massas para Tevatron
e LHC. O crescimento da secao de choque diferencial satura para uma massa do bdson de
Higgs My ~ 400 GeV no Tevatron e My ~ 500 GeV no LHC, evidenciando que a supressao
de Sudakov tem efeito distinto com a energia.

Entretanto, uma anélise importante se refere a sensibilidade da se¢ao de choque dife-
rencial quanto ao corte tomado para a integral. Logo, a Fig.4.14 ilustra a se¢ao de choque
diferencial para Tevatron e LHC para valores diferentes de Q2 tomando a parametrizagao
MRST2001. No Tevatron, para Q2 = 1 GeV?, o valor da secio de choque diferencial se
torna apreciavel em comparacao aos valores maiores do corte. Outro fator importante a ser
levantado é o resultado para Q3 = 2 GeV?, 0 qual tem uma contribuicdo praticamente nula,
evidenciando que no Tevatron o valor da integral é substancial até esta escala de energia. No
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Fig. 4.14: Secdo de choque diferencial do/dyy para yg = 0 em fun¢ao da massa do bdson
de Higgs tomado em um intervalo de massa estendido. As curvas do grifico a
esquerda correspondem a diversos valores de corte para a integral do momentum
do glion na energia do Tevatron levando em conta a parametrizacio MRST2001
para a distribuicao de glions. O grdfico a direita expressa os cortes na energia
do LHC.

LHC, esta diferenca se reduz entre os valores da secao de choque diferencial para cada corte.
Utilizou-se valores para o corte a partir de Q> = 1 GeV?, o qual é estipulado como valor
minimo para a evolugao das distribuigoes. Como relatado para o Tevatron, a contribui¢ao
para Q2 = 2 GeV? deixa de ser nula no LHC, porém sendo nio muito significativa. Como
se pode ver em comparacao ao Modelo KMR, a fotoproducao difrativa, em primeira analise,
determina uma certa sensibilidade a este corte, podendo justificar este efeito devido a forma
obtida para secao de choque diferencial, distinta daquela observada no Modelo KMR.

Por fim, uma anélise final consiste em observar o resultado para a secao de choque
diferencial em funcao da energia de centro-de-massa do processo. Desta maneira, foram
atribuidos trés valores para a massa do boson de Higgs, ilustrados na Fig.4.15. A partir desta
analise, pode-se observar um crescimento da se¢ao de choque diferencial praticamente linear
com a massa do bdson de Higgs, comportamento este gerado pelas dependéncias quartica
e exponencial da secao de choque diferencial em relacdo a massa do bdoson de Higgs. Para
energias da ordem de E = 2 TeV este comportamento é dominado pela dependéncia no fator
em ordem quatro da massa do Higgs. Além disso, considerou-se diversas parametrizacoes
a fim de analisar o crescimento da secao de choque diferencial com a energia. Logo, o
comportamento em energia desta é crescente como aquele apresentado pelo Modelo KMR.

4.6 Conclusoes

Este capitulo apresentou uma introducao aos processos difrativos, incluindo os aspectos
fenomenoldgicos que os concernem. Além disso, foi introduzida a cinemética do DIS Difra-
tivo, bem como as caracteristicas do processo de espalhamento envolvendo fétons e protons,
inclusive evidenciando a participacao do Pomeron como mediador desta interacgao.
Estendendo a discussao de fenomenos difrativos, a difracao em colisoes hadronicas foi
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Fig. 4.15: Secdo de choque diferencial do/dyy parayg = 0 em fungdo da energia de centro-
de-massa. As curvas do grdfico a esquerda correspondem a diversos valores
da massa do boson de Higgs levando em conta a parametrizacio MRST2001.
As curvas do grdfico a direita correspondem a diversas parametrizacoes para a

distribuicao de glions levando em conta uma massa para o boson de Higgs de

apresentada, dando crédito as observagoes experimentais dos principais estados finais de-
tectados em laboratério. A Difracao Dupla, Difragao Unica e a Troca Dupla de Pomerons
foram ilustradas a fim de proporcionar o entendimento dos processos hadronicos em altas
energias.

Focando no assunto desta dissertagao, a terceira Segao deste capitulo dedicou-se a in-
troduzir o modelo proposto Khoze, Martin e Ryskin para a producao difrativa do bdson
de Higgs. As caracteristicas fenomenolégicas do processo foram levantadas, dando énfase
a interacao pela Troca Dupla de Pomerons no canal ¢, responsavel pela producao central
do boson de Higgs. Por fim, resultados obtidos através deste modelo foram apresentados
demonstrando a dificil mas viavel observacao do béson de Higgs em LHC.

Sendo o topico central desta dissertacao, a pentltima Secao deste capitulo apresentou
a fotoproducao difrativa do béson de Higgs, demonstrando a viabilidade analitica para a
obtencao da amplitude de espalhamento do processo. Através desta, foi possivel calcular a
secao de choque diferencial para a producao central do béson de Higgs, proporcionando o
calculo numérico da secao de choque diferencial para diversos aspectos fenomenologicos de
interesse, bem como as predigoes para a possivel observagao deste evento em LHC. Como
resultado, pode-se observar uma secao de choque diferencial aproximadamente cinco vezes
maior que aquela obtida através do Modelo KMR no intervalo de massa onde se espera
observar o béson de Higgs. Além disso, a partir de uma massa My ~ 95 GeV a secao
de choque diferencial da fotoproducao difrativa apresenta-se substancialmente maior a do
Modelo KMR, o que demonstra sua importancia no caso do processo exclusivo.
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Sendo a ultima particula ainda nao detectada do Modelo Padrao, o béson de Higgs ainda
proporciona um campo vastissimo para a fenomenologia de particulas, inclusive no que diz
respeito as propostas para a sua deteccao. Ocorrendo de fato esta deteccao, a validade
do Mecanismo de Higgs é confirmada, possibilitando um melhor entendimento do Modelo
Padrao.

No primeiro capitulo introduziu-se a descricao da Interagao Fraca segundo a Teoria de
Campos, pela qual se pode prever a existéncia do boson de Higgs, particula fundamental do
Campo de Higgs, responsavel pela geracao da massa das particulas da teoria. A unificacao
das teorias Eletromagnética e das Interacoes Fracas obteve grande sucesso na descricao dos
processos, principalmente a existéncia dos bésons W e Z, observados posteriormente.

Com isso, dentre as propostas elaboradas para a observacao do Higgs, uma das mais
promissoras estd ligada ao processo difrativo, pois fornece um estado final com a presenca de
lacunas de rapidez para a observacao do Higgs, aspecto relevante devido a energia necesséria
para esta deteccao. A variavel cinemética privilegiada pelo processo difrativo é a rapidez,
pela qual se observam lacunas de rapidez no estado final. Fatores ligados as interacoes
secundarias proporcionam uma problematica para a analise do estado final do processo,
pois estas interacoes populam as lacunas de rapidez, dificultando sua andlise. Uma das
propostas possibilita a producao central do bdson de Higgs através da Troca Dupla de
Pomerons em colisoes pp, pela qual as lacunas de rapidez existem entre os prétons e o
Higgs. Uma evidéncia desta proposta determina um aumento por um fator de ~ 30 da
secao de choque diferencial do processo quando se tratam os fatores de forma de Sudakov
em precisao LLA, o que demonstra a sua importancia. Neste ponto, é fundamental levar
em conta as interagoes secundarias que podem popular a lacuna de rapidez. Estimando
a sobrevivéncia desta lacuna, somente 3% (5%) da segao de choque é relevante para a
predigao do processo em LHC (Tevatron). Entretanto, na maioria das propostas, as segoes
de choque para a producgao do boson de Higgs nao superam algumas dezenas de femtobarns,
o que, experimentalmente, dificulta enormemente a observacao desta particula. Frente a esta
estimativa, quando o LHC atingir sua luminosidade total, somente alguns poucos eventos
poderao ser observados com sucesso.

O estudo de novos meios de produgao do béson de Higgs, como a producao pela interacao
~vp, pode ser estudada a fim de proporcionar uma maior secao de choque para o processo.
Esta nova proposta, apresentada nesta dissertacao, segue os moldes do Modelo KMR, onde
a Troca Dupla de Pomerons proporciona a producao central do béson de Higgs. Entretanto,
para este tipo de interacao envolvendo fétons, é necessario levar em conta a flutuacao do
féton em um par quark-antiquark, permitindo a interacao por glions com o préton. Este
tipo de subprocesso partonico pode ser efetuado por meio de colisoes periferais, onde os
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fétons do campo eletromagnético do ifon em colisao podem interagir com o outro préton
ou com o campo de fétons do segundo proton. Nos processos em alta energia, as energias
alcancadas pelos fétons podem proporcionar a flutuacao, interagindo fortemente um com o
outro.

Analiticamente, este trabalho efetuou o cédlculo da secao de choque diferencial da in-
teracao yp através da troca de Pomerons, sendo substancialmente mais complicado do que
aquele relacionado ao processo pp, devido a inclusao da flutuagao do féton em um dipolo de
cor. Neste sentido, as aproximacoes ligadas ao regime de alta energia sao fundamentais para
se obter um resultado final tratavel. Logo, a analise paralela envolvendo o Espalhamento
Compton Profundamente Virtual auxilia nos aspectos fenomenologicos estudados para a fo-
toproducao difrativa do béson de Higgs. Como resultado, a secao de choque diferencial para
este processo fornece um valor superior, sendo maior por um fator de cinco do que aquele
previsto pelo modelo anterior, proporcionando um nimero de eventos significativos para a
deteccao do béson de Higgs. Abaixo do ponto de interseccao das se¢oes de choque diferen-
ciais em relacao a massa, a fotoproducao difrativa apresenta um resultado significativamente
menor em comparac¢ao ao Modelo KMR, porém sendo desconsiderada esta observacgao, pois
nao se espera observar o béson de Higgs neste intervalo de massa. A analise dos cortes na
integral do momentum do glion evitam problemas com as divergéncias em infravermelho,
além do que se pode notar que as contribuig¢oes no Tevatron somente sao computadas até
Q% = 2 GeV?, e pouco mais além deste valor no LHC. Ao contrario do que ocorre nas
colisoes pp, a secao de choque diferencial é sensivel frente aos cortes da integral em Q2. Isso
reinvidica uma analise mais profunda da interacao do foton pela troca de um Pomeron, o
que talvez possa ser facilitado considerando a interacao do féton com momentum transferido
nao-nulo, utilizando um fator de impacto para o féton com t # 0. Outro aspecto relevante,
e que corrobora para esta conclusao, é o rapido crescimento da se¢ao de choque diferencial
com a energia de centro-de-massa, o que nao ocorre tao drasticamente nas colisoes pp.

Da mesma forma levantada para as colisoes proton-préton, o tratamento do processo
de forma inclusiva pode incrementar o valor da secao de choque diferencial neste regime
cinematico. Esta hipotese somente se torna possivel no caso da interagao féton-proton em
colisoes periferais. Considerando a interacao 7y, a auséncia de um hadron pode proporcionar
um descréscimo significativo da secao de choque diferencial, pois a falta de uma distribuicao
de glions na secao de choque diferencial pode acarretar em uma substancial reducao da
mesma, principalmente no regime de muito pequeno x. Por outro lado, o uso da integragao
do momentum do glion sem levar em conta a distribuigao de glions é desconhecido, podendo
incrementar ou suprimir a se¢ao de choque diferencial do processo, cabendo uma anélise
minuciosa a fim de verificar o seu papel na fotoproducao difrativa.

Portanto, pelos resultados obtidos nesta dissertagao, a analise da fotoproducao difrativa
se torna importante, principalmente os processos relacionados com o processo exclusivo
analisado aqui. A introducao de um fator de impacto para t # 0, o tratamento inclusivo
do processo e o estudo das interagoes ¥y neste regime podem proporcionar um melhor
entendimento da Natureza desta interacao pela troca de Pomerons, bem como explorar a
producao do bdson de Higgs por meio de processos difrativos.



Apéndice A
Cromodinamica Quantica

A evidéncia do efeito de escalamento nas fungoes de estrutura observadas por Bjorken e
também observadas experimentalmente, sugeriu a existéncia de uma estrutura mais com-
plexa no interior do hadrons. Com os avancos da Teoria de Campos, esta estrutura des-
conhecida, governada pela Interacao Forte, pode ser construida teoricamente fornecendo a
chamada Cromodinamica Quantica. Nesta teoria, a estrutura das particulas foi entendida
como sendo formada por particulas elementares, chamadas quarks, os quais interagiam uma
com a outra através de um campo de interacao, semelhante ao caso da QED para com o
féton, sendo esta interacao mediada por particulas chamadas glions. As Teorias de Gauge,
como a QCD, sao descritas através da invariancia sob propriedades de simetrias, as quais
sao relacionadas por grupos de simetrias. No caso da QCD, o grupo em questao é o grupo
SU(3), introduzindo um novo nimero quantico chamado cor, sendo neste grupo trés cores:
vermelho, verde e azul. Logo, quarks e gliions possuem carga de cor, grandeza esta res-
ponsavel por sua interacao mutua e excluindo as demais particulas as quais nao a possuem,
como os léptons. Fisicamente, as particulas observaveis, como préton e o néutron, os quais
sao constituidos de quarks e glions, nao possuem carga de cor. Entretanto, neste caso as
cores formam um conjunto pelo qual se “compensam”, formando uma particulas sem carga
de cor, pelo qual se faz observavel fisicamente. Este fenomeno que introduz a idéia de
confinamento de quarks e glions no interior das particulas, pois nenhuma particulas que
carregue carga de cor pode ser observada livremente.

Matematicamente, como os quarks sao férmions, sua dinamica deve ser descrita pela
Equacao de Dirac, sendo caracterizados através de espinores ¢,, onde o indice a identifica
a cor da particula em questao. Os glions sao campos vetoriais, identificados como media-
dores da interacao forte, sendo estes representados pelas matrizes t4 geradoras do grupo de
simetrias sob o qual a QCD estd baseada. Sendo o grupo SU(3) utilizado nesta descrigao,
surgem 8 matrizes geradoras, identificadas pelo indice A.

O Lagrangiano que descreve a Cromodinamica Quantica é dado por

‘CQCD = ‘Ccléssico + 'Cﬁx + 'Cghost (AOl)

E interessante analisar o Lagrangiano da QCD observando individualmente cada La-
grangiano que o compode. O Lagrangiano classico corresponde a dinamica dos quarks e sua
interacao através do campo vetorial

1 » .
£Cléssico = _ZF‘::,FX + Z qa(nyuDu - m)abe (AOQ)

sabores
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onde (D,)q € a chamada derivada covariante, sendo definida por
(Dy)ab = 0ubap + igs(tAAf})ab (A.0.3)
A quantidade F of‘ﬁ é o tensor de campo que descreve o campo de gltions
Flj‘u = ZLAS — 8,,142x — gszBCAfAS. (A.0.4)
As grandezas f4P¢ sao chamadas de constantes de estrutura da QCD, e definidas por
(¢4 8] = i fABCLC (A.0.5)

O termo do tensor de campo da QCD, ausente na QED, é o termo g, f4P“APAJ. Na
expansao perturbativa é através do termo F ;},F " do Lagrangiano que sao gerados os vértices
de trés e quatro glions, expressos a seguir. Algumas propriedades das matrizes geradoras,
ou matrizes de cor, sao importantes

5AB

N?2 -1
> it = ( N )5ab (A.0.7)
A 4

Além das matrizes de cor, devem ser introduzidas as matrizes da representacao conjugada
do grupo SU(3), T4, descritas por

(T po = —if4%¢ (A.0.8)
(74,77 = if*Pere (A.0.9)
Te[TATP) = ) fAP PP = NP (A.0.10)

C,D

A QCD é uma teoria de gauge local, ou seja, é invariante sob transformacoes de simetria
Ga(7) = g4(x) = [ DNogp(x) = Ulz)g(x) (A.0.11)

onde a quantidade #4(x) corresponde ao parametro do grupo de simetria SU(3) e sua de-
pendéncia em relacao a x revela a natureza da invariancia de gauge local. Simultaneamente,
o campo vetorial deve também satisfazer esta transformagcao

Dl () = (B + igut A1)V (2)a(x) = U(x) Dya() (A.0.12)

tal que o produto tAA:f‘ deve satisfazer a relacao

A = Ut AU (2) + gi[ﬁuU(x)]U_l(x) (A.0.13)

Logo, o tensor de campo obedece a lei de transformacao

AR = Ut U (x) (A.0.14)
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A existéncia do termo g, fABCAf AC define a interagao mitua entre os glions, inexistente

na QED, e possui um papel importante para manter a invariancia de gauge do produto
Lpa pu _ 1Tr[(ﬂ‘FA)(tAF“”)] (A.0.15)
4w A 2 7% A s

A importancia da propriedade de invariancia de gauge é a possibilidade de utilizar o
gauge que desejar, pois a amplitude para os processos deve ser independente da escolha do
gauge.

O segundo termo do Lagrangiano da QCD corresponde a fixacao do gauge que se deseja
utilizar. Sem este termo, seria impossivel obter o propagador da interacao por glions
devido a arbitrariedade do campo de glions A,. Com isso, uma maneira de fixar um gauge
covariante é considerar o Lagrangiano de fixacao no gauge de Lorentz 9, A" = 0

1
Ly = —ﬁ(aﬂAﬂ)2 (A.0.16)

onde A é o parametro de gauge. Com este termo, se torna possivel a obtencao do propagador

dos glions, tendo a forma

kF kY
L2

N 14 Z 14
1DF = 12 g+ (A=1) (A.0.17)
onde k* corresponde ao quadrimomentum da particula. Quando A = 1 o gauge é chamado
de gauge de Feynman.
Outra possibilidade de fixagao de gauge é utilizar os gauges axiais. Neste caso, o La-
grangiano de fixacao de gauge é expresso por
1
Lsy, = ——(n"A})? A.0.18
o qual depende do quadrivetor n*, de forma que o gauge é nao-covariante. Neste gauge, o
propagador é dada por

Py + 1y (0 4 Ap)pupy (A.0.19)
n-p (n-p)?

. 1
ZDAB,/M/(p) = 5ABP —Guv +

Como se vé, a forma deste propagador é severamente mais complicada que a forma
obtida através de gauges covariantes. Entretanto, a vantagem do gauge axial é que neste
gauge os campos fantasmas nao estao presentes. Assumindo n? = 0 e XA = 0, denotado como
gauge no cone de luz, o propagador simplifica-se na forma

. i
1Dy (p) = Oap 5y (P ) (A.0.20)

onde

NPy + NP

A.0.21
o (A.0.21)

d/u/(p> n) = —Guv +
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A QCD é uma teoria de gauge nao-Abeliana, ou seja, os geradores do grupo nao comutam
entre si, como expressa a Eq.(A.0.5). Para teorias com esta propriedade surgem problemas
matematicos, sendo necessario a introducao de campos fantasmas, ou campos de Fadeev-
Popov, obtidos com o uso do formalismo de integrais de caminho. No caso de gauges
covariantes, este campo é expresso por

Lanost = 0, T(DYgn") (A.0.22)
onde
(Dp)as = 0u0ap + igs(t° A ) an (A.0.23)

O campo 1 é um campo escalar complexo, nao correspondendo a uma particula real,
estando presente somente nas linhas internas dos diagramas. Esta adi¢ao nao é necessaria
na QED pois suas constantes de estrutura sao efetivamente nulas, de forma que os campos
fantasmas nao acoplam com particulas reais. Fisicamente, a adicao dos campos fantasmas
corresponde a cancelar graus de liberdade nao-fisicos que estariam presentes nos gauges
covariantes.

Através da formulacao matematica da QCD e da QED, é possivel obter as chamadas
Regras de Feynman, um conjunto de expressoes obtidas através da Teoria de Campos a
fim de simplificar o calculo de diagramas que representam a amplitude de espalhamento de
processos fisicos. Este conjunto de regras pode ser enumerado da seguinte maneira:

i. Cada vértice introduz um fator o qual depende das particulas envolvidas, como mostra
a Fig.A.1;

ii. Em cada vértice a conservacao de energia e momentum é necessaria;

iii. Em cada diagrama, devem ser incluidos a amplitude termos relacionados as particulas
nos estados inicial e final:

Quark: u®(p)
. Antiquark: v%(p)
Inicial Glton: €(p)a® (A.0.24)
Féton: eulk)
Quark: u*(p)
Final Antiquark: vilp) (A.0.25)
Gluon: e, (p)a
Féton: en (k)

iv. Para as linhas internas inclui-se o propagador da particula em questao, ilustrados na
Fig.A.1;
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Fig. A.1: Regras de Feynman para QCD e QFED no gauge de Feynman. As linhas ondu-
ladas representam os fotons, as linhas solidas os quarks, as linhas cacheadas os
glions e a linha tracejada particulas escalares, no caso, o boson de Higgs.
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