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Resumo

Neste trabalho investigamos a produção de pares de léptons (lépton-antilépton) em co-

lisões próton-próton e próton-núcleo para energias dos aceleradores Relativistic Heavy Ion

Collider (RHIC) e Large Hadron Collider (LHC). Estes processos de colisão podem ser di-

vidos entre antes e depois do espalhamento, portanto, pode-se analisar os efeitos de estado

inicial e de estado final. No estado final do processo de colisão, para os aceleradores aqui

apresentados, a quantidade de part́ıculas produzidas é muito grande, de forma que uma

part́ıcula produzida no processo de espalhamento, que participe da interação forte, pode in-

teragir com este meio antes de ser detectada. Entretanto, é fundamental uma determinação

precisa do estado inicial do processo de colisão para que assim a investigação da produção

de part́ıculas no estado final possa ser realizada. Neste contexto, a produção de pares de

léptons (dileptons Drell-Yan) possui grande relevância, tendo em vista que não participa

da interação forte, logo pode ser detectada sem sofrer efeitos de estado final, carregando

informações claras do estado inicial do processo de colisão.

Para energias de RHIC e LHC, a densidada de quarks e glúons nos hádrons colisores

é muito grande, de tal forma que efeitos de estado inicial de alta densidade podem ser

percebidos na produção de part́ıculas no estado final. Este é o principal objetivo desta tese,

utilizar os dileptons como observável para investigar os efeitos de alta densidade, ou seja,

efeitos de unitariedade em colisões próton-próton, efeitos de saturação partônica descritos

pelo Condensado de Vidros de Cor em colisões próton-núcleo. Além destes efeitos, os efeitos

nucleares de baixa densidade, presentes em colisões próton-núcleo, também são investigados.

Ou seja, utiliza-se um observável eletromagnético, para investigar as propriedades da QCD

em colisões hadrônicas.

Mais especificamente, as distribuições de momentum transverso e rapidez são investi-

gadas para energias de RHIC e LHC. A produção de dileptons é calculada utilizando o

formalismo de dipolos de cor e também a teoria do Condensado de Vidros de cor. Os re-

sultados obtidos nesta tese mostram a potencialidade deste observável para se investigar

a QCD de alta densidade e indicam a urgente necessidade de medidas com relação a este

observável nos experimentos existentes em colisões hadrônicas para altas energias.



Abstract

In this work, the lepton pair production (lepton-antilepton) in proton-proton and proton-

nucleus collisions is investigated for Relativistic Heavy Ion Collider (RHIC) and Large Ha-

dron Collider (LHC) colliders energies. These collisions processes can be classified between

before and after the scattergins, therefore, initial and final states effects can be analyzed.

In the final stare, for the colliders here presented, the number of produced particles is large,

then a particle produced in the scattering process, which interact strogly, could interact

with the medium before being detected. However, it is very important to determine the

initial state of the collision process, thus to determine the particle production in the final

state. In this context, the lepton pair production (dileptons Drell-Yan), which does not

interact strolgly, should carry indisturbed information about the inicial state system of the

collision process.

For RHIC and LHC, the quarks and gluons hadrons densities in the initial state of

the collision processes is large, such that high density initial state effects should affect

the particle production in the final state. This is the main goal of this thesis, use the

dilepron production to investigate the high density effexts. This implies in to investigate

the unitarity effects in the proton-proton collisions, the Color Glass Condensate in the

proton-nucleus collisions. Moreover, the low density effects in proton-nucleus collisions are

under investigation in this thesis. The main point of this thesis, is that a eletromagnetic

observable is considered to investigare the properties of the QCD in hadronic collisions.

Specifically, the transverse momentum and the rapidity distributions are investigated.

The dilepton production is evaluated by means of the dipole picture and through the Color

Glass Condensate theory. The results obtained in this thesis show that dilepton production

is an observable that deserves to be measured in the hadronic colliders at high energies,

once it carries clear informations about the QCD system at high density.
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2.1 Descrição de Processos no Referencial de Repouso do Alvo . . . . . . . . . . 39

2.2 Formalismo de Glauber na QCD . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 41

2.2.1 Os múltiplos espalhamentos de Glauber . . . . . . . . . . . . . . . . . 42
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Introdução

A Cromodinâmica Quântica (QCD) tem sido considerada como a teoria correta para descre-

ver as interações fortes. A QCD é uma teoria de calibre, invariante frente as transformações

do grupo SU(3), e que descreve a interação forte entre quarks (part́ıculas que constituem

os hádrons [próton, nêutrons, ṕıons, káons, etc...]) como sendo mediada por bóson vetoriais

de calibre, denominados de glúons [1, 2, 3]. A interação forte ocorre por meio de um novo

número quântico, a carga de cor. Os quarks possuem carga elétrica e também carga de cor

e, portanto, interagem tanto eletromagneticamente, quanto através da interação forte. Os

glúons possuem apenas carga de cor, portanto participam exclusivamente da interação forte.

Uma propriedade interessante, é que na QCD, o bóson mediador também porta a carga en-

volvida na interação, ao contrário do fóton na Eletrodinâmica Quântica (QED), que não

porta carga elétrica. Além disso, a QCD é mais complexa que a QED, porque os quarks e

glúons, os análogos aos elétrons e fótons na QED, não são observados com part́ıculas livres,

mas sempre confinados dentro dos hádrons.

Muitos experimentos têm sido desenvolvidos para investigar as propriedades da QCD, e

principalmente compreender a estrutura dos sistemas hadrônicos a altas energias. No que

se refere a quantidade de pártons num determinado hádron, esta não é predita pela QCD,

mas sim, indica apenas como se dá a evolução da quantidade de pártons, a partir de uma

determinada condição inicial. Para altas energias (pequenas distâncias) a constante de aco-

plamento da teoria αs é suficientemente pequena, de maneira tal que técnicas perturbativas

podem ser utilizadas [4]. O grande problema é que a QCD é uma teoria não-linear que não

é analiticamente solucionável. Embora possamos aplicar QCD perturbativa em alguns pro-

cessos, esta aproximação freqüentemente falha, implicando que significativas contribuições

não-perturbativas necessitem ser consideradas.

Para a QCD, a descrição perturbativa para a evolução dinâmica das distribuições de

quarks xq(x,Q2) e glúons, xg(x,Q2), pode ser dada pelas equações propostas por Dokshitzer-

Gribov-Lipatov-Altarelli-Parisi (DGLAP) [5, 6, 7] ou propostas por Balitski-Fadin-Kuraev-

Lipatov (BFKL) [8, 9, 10, 11]. Nestas equações de evolução, x representa a fração de

momentum do hádron de origem, carregada pelo párton, e Q2 representa o momentum

trocado no processo. Para energias não muito elevadas, as equações apresentadas têm

obtido sucesso na descrição dos resultados experimentais. Entretanto, tanto as equações
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DGLAP quanto BFKL preveêm um crescimento acentuado das distribuições partônicas

quando x torna-se muito pequeno. Para valores suficientemente altos de energia e valores

suficientemente pequenos de fração de momentum x, este crescimento deve levar à violação

do prinćıpio da unitariedade perturbativa da QCD.

Mais especificamente, as equações DGLAP descrevem o comportamento das distribuições

partônicas na região onde αs lnQ2 ≈ 1, αs � 1 e αs ln(1/x) � 1, sabendo-se que αs re-

presenta a constante de acoplamento da QCD. Nas equações DGLAP, a emissão de novos

pártons é descrita em termos de uma cascata partônica que está submetida a um forte or-

denamento nos momenta transversos dos pártons emitidos. Usando os diagramas da QCD,

podemos encontrar a probabilidade da emissão de um párton de comprimento transverso

r⊥ ∼ 1/Q por outro párton dentro do hádron. Levando em conta todas as possibilida-

des de emissão de pártons dentro da cascata partônica, podemos determinar uma equação

de evolução na variável Q2. Para regiões cinemáticas de pequeno x (altas energias), a

distribuição de glúons domina, e a distribuição partônica tem um comportamento geral

xg(x,Q2) ∼ x−λ, com λ > 0. Além disso, para condições iniciais xg(x,Q2
0) ∼ cte, a dis-

tribuição resulta em xg(x,Q2) ∼ exp(
√

ln(lnQ2) ln(1/x)), conhecida como aproximação de

duplo logaŕıtmo dominante (DLA).

Para regiões de x muito pequeno (Energia de centro de massa
√
s muito grande) temos

que αs ln(1/x) ≈ 1 e a aproximação DLA não é mais válida, e outra forma de se analisar a

evolução das distribuições partônicas pode ser feita considerando a região onde αs lnQ2 � 1,

αs � 1 e αs ln(1/x) ≈ 1, para Q2 fixo e x assumindo valores pequenos. Neste caso obtém-se

uma equação de evolução na variável x denominadas BFKL, a qual é válida somente na

região de pequeno x. A evolução se dá para uma virtualidade Q2 fixa, logo, a medida que

a energia aumenta, a densidade de pártons aumenta mantendo a resolução fixa, e o limite

denominado limite de disco negro é atingido. Portanto, podemos dizer que no limite de altas

energias, ambas equações de evolução predizem um crescimento acentuado das distribuições

partônicas, e algum mecanismo deve ser estabelecido de forma a corrigir tal crescimento. Na

realidade, na região de pequeno x, devido a grande densidade de pártons, espera-se que estes

comecem a sobrepor, e efeitos de múltiplos espalhamentos, sombreamento ou recombinação

partônica passam a ser importantes na descrição da evolução partônica, podendo levar a

um estado de saturação partônica. As equações apresentadas acima são ditas equações

de evolução partônica lineares, pois apenas termos de emissão são considerados durante a

evolução. Para se descrever os efeitos de saturação partônica, necessitamos incluir termos

não lineares nas evoluções partônicas, o que dá origem às equações de evolução não-lineares

na QCD.

Um dos primeiros trabalhos com a intenção de investigar a propriedade de saturação

partônica foi proposto por Gribov, Levin e Ryskin em 1983 [12], denominada equação de
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evolução GLR, a qual introduziu um mecanismo de recombinação partônica para sistemas

de alta densidade através da QCD perturbativa. Em ambas equações de evolução lineares

(DGLAP e BFKL), apenas o mecanismo de emissão é considerado, porém, no formalismo

GLR, a recombinação partônica vem a ser importante na região de pequeno x e processos

tipo fusão de glúons passam a contribuir durante a evolução da distribuição partônica.

Esta equação de evolução prediz uma redução no crescimento acentudado das distribuições

partônicas (predito pelas equações lineares) a medida que a energia aumenta, e no limite

assintótico x → 0, prediz a saturação da distribuição de glúons. Embora esta equação

apresente a saturação partônica no limite assintótico, sua região de validade não se estende

a valores muito pequenos de x, onde termos de mais alta ordem em recombinação partônica

passam a contribuir significativamente.

Mais recentemente, outras abordagens foram desenvolvidas com a intenção de descrever

os sistemas hadrônicos de alta densidade. Em 1996, Ayala, Gay Ducati e Levin propuseram

uma equação de evolução generalizada (AGL) [13, 14], que considera a interação de todos os

pártons da cascata com o alvo, não apenas os pártons rápidos, através da troca de múltiplos

diagramas de escada gluônica, na aproximação DLA. Nesta generalização, o tratamento

através da QCD perturbativa é estendido até o ińıcio do regime de alta densidade e obtém

uma distribuição de glúons que é fortemente modificada pelas correções de alta densidade

(chamadas correções de unitariedade) na região de pequeno x. Este formalismo é aplicado à

região de pequeno x, e estima correções de unitariedade tanto em núcleo quanto em nucleons.

Em determinados limites cinemáticos, o formalismo AGL recai nas equações DGLAP e na

equação GLR.

Considerando outro formalismo, o problema da unitarização da seção de choque na

QCD foi investigado como uma extensão do formalismo de dipolos (que será apresentado

no Caṕıtulo 2 desta tese) para a equação BFKL por Kovchegov, obtendo-se uma equação

não-linear generalizada da equação BFKL. Esta proposta já havia sido sistematizada em

trabalhos anteriores de Balitski, por isso ficou denominada equação Balitski-Kovchegov

(BK) [15, 16]. Neste formalismo, o espalhamento de um dipolo com um núcleo é descrito

por uma cascata originada de sucessivos desdobramentos do dipolo original. Cada dipolo

experimenta múltiplos espalhamentos com os nucleons do núcleo, implicando que diagramas

de múltiplas escadas necessitam ser ressomados para se obter a seção de choque do dipolo

com o núcleo. Como resultado, se obtém um equação de evolução não-linear que unitariza

a equação BFKL, na aproximação de logaritmo dominante (LL) ln(1/x).

Todos os formalismos apresentados até o momento consideram um sistema que evolui

para um sistema QCD de alta densidade saturado. Existe porém um formalismo, que con-

sidera como premissa básica a existência de um sistema denso e saturado. Este formalismo

foi inicialmente proposto por Mclerran e Venugopalan em 1994 [17, 18], e indica que para
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altas energias e abaixo de uma determinada escala Q2
s (denominada escala de saturação), o

sistema torna-se denso e saturado, formando o denominado Condensado de Vidros de Cor

(CGC). O Condensado de Vidros de Cor é de extrema importância, pois sua existência im-

plica que todos os núcleos passam a ser descritos da mesma maneira para altas energias. Este

campo saturado, dominado por glúons, apresenta grande número de ocupação, de forma tal

que técnicas semi clássicas podem ser aplicadas a um Lagrangeano efetivo para pequeno

x. Considerando este formalismo, a medida que escalas cada vez menores são atingidas,

correções ao formalismo clássico necessitam ser introduzidas. Estas correções quânticas são

implementadas através de um equação funcional não-linear investigada e proposta em vários

trabalhos por Jalilian-Marian, Iancu, McLerran, Kovner, Leonidov e Weigert (JIMWLK)

[19, 20, 21, 22, 23]. Neste formalismo, o campo denso e saturado de glúons é originado

de processos de emissão por fontes de carga de cor, que são consideradas como os pártons

rápidos. As modificações na configuração destas fontes, bem como a correlação entre as fon-

tes são governadas pela equação de evolução JIMWLK. Não se obteve ainda uma solução

exata desta equação de evolução, entretanto, pode-se obter soluções aproximadas, de tal

forma que podemos realizar estudos fenomenológicos baseados nas soluções aproximadas

da equação JIMWLK. Mais recentemente, verificou-se que aspectos importantes no que

se refere a correções de unitariedade não são levadas em conta nas equações JIMWLK, e

generalizações desta equação já estão sendo propostas [24, 25].

Todas as equações de evolução discutidas tratam da densidade partônica nuclear na

região de altas energias (pequeno x). Entretanto, é verificado experimentalmente que as

distribuições partônicas nucleares apresentam modificações quando comparadas com a ex-

trapolação linear das distribuições partônicas do nucleon. Na região de pequeno x, as dis-

tribuições partônicas nucleares apresentam uma redução, em comparação com a extensão

linear das distribuições partônicas do nucleon. Esta redução é conseqüência dos efeitos de

sombreamento, recombinação ou saturação partônicas. A medida que regiões de valores

de x maiores são atingidas, novos efeitos nucleares aparecem e podem ser importantes na

descrição de resultados experimentais em colisões nucleares para altas energias.

Neste trabalho, procuramos obter informações do sistema nuclear em processos de co-

lisão hadrônica de altas energias, investigando tanto o efeito de saturação partônica, como

também a influência dos efeitos nucleares na descrição de observáveis neste regime ci-

nemático. O observável escolhido é a produção de pares de léptons, denominados de

dileptons, em colisões próton − próton e próton − núcleo para energias dos aceleradores

RHIC (Relativistic Heavy Ion Collider, Brookhaven, EUA) e LHC (Large Hadron Collider,

CERN, Suiça) em regiões cinemáticas distintas, a saber, nas regiões de fragmentação do

próton e do próprio núcleo. Isto implica em investigar a produção de dileptons nas regiões

de rapidez positiva e negativa. Nestas regiões, verificamos que os dileptons carregam in-
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formações claras sobre o meio nuclear onde foram produzidos. Com a intenção de investigar

o observável acima citado e obter informações com relação aos efeitos de alta densidade,

organizamos esta tese da seguinte forma. No primeiro caṕıtulo, apresentamos os elementos

básicos da Cromodinâmica Quântica necessários à compreensão dos caṕıtulo subseqüen-

tes. Discutimos os principais observáveis investigados nesta tese e também apresentamos

as parametrizações para as funções de distribuição partônicas do próton e do núcleo. Na

discussão dos observáveis, o espalhamento profundamente inelástico (DIS) é apresentado,

salientando a função de estrutura F2(x,Q
2) dependente da variável de Bjorken x e da escala

de momentum Q2. A violação da propriedade de escalamento, apresentada pelas funções

de estrutura, é também investigada neste caṕıtulo, onde apresentamos as equações lineares

que regem a evolução das distribuições partônicas nos pártons, Equações DGLAP e BFKL.

No caṕıtulo 2, apresentamos a descrição de observáveis no referencial de repouso do alvo,

onde o modelo de dipolos de cor é introduzido na intenção de descrever o DIS e discutimos a

seção de choque de dipolo. O formalismo de Glauber na QCD é apresentado, e a propriedade

de saturação partônica é discutida neste caṕıtulo. Vários formalismos foram desenvolvidos

com a intenção de descrever este estado saturado de pártons, o que dá origem a equações

de evolução não lineares na QCD (Correções às equações DGLAP e BFKL), abordados

neste caṕıtulo. Algumas equações de evolução partônicas não lineares são discutidas neste

caṕıtulo. Também apresentamos algumas parametrizações para a seção de choque de dipolo,

que serão investigadas no decorrer desta tese.

No caṕıtulo 3 discutimos e apresentamos a teoria do Condensado de Vidros de Cor

(CGC), investigando as principais caracteŕısticas deste modelo e suas implicações na des-

crição fenomenológica de observáveis. A obtenção de alguns observáveis através do forma-

lismo do CGC é discutida, em particular a produção de dileptons no CGC é apresentada em

detalhes. O efeito Cronin, medido pelo acelerador RHIC, é discutido neste caṕıtulo, como

sendo um dos posśıveis sinais da existência do Condensado de Vidros de Cor.

No caṕıtulo 4 apresentamos parte dos resultados originais desta tese, onde investigamos a

produção de dileptons através do formalismo do dipolos de cor. Primeiramente investigamos

os efeitos de unitariedade na seção de choque de dipolos, na distribuição de momentum

transverso dos dileptons produzidos em colisões próton-próton para energias de RHIC e

LHC nas regiões de rapidez positiva, e ainda comparamos com os resultados experimentais

existentes para baixas energias (
√
s = 62 GeV), adicionando uma contribuição de Reggeon

à seção de choque. Neste mesmo caṕıtulo, investigamos a produção de dileptons para

energias de RHIC e LHC em colisões próton-núcleo e próton-próton, entretanto, a região

cinemática de interesse é distinta da investigada no primeiro trabalho deste caṕıtulo, pois

vamos abordar a região de rapidez negativa. Nesta região cinemática e considerando a

colisão nuclear, os efeitos nucleares de grande x influenciam fortemente na seção de choque
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e principalmente, modificam significativamente a razão entre a seção de choque próton-

núcleo e próton-próton. Em particular, os efeitos EMC (European Muon Collaboration) e

antisombreamento são fundamentais para descrever o espectro da razão entre as seções de

choque próton-núcleo e próton-próton, RpA.

No caṕıtulo 5 apresentamos também resultados originais desta tese, onde a produção de

dileptons em colisões próton-próton e próton-núcleo é investigada na região de fragmentação

do próton, ou seja, na região de rapidez positiva, para energias dos aceleradores RHIC

e LHC. Neste regime cinemático, o núcleo pode ser descrito através do Condensado de

Vidros de Cor e, portanto, discutimos evidências do mesmo, analisando as distribuições de

momentum transverso e rapidez da razão RpA.

Ao final de cada caṕıtulo apresentamos conclusões parciais, as quais são agrupadas

na conclusão final desta tese. Os resultados obtidos evidenciam os dileptons como um

observável que carrega informações claras dos efeitos nucleares de grande e pequeno x,

bem como dos efeitos de unitariedade no próton, e indicam a necessidade de se medir

este observável, para que as informações do estado inicial do processo de colisão possam ser

melhor especificadas. Particularmente, isto implica que os dileptons podem ser considerados

como uma prova f́ısica para o Condensado de Vidros de Cor na região de rapidez positiva

em colisões próton-núcleo para energias de RHIC e LHC.



Caṕıtulo 1

A Cromodinâmica Quântica e os

Processos de Espalhamento

Neste caṕıtulo os conceitos fundamentais necessários para o desenvolvimento deste tra-

balho são abordados. A teoria das interações fortes, Cromodinâmica Quântica, é apresen-

tada, bem como uma descrição resumida do espalhamento profundamente inelástico (DIS),

fundamental na compreensão da estrutura dos hádrons.

Os conceitos fundamentais do modelo de pártons são introduzidos, e as funções de es-

trutura do processo DIS que descrevem a estrutura dos hádrons, são estudadas. A dinâmica

partônica, que caracteriza o modelo de pártons e as funções de distribuição partônica, é

apresentada e as equações de evolução linear DGLAP e BFKL são brevemente discutidas.

O processo Drell-Yan, utilizado como observável para investigação dos efeitos de alta

densidade na QCD, é apresentado considerando o procedimento padrão da QCD perturba-

tiva.

Encerrando o caṕıtulo, os efeitos nucleares existentes em colisões hadrônicas nucleares,

bem como uma discussão das parametrizações utilizadas nesta tese para descrever tais efeitos

são apresentados.

1.1 Cromodinâmica Quântica

A QCD é uma teoria de calibre não-Abeliana SU(3) para espinores de Dirac, que visa

descrever as interações fortes entre quarks de spin 1/2 e massa mi, a partir da troca de

bósons vetoriais de calibre, chamados glúons, de spin 1 e sem massa [1, 2, 3].

O Lagrangeano da QCD pode ser escrito na forma

L = −1

4
F a

µνF
aµν +

Nf
∑

k=1

ψ
k
(iγµDµ −m)ψk + Lfixação de gauge + Lfantasma, (1.1)
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onde Nf representa o número de sabores dos quarks,

F a
µν ≡ ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ + gf abcAb

µA
c
ν , (1.2)

Dµ = ∂µ − igT aAa
µ. (1.3)

onde a = 1, ..., 8, f abc são as constantes de estrutura para SU (3) e T a são os geradores

de SU (3) que numa representação de ordem mais baixa são representados pelas matrizes

de Gell-Mann
(

T a = 1
2
λa
)

. O termo Lfixação de gauge é responsável pela fixação de calibre e

Lfantasma é o termo correspondente aos fantasmas de Faddev-Popov que surge na quantização

da teoria [1]. Esta teoria descreve a interação de quarks ψ, por meio de sua carga de cor.

O campo de gauge Aa
µ descreve os glúons. O termo gf abcAb

µA
c
ν que está no termo cinético

do Lagrangeano permite interação entre os glúons; isto ocorre porque o grupo de gauge é o

não-Abeliano SU (3) considerando três cores (Nc = 3). O ı́ndice em Aa
µ apresenta a = 1, ...8,

logo os glúons são em número de oito, portando carga de cor. Os quarks são representados

pelos campos ψi, onde i é o ı́ndice de cor, logo i = 1, 2, 3.

A forma do tensor associado ao campo de glúons é uma das caracteŕısticas que diferencia

a QCD da QED, pois dá origem a vértices de três e quatro glúons. Além dessas propriedades,

a teoria apresenta as seguintes caracteŕısticas:

• A interação entre os quarks é mediada por objetos bicolores, não massivos e de spin

1: os glúons;

• Os quarks são férmions portadores de carga de cor: R (red), G (green) e B (blue);

• Os glúons, por serem objetos coloridos, podem interagir entre si, dando origem aos

vértices de três e quatro glúons, manifestando o caráter não-Abeliano da QCD;

• A troca de glúons altera a cor dos quarks. A carga elétrica e o sabor são invariantes

frente à interação forte;

• Em determinados limites cinemáticas (que serão evidenciados posteriormente) a cons-

tante de acoplamento da teoria (αs) é suficientemente pequena e técnicas perturbativas

podem ser utilizadas. Nesse limite, o cálculo das interações de cor podem ser efetuadas a

partir dos diagramas de Feynman da QCD.

A descrição dos processo de interação forte, através da QCD, está resumida em dois

termos: liberdade assintótica e confinamento. Para entender a importância destas duas ca-

racteŕısticas, podemos relembrar alguns aspectos da interação forte. O espectro hadrônico é

descrito pelo modelo de quarks, porém quarks nunca foram observados isoladamente. Todo

esforço para produzir quarks livres em experimentos de espalhamento nos leva sempre a

produção de mésons (qiq̄j)e bárions (qiqjqk). Este fato evidencia que as forças entre quarks

devem crescer com a tentativa separação. Por outro lado, podemos descrever razoavel-

mente seções de choque em altas energias (para o processo de espalhamento profundamente

inelástico, por exemplo) utilizando um modelo no qual os quarks interagem simplesmente
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através de carga elétrica. Então temos uma interação que, para curtas separações, a força é

relativamente fraca, ou seja, liberdade assintótica, mas para grandes distâncias, a força vem

a ser muito maior, ou seja, confinamento. Uma extraordinária caracteŕıstica da QCD é sua

habilidade de acomodar ambos tipos de comportamento.
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Fig. 1.1: Resultados experimentais para a constante de acoplamento da QCD (DIS, e+e−,

colisões hadrônicas) em comparação com a evolução da constante αs(µ) em ter-

mos da escala Q de cada processo [4].

Este é um dos resultados mais importantes obtidos com os cálculos perturbativos na

QCD: a evolução da constante de acoplamento αs. De maneira similar à QED, na QCD

uma modificação da escala de momentum para qual o processo é considerado, implica numa

modificação do acoplamento. Na QED, o acoplamento cresce com o crescimento da escala.

Entretanto na QCD, para grande escala de momentum o acoplamento torna-se pequeno.

Como, para pequenas escalas de momentum, o acoplamento torna-se grande e a teoria

de perturbações deixa de ser válida, entramos numa região não perturbativa da QCD. A

evolução da constante de acoplamento da QCD tem sido testada em muitos experimentos,

como podemos ver na Fig. 1.1, e podemos concluir que a QCD perturbativa é válida apenas

para processos com grande escala de momentum, ou seja, uma grande contribuição não

perturbativa se faz presente nos processos envolvendo cálculos em QCD.

1.2 Espalhamento Profundamente Inelástico

O espalhamento profundamente inelástico (DIS) é um dos mais importantes processos para

se estudar a estrutura hadrônica. O espalhamento profundamente inelástico é caracteri-

zado pela interação eletromagnética de um lépton de alta energia com um nucleon (próton
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ou neutron) ou com nucleons dentro do núcleo. Essa interação ocorre mediante a troca

de bósons de gauge (γ∗, Z0). No estado final são medidos o lépton espalhado e o estado

hadrônico final X. Medindo-se somente o lépton espalhado, temos um processo inclusivo.

Quando especifica-se o estado final a ser medido, temos um processo exclusivo. Nesta seção,

apenas a contribuição pela troca de γ∗ em processos inclusivos será discutida. O diagrama

em mais baixa ordem em teoria de perturbações para o processo DIS é dado por

e+N → e+X, (1.4)

e é mostrado na Fig.(1.2). Na descrição da QED, o fóton com quadri-momentum qµ tipo

espaço (q2 < 0) é trocado e esse define em qual escala a estrutura hadrônica está sendo

visualizada. O negativo do quadrado do momentum transferido define a virtualidade Q2 do

bóson trocado e é dada por,

Q2 ≡ −q2 = (k − k′)2 > 0. (1.5)

�

�

���

�

�

Fig. 1.2: Processo de espalhamento profundamente inelástico em ordem mais baixa na

teoria de perturbações.

No processo, o lépton possui quadri-momentum kµ = (k0, ~k) no estado inicial, e k′µ =

(k′0,
~k′) no estado final. O nucleon possui quadri-momentum pµ = (p0, ~p) e o estado hadrônico

possui quadri-momentum pµ
X . A massa do nucleon é dada por M 2 = p2 ≈ 1GeV 2 1. A

energia do centro de momentum lépton-núcleon é definida como

s = (k + p)2 (1.6)

e, para o sistema γ∗-núcleon, temos

W 2 = (q + p)2 (1.7)

1 Cabe salientar, que em f́ısica de part́ıculas elementares, as duas constantes fundamentais da mecânica

quântica relativ́ıstica c e ~ são consideradas de maneira tal que c = ~ = 1, portanto, é comum sempre se

referir a massa, momentum e energia, todos em termos de GeV
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Em processos de corrente neutra (CN), o lépton inicial é do mesmo tipo que o final, e

o bóson pode ser um fóton virtual γ∗ ou um Z0. No caso de corrente carregada (CC), o

lépton inicial e o final são diferentes, e um W± media a interação. Se a virtualidade Q2

não for suficientemente grande (Q2 � mZ0), os dois últimos processos (interação fraca) são

suprimidos e somente a parte eletromagnética (fóton) contribui.

O DIS é descrito pela introdução da variável adimensional de Bjorken, x, definida por,

x =
Q2

2p.q
. (1.8)

Como W 2 ≥M2 e W 2 = M2 + 2p.q(1− x), então x deve estar no intervalo 0 ≤ x ≤ 1.

A variável rapidez y pode ser definida da seguinte maneira,

y =
p.q

p.k
, (1.9)

e representa a fração de energia perdida pelo elétron no referencial de repouso do nucleon.

Usa-se freqüentemente outro invariante de Lorentz, ν, definida como

ν =
p.q

M
, (1.10)

que representa a energia do bóson no referencial de repouso do nucleon.

Em ordem mais baixa na Eletrodinâmica Quântica, a seção de choque inclusiva para o

DIS pode ser escrita como

dσ(eN → eX) =
2α2

em

Q4

m2

k0k
′
0

LµνWµνd
3k′, (1.11)

onde Lµν é o tensor associado ao vértice leptônico, sendo calculado diretamente através das

regras de Feynman da QED. Este tem a forma,

Lµν =
1

m2
[k′µkν + k′νkµ − (k.k′)gµν]. (1.12)

O tensor Wµν descreve o vértice hadrônico e é dado por

Wµν =
4π2EN

M

∫

d4xeip.x < N |J(x)em
µ J(0)em

ν |N >, (1.13)

onde EN é a energia do nucleon, e J em
µ é o operador densidade de corrente, que nos dá

a probabilidade de transição do estado final para o estado inicial. O tensor Wµν contém

todas as informações sobre a interação do fóton virtual com o alvo. Supondo que o nu-

cleon tenha uma subestrutura, o tensor Wµν parametriza todo nosso desconhecimento com

relação à estrutura interna do nucleon. Apesar do tensor Wµν não ser conhecido, é posśıvel

parametrizá-lo em termos dos quadrimomenta presentes no vértice hadrônico.
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A forma mais geral para parametrizar o tensor hadrônico é:

Wµν = −W1gµν +W2
pµpν

M2
− iW3εµνρσ

pρpσ

2M2

+ W4
qµqν
M2

+W5
pµqν + pνqµ

2M2
+ iW6

pµqν − pνqµ
2M2

. (1.14)

As Wi são funções das variáveis escalares de Lorentz que podem ser constrúıdas a partir

dos quadri-momenta do vértice hadrônico. Considerando que o tensor leptônico é simétrico,

apresenta invariância de paridade e impondo a conservação de corrente no vértice hadrônico

qµWµν = 0, podemos escrever o tensor hadrônico somente com duas componentes, na se-

guinte forma,

Wµν = (−gµν +
qµqν
q2

)W1 + (pµ −
p.q

q2
qµ)(pν −

p.q

q2
qν)

1

M2
W2. (1.15)

Agora considerando a contração dos tensores em (1.11), podemos escrever a seção de choque

para o DIS em mais baixa ordem em QED no referencial de laboratório como [26, 27]

d2σ(ep→ eX)

dE ′dΩ
=

4α2
em

q4
E ′2
[

2sen2 θ

2
W1(ν,Q

2) + cos2 θ

2
W2(ν,Q

2)

]

. (1.16)

onde E ′ representa a energia do lépton no estado final e Ω é o ângulo sólido de espalhamento

deste lépton. Nestas expressões, negligenciamos a massa do lépton, pois estamos interessados

no regime de altas energias 2.

Definimos o conjunto de variáveis de Mandelstam s, t e u, que são invariantes de Lorentz

s ≡ (p+ k)2 = E2
cm, (1.17)

t ≡ (k − k′)2 = −Q2, (1.18)

u ≡ (k − pX)2, (1.19)

onde Ecm é a energia de centro de momentum. Desta forma podemos escrever a seção de

choque para o DIS

dσ

dtdu
=

4πα2
em

s2t2
1

(s+ t)

{

−(s + u)tMW1(ν,Q
2)− usνW2(ν,Q

2)
}

. (1.20)

Em prinćıpio, podeŕıamos esperar que W1 e W2 fossem complicadas funções de ν e Q2.

Entretanto, foi verificado experimentalmente, durante a década de 60 nos experimentos no

SLAC (“Stanford Linear Accelerator” ) [27], que no limite de Bjorken, definido por

ν →∞, Q2 →∞ com x ≡ Q2

2Mν
fixo, (1.21)

2 é um tanto dif́ıcil quantificar um valor para determinar o limite de altas energias, porém, podemos dizer

que para o acelerador RHIC, onde a energia de centro de momentum é da ordem de 200 GeV caracteriza

um regime de altas energias
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as funções de estrutura do DIS são independentes de Q2 e ν individualmente, passando a

ser função unicamente da variável adimensional x, ou seja,

lim
Q2,ν→∞

MW1(ν,Q
2) ≈ F1(x), (1.22)

lim
Q2,ν→∞

ν W2(ν,Q
2) ≈ F2(x). (1.23)

Este comportamento é chamado de escalamento das funções de estrutura e foi predito

por Bjorken [28] a partir da álgebra de correntes. Em prinćıpio, as funções Wi podem ser

fortemente dependentes de Q2 pois a estrutura interna pode ser excitada de uma maneira

diferente para diferentes valores de Q2. Contudo, no limite de Bjorken, a seção de choque do

espalhamento inelástico elétron-próton passa a depender apenas da variável adimensional

x = Q2/2Mν. Portanto, para valores suficientemente grandes de energias, o espalhamento

passa a ser inelástico e ocorre o desaparecimento da dependência em Q2. Este comporta-

mento sugere que está ocorrendo o espalhamento elástico do fóton por part́ıculas puntuais,

sem estrutura.

1.2.1 Modelo de pártons

O comportamento observado nas funções de estrutura é a base para a interpretação da

estrutura do próton em termos do Modelo de pártons. Neste modelo, o hádron (e.g. próton)

é composto por férmions puntuais quase-livres chamados pártons. Cada part́ıcula carrega

uma fração x do momentum total do hádron inicial, de tal forma que
∑

i xiP = P . O

modelo partônico é baseado nas seguintes hipóteses:

1. Num referencial onde o hádron possui momentum P → ∞, este comporta-se como

um conjunto de part́ıculas livres. Estas part́ıculas movem-se quase que paralelamente

ao hádron (portanto desprezando seu momentum transverso) portando uma parcela

x do momentum total do hádron.

2. A seção de choque inelástica lépton-hádron é a soma incoerente da seção de choque

elástica individual lépton-párton, sendo estes pártons tratados como livres.

Esta forma de tratamento do DIS implica que o processo pode ser descrito considerando

a interação partônica na Fig.(1.3). Todas as hipóteses do modelo justificam-se num sistema

de referência de Lorentz tal que a massa dos pártons e seu momentum transverso possam

ser desprezados, ou seja,

|P| >> M,m, PT . (1.24)
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Fig. 1.3: Interpretação do DIS através do modelo de pártons.

O modelo de pártons nos permite fatorizar o espalhamento profundamente inelástico em

duas etapas:

a) O espalhamento do lépton por um dos pártons do nucleon, que porta uma fração de

momentum x′ do momentum inicial do nucleon.

b) Combinação de pártons, formando os hádrons secundários (hadronização) que são

observados pelos detectores.

Considerando as hipóteses do modelo, definimos a probabilidade [qi(xi)] de encontrarmos

um párton do tipo i, no interior de um hádron, portando uma fração de momentum xi = Pi

P
,

onde Pi é o momentum portado pelo párton qi. O número de pártons i no hádron pode ser

expresso da seguinte forma:

Ni =

∫ 1

0

qi(xi)dxi. (1.25)

A conservação de momentum, implica

∑

i

∫ 1

0

xiqi(xi)dxi = 1, (1.26)

ou seja, somando sobre todas as frações de momentum portadas pelos pártons (carregados

ou não) deve-se obter o momentum total do hádron.

A partir dos resultados do espalhamento ep, verifica-se que incluindo-se na regra de

soma de momentum (1.26) apenas as distribuições de pártons carregados, obtém-se um valor

aproximado de 1/2 [29]. Este resultado indica que aproximadamente 50% do momentum

total do hádron deve estar associado a pártons que não portam carga elétrica, não sendo

diretamente detectáveis em experiências de DIS.
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A fatorização colinear e o modelo de pártons permitem escrever a seção de choque dife-

rencial do processo lépton-hádron em termos da seção de choque diferencial do espalhamento

lépton-párton e, portanto

dσlépton−Nucleon =
∑

i

∫ 1

0

dxqi(x)dσ
lépton−párton, (1.27)

onde a soma se dá sobre os pártons que portam carga elétrica. O processo lépton-hádron

é calculado a partir das regras de Feynman da QED para o espalhamento de dois léptons.

Comparando com a expressão (1.20) e fazendo uso da propriedade de escalamento das

funções de estrutura, obtemos, no limite de Bjorken,

F2(x) = 2xF1(x) = x
∑

i

ε2
i qi, (1.28)

onde εi é a fração de carga do nucleon que o párton porta. Esta relação advém diretamente

da hipótese de que os pártons possuem spin- 1
2

[2, 29] e é denominada relação de Callan-Gross

[30].

Os resultados expostos acima permitem identificar os quarks com os pártons [26, 27]. Os

quarks podem se apresentar em seis sabores diferentes u, d, s, c, b e t que diferem em carga

e em massa. Considerando a denominação qu(x) = u(x), qd(x) = d(x) . . . para os diferentes

sabores, as distribuições partônicas qi(x) são apresentadas em número de doze, uma para

cada quark [u(x)] ou anti-quark [ū(x)].

Na constituição dos hádrons temos dois tipos de quarks: os quarks de valência e os

quarks do mar (q ≡ qv + qs). Os quarks de valência são os quarks utilizados na descrição

espectroscópica e devem reproduzir os números quânticos do hádron. Os quarks do mar são

pares virtuais quark-antiquark que têm origem nas flutuações dos propagadores da interação

forte. Estas part́ıculas carregam os números quânticos do vácuo.

No caso de nucleons, o conteúdo total dos quarks c, b e t é despreźıvel se comparando

com as distribuições dos quarks leves u, d e s. Isto ocorre devido a grande massa dos quarks

c, b e t. Portanto, podemos escrever a função de estrutura do próton F p
2 (x) da seguinte

forma:

F p
2 (x) = x

{

(

2

3

)2

[u(x) + ū(x)] +

(

1

3

)2

[d(x) + d̄(x)] +

(

1

3

)2

[s(x) + s̄(x)]

}

(1.29)

A função de estrutura do nêutron F n
2 pode ser obtida a partir de F p

2 a partir da substi-

tuição u⇔ d, ū⇔ d̄, pois próton e nêutron formam um dupleto de isospin.

Experimentalmente, as distribuições de quarks de valência anulam-se para x = 0 e

x = 1, enquanto os quarks do mar tendem a popular a região de pequeno x. Como vimos

anteriormente, aproximadamente 50 % do momentum do nucleon é portado por pártons que
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não são detectáveis diretamente no DIS, ou seja, pártons sem carga elétrica. A presença

destes pártons no interior do nucleon pode ser justificada pela dinâmica da interação quark-

quark, identificando estes pártons com as part́ıculas de troca da interação forte, os glúons.
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Fig. 1.4: Contribuição O(ααs) γ
∗q → qg para o processo ep → eX.

1.3 Equações de Evolução Lineares

1.3.1 DGLAP

O modelo de pártons descreve o processo DIS [Fig. (1.3)], desconsiderando a dinâmica de

glúons como o portador da força forte associada a carga de cor dos quarks. Assim, o modelo

desconsidera o fato de que os quarks poderem radiar glúons. Para implementar os efeitos

de QCD, vamos considerar que o quark da Fig. (1.3) possa emitir glúons antes ou depois

de interagir com o fóton γ∗. Estes eventos são mostradas na Fig. (1.4). Além disso, um

glúon do alvo pode contribuir para o processo DIS via γ∗g → qq̄, como mostrado na Fig.

(1.5). Considerando a ordem de contribuição nos cálculos perturbativos, definindo α como a

constante de acoplamento eletromagnética e αs a constante de acoplamento forte, podemos

dizer que nos processos das Figs. (1.4) e (1.5) são contribuições de O(ααs) para a seção de

choque, sendo a contribuição dominante na Fig. (1.3) de O (α).

A inclusão dos diagramas da QCD no processo DIS tem conseqüências significativas nos

observáveis experimentais:

• A propriedade de escalamento das funções de estrutura é violada;

• O quark no estado final (e portanto a direção do jato de hádrons) não será necessari-

amente colinear com o fóton virtual.

A partir da QCD, podemos predizer a violação de escalamento, bem como a distribuição

angular do jato associado ao fóton virtual. A quebra de escalamento predito pela QCD é

de forma logaŕıtmica. Aqui abordaremos a quebra de escalamento das funções de estrutura

utilizando a descrição proposta por Altarelli-Parisi e paralelamente por Dokshiter, Gribov

e Lipatov (DGLAP) [5, 6, 7], que descreve a evolução dinâmica das funções de estrutura
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Fig. 1.5: Contribuição de glúons no estado incial O (ααs) γ
∗g → qq̄ para o processo ep →

eX.

usando uma linguagem partônica, intuitiva. A seguir vamos apresentar os principais aspec-

tos dessa abordagem.

Definimos as funções de desdobramento Pab

(

x
y

)

, que estão associadas à probabilidade de

um párton b com fração de momentum y dar origem a um párton a com fração de momentum

x. É conveniente também definir as funções de distribuição de quarks singleto (q + q̄) (S)

e não− singleto (q − q̄) (NS) e ainda a função de distribuição de glúons.

qNS ⇒ Quarks de valência, (1.30)

qS ⇒ Quarks do mar, (1.31)

g ⇒ Distribuição de glúons. (1.32)

O formalismo DGLAP descreve a evolução em Q2 das funções de distribuição partônica

considerando que a interação partônica é dada através de uma cascata partônica, com

um forte ordenamento nos momenta transverso dos pártons emitidos dentro desta cascata.

Considerando os processos de emissão em mais baixa ordem dentro desta cascata, as e-

quações DGLAP podem ser escritas

dqNS
i (x,Q2)

d lnQ2
=

αs(Q
2)

2π

∫ 1

x

dy

y
Pqq

(

x

y

)

qNS
i (y,Q2), (1.33)

dqS
i (x,Q2)

d lnQ2
=

αs(Q
2)

2π

∫ 1

x

dy

y

[

Pqq

(

x

y

)

qS
i (y,Q2) + Pqg

(

x

y

)

g(y,Q2)

]

, (1.34)

dg(x,Q2)

d lnQ2
=

αs(Q
2)

2π

∫ 1

x

dy

y

[

Pgq

(

x

y

)

qS
i (y,Q2) + Pgg

(

x

y

)

g(y,Q2)

]

, (1.35)

(1.36)

onde as funções de desdobramento podem ser calculadas em QCD perturbativa. Em ordem

mais baixa, essas funções foram obtidas por Altarellli-Parisi [6], e têm a seguinte forma:
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Pqq(z) =
4

3

[

(1 + z2)

(1− z)+
+

3

2
δ(1− z)

]

, (1.37)

Pqg(z) =
1

2
[z2 + (1− z)2], (1.38)

Pgg(z) = 6

[

(1− z)
z

+
z

(1− z)+
+ z(1− z) +

(

11

12
− nf

18

)

δ(1− z)
]

, (1.39)

Pgq(z) =
4

3

[

1 + (1− z)2

z

]

, (1.40)

onde a prescrição

∫ 1

0

dz
f(z)

(1− z)+
=

∫ 1

0

dz
f(z)− f(1)

1− z (1.41)

é usada na regularização da divergência para z = 1.

A partir da solução dessas equações, a QCD prevê a quebra de escalamento das distri-

buições de pártons e permite calcular a dependência em Q2 da função de estrutura F2. O

formalismo DGLAP prevê que a função de estrutura F2, definida pela Eq. (1.29), passe a

ser dependente da distribuição de glúons também. Como a distribuição de glúons aumenta

para pequeno x, temos um comportamento semelhante para a F2.

Devido ao forte ordenamento nos momenta transversos dentro da cascata partônica, as

equações DGLAP têm validade na seguinte região cinemática:

αs lnQ2 ≈ 1, αs << 1, e ln

(

1

x

)

<< ln

(

Q2

Q2
0

)

, (1.42)

ou seja, as equações DGLAP são válidas numa região cinemática de valores de Q2 não muito

baixos (valores de Q2 & 1GeV2 onde a QCD perturbativa pode ser aplicada) e também numa

região de x não muito pequeno (x & 0.001).

As equações DGLAP não nos fornecem valores para as funções de distribuição partônicas

a uma dada virtualidade, mas sim uma evolução em Q2 destas distribuições. Assim a QCD

prediz a quebra de escalamento e permite calcular explicitamente a dependência em Q2 das

funções de estrutura. Dadas as funções de distribuição partônica de quarks ou glúons para

um dado ponto de referência (x,Q2
0), podemos evoluir para um certo valor (x,Q2) utilizando

as equações DGLAP.

Na região de pequeno x, devido ao aumento da densidade partônica, os diagramas de

recombinação de pártons (que não são considerados na evolução DGLAP), como por exem-

plo a fusão de dois glúons em um só, tornam-se importantes na descrição das funções de

estrutura. Tais efeitos são denominados de efeitos de alta densidade e constituem um dos

pontos de investigação deste trabalho. Estes efeitos podem ser considerados através de
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termos não lineares nas equações DGLAP, por isso pode-se chamar também de efeitos não-

lineares. Por este motivo não quantificamos aqui a densidade nuclear a partir da qual os

efeitos não-lineares surgem, pois é um ponto ainda em aberto na teoria.

O limite de pequeno x do DIS (x ≈ Q2/s) define o comportamento assintótico da

seção de choque σ(γ∗N) no limite de alta energia. Na região de pequeno x a dinâmica

DGLAP é controlada pela distribuição de glúons, pois as funções desdobramento Pqg e Pgg

[equações (1.40)] apresentam divergência no limite de z → 0. Como as distribuições de

glúons dominam na região de pequeno x, as equações DGLAP podem ser aproximadas por

dqS
i (x,Q2)

d lnQ2
=

αs(Q
2)

2π

∫ 1

x

dy

y

[

Pqg

(

x

y

)

g(y,Q2)

]

, (1.43)

dg(x,Q2)

d lnQ2
=

αs(Q
2)

2π

∫ 1

x

dy

y

[

Pgg

(

x

y

)

g(y,Q2)

]

. (1.44)

Podemos considerar a forma de uma solução das equações DGLAP. Vamos considerar i-

nicialmente a evolução da distribuição de glúons. Para qualquer distribuição f(x,Q2),

define-se o momentum f(ω,Q2) [2], tal que

f(ω,Q2) =

∫ 1

0

dxxωf(x,Q2). (1.45)

A variável ω é escolhida de tal forma que o momentum ω = 0 corresponde ao número de

pártons e o momentum ω = 1 mede a quantidade de momentum linear deste pártons. A

distribuição em x pode ser reobtida utilizando-se a transformada inversa de Mellin[1, 31].

Por exemplo, para a função de glúons, a transformada inversa fica

xg(x,Q2) =
1

2πi

∫

C

dωx−ωg(ω,Q2), (1.46)

onde g(ω,Q2) corresponde ao momentum associado à distribuição de glúons. O contorno

de integração no plano complexo C deve ser tomado à direita de todas as singularidades do

integrando. Podemos determinar a expressão para o momentum da distribuição de glúons

substituindo (1.46) em (1.44) e obtendo

g(ω,Q2) = g(ω,Q2
0)exp

{

∫ Q2

Q2
0

dq2

q2

∫ 1

0

dy

y

[

Pgg

(

x

y

)]

}

. (1.47)

Definimos a dimensão anômala γ, que corresponde ao momentum associado à função de

desdobramento, dada por

γgg(ω,Q
2) =

αs(Q
2)

2π

∫ 1

0

dy

y

[

Pgg

(

x

y

)]

, (1.48)
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No limite de duplo logaŕıtmo dominante (DLA) [αs ln(1/x) ln(Q2/Q2
0)], a dimensão anômala

pode ser aproximada em primeira ordem por

γgg(ω) =
αsNc

π

(

1

ω

)

, (1.49)

onde temos a singularidade em ω = 0. Determinada a singularidade de γgg no limite de alta

energia (pequeno x), o comportamento da função de glúon dependerá das singularidades

de g(ω,Q2). Tomando αs independente de q2, a distribuição de glúons pode ser escrita na

forma geral,

xg(x,Q2) =
1

2πi

∫

C

dωeω ln(1/x)+γgg(ω) ln(Q2/Q2
0)xg(ω,Q2

0), (1.50)

onde usou-se a transformação de variável x−ω = eω ln(1/x). As singularidades do integrando

da Eq. (1.50) definem o comportamento das distribuições de glúons. Esta expressão mostra

que a dimensão anômala γgg(ω) controla a evolução dinâmica da distribuição de glúons na

variável Q2. A condição inicial g(ω,Q2
0) também tem papel fundamental no comportamento

de g(x,Q2). Se esta apresentar uma singularidade e for dominante com relação à singula-

ridade de γgg, então o comportamento de g(x,Q2) será determinado pela condição inicial e

não por γgg.

A forma mais geral para γgg(ω), pode ser escrita em termos de uma série de potências

de αs/2π da forma [13]

γgg(ω) =
αsNc

π

1

ω
+

2α4
sN

4
c ζ(3)

π4

1

ω4
+O

(

α5
s

ω5

)

, (1.51)

onde ζ(3) é a função zeta de Riemman e Nc é o número de cores. Na aproximação DLA,

somente o primeiro termo da série acima é considerado.

1.3.2 BFKL

O formalismo associado às equações de evolução DGLAP não permite fazer nenhuma

predição sobre a evolução das distribuições partônicas na variável de Bjorken x. A de-

pendência em x, necessária para descrever os dados, está presente nas distribuições de

entrada. Na evolução DGLAP, as contribuições dependentes de 1/x, logo dominantes na

região de pequeno x, são levadas em conta no limite duplo logaŕıtmo dominante (DLA),

onde os diagramas somados contribuem com termos da ordem de [αs ln(Q2/Q2
0) ln(1/x)]n

e possuem um forte ordenamento nas variáveis x e k2
⊥. Os termos proporcionais a ln(1/x)

aparecem sempre acompanhados de um lnQ2, o que significa que esta descrição é válida

apenas para a região cinemática de grandes valores de 1/x e Q2.
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A analise da região cinemática de pequeno x e valores moderados de Q2 implica somar

diagramas que contribuam com termos da ordem [(αs) ln(1/x)]n com αs ln(Q2/Q2
0) << 1 e

αs ln(1/x) ≈ 1. Assim, devemos considerar termos dominantes em ln(1/x) e a dependência

completa em Q2 deve ser mantida. Isto significa que o forte ordenamento nos momenta

transversos dentro da cascata partônica deve ser relaxado e deve ser inclúıda uma integração

sobre todo o espaço de fase formado pelas componentes transversas dos momenta dos pártons

emitidos. Em tal região cinemática, as equações de evolução DGLAP não são mais válidas

e uma nova dinâmica é necessária para descrever a evolução das distribuições partônicas.

Com o objetivo de estudar a amplitude de espalhamento no limite de altas energias

(pequeno x), na década de 70, Y. Balitski, V. Fadin, E. Kuraev e L. Lipatov (BFKL)

[8, 9, 10, 11] propuseram uma equação que leva em consideração termos proporcionais a

αs ln(1/x), equação que descreve a evolução na variável de Bjorken x. Como o espaço de

fase não está mais restrito pelo ordenamento nos momenta transversos, a equação BFKL

deve ser escrita em termos da função de glúons não integrada φ(x, k2
⊥), que nos fornece a

probabilidade de encontrar um glúon no nucleon com momentum transverso k2
⊥ e fração de

momentum longitudinal x. A forma diferencial da equação BFKL é dada por

∂φ(x, k2
⊥)

∂ ln(1/x)
=

3αs

π
k2
⊥

∫ ∞

0

dk′2⊥
k′2⊥

{

φ(x, k′2⊥)− φ(x, k2
⊥)

|k′2⊥ − k2
⊥|

+
φ(x, k2

⊥)
√

4k′4⊥ + k4
⊥

}

(1.52)

≡ K ⊗ φ, (1.53)

onde a função de glúons não integrada φ(x, k2
⊥) está relacionada com a função de glúons

usual por

xg(x,Q2) =

∫ Q2

dk2
⊥

k2
⊥
φ(x, k2

⊥). (1.54)

A condição inicial para a equação (1.53) deve ser tomada para um valor suficientemente

pequeno de x0, tal que as seguintes condições sejam satisfeitas

αs � 1, αs ln(Q2/Q2
0)� 1, αs ln(1/x) ≈ 1. (1.55)

Como a equação BFKL descreve o limite de x → 0, então ela é própria para o cálculo de

processo para altas energias. No limite de altas energias, a distribuição de glúons domina a

evolução e a equação BFKL pode ser representada por um diagrama escada efetivo, com os

momenta longitudinais fortemente ordenados e sem ordenamento nos momenta transversos,

ou seja,

x � xi+1 � . . . � x1 � 1 , (1.56)

Q2 ≈ k⊥ i+1 ≈ . . . ≈ k⊥ 1 ≈ Q2
0 . (1.57)
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É posśıvel obter uma solução anaĺıtica para a equação BFKL a partir da transformada

de Mellin da função φ(x, k2) na variável k2 da forma,

∂φ(x, γ̄)

∂ ln(1/x)
= K̄(γ̄)φ(x, γ̄), (1.58)

cuja solução é

φ(x, γ̄) = φ(x0, γ̄)

(

x

x0

)−K̄(γ̄)

. (1.59)

Onde γ̄ é a variável conjugada de k2, φ(x, γ̄) é a função transformada e K̄ é o núcleo

transformado.

Utilizando uma forma expĺıcita para as funções transformadas, pode-se obter a função

de glúon não integrada [32],

φ(x, k2) =

(

x

x0

)−λ
√
k2φ(x0, γ̄ = 1/2)

(6αs 28ζ(3) ln(x/x0))1/2
exp

{ − ln(k2/k̄2)

6αs

π
28ζ(3) ln(x/x0)

}

. (1.60)

onde ζ(x) é a função zeta de Reimann. Tal solução permite avaliar algumas propriedades

desta evolução. O primeiro termo de (1.60) dá origem a um comportamento x−λ para a

distribuição de glúons não integrada, caracteŕıstico do formalismo BFKL. Para um αs ≈ 0.2,

o expoente λ terá um valor ≈ 0.5, o que representa um crescimento para a distribuição

de glúons, no limite de altas energias. Como verificado, através das equações DGLAP,

na evolução da distribuição de quarks existe uma dependência na distribuição de glúons.

Portanto, conclui-se que a dinâmica BFKL prevê um rápido crescimento da seção de choque

σ(γ∗N) com a energia.

Uma limitação está no fato de que as soluções foram obtidas para αs independente de Q2,

o que limita a validade da equação a um pequeno intervalo de Q2, onde o comportamento

da constante de acoplamento pode ser aproximado.

Na próxima seção, apresentamos algumas parametrizações para as distribuições partôni-

cas obtidas no formalismo DGLAP, que somente podem ser determinadas a partir dos

experimentos, pois necessitamos das condições iniciais das equações de evolução, que são

tomadas a partir dos resultados experimentais.

1.4 Distribuições Partônicas para o Próton

Os cálculos de processo de espalhamento duros para altas energias em QCD perturbativa,

constituem-se de dois elementos básicos. As seções de choque dos subprocessos partônicos,

envolvendo pártons, léptons e bósons de gauge, que são calculadas perturbativamente, e
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as distribuições partônicas dos hádrons. Isto implica que predições para processos de es-

palhamento duro, envolvendo hádrons, necessitam de um conhecimento das distribuições

partônicas.

Como vimos anteriormente, a QCD não prediz o valor das distribuições partônicas,

mas somente as suas evoluções. Pode-se por exemplo, determinar as mesmas através do

formalismo DGLAP, para alguma escala Q2 = Q2
0 e um certo valor de x, a partir dos

resultados experimentais existentes. O procedimento básico é parametrizar, através de

uma função de entrada anaĺıtica, a dependência em x das funções de distribuição fi(x,Q
2
0)

(quarks e glúons) para algum Q2
0 suficientemente grande para que a QCD perturbativa possa

ser aplicada. Após deve-se evoluir para um escolhido valor de Q2 utilizando as equações

DGLAP. Os termos da parametrização de entrada são determinados pelo ajuste, durante

a evolução, aos dados de espalhamento profundamente inelástico e processos relacionados

dispońıveis. Dessa forma determina-se as densidades partônicas para uma certa região de x

e Q2. Como essas funções são universais, podem ser usadas para caracterizar as funções de

estrutura e para o cálculo das seções de choque de outros processo de alta energia.

Tradicionalmente essas distribuições são determinadas a partir de análises globais dos

dados de processos como espalhamento profundamente inelástico, produção de pares de

léptons, produção de sabores pesados, produção de jatos com grande momentum trans-

verso, etc. Nessas análises globais incluem-se o maior número posśıvel de observáveis a

fim de restringir as várias distribuições partônicas, pois diferentes processos nos fornecem

informações sobre diferentes tipos de distribuições partônicas em diferentes regiões cinemáti-

cas. Por exemplo, os dados de espalhamento profundamente inelástico restringem principal-

mente a função de estrutura F2 e a distribuição de glúons na região de pequeno x, enquanto

a produção de pares de léptons restringem as distribuições de antiquarks e quarks.

O maior número de dados, bem como a maior precisão destes, demanda que a cada novo

conjunto de medidas um novo refinamento das distribuições partônicas seja feito. Podemos

citar alguns grupos que realizam o procedimento de ajuste aos dados, como o grupo GRV

[33, 34, 35], CTEQ [36, 37, 38], MRST [39, 40, 41], etc, com distintas idéias fundamentais

[42], porém o valor inicial de virtualidade de todas as parametrizações é significativamente

maior se comparado com a parametrização GRV do ano de 1994. O grupo MRST [39, 40, 41]

e o CTEQ [36, 37, 38] caracterizavam-se por realizar ajustes globais dos dados a fim de

obter parametrizações para as distribuições partônicas. O grupo GRV [33, 34, 35], propõe

a parametrização para as distribuições partônicas baseando-se na evolução dinâmica de

distribuições de entrada tipo-valência (que anulam-se para x→ 0) a partir de um pequeno

valor para a virtualidade inicial. Neste trabalho utilizaremos as parametrizações GRV e

CTEQ. Os resultados não apresentam significativa diferença quando consideramos diferentes

parametrizações. Apenas no caṕıtulo 4 deste trabalho é que realizamos comparações entre
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as parametrizações GRV94 e GRV98 tendo em vista os diferentes resultados experimentais

utilizados por estas parametrizações, durante o processo de ajuste.

1.5 Processo Drell-Yan

A produção de pares de léptons com grande massa invariante (e+e−, µ+µ−, etc.) 3 em

colisões hadrônicas também nos fornece informações sobre a estrutura dos hádrons. A

detecção experimental destes diléptons com grande massa invariante em colisões hadrônicas

determinou alguns fatos importantes na f́ısica de part́ıculas. O estado quarkoniumn (pares

de quarks pesados), por exemplo, que revelou a existência de quarks charm na década de

70, foi descoberto através de seu decaimento em pares de léptons. Este decaimento aparece

superposto a um cont́ınuo de produção de pares de léptons, sendo este cont́ınuo antecipado

teoricamente em 1970 [43] conhecido como processo Drell-Yan (Fig. 1.6). O processo DY

nos fornece uma conexão com as distribuições de antiquarks dos hádrons, como veremos

posteriormente. Produção de pares de léptons pelo processo Drell-Yan (DY) com feixe de

ṕıons e kaons fornece informações sobre a estrutura dessas part́ıculas instáveis. Outro fato

importante na história de processo DY foi a descoberta das part́ıculas W ± e Z0 em 1983.

Os conceitos do modelo partônico, originalmente introduzidos no DIS, podem ser apli-

cados a outros processos em colisões hadrônicas. O processo Drell-Yan é um destes. Num

espalhamento hádron-hádron, o processo Drell-Yan, no sistema de laboratório onde os dois

hádrons possuem momentum infinito, consiste numa aniquilação de um quark oriundo de

um hádron e um antiquark de outro hádron, dando origem a um bóson vetorial, o qual

decai em um par de léptons, como pode ser analisado na Fig. (1.7). Neste trabalho esta-

mos interessados em estudar o processo DY em colisões pp e pA, de tal forma que somente

os fótons como os bóson de troca serão considerados, pois estamos interessados na região

de pequena massa de par de léptons (Ml+l− ≤ MZ0), onde a contribuição do fóton como

bóson de troca é dominante. Posteriormente este fóton decai em um par de léptons que é

detectado. Na década de 80 muitos problemas teóricos relativos ao processo DY foram re-

solvidos, estabelecendo-se o processo DY juntamente com DIS como uma fonte quantitativa

de informação da estrutura hadrônica.

No DIS, a escala do processo é definida pelo momentum transferido Q2. No processo

DY o momentum transferido é a massa invariante do par de léptons no estado final e define

a escala do processo. Temos então que o quadri-momentum do fóton caracteriza a escala

3 Em nosso contexto, grande massa invariante significa Ml+l− ≥ MJ/ψ ≈ 3 GeV, onde J/ψ → estado

ligado de quarks pesados cc̄, por exemplo
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Fig. 1.6: Espectro de massa de pares de léptons produzidos por vários tipos de decaimento

e também pelo processo Drell-Yan do eperimento E866 [44]: colisões p+p e p+d

a 800 GeV de energia do feixe. Os picos no cont́ınuo referem-se aos pares de

léptons medido do decaimento das ressonâncias.

do processo, logo

M2 = q2 > 0, (1.61)

onde qµ é o quadri-momentum do fóton virtual. Neste processo, o quadrado da energia do

centro de massa dos hádrons colisores é dado por

s = (P1 + P2)
2, (1.62)

onde P1 e P2 são os quadrimomenta do hádron 1 e do hádron 2, respectivamente. Em

processos Drell-Yan com o alvo fixo é útil trabalhar com a fração de momentum longitudinal

total, conhecida como x de Feynman, que é definida por

xF =
2pL√
s
≈ x1 − x2, (1.63)

onde pL é o momentum longitudinal do par de léptons, no referencial do centro de massa

do processo hádron-hádron. As variáveis x1 e x2 são as frações de momentum total dos

hádrons que cada párton porta, portanto considerando os momenta portados pelo pártons,

p1 e p2 podemos escrever,

p1 = x1P1 p2 = x2P2. (1.64)
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Fig. 1.7: Processo Drell-Yan em mais baixa ordem em QED.

Através de relações cinemáticas pode-se escrever,

x1 =
2P2.q

s
e x2 =

2P1.q

s
. (1.65)

O quark q na Fig.(1.7) tem momentum x1P1 e o antiquark tem momentum x2P2. Porém,

podemos verificar que existe uma simetria entre feixe e alvo neste referencial. Além disso,

x1 e x2 relacionam-se através da variável de escalamento da seguinte forma:

τ ≡ x1x2 =
M2

s
, (1.66)

onde desprezamos, de acordo com o modelo partônico, o momentum transverso do fóton

virtual.

As frações de momentum carregadas pelos pártons que contribuem para a seção de

choque em ordem dominante (LO), podem ser expressas em termos da variável rapidez y

do par (generalização da velocidade relativ́ıstica)

y =
1

2
ln

(

E + pz

E − pz

)

(1.67)

e na variável de escalamento τ , da seguinte maneira,

x1 =
√
τey, x2 =

√
τe−y. (1.68)

Podemos definir ainda a variável pseudo-rapidez η que está relacionada diretamente com

o ângulo de espalhamento das part́ıculas no detector, onde

η = − ln

[

tan

(

θ

2

)]

(1.69)

Outra variável de extrema importância no processo Drell-Yan e de maneira geral em

colisões hadrônicas é o momentum transverso, ou seja, o momentum transverso ao plano
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de colisão dos hádrons (pT ). Considerando-se ainda colisões onde não se tem o alvo fixo,

esta variável é de extrema importância pois é a que apresenta melhor precisão de medida

no experimento.

A variável pseudo-rapidez está relacionada com a variável rapidez pela seguinte relação

y = ln





√

m2 + | ~pT |2 cosh2 η + | ~pT | sinh η
√

m2 + | ~pT |2



 . (1.70)

Verifica-se imediatamente que η = 0 é equivalente a y = 0. As variáveis rapidez e pseudo-

rapidez têm sempre o mesmo sinal. Pela relação da variável rapidez na determinação de x1 e

x2, verifica-se que grande rapidez implica em pequeno x2 e grande x1, logo na região de η > 0

investigamos pequeno x para um dos hádrons colisores e grande x para o outro hádron. As

variáveis η e pT estão apresentadas na Fig. 1.8. A variável massa m que aparece na relação

entre rapidez e pseudo-rapidez é a massa da part́ıcula produzida no processo de colisão e,

no caso discutido aqui, pode ser considerada com a massa do par de léptons produzidos.

Considerando a condição onde m << |pT | temos que y ≈ η.

�����

����� ���	�

Fig. 1.8: Variáveis cinemáticas pT e η.

A seção de choque partônica q + q̄ → l+ + l− em mais baixa ordem para o processo

Drell-Yan é calculada através das usuais regras de Feynman da QED. De acordo com o

subprocesso partônico de aniquilação de quarks da Fig.(1.7) temos

dσ̂

dM2
=

4πα2
emε

2
i

9M2
δ(x1x2s−M2), (1.71)

onde εi representa a fração de carga do próton, carregada pelo quark de sabor ”i”. A

fatorização colinear nos permite escrever a seção de choque hadrônica para o processo Drell-

Yan da seguinte forma,

dσ

dM2
=

∫ 1

0

dx1dx2

∑

i

{qi(x1,M
2)q̄i(x2,M

2) + x1 ↔ x2}
dσ̂

dM2
, (1.72)



Caṕıtulo 1. A Cromodinâmica Quântica e os Processos de Espalhamento 28

onde as funções q(x,M 2) e q̄(x,M2) são as funções de distribuições partônicas definidas no

DIS e descrevem a probabilidade de encontrar um quark ou antiquark portando uma fração

x do hádron de origem. Como falamos anteriormente, no processo Drell-Yan, o quadrado

da massa do par de léptons determina a escala do processo, logo, as funções de distribuições

partônicas passam a depender de M 2. A função δ na Eq.(1.71) permite escrever a seção de

choque na forma,

M2dσ

dτ
=

4πα2
em

3Nc

∫ 1

0

dx1

∑

i

ε2
i {qi(x1,M

2)q̄i(x1/τ,M
2) + x1 ↔ x2}, (1.73)

que explicita o escalamento da seção de choque em termos de τ .

A observação da propriedade de escalamento [45, 46], ou seja, o fato da seção de choque

(1.73) depender somente de τ e não separadamente de M 2 e s, corrobora o mecanismo

ilustrado na Fig. (1.7). Contudo, existem algumas caracteŕısticas da produção Drell-Yan

que não podem ser entendidas na ordem mais baixa do processo. Essas são:

• As seções de choque calculadas diretamente de (1.73) resultam em valores abaixo dos

dados por um fator de 2 a 3. A diferença entre o cálculo em ordem dominante e os

dados nos indica que mais altas ordens para o processo Drell-Yan são importantes. A

inclusão de mais altas ordens pode ser simulada através da introdução de um fator

constante, aproximadamente independente de M 2 e x, mas dependente da energia,

denominado fator K.

• Fótons com grande momentum transverso, da ordem de alguns GeV, são observados

no experimento. Contudo, no modelo de pártons simples, não temos pártons iniciais

com momentum transverso. Fenomenologicamente podemos introduzir uma distri-

buição em momentum transverso para os quarks do estado inicial. Usualmente, uma

distribuição Gaussiana é usada para descrever o pequeno momentum transverso dos

quarks [47, 48, 49].

Estes problemas podem ser contornados levando em conta as correções de primeira ordem

em QCD para o subprocesso partônico, mostrado na Fig. (1.9). Nessa figura, a primeira

linha de diagramas contêm as correções virtuais ao propagador de quarks e ao vértice. A

segunda linha de diagramas apresenta os processos, onde o quark ou o antiquark emite

um glúon antes da aniquilação (qq̄ → gγ∗). Devido a radiação do glúon, o quark adquire

momentum transverso (pT ) [47, 48, 50].

A última linha dos diagramas refere-se ao processo Compton (qg → qγ∗), onde o quark

interage com um glúon e emite um fóton. Este mecanismo é dominante na região cinemática

onde o par de léptons possui um grande momentum transverso pT [49].
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Fig. 1.9: Primeira ordem em correções de QCD para o processo Drell-Yan.

Vários aspectos fenomenológicos do processo DY podem ser resolvidos pelas correções

de primeira ordem. Estas correções explicam como o pT do par de léptons é produzido

e descreve o comportamento do fator K [51]. Contudo, nem todos os problemas são re-

solvidos. Uma vez que estas correções são numericamente grandes, é necessário investigar

como correções de mais altas ordens modificam os resultados. Além disso, o espectro de

momentum transverso não é totalmente descrito.

Os resultados teóricos concordam com os dados somente para p2
T ∼ M2, pois divergem

para p2
T → 0. Esta divergência está associada à expansão perturbativa na solução da seção

de choque, tal que para pequeno pT esta deixa de ser válida e uma ressoma dos termos

da expansão se faz necessária. A seção de choque na região p2
T � M2 é dominada por

contribuições de logaŕıtmo dominante na forma [52],

dσ

dp2
T

∝ 1

p2
T

∑

i=1

[

αs ln

(

M2

p2
T

)]i

(1.74)

onde αs é calculada na escala M 2. Esta série é efetivamente uma expansão em αs ln
(

M2

p2
T

)

,

em vez de αs e verificamos uma divergência para pT → 0.

O formalismo desenvolvido por Collins, Soper e Sterman [53] leva em conta os logaritmos

dominantes e não dominantes na seção de choque (1.74) tal que descrevem a distribuição

em momentum transverso do processo DY. Neste formalismo, todos os termos divergentes

quando pT → 0 são controlados em uma parte que contém os termos da série ressomados,

de tal forma que, para pequeno momentum transverso, o termo dσ
dp2

T dMdy
(ressom) descreve



Caṕıtulo 1. A Cromodinâmica Quântica e os Processos de Espalhamento 30

a distribuição de momentum transverso. O comportamento divergente da série perturba-

tiva, para pequeno momentum transverso, passa a ser controlado por um termo chamado

assintótico, ou seja, este termo controla a divergência do cálculo perturbativo a pequeno pT ,

de tal forma que a seção de choque pode ser escrita da seguinte maneira,

dσ

dp2
TdMdy

(total) =
dσ

dp2
TdMdy

(ressom) +
dσ

dp2
TdMdy

(pert)− dσ

dp2
TdMdy

(assin). (1.75)

A ligação entre pequeno e grande momentum transverso agora é manifesta, pois para pe-

queno pT , as contribuições perturbativas e assintóticas se cancelam, de maneira que a con-

tribuição de ressoma da série representa a seção de choque; para grande pT as contribuições

de ressoma e assintótica se cancelam e temos a descrição da distribuição em pT pela parte

perturbativa. Porém, para muito alto valor de pT deve-se considerar somente a parte per-

turbativa, pois a parte ressomada contém todas as ordens, enquanto que a parte assintótica

somente foi calculada até segunda ordem, não ocorrendo mais o cancelamento entre estas

contribuições.

Na Fig. (1.10) o resultado para a distribuição em pT , considerando o formalismo discu-

tido acima, é apresentado, verificando-se uma boa descrição dos dados [54].
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Fig. 1.10: Distribuição em momentum transverso DY considerando o formalismo proposto

na Ref.[53]. Dados da colaboração R209 [54].

Um dos principais problemas deste tratamento é a necessidade da introdução de um

fator de forma, W (b), que serve para descrever a distribuição para pequeno momentum

transverso. Neste formalismo, existe uma transformada de Fourier do momentum transverso

para o parâmetro de impacto b. Portanto, o fator de forma apresenta uma dependência nas
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distribuições partônicas e a escala destas distribuições é dada por 1/b2, logo, para grandes

valores de b, entra-se numa região não perturbativa (1/b2 muito pequeno). Para contornar

este problema, utiliza-se um método de congelamento do valor de b para valores de b ≥
0.5 GeV−1. Tal procedimento pode estar superestimando as contribuições da parte não

perturbativa e, portanto, é um dos pontos de discussão com relação a este formalismo.

Outra maneira de corrigir o problema no espectro em pT é considerar um momentum

transverso intŕınseco dos pártons no estado inicial do processo. Desta maneira consegue-se

descrever razoavelmente os resultados; entretanto, existe uma dependência em parâmetros

fenomenológicos [55].

A produção de dileptons é o observável utilizado nesta tese para investigar efeitos de alta

densidade em colisões hadrônicas. Na tentativa de contornar os problemas apresentados no

cálculos da distribuição de momentum transverso, um novo formalismo será discutido no

caṕıtulo 2 e aplicado para a produção de dileptons no Caṕıtulo 4.

Tanto a produção de dileptons Drell-Yan quanto o processo de espalhamento profunda-

mente inelástico podem ocorrer quando sistemas nucleares estão envolvidos no processo de

colisão. Desta forma, é necessário o conhecimento das distribuições partônicas do núcleos,

que não são apenas extrapolações lineares das distribuições partônicas dos nucleons. Na

próxima seção vamos apresentar as distribuições partônicas quando tratadas em sistemas

nucleares, determinando e caracterizando os efeitos que surgem devido a presença do meio

nuclear.

1.6 Distribuições Partônicas Nucleares

Toda a descrição do processo DIS foi realizada até o momento considerando o espalhamento

lépton − nucleon. Nesta seção vamos tratar o processo DIS analisando o espalhamento

lépton− núcleo.
Núcleos constituem sistemas complexos. A densidade bariônica t́ıpica no centro de

núcleos pesados é ρ0 ≈ 0.15 fm−3. A distância média entre dois nucleons a esta densidade é

aproximadamente d ≈ 1.9 fm. Um fóton virtual espalhado por este sistema pode visualizar

dois tipos de efeitos nucleares:

1. Espalhamento incoerente por A nucleons, porém com suas funções de estrutura mo-

dificadas pela presença do meio nuclear. Tais modificações podem ter origem, por

exemplo, através do campo médio que um nucleon experimenta na presença de outros

nucleons, ou ainda devido ao movimento de férmions dentro do núcleo.

2. Processos de espalhamento coerente com a participação de mais de um nucleon. Tais

efeitos podem ocorrer quando excitações hadrônicas do fóton virtual propagam-se
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por distâncias (no sistema de laboratório) que são comparáveis ou maiores que o

comprimento de escala caracteŕıstico d ≈ 2 fm. Tal efeito é genericamente chamado

de sombreamento [56, 57, 58, 59, 60, 61].

Experimentos em espalhamento profundamente inelástico nucleares são revisados nas

Refs. [56, 57]. Para análise dos resultados experimentais é conveniente usar funções de

estrutura que dependem da variável de escalamento de Bjorken para nucleons livres, x.

Em processos onde léptons carregados são espalhados em alvos nucleares não polarizados,

as funções de estrutura do núcleo são definidas através da seção de choque diferencial por

nucleon

d2σA

dxdQ2
=

4πα2

Q4

[(

1− y − Mxy

2E

)

FA
2 (x,Q2)

x
+ y2FA

1 (x,Q2)

]

. (1.76)

Alguns anos atrás (no começo da década de 80) a colaboração EMC (European Muon

Collaboration) verificou que a função de estrutura F A
2 para o Ferro diferia substancialmente

da correspondente função de estrutura do Deutério [62]. Desde então outros experimentos,

como os realizados no CERN [63], SLAC [64] e FNAL[65], dedicaram-se ao estudo dos efeitos

nucleares no DIS não polarizado.

●  
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▼  
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F2
A

F2
d

x

Fig. 1.11: Razão para a função de estrutura nuclear para 40Ca e 56Fe. Dados de NMC [63],

SLAC [64] e BCDMS [65].

A Fig.(1.11) apresenta os dados para a razão F A
2 /F

D
2 na região de x entre 0 e 1, onde

FA
2 é a função de estrutura por nucleon de um núcleo com massa atômica A, e FD

2 refere-

se ao Deutério. Na ausência de efeitos nucleares, a razão F A
2 /F

D
2 seria normalizada a um.

Desconsiderando pequenos efeitos nucleares no deutério, FD
2 pode ser aproximada como uma
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média do modelo de isospin entre as funções de estrutura do nucleon (próton e neutron),

portanto,

FD
2 =

1

2
[F p

2 + F n
2 ]. (1.77)

Analisando os dados de FA
2 /F

D
2 , verificamos diferentes comportamentos da razão depen-

dendo da região cinemática investigada. Para x . 0.1 observamos uma sistemática redução

da razão, efeito chamado de sombreamento. Um pequeno aumento é verificado em 0.1 .

x . 0.3, chamado de anti-sombreamento. A redução na região 0.3 . x . 0.8 é referida

como o tradicional efeito ”EMC”. Para x & 0.8 o observado aumento da razão é associado

com o movimento de férmions. Uma revisão dos efeitos nucleares e mais especificamente

do efeito de sombreamento, pode ser vista na Ref. [66]. A região de x muito pequeno é

fonte de grande incerteza nas parametrizações, uma vez que não existem muitos resultados

experimentais nucleares nesta região, logo, a extrapolação para x muito pequeno depende

do modelo constrúıdo para a parametrização na citada região.

1.6.1 Parametrização EKS

Os dados referentes a processos de espalhamento com sistemas nucleares podem ser

descritos considerando-se apenas o ajuste das condições iniciais da evolução DGLAP. Este

procedimento foi proposto por Eskola, Kolhinen, Salgado (EKS), [67] para a obtenção de

uma parametrização para as distribuições partônicas nucleares (nPDF’s).

A parametrização EKS [67, 68] realiza um ajuste global aos dados de experimento com

alvo fixo, utilizando a evolução DGLAP, ou seja, considera a dinâmica de emissão partônica

sem considerar efeitos de recombinação. As condições iniciais são ajustadas para descrever

os dados de processos DIS em colisões lA e processos DY em colisões pA. O seguinte

procedimento para determinar os efeitos nucleares nas distribuições partônicas é realizado:

primeiramente determina-se a partir dos experimentos uma distribuição a uma certa escala

inicial Q2
0 (a escolha da distribuição de entrada, em prinćıpio, determina o efeito nuclear,

pois o valor de x é fixo, uma vez que as equações DGLAP evoluem na variável Q2). Os

resultados experimentais utilizados pela parametrização EKS, para a região de pequeno x

(x < 10−2), estão numa região de pequeno Q2, portanto numa região não-perturbativa.

Podemos esquematizar o procedimento realizado pela parametrização EKS:

1. Baseado nos resultados experimentais para o processo DIS, determinam um valor para

a razão RA
F2

(x,Q2
0) = FA

2 /F
N
2 .

2. A razão RA
F2

(x,Q2
0) é decomposta em parte de valência RA

V (x,Q2
0) e mar RA

S (x,Q2
0),
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vinculando a razão RA
V (x,Q2

0) com a conservação do número bariônico, da forma

∫ 1

0

dx[uV (x,Q2
0) + dV (x,Q2

0)]R
A
V (x,Q2

0) =

∫ 1

0

dx[uV (x,Q2
0) + dV (x,Q2

0)] = 3. (1.78)

3. A razão para distribuição de glúons RA
g (x,Q2

0) é estabelecida a partir da conservação

de momentum, definindo

RA
g (x,Q2 = GA(x,Q2)/GN(x,Q2) (1.79)

portanto exige-se que,

1 =

∫ 1

0

dx x
{

GN(x,Q2
0)R

A
g (x,Q2

0) + [uV (x,Q2
0) + dV (x,Q2

0)]R
A
V (x,Q2

0)

+2[ū(x,Q2
0) + d̄(x,Q2

0) + s(x,Q2
0)]R

A
S (x,Q2

0)
}

. (1.80)

Contudo, somente o requerimento de conservação de momentum não determina a

razão RA
g . Uma condição inicial estabelece a razão para glúons da seguinte maneira,

para valores de x muito pequenos, podemos aproximar RA
g (x,Q2

0) ≈ RA
F2

(x,Q2
0). Esta

aproximação pode ser considerada para todos os valores de x, contudo verifica-se

que para grandes núcleos (A = 208) alguma quantidade de momentum é perdida.

Portanto, a conservação de momentum exige que um grande anti-sombreamento ocorra

na distribuição de glúons. A parametrização EKS espera que efeitos similares aos das

distribuições de quarks ocorram na distribuição de glúons para grande x.

4. Toda a dependência na variável x e no número de nucleons no núcleo está parame-

trizada em funções divididas por regiões em que os efeitos nucleares ocorrem. Tem-

se portanto, quatro formas distintas de parametrização em x neste procedimento;

1 < x < 0.8, 0.8 < x < 0.3, 0.3 < x < 0.1 e x < 0.1.

5. A evolução DGLAP das distribuições partônicas nucleares é efetuada levando em conta

a conservação de momentum e de número bariônico.

6. A partir dos resultados experimentais para o processo DY se determinam as razões

RA
S (x,Q2

0) e RA
V (x,Q2

0), para uma distinta região no plano x-Q2.

Com este procedimento, a parametrização EKS obtém uma razão para as distribuições

partônicas que depende do número de nucleons A, de Q2 e x, impondo conservação de

número bariônico e conservação de momentum.
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1.6.2 Parametrização De Florian - Sassot

A descrição do espalhamento profundamente inelástico de alvos nucleares eA → e′X é

realizada em termos da escala Q2 e da variável de escalamento xA, no caso nuclear, definida

como

xA ≡
Q2

2 pA · q
(1.81)

Aqui pA é o momentum do núcleo alvo e consequentemente, xA é restrito cinematicamente

a 0 < xA < 1, como a variável de Bjorken padrão. Pode-se definir outra variável de

escalamento xN ≡ AxA, onde A é o número de massa do núcleo em questão. Sobre a

condição de que o momentum do núcleo pA possa ser eventualmente distribúıdo entre os

constituintes nucleons pN = pA/A, esta variável (xN) assemelha-se a variável de Bjorken

correspondente ao espalhamento de nucleons livres, xN ≡ Q2/(2pN · q). Entretanto, no

contexto de um espalhamento nuclear a variável pode assumir valores entre 0 < xN < A,

por definição, refletindo o fato de que um párton pode em prinćıpio carregar mais do que o

momentum médio de um nucleon.

Quando discutimos a parametrização EKS, verificamos uma relação muito simples entre

a distribuição partônica de um próton do núcleo, e a distribuição de um próton livre,

fA
i (xN , Q

2
0) = Ri(xN , Q

2
0, A, Z) fi(xN , Q

2
0), (1.82)

em termos de um fator de correção nuclear multiplicativo Ri(xN , Q
2, A, Z), espećıfico para

um dado núcleo (A,Z), párton de sabor i, e escala de energia inicial Q2
0. Esta descrição

é conveniente uma vez que o fator Ri(xN , Q
2, A, Z) compara diretamente as densidades

de pártons com e sem efeitos nucleares, e está diretamente ligada ao mais usual observável

nuclear, o Espalhamento profundamente Inelástico nuclear, o qual mede diretamente a razão

entre as funções de estrutura do núcleo e do deutério. Na verdade, este procedimento é

utilizado integralmente pela EKS e apenas será utilizado pela parametrização nuclear de

De Florian e Sassot (nDS) como apresentação dos resultados de sáıda, pois o procedimento

implementado pela parametrização nDS é um pouco distinto. A forma apresentada acima

(Parametrização EKS) não é o melhor caminho para se parametrizar os efeitos nucleares

nos passos intermediários da análise, nem a melhor alternativa para cálculos em ordens mais

altas na teoria de perturbações.

Uma vez que fi(xN , Q
2) é definida para 0 < xN < 1, as distribuições partônicas nucle-

ares (nPDF) definidas como na Eq. (1.82) são a priori restritas ao mesmo intervalo. Isto

desconsidera a possibilidade de um quark portar momentum maior que de um próton, o

que em prinćıpio é posśıvel no caso nuclear. Na grande maioria das análises, as equações

de evolução também são restritas a 0 < xN < 1, não existindo portanto uma análise de
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efeitos nucleares além de xN > 1 a uma dada escala Q2. Quando restringe-se que a nPDF

seja zero para xN > 1 a uma certa escala, as equações de evolução podem produzir valores

não nulos para uma outra escala na evolução, mesmo na região de xN desconsiderada pelo

formalismo, o que pode levar a uma quebra da conservação de momentum. Por outro lado,

uma parametrização direta através de razões Ri(xN , Q
2, A, Z) requer muito parâmetros e

ainda dependências em x onde os momenta no espaço de Mellin não podem ser colocados

numa única expressão [69].

Um alternativa que pode ser mais adequada do que a Eq. (1.82) é relacionar as nPDF

com as PDF’s por meio de uma procedimento de convolução [69]

fA
i (xN , Q

2
0) =

∫ A

xN

dy

y
Wi(y, A, Z) fi(

xN

y
,Q2

0). (1.83)

onde a função peso Wi(y, A, Z) parametriza agora os efeitos nucleares e pode ser conside-

rada como uma densidade efetiva de nucleons dentro do núcleo, carregando uma fração de

momentum y/A do seu momentum longitudinal. Além de permitir o intervalo cinemático

completo para as nPDF’s, este tipo de formalismo conduz a boas parametrizações para

os efeitos nucleares, apenas com alguns parâmetros livres, e com uma leve dependência

em A [69]. Se desprezamos efeitos nucleares, a densidade efetiva de nucleons é apenas

Wi(y, A, Z) = Aδ(1− y).
O melhor resultado foi obtido utilizando para a função peso de quarks de valência,

funções como

Wv(y, A, Z) = (1.84)

A [ av δ(1− εv − y) + (1− av) δ(1− εv′ − y)]
+nv

( y

A

)αv
(

1− y

A

)βv

+ ns

( y

A

)αs
(

1− y

A

)βs

onde os dois primeiros termos podem são relacionados com os efeitos EMC e movimento

de férmions. Na verdade, com apenas três parâmetros o ajuste reproduz razoavelmente

bem os dados de grande x, entretanto, falha na descrição dos efeitos de pequeno x. Para

incluir descrição de efeitos de antisombramento e sombreamento foram inclúıdos os termos

adicionais.

Para obter a função peso para quarks do mar e glúons, informações na região de grande

x não são necessárias e, portanto a forma da função peso passa a ser

Ws(y, A, Z) = Aδ(1− y) +
as

Ns

( y

A

)αs
(

1− y

A

)βs

, (1.85)

para quarks do mar e

Wg(y, A, Z) = Aδ(1− y) +
ag

Ng

( y

A

)αg
(

1− y

A

)βg

, (1.86)
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para glúons. Alguns parâmetros são relacionados por regra de conservação de momentum

e os 9 parâmetros independentes são εv, εv′ , av, αv, βvas, αs, βs, and ag para cada núcleo. A

dependência em A de todos os parâmetros na parametrização nDS é escrita como

εi = γi + λiA
δi (1.87)

A parametrização apresenta bons resultados na descrição dos efeitos nucleares do DIS e

processos Drell-Yan. Uma das caracteŕısticas mais importantes da parametrização nDS, é

que esta realiza o procedimento de ajuste considerando pela primeira vez os cálculos além

da ordem dominante (NLO). O procedimento de ajuste é o mesmo para LO e NLO e a

reprodução dos resultados é considerada boa em ambos os procedimentos.

1.7 Conclusões

Neste caṕıtulo apresentamos um resumo da fundamentação teórica necessária para desen-

volver o conteúdo desta tese. A Cromodinâmica Quântica, que é a teoria que descreve as

interações fortes, foi apresentada. O principal processo de análise da estrutura do próton e

dos núcleos, o espalhamento profundamente inelástico foi apresentado, onde introduzimos

as variáveis cinemáticas virtualidade Q2 e a variável de Bjorken x. A função de estrutura

F2 que está relacionada com a quantidade de pártons no nucleon e pode ser medida no

processo foi apresentada. Verificamos que a QCD não prediz o conteúdo de pártons em

um nucleon, mas apenas a sua evolução. As equações DGLAP e BFKL, que descrevem

a evolução partônica foram apresentadas e uma pequena discussão sobre parametrizações

para as distribuições partônicas dos nucleons foi estudada.

A produção de dileptons Drell-Yan foi apresentada neste caṕıtulo. Este observável será

utilizado nesta tese como forma de investigar vários efeitos da QCD. Entretanto, a descrição

do processo será realizada em outro referencial, o que modifica a interpretação partônica do

processo. De maneira geral vamos utilizar a produção de dileptons para investigar os efeitos

de unitariedade no Caṕıtulo 4, efeitos nucleares no mesmo Caṕıtulo e efeitos de saturação

partônica, no caṕıtulo 5.

Quando consideramos núcleos nos processos de espalhamento, o fato de termos nucle-

ons ligados neste núcleo provoca uma modificação na distribuições partônicas, o que foi

verificado experimentalmente e discutido neste caṕıtulo. Os efeitos nucleares verificados na

função de estrutura nuclear FA
2 foram identificados e parametrizações para descrever es-

tes efeitos foram apresentadas e discutidas, fornecendo assim, os conceitos necessários para

abordarmos o assunto de interesse desta tese.

No próximo caṕıtulo introduzimos o formalismo de dipolos de cor, que será um dos

formalismo empregados nesta tese na investigação da produção de pares de léptons em
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colisões hadrôncias. O crescimento acentuado das distribuições partônicas na região de

pequeno x (altas energias) traz a necessidade de correções às equações DGLAP e BFKL, e

serão discutidas também no próximo caṕıtulo, quando as equações de evolução não lineares

forem apresentadas.



Caṕıtulo 2

Formalismo de Dipolos de Cor e a

Saturação Partônica

Neste caṕıtulo vamos apresentar a descrição de processos no referencial de repouso do alvo.

Esta descrição é conhecida como formalismo de dipolos de cor, e fundamentaremos nossa

discussão tratando do espalhamento profundamente inelástico. Este formalismo é muito útil

quando estamos considerando processos de espalhamentos a altas energias e é fundamental

para posterior compreensão das equações de evolução não lineares, que serão apresentadas

neste caṕıtulo.

2.1 Descrição de Processos no Referencial de

Repouso do Alvo

Embora a seção de choque seja um invariante de Lorentz, a descrição partônica de cada

processo pode depender do sistema de referência. Isto implica que um mesmo processo

pode ser analisado de diferentes formas em distintos referenciais. Nesta seção discutiremos

o processo de espalhamento profundamente inelástico (DIS) no referencial de repouso do

alvo. Esta descrição é fundamental para que possamos discutir o formalismo de múltiplos

espalhamentos de Glauber, que será discutido posteriormente.

O espalhamento profundamente inelástico pode ser representado no referencial de re-

pouso do alvo de maneira que o fóton emitido pelo elétron flutua num par quark anti-quark

(dipolo) e este dipolo interage com o sistema alvo (próton ou núcleo). O fóton pode ser

decomposto em suas flutuações hadrônicas, como uma superposição de estados de Fock na

base de quark e glúons [70, 71], logo

|γ∗〉 ≡
∑

|qq̄〉+ |qq̄g〉. (2.1)

Para pequenas separações deste dipolo (pequeno r), a configuração dominante consiste no

par qq̄. Desta forma, podemos representar o espalhamento profundamente inelástico como
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na Fig. 2.1.

γ* γ*

p

z

1-z
r

p

 

Fig. 2.1: Processo DIS no referencial de repouso do alvo.

Uma grandeza fundamental na descrição do DIS neste referencial é o tempo de vida da

flutuação qq̄. Se consideramos que esta flutuação tem tempo de vida muito maior que o

comprimento do núcleo, então podemos pensar que o par interage durante um curto intervalo

de tempo com o alvo e sua separação transversa é constante. Configurações mais complexas

também contribuem para o processo, por exemplo, para grandes separações transversas, o

fóton virtual pode flutuar em qq̄ + Gluon. Entretanto, vamos considerar aqui apenas a

contribuição dominante qq̄. Como o tempo de vida do par qq̄ é maior do que o tempo de

interação, supõe-se a fatorização da seção de choque total γ∗p na função de onda do fóton

e na seção de choque dipolo-próton. Através da relação de incerteza podemos estimar o

tempo de vida da flutuação qq̄, conhecido como comprimento (ou tempo) de coerência lc.

Vamos considerar um fóton com virtualidade Q2, energia q0 e momentum grande |~q|. O

comprimento de coerência é o tempo no qual o fóton virtual existe como uma flutuação

qq̄ de massa Mqq̄. Segue do prinćıpio da incerteza, que este comprimento é inversamente

proporcional à variação de energia entre o estado com flutuação e sem flutuação, logo,

lc ∼
1

∆E
=

1
√

|~q|2 +M2
qq̄ − q0

≈ 2|~q|
M2

qq̄ +Q2
. (2.2)

Utilizando a aproximação Mqq̄ = Q2 então obtém-se,

lc ≈
|~q|
Q2

. (2.3)

Utilizando a definição da variáve x de Bjorken x = Q2/2p · q, e sabendo que no referencial

de repouso do alvo (onde o formalismo de dipolos é definido), o produto p · q = mN |~q|, logo

Q2 = 2xmN |~q| então

lc ≈
1

2mNx
, (2.4)
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onde mN é a massa do alvo, e convém salientar que x é a variável de Bjorken dos contituintes

do alvo que estão interagindo com a flutuação qq̄. Desta maneira, grandes comprimentos

de coerência (pequeno x), implicam que a distância entre o par pode ser considerada como

fixa. Nesse caso podemos descrever a seção de choque γ∗p como sendo fatorizada entre a

função de onda do fóton e a seção de choque de dipolo,

σγ∗p
T,L(x,Q2) =

∫

d2r

∫ 1

0

dz|Ψqq̄
T,L(z, r)|2σdip(x, z, r). (2.5)

A formulação acima é válida além da teoria de perturbações, uma vez que ela é determinada

a partir da estrutura de espaço-tempo do processo. Identificamos Ψqq̄
T,L como a componente

da função de onda do fóton que descreve a configuração do par qq̄. z e 1− z são as frações

do momentum do fóton portada pelo quark e antiquark do par, respectivamente. Os ı́ndices

T, L referem-se respectivamente à contribuições transversa e longitudinal. As funções de

onda são calculadas perturbativamente através da Eletrodinâmica quântica (QED) para a

configuração qq̄ e através da QCD para a configuração qq̄+ Glúon. As expressões para as

funções de onda são bem determinadas, e para a configuração qq̄ são dadas por [72],

|Ψqq̄
T |2(z, r) =

6αem

4π

nf
∑

i

e2i
{

[z2 + (1− z)2]η2K2
1(ηr) +m2

qK
2
0(ηr)

}

(2.6)

e

|Ψqq̄
L |2(z, r) =

6αem

4π

nf
∑

i

e2i
{

4Q2z2(1− z)2K2
0 (ηr)

}

. (2.7)

Onde η = z(1−z)Q2 +m2
q, mq representa a massa dos quarks leves e K0 e K1 são as funções

modificadas de Bessel de segunda classe e de ordem zero e um, respectivamente.

A quantidade σdip é a seção de choque do dipolo efetivo qq̄, com separação transversa r

fixa, interagindo com o alvo. A inclusão de estados de mais alta ordem do espaço de Fock

do fóton (estados |qq̄g1...gn >) corresponde à troca de um diagrama escada entre o par qq̄

e o nucleon, o que provocaria modificação na função de onda, bem como modificação na

forma para σdip.

2.2 Formalismo de Glauber na QCD

O formalismo de Glauber [73] para a QCD perturbativa foi inicialmente proposto por Levin

e Ryskin para descrever a dissociação difrativa de estados hadrônicos sem cor em interações

com o núcleo atômico [74]. Posteriormente, A. H. Mueller desenvolveu a abordagem de

Glauber para estudar os efeitos de saturação das distribuições partônicas em núcleos, con-

siderando os nucleons dentro deste núcleo como sendo estados ligados de pares de quarks

pesados [75].
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O modelo de Glauber para interações partônicas, foi desenvovido na Ref. [13, 14, 32], e

permite obter as distribuições partônicas (quarks e glúons) no núcleo. Nesse formalismo, é

feita a análise do processo de espalhamento onde uma part́ıcula virtual de prova sem cor g∗

espalha com um núcleo atômico, representado na Fig. (2.2). No sistema de repouso do alvo,

esta part́ıcula de prova decai em um par de glúons que interage com os nucleons no interior

do núcleo. Os múltiplos espalhamentos do par gg dão origem às correções de sombreamento.

Utilizando o resultado da descrição do DIS no referencial de repouso do alvo [Eq. (2.5)],

podemos escrever a seção de choque de uma part́ıcula virtual g∗ com o núcleo, da forma,

σg∗

A =

∫

d2r

π

∫ 1

0

dz|Ψg∗(Q2, r, z)|2σgg
A , (2.8)

onde Ψg∗(Q2, r, z) é a função de onda da part́ıcula virtual g∗. Todo o formalismo é descrito

Fig. 2.2: A estrutura da cascata partônica de acordo com a fórmula de Glauber para o caso

nuclear.

na aproximação DLA, onde podemos considerar que a separação do par de glúons r⊥ não

se modifica significativamente a medida que o par atravessa o meio nuclear. No limite de

A → ∞, os múltiplos espalhamentos do par gg podem ser descritos numa forma eikonal

para a seção de choque, como veremos na próxima seção.

2.2.1 Os múltiplos espalhamentos de Glauber

A teoria de múltiplos espalhamentos de Glauber utiliza o método de deslocamento de

fase para descrever os processos de altas energias onde a part́ıcula de prova sofre sucessivos

espalhamentos [73]. Na interação de uma flutuação hadrônica na QCD com um núcleo

atômico, ocorrem múltiplos espalhamentos coerentes. Tais espalhamentos interferem entre

si e podem levar à redução da seção de choque do processo, de tal forma que σA < AσN .
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No limite de altas energias, a onda incidente possui momentum ~k muito maior do que

o inverso do alcance da interação com os nucleons. Desta forma componentes da onda

incidente com grande momentum angular são espalhadas. Portanto, podemos pensar que

estes espalhamentos provocam um deslocamento de fase, o qual pode ser tratado como uma

função cont́ınua χ(b) que depende do parâmetro de impacto b. A amplitude de espalhamento

de um estado hadrônico por um nucleon pode então ser escrita da forma,

fN(s, ~q) =
i

2π

∫

d2b ei ~q .~bΓN(~b), (2.9)

sendo que esta amplitude está normalizada de tal forma que

dσ

dt
= π|fN(s, ~q)|2, (2.10)

onde t = −q2 e está relacionada com a seção de choque total σtot pelo teorema ótico,

σtot = 4πImf(s, 0). (2.11)

Na Eq. (2.9), ΓN(~b) é a função perfil definida por

ΓN(~b) = 1− eiχ(~b). (2.12)

Considerando que o sistema espalhado seja composto (núcleo), o modelo de Glauber

supõe que os espalhamentos se dão preferencialmente na direção frontal e que a energia

transferida em cada colisão é pequena [73, 76, 77]. Considerando colisões independentes, o

deslocamento de fase total pode ser considerado como uma soma dos deslocamentos de fase

produzidos em cada um dos múltiplos espalhamentos. Para um conjunto de nucleons com

posições transversas ~t1, ~t2, . . ., ~tA, o deslocamento de fase total será dado por,

χtot(~b,~t1,~t2, . . . ,~tA) =
A
∑

j=1

χj(~b− ~tj), (2.13)

onde χj corresponde ao j-ésimo nucleon. A função perfil para o processo nuclear fica

Γtot(~b,~t1,~t2, . . . ,~tA) = 1− e−i
P

j χA
j=1(

~b−~tj).

Γtot(~b,~t1,~t2, . . . ,~tA) = 1−
A
∏

j=1

[1− ΓN(~b− ~tj)]. (2.14)

No processo de espalhamento de um estado hadrônico com o núcleo atômico, supomos

que o núcleo passe de um estado inicial |i > para um estado final |f >. Com base nesta

condição e utilizando as definições apresentadas anteriormente, podemos escrever a ampli-

tude de espalhamento para o processo de colisão de um estado hadrônico com o núcleo da

seguinte forma,

Ffi(~q) =
i

2π

∫

ei~q.~b

∫

Ψ∗
f A({~rj})Γtot(~b,~t1,~t2, . . . ,~tA)Ψi A({~rj})δ(

∑

m

~rm/A)
∏

n

d~rnd
2b,(2.15)
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onde Ψf and Ψi representam as funções de onda no núcleo no estado final e inicial, respec-

tivamente. As posições dos A nucleons que constituem o núcleo são definidas pelos vetores

rj, j = 1, 2, . . . , A, e chamamos tj a projeção destes vetores no plano perpendicular ao mo-

mentum inicial do feixe, sobre o qual o vetor ~b é integrado. A função de onda do núcleo é

normalizada por

∫

ΨA(~r1, . . . , ~rj, . . . , ~rA)Ψ∗(~r1, . . . , ~rj, . . . , ~rA)
A
∏

j=1

d~rj = 1 (2.16)

Assume-se, para esta análise, que os estados ligados de nucleons podem ser descritos por

meio de um modelo de part́ıculas independentes, ou seja, desconsidera-se todos os efeitos

de correlação entre os nucleons. Desta forma podemos considerar que Aρ(~r) é a densidade

total de nucleons, tal que podemos fazer a aproximação,

|ΨA({~rj})|2δ(A−1
∑

m

~rm) ≈
A
∏

m=1

ρ(~rm). (2.17)

Substituindo-se a aproximação (2.17) em (2.15) e considerando que ρ(~r) é normalizada

a unidade, pode-se mostrar que todas as integrais em ~rm são equivalentes a uma única

integração multiplicada A vezes. Usando o teorema ótico, podemos então escrever a seção

de choque nuclear no modelo de Glauber da seguinte forma [13, 14]

σA = 2 Re

∫

d2b

{

1−
[

1−
∫

d~r ρ(~r) ΓN(~b− ~t)
]A
}

. (2.18)

Para grandes valores de A, o termo entre colchetes pode ser expresso da seguinte maneira,

[

1− A
∫

ρ(~r)ΓN(~b− ~t)d~r
A

]A

≈ eiχ
A , (2.19)

onde definimos a função deslocamento de fase efetiva para o processo nuclear,

χ
A

= iA

∫

ρ(~r)ΓN(~b− ~t)d~r. (2.20)

A definição (2.20), apresenta uma forte dependência de χA na distribuição transversa de

nucleons e na função perfil. A dependência nas variáveis transversas está em Γ(~b − ~t) e

pode ser fatorada se consideramos um fator de forma que é definido por SN(~q), onde ~q é a

variável conjugada a (~b−~t). O fator de forma contém toda a dependência em ~q da interação

do estado hadrônico com os nucleons, ou seja, fazendo uso da Eq. (2.9) podemos escrever,

fN (~q) = fN(0)SN(~q). (2.21)
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Escrevendo-se a transformada inversa para o fator de forma obtemos,

SN(~b) =
1

4π2

∫

d~qei~q.~bSN(~q). (2.22)

Desta forma podemos escrever a seção de choque total de um estado hadrônico com o

núcleo atômico no modelo de Glauber da seguinte forma [13, 14],

σA = 2

∫

d2b

π
{1− e− 1

2
σN SA(~b)}. (2.23)

Tal resultado é bastante genérico, pois pode ser utilizado para descrever a interação de

bárions e mésons vetoriais com o núcleo atômico, bem como flutuações hadrônicas de um

fóton ou outra part́ıcula virtual. A forma apresentada acima para a seção de choque é

referida como aproximação eikonal.

2.2.2 A Fórmula de Glauber-Mueller

Fazendo uso dos resultados obtidos, podemos retornar à expressão (2.8) para obter um

resultado final para o formalismo de Glauber que descreve a interação da part́ıcula de prova

virtual g∗ com o núcleo atômico. A seção de choque do dipolo gg interagindo com o núcleo,

é dada pela expressão (2.23), portanto a seção de choque de par gg com o núcleo pode ser

escrita da forma

σgg
A = 2

∫

d2b

π
{1− e− 1

2
σgg

N SA(~b)}. (2.24)

onde σgg
N representam a seção de choque do dipolo gg interagindo com o nucleon. Assim

escrevemos a seção de choque de interação g∗ com o núcleo atômico,

σtotal
A = 2

∫

d2r

π

∫ 1

0

dz|Ψg∗(Q2, r, z)|2
∫

d2b

π
{1− e− 1

2
σgg

N SA(~b)}. (2.25)

Onde Ψg∗(Q2, r, z) representa a função de onda do glúon. Consideramos somente a con-

tribuição da função de onda transversa, pois a contribuição da parte longitudinal é muito

pequena [13, 14], de tal forma que obtém-se,

σtotal
A = 2

∫

d2r⊥
π

∫ 1

0

dz|Ψg∗(Q2, r⊥, z)|2
∫

d2b

π
{1− e− 1

2
σgg

N SA(~b)}. (2.26)

Como a interação em questão é apenas relacionada com a carga de cor, esta carga de

prova detecta o conteúdo total de glúons dentro do núcleo, ou seja, xgA(x,Q2). A seção de

choque total σA está relacionada com a distribuição de glúons no núcleo xgA por

xgA(x,Q2) =
Q2

4π2αs
σtotal

A . (2.27)
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que pode ser tomada com a definição de xgA(x,Q2). Substituindo-se a expressão (2.26),

obtemos a expressão para a distribuição de glúons dada pelo modelo de Glauber,

xgA(x,Q2) =
Q2

4π2αs

2

∫ 1

0

dz

∫

d2r⊥
π

∫

d2b

π
|Ψg∗(Q2, r⊥, z)|2{1− e−

1
2
σgg

N (x′,Q2)SA(~b)}, (2.28)

onde x′ = M2/s. Para especificar a região de integração na fórmula de Glauber (2.28), con-

sideramos a função de onda do glúon, que foi obtida na Ref. [13]. A principal contribuição

para (2.28) vem da região cinemática tal que ar⊥ � 1. Nessa região, a função |Ψg∗(r⊥, z)|2
pode ser simplificada por

|Ψg∗(r⊥, z)|2 =
4αs

Q2z(1− z)r4
⊥
. (2.29)

Onde esta expressão já considera a soma sobre as polarizações dos glúons. A condição

ar⊥ � 1 implica a desigualdade

z(1− z) < 1

Q2r2
⊥
<

1

4
. (2.30)

O limite superior vem do fato que z assumiria valores complexos se Q2r2
⊥ > 4.

Analisando a conservação de momentum no vértice de emissão do par de glúons, obtemos

M2 =
k⊥

z(1− z) (2.31)

e

x′ =
M2

s
=

k⊥
z(1− z)s, (2.32)

o que nos mostra que o integrando (2.28) é simétrico em relação à troca de z por 1 − z.

Desta forma, a integração é dominada pela região onde um dos glúons porta a maior parte do

momentum do par gg. Isto signfica que z ou 1−z é muito próximo de 1. Com estas condições

podemos limitar a integral sobre z a uma região de pequeno z, 1 − z ≈ 1 e multiplicar o

resultado por 2. Usando k2
⊥ = 1/r2

⊥ e s = 2mQ0, podemos mudar a integração em z para a

variável x′ que pode ser escrita como x′ = 1/2zmQ0r
2
⊥, portanto dz = −dx′/x′Q2r2

⊥. Como

temos que M2 < s, então a condição (2.30) é equivalente a xBj < x′ < 1.

Fazendo uso da função de onda do glúon simplificada, dada na expressão (2.29), e

utilizando a mudança de variável apresentada acima, obteve-se a fórmula de Glauber-

Mueller[75],

xgA(x,Q2) =
4

π2

∫ 1

x

dx′

x′

∫ ∞

4
Q2

d2r⊥
πr4

⊥

∫ ∞

0

d2b

π
{1− e− 1

2
σgg

N (x′,Q2)SA(b2)}. (2.33)
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Esta expressão foi obtida originalmente para as interações partônicas e provada na QCD

por A. H. Mueller [75]. Entretanto, a obtenção da distribuição de glúons nuclear a partir do

formalismo de Glauber foi obtida por A. L. Ayala, M.B. Gay Ducati e E. M. Levin [13, 32],

e deu origem ao formalismo AGL que obtem uma equação de evolução que considera efeitos

de alta densidade partônica (eAD) [13, 14, 78], que será abordada posteriormente neste

caṕıtulo.

2.3 Seção de Choque de Dipolo

No formalismo de Glauber é necessário determinar a seção de choque do par gg com um

nucleon. Para determinar tal seção de choque, consideramos um par qq̄ interagindo com o

nucleon. A seção de choque de um par de glúons difere da seção de choque de um par qq̄

na interação com o nucleon apenas por um fator de cor tal que σgg = 9
4
σqq̄.

O par gg ou qq̄ interage com o nucleon através de um diagrama escada. A seção de

choque de um par de quarks com o nucleon foi inicialmente calculada na Ref. [74]. A

seção de choque do espalhamento de um quark por um nucleon pode ser escrita em termos

da função de glúon não integrada φ(x,Q2). Esta função foi definida na dinâmica BFKL,

discutida no caṕıtulo 1. A expressão para a seção de choque do espalhamento do quark pelo

nucleon é então,

σ(r⊥) =
8CF

N2
c − 1

π2

∫

φ(x, k2
⊥)
αs(k

2
⊥)

2π

d2k⊥
k2
⊥
, (2.34)

onde k⊥ é o momentum transferido para o quark, CF = (N2
c −1)/2Nc e φ = ∂xg(x, k2

⊥)/∂k2
⊥.

Podemos agora pensar na interação do par qq̄ com o nucleon, de tal forma que o glúon que

transfere momentum k⊥ interage coerentemente com o par. Como o sistema qq̄ ao todo não

tem cor, então a contribuição de cada uma das interações difere apenas por um sinal e por

um fator exponencial que advêm da diferença de fase das funções de onda dos dois quarks.

Desta forma, podemos escrever a seção de choque do par qq̄ com um nucleon da seguinte

forma,

σqq̄
N (r⊥) =

16CF

N2
c − 1

π2

∫

φ(x, k2
⊥){1− ei~k⊥.~r⊥}αs(k

2
⊥)

2π

d2k⊥
k2
⊥
. (2.35)

A integração acima converge para grandes valores de k2
⊥ desde que a função φ(x, k2

⊥)

decresça mais lentamente que 1/k2
⊥. A integral pode ser calculada usando a definição da

função de glúon não integrada e ainda utilizando as equações de evolução DGLAP para

relacionar a função de glúons não integrada e a distribuição de glúons. Tomando-se o limite

DLA da QCD perturbativa (γgg � 1) podemos escrever a seção de choque do par de quarks
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com um nucleon, para um Nc = 3, da seguinte maneira,

σqq̄
N (x, r⊥) =

αs(4/r
2
⊥)

3
π2r2

⊥

[

xgDGLAP
N

(

x,
4

r2
⊥

)]

. (2.36)

Desta forma podemos escrever a seção de choque do par de glúons gg interagindo com o

nucleon, utilizando a relação apresentada no começo desta seção,

σgg
N (x, r⊥) =

3αs(4/r
2
⊥)

4
π2r2

⊥

[

xgDGLAP
N

(

x,
4

r2
⊥

)]

. (2.37)

2.4 Equações de Evolução Não-Lineares

Conforme analisado no primeiro caṕıtulo deste trabalho, as distribuições partônicas hadrô-

nicas, obedecem equações de evolução, que determinam como evoluem as distribuições em

termos das variáveis cinemáticas x e o Q2. Nas equações consideradas anteriormente, a

distribuição de pártons evolui apenas levando em conta diagramas de emissão. Entretanto,

com o aumento de energia, a probabilidade de emissão um novo párton aumenta, implicando

para altas energias que a densidade de pártons pode aumentar muito e atingir um limite

chamado de limite de disco negro, onde existe uma grande densidade de pártons no hádron.

Decorre que as equações DGLAP e BFKL prevêem um forte crescimento da seção de choque

σ(γ∗N) para altas energias. Tal comportamento mostra que a QCD perturbativa, nestes

formalismos, não impõe um limite no crescimento da seção de choque, requerendo algum

efeito dinâmico, não originalmente presente nos formalismos DGLAP e BFKL. Este meca-

nismo pode ser por exemplo, a recombinação partônica ou o efeito de sombreamento, que

de forma geral pode ser obtido considerando termos não lineares nas equações de evolução

partônicas, chamadas de equações de evolução não lineares, tema que será abordado nesta

seção.

Não Linearidade

1

Fig. 2.3: Caracterização da não linearidade nas equações de evolução.

Intuitivamente, podemos associar xg(x,Q2) ao número de glúons num nucleon, ng, por

unidade de rapidez Y = ln(1/x), como tamanho transverso da ordem de 1/Q2. Aproximando-

se do regime de alta densidade, os glúons passam a se sobrepor espacialmente na direção
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transversa, interagindo entre eles, não sendo mais pártons livres. Essas interações podem

reduzir ou eventualmente parar o grande crescimento da seção de choque, fixando o limite

πR2
hadron para a seção de choque no regime de pequeno x. Introduzindo a função κ, com a

interpretação probabiĺıstica,

κ = σ0
xg(x,Q2)

πR2
, (2.38)

é posśıvel estimar a região cinemática onde espera-se modificações nas usuais equações de

evolução. Para κ << 1 o sistema obedece as equações de evolução linear, governado por

cascatas partônicas individuais, sem interação entre as mesmas. Para κ ≈ αs, pártons

de cascatas distintas começam a interagir devido a superposição espacial e temos então o

surgimento das equações de evolução não lineares, conforme salientado na Fig. 2.3. Para

κ ≈ 1 temos o regime de saturação partônica, onde a seção de choque atinge um valor

máximo, pois o sistema atinge seu limite de densidade partônica, chamado de regime de sa-

turação partônica. Estes são os regimes que iremos investigar nesta seção, onde os diferentes

formalismos que visam descrever a região de alta densidade de pártons serão apresentados.

2.4.1 Gribov, Levin, Ryskin, Mueller e Qiu (GLR-MQ)

Em 1983, Gribov, Levin e Ryskin introduziram um mecanismo de recombinação partônicas

através da QCD perturbativa, para tratar com sistemas de alta densidade partônica. Estas

correções de unitariedade foram inclúıdas numa nova equação de evolução conhecida como

GLR [12]. Diagramaticamente, esta equação considera as contribuições dominantes dos

chamados diagramas ”fan”ou multi-escadas.

Segundo as equações DGLAP, o número de pártons com pequena fração de momentum

aumenta rapidamente, em contraste com o sistema mais dilúıdo para valores intermediários

de x. A transição entre estes regimes pode ser caracterizada por um valor cŕıtico de x. O

mesmo pode ser também analisado no formalismo BFKL, com a diferença que no caso BFKL,

o crescimento das distribuições partônicas se dá para um valor fixo da escala transversa,

embora a evolução apresente flutuações no plano transverso devido ao problema da difusão.

É importante enfatizar que em ambos formalismos lineares somente processos de decai-

mento são considerados na intenção de descrever a evolução do sistema partônico, entretanto

espera-se que o mecanismo inverso, o de aniquilação, possa contribuir no regime de pequeno

x, proporcionando algum controle no crescimento das distribuições partônicas. Para expres-

sar este mecanismo de recombinação é necessário formulá-lo em termos da probabilidade

de recombinar dois pártons incidentes. Como uma primeira aproximação consideramos a

probabilidade de aniquilação como sendo proporcional ao quadrado da probabilidade de

encontrar um párton incidente, o que é uma aproximação razoável, pois para que ocorra
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a recombinação é necessário existir dois pártons no estado inicial. Esta propriedade é que

introduz um comportamento não linear na evolução.

Considerando ρ = xg(x,Q2)
πR2 como a densidade de glúons no plano transverso ao feixe, temos

o comportamento geral: para o processo de emissão 1→ 2, a probabilidade é proporcional

a αs ρ, e para aniquilação 2 → 1, a probabilidade é proporcional a α2
sρ

2/Q2, onde 1/Q2

está relacionado ao tamanho do párton produzido. Para x → 0, ρ aumenta e os processos

de aniquilação passam a ser relevantes na descrição da evolução partônica. Considerando

uma célula de volume ∆ lnQ2∆ ln(1/x) no espaço e fase, é posśıvel escrever a modificação

à densidade partônica, em termos da distribuição de glúons como,

∂2xg(x,Q2)

∂ lnQ2∂ ln 1/x
=
αsNc

π
xg(x,Q2)− α2

sγ

Q2R2
[xg(x,Q2)]2 (2.39)

Esta é a equação GLR [12]. O trabalho de Mueller e Qiu [79] indica que γ = 81/16 para

Nc = 3, e por este motivo denominamos de formalismo GLR-MQ.

A Eq. (2.39), proporciona uma redução no crescimento de xg(x,Q2) para pequenos

valores de x, em comparação com as equações lineares. Esta equação prediz também uma

saturação da distribuição de glúons no regime assintótico x → 0, com uma linha cŕıtica

entre a região perturbativa e a região saturada, impondo seu regime de validade.

No limite assintótico, obtém-se que xg(x,Q2)
∣

∣
GLR
SAT = 16

27παs
Q2R2. Embora o formalismo

GLR apresente o fenômeno de saturação, sua validade não pode ser estendida para regimes

de muito alta densidade, pois considera apenas o primeiro termo não linear, e no regime de

alta densidade termos de ordens mais altas contribuem significativamente.

2.4.2 Ayala, Gay Ducati e Levin (AGL)

Fazendo uso da função de onda do glúon simplificada, dada na expressão (2.29), e utilizando

a mudança de variável apresentada anteriormente, obteve-se a fórmula de Glauber-Mueller

[75],

xgA(x,Q2) =
4

π2

∫ 1

x

dx′

x′

∫ ∞

4
Q2

d2r⊥
πr4

⊥

∫ ∞

0

d2b

π
{1− e− 1

2
σgg

N (x′,Q2)SA(b2)}. (2.40)

Para completar a descrição, o fator de forma necesita ser considerado, ou função per-

fil SN . Esta função, contém toda a dependência da seção de choque total no parâmetro

de impacto b. A função perfil está relacionada com a distribuição de nucleons dentro do

núcleo (ρ) e com a dependência da amplitude de espalhamento no momentum transferido

~q. De maneira geral, a função perfil contém informações sobre a distribuição angular do

espalhamento. Para o presente trabalho, a função perfil Gaussiana foi empregada, como nas
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referências [13, 14]. Neste caso, a função perfil tem a seguinte forma:

SA =
A

πR2
A

e
− b2

R2
A . (2.41)

Nesta expressão RA representa o raio do núcleo. Utilizando (2.41) pode-se efetuar a inte-

gração sobre o parâmetro de impacto e obter, para Nc = Nf = 3,

xgA(x,Q2) =
2R2

A

π2

∫ 1

x

dx′

x′

∫ 1

Q2
0

1
Q2

dr2
⊥

r4
⊥

{

C + ln(κg(x
′, r2

⊥)) + E1(κg(x
′, r2

⊥))
}

, (2.42)

onde C é a constante de Euler, E1 é a função exponencial integral e

κg(x
′, r2

⊥) =
3αsAπr

2
⊥

2R2
A

x′gDGLAP
N

(

x′, r2
⊥
)

. (2.43)

O significado f́ısico desta expressão pode ser melhor analisado a partir da forma diferencial

da mesma,

∂2xgA(x,Q2)

∂ ln(1/x)∂ lnQ2
= A

Ncαs

π
xgDGLAP

N (x,Q2) +
2

π2

∑

k=1

(−1)k

(k + 1)(k + 1)!

1

(R2
AQ

2)k

×
(

πNcAαsxg
DGLAP
N (x,Q2)

2

)k+1

. (2.44)

O primeiro termo acima corresponde à equação de evolução usual DGLAP na aproxima-

ção DLA. O segundo termo é o que leva em conta as correções de sombreamento. Se tomamos

k = 1 no segundo termo veremos que este é análogo ao termo não linear da equação GLR

[12].

Convém salientar que a fórmula de Glauber-Mueller (2.33) não é uma equação de

evolução; ela é análoga à fórmula de Glauber para a interação da part́ıcula de prova com o

núcleo. A fórmula de Glauber-Mueller nos permite calcular as correções de sombreamento

usando as soluções da equação de evolução DGLAP. Desta maneira, podemos utilizá-la como

condição inicial para obter equações de evolução que levem em conta o sombreamento, assim

como a equação GLR, que foi a primeira proposta para considerar efeitos de recombinação

ou interação entre pártons.

Para se obter a fórmula de Glauber-Mueller, algumas hipóteses devem ser salientadas

para uma melhor contextualização do resultado. Duas hipóteses são básicas para se com-

preender o limite de validade da fórmula de Glauber-Mueller: a) a energia do par de glúons

deve ser suficientemente grande para que estejamos numa região de pequeno x, que é a

condição para termos uma descrição no sistema do processo no referencial de repouso do

alvo; b) A fórmula de Mueller é válida na mesma região cinemática das equações DGLAP,

portanto, na região onde αs ln(1/r2
⊥) ≤ 1, com Q2 ∝ 1/r2

⊥. Estas duas hipóteses indicam que
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a emissão de glúons deve ser descrita na aproximação de duplo logaritmo (DLA) da QCD

perturbativa, ou seja, para cada diagrama de Feynman de ordem αn
s , devem ser extráıdos

apenas os termos que contribuem com um fator da ordem de [αs ln(1/x) ln(Q2/Q2
0)]

n.

Outra hipótese tomada para se obter a fórmula de Glauber-Mueller foi considerar apenas

os pártons mais rápidos interagindo com o alvo, que é uma caracteŕıstica da abordagem de

Glauber na QCD. Na fórmula, não são consideradas correlações entre diferentes nucleons

dentro do núcleo atômico. Este é uma hipótese fundamental do modelo de Mueller, pois os

espalhamentos são considerados independentes.

A fórmula de Glauber-Mueller, nos apresenta um efeito de sombreamento calculado

perturbativamente. Se analisamos a equação (2.42), notamos que a integração em r⊥ tem

um limite superior 1/Q2
0, o que indica que todo efeito de sombreamento calculado por

tal equação está levando em conta apenas os efeitos perturbativos. Como já salientado, a

fórmula de Glauber-Mueller (2.33) não é uma equação de evolução, ela descreve as correções

de sombreamento à função de glúons nuclear xgA(x,Q2) calculada perturbativamente de

acordo com a QCD.

Uma fórmula de Glauber similar, incluindo efeitos de múltiplos espalhamentos, pode

ser obtida para a função de estrutura nuclear no processo DIS, F A
2 (x,Q2). Neste caso, a

part́ıcula de prova virtual, o fóton, decai em um par qq̄ que interage com o núcleo através

de múltiplos espalhamentos, como a interação do par gg. Levando em conta Nf sabores

de quarks e integrando a função de onda do par de quarks sobre z, utilizando a seção de

choque para o dipolo qq̄ e ainda a função perfil Gaussiana e integrando sobre o parâmetro

de impacto, obtém-se a fórmula de Glauber-Mueller para F A
2 (x,Q2) [13, 14, 32],

FA
2 (x,Q2) =

R2
A

2π2

Nf
∑

1

ε2
f

∫ 1

Q2
0

1
Q2

dr2
⊥

r4
⊥

{

C + ln(κq(x
′, r2

⊥)) + E1(κq(x
′, r2

⊥))
}

, (2.45)

onde κq = 4
9
κg.

Todas equações deduzidas acima, são correções às equações de evolução no limite de

pequeno x (DLA). Para estimar as correções vamos utilizar a parametrização GRV [34],

que fornece as distribuições partônicas do nucleon, baseando-se nas equações de evolução

DGLAP, devidamente apresentada no caṕıtulo 1.

Este formalismo deu origem à equação de evolução AGL, desenvolvida por Ayala, Gay

Ducati e Levin (AGL) [13, 14], com a intenção de estender o tratamento perturbativo

da QCD para o regime de alta densidade partônica, através de uma equação não-linear,

que ressoma a troca de múltiplas escadas de glúons, na aproximação de duplo logaritmo

dominante (DLA).

É baseado no desenvolvimento do formalismo de Glauber-Mueller para a QCD pertur-

bativa [80], considerando a interação dos pártons rápidos da escada com o alvo, núcleo ou
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nucleon. Neste formalismo, uma prova virtual G∗ interage com o núcleo alvo, no referencial

de repouso, através de múltiplos espalhamentos com os nucleons. Neste referencial, a prova

virtual pode ser vista como uma decomposição em seus estados de Fock, e a interação pode

ser descrita como sendo entre o estado gg e o alvo, como representado na Fig. 2.4.

Fig. 2.4: Representação da interação de estado gg com o núcleo.

Com a intenção de obter um equação de evolução não-linear contendo as correções de

unitariedade através da inclusão de todas as interações além do parton mais rápido da

escada, a equação principal para a distribuição de glúons é diferenciada em Y = ln 1/x e

ε = lnQ2, obtendo em termos da variável κg a seguinte equação,

∂2κg(Y, ε)

∂Y ∂ε
+
∂κg(Y, ε)

∂Y
=
Ncαs

π
[C + ln(κg) + E1(κg)] . (2.46)

É importante mencionar que efeitos de grandes distâncias podem ser absorvidos nas

condições iniciais da evolução, e situando numa região conveniente de Q2, apenas efeitos de

pequena distância estão presentes, significando que cálculos perturbativos são posśıveis.

A equação (2.46) foi originalmente derivada nas Refs. [13, 14], para o caso de núcleo

e nucleons, respectivamente, e é denominada equação AGL. Neste formalismo todas as

contribuições de diagramas de ordem (αsY lnQ2) são ressomadas. No limite onde κ→ 0 a

equação DGLAP no limite DLA é obtida. Para κ < 1, e não muito maior, a equação GLR

é obtida e para αsY lnQ2 ≈ 1 a equação é equivalente ao formalismo de Glauber.

2.4.3 Balitiskii e Kovchegov (BK)

O problema de unitarização na QCD foi abordado como uma extensão do formalismo de

dipolos para a equação BFKL por Kovchegov [15]. Este trabalho propõe uma generalização

não-linear da equação BFKL, também previamente investigado na Ref. [16] através da

utilização do Expansão de produto de operadores na QCD, obtendo a evolução de operadores
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de linhas de Wilson. O espalhamento de um dipolo (onium qq̄) com o nucleon é descrito

por uma evolução em cascata correspondendo a sucessivas subdivisões de dipolo a partir

do dipolo original. Portanto, a diferença neste formalismo está em considerar também a

evolução da função de onda do dipolo. Cada dipolo sofre múltiplos espalhamentos com os

nucleons do alvo, implicando múltiplas trocas do tipo escada que devem ser ressomadas na

intenção de obter a seção de choque da interação do dipolo com o núcleo. Como resultado

é derivada a equação de evolução tendo o Pomeron BFKL unitarizado como solução, na

aproximação de logaritmo dominante LL (1/x).

O espalhamento do onium qq̄ (dipolo) com o núcleo no referencial de repouso, ocorre

através da uma cascata de glúons macios, que uma vez considerado no limite Nc → ∞
é simplificada pela supressão dos diagrama não-planares. Os glúons são substitúıdos por

pares qq̄ e a técnica de dipolos de Mueller para a cascata perturbativa pode ser utilizada

[81]. A formulação Balistskii-Kovchegov, assim como o formalismo AGL, é um procedimento

utilizando cálculos da QCD perturbativa e os dipolos considerados da cascata interagem

independentemente com os núcleos.

Desconsiderando qualquer correlação entre os dipolos, a amplitude de espalhamento

frontal para a interação, onium núcleo N( ~x01, ~b0, Y ) é então dada por [15],

N( ~x01, ~b0, Y ) = −
∞
∑

i

∫

ni(x01, Y, ~b1, ~x1, ..., ~bi, ~xi)
∏

i

γ(~xi, ~bi)
d2xi

2πx2
i

d2bi (2.47)

onde b é o parâmetro de impacto, ~x0 e ~x1 sendo a posição espacial respectivamente do quark

e do antiquark, ~x01 = ~x1 − ~x0 é a separação par e n representa a densidade de dipolos (a

partir do desdobramento do dipolo inicial), γ( ~x01, ~b0) é o propagador do par qq̄ através do

núcleo, descrevendo múltiplos espalhamentos do dipolo com os nucleons dentro do núcleo.

Esta equação é denominada equação Balitskii-Kovchegov (BK).

A representação f́ısica é comparável com o formalismo Glauber-Mueller, uma vez que

o fóton incidente gera um par qq̄ que subsequentemente emite uma cascata de glúons, que

interage com o núcleo, como representado na Fig. 2.5. Embora inicialmente formulado com

graus de liberdade distintos, ambos BK e AGL ressomam múltiplos espalhamentos (nos seus

respectivos graus de liberdade), o que permite considerar que ambos formalismos possam

coincidir num espećıfico limite cinemático [82]. Existem muitos trabalhos fenomenológicos

interessantes com a equação BK, por exemplo as Refs. [83, 84, 85] .

No limite DLA, onde a escala de momentum do fóton Q2 é maior que Λ2
QCD, a equação

BK, derivada em ln(1/x2
01 Λ2

QCD) resulta em

∂2N( ~x01, ~b0, Y )

∂Y ∂ ln(1/x2
01 Λ2

QCD)
=
αsCF

π

[

2−N( ~x01, ~b0, Y )
]

N( ~x01, ~b0, Y ), (2.48)
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Fig. 2.5: Cascata de dipolos na equação BK.

Que é a evolução no tamanho transverso de dipolos de x01 até 1/ΛQCD, considerando que a

emissão sucessiva de dipolos gera tamanhos transversos maiores para cada geração.

O termo linear reproduz a equação BFKL para baixa densidade, e o termo quadrático

introduz as correções de unitariedade. A equação reproduz o formalismo GLR uma vez que

se assume N diretamente relacionado à distribuição de glúons.

2.4.4 Jalilian-Marian, Iancu, McLerran, Weigert, Leonidov,

Kovner (JIMWLK)

A altas energias, espera-se que ocorra uma saturação no crescimento da distribuição partô-

nica abaixo de uma escala de momentum caracteŕıstica, denominada escala de saturação

Qs, formando um estado denso e saturado de pártons, denominado Condensado de Vidros

de Cor (CGC) [17, 18, 19, 20, 21, 22, 23]. Este campo saturado, constitúıdo principalmente

de glúons, tem grande número de ocupação e permite a utilização de técnicas semiclássicas.

O formalismo é desenvolvido no referencial de momentum infinito do núcleo, onde para as

energias envolvidas e neste formalismo, os glúons com pequeno x são irradiados por fontes

de carga de cor movendo-se rapidamente (pártons com grande valor de x), sendo descritos

por uma densidade de fontes de carga de cor ρa, com dinâmica interna congelada devido a

dilatação temporal de Lorentz, portanto formando um vidro de cor. Os glúons de pequeno x

saturam num valor da ordem de xG(x,Q2) ∼ 1/αs >> 1 for Q2 . Q2
s, correpondendo a um

condensado de bósons. Como veremos posteriormente, os campos de cor podem ser descrito

por soluções das equações clássicas de movimento do campo Yang-Mills (QCD clássica)

com as fontes sendo dadas pelos pártons com grande x. Os pártons com grande x movem-se

próximos a velocidade da luz na direção positiva do eixo z. As variáveis do cone de luz são

utilizadas [xµ ≡ (x+, x−, x⊥)].Os pártons com grande x possuem momentum p+, emitindo

(ou absorvendo) glúons macios com momentum k+ << p+, gerando uma corrente de cor

apenas com a componente +, na forma J+
a = δ(x−)ρa. Existe uma clara separação entre

pártons rápidos e macios, dada pela escala Λ+.

Uma média sobre todas as configurações da fonte se faz necessária, e tal média é realizada

com o aux́ılio de uma funcional peso WΛ+[ρ], que depende de uma escala intermediária,
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Glúons com pequeno x

Pártons com grande x

1

Fig. 2.6: Pártons com grande e pequeno x.

separando pártons rápidos (p+ > Λ+) e macios (p+ < Λ+). Entretanto, aplicando-se o

formalismo para escalas cada vez menores, novas fontes de carga de cor surgem, e uma

modificação nas configurações se faz necessária. Neste regime grandes correções radiativas

invalidam a aproximação clássica. As modificações a teoria clássica efetiva são governadas

por uma equação não-linear, funcional, derivada por Jalilian-Marian, Iancu, McLerran,

Kovner, Leonidov e Weigert (JIMWLK) [19, 20, 21, 22, 23] para a funcionalWΛ+[ρ] associada

com a variável randômica ρa(x).

A equação funcional de evolução para a funcional peso WΛ+[ρ] numa forma mais con-

densada, pode ser escrita como

∂WY [ρ]

∂Y
=

1

2

∫

x⊥y⊥

δ

δρa
Y (x⊥)

χab(x⊥, y⊥)[ρ]
δ

δρb
Y (y⊥)

WY [ρ] (2.49)

A dependência da teoria efetiva na escala de separação Λ+ é realizada com o aux́ılio

da variável Y = ln(1/x) = ln(P+/Λ+). O termo χab considera todas as modificações na

correlação entre fontes de carga de cor, devido ao surgimento de novas fontes, que são os

próprios glúons emitidos com x < Λ+

P+ . Portanto, a evolução quântica consiste em adicionar

novas correlações entre as fontes. Entretanto, uma solução completa da equação apresentada

acima ainda não foi obtida. Algumas soluções aproximadas foram estudadas na literatura

[23], bem como soluções numéricas, por exemplo, por cálculos na rede [86]. No próximo

caṕıtulo desta tese, que é destinado a descrever o Condensado de Vidros de Cor, iremos

abordar em mais detalhes as posśıveis soluções da equação de evolução JIMWLK, bem

como realizar estudos de fenomenologia com as citadas soluções.

Analisando o espaço de fase x×Q2, pode-se verificar a região cinemática explorada pelas

equações de evolução lineares e não-lineares. Na Fig. 2.7 estas regiões são representadas,

e também o sentido de evolução das principais equações de evolução são apresentados. A

escala de saturação Qs está indicando a região a partir da qual os efeitos de saturação

passam a ser significativos, portanto, a região onde o Condensado de Vidros de Cor passa

em prinćıpio a existir.
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Fig. 2.7: Espaço de fase x×Q2 para cada equação de evolução.

2.5 Modelos e parametrizações para σdip

Tendo apresentado algumas equações de evolução não-lineares, e discutido o formalismo de

dipolos, vamos apresentar nesta seção, os modelos de seção de choque de dipolo, baseados

nas soluções das equações de evolução não-lineares, e que serão de alguma forma abordadas

nos caṕıtulos que seguem. Teoricamente, a seção de choque de dipolo depende da função

de glúons não-integrada, entretanto, para se obter esta distribuição deve-se resolver nume-

ricamente uma equação de evolução, o que torna o procedimento menos prático para fins

de fenomenologia. De maneira geral usa-se em fenomenologia um modelo para a seção de

choque de dipolo. A principal propriedade destes modelos, consiste em interpolar as regiões

de pequenas separações transversas (região perturbativa) e as regiões de grande separação

transversa (f́ısica não-perturbativa).

A seção de choque para o espalhamento de um dipolo de cor por um nucleon foi primei-

ramente proposta no formalismo BFKL [8, 9, 10, 11], considerando que o dipolo interage

com o nucleon via a troca de glúons através de um diagrama escada (Pomeron perturbativo

em mais baixa ordem). Desta forma a seção de choque do dipolo de cor qq̄ interagindo com

o nucleon pode ser escrita como,

σdip(x, r) =
π2 αs

3
r2 xgDGLAP

N (x,
4

r2
), (2.50)

onde xgDGLAP
N (x, Q̃2) é a distribuição de glúons DGLAP para uma fração de momentum

x e virtualidade Q̃2 = 4/r2, com r representando a separação transversa do dipolo qq̄.

Neste trabalho vamos utilizar esta seção de choque de dipolo, entretanto, como vamos

investigar efeitos de unitariedade inclúıdos através da mesma, vamos substituir a distribuição
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DGLAP pela distribuição de glúons para o nucleon com correções de unitariedade. Esta foi

apresentada anteriormente, dada pelo formalismo de Glauber-Mueller, isto é xgGM(x, 4/r2
⊥),

de tal forma que vamos denominar seção de choque Glauber Mueller, na forma

σdip(x, r) =
π2 αs

3
r2 xgGM

N (x,
4

r2
). (2.51)

Um dos modelos mais simples, e mais utilizado, para esta seção de choque de dipolo é o

modelo fenomenológico de saturação proposto por Golec-Biernat e Wüsthoff (GBW) [87, 88].

Nesta parametrização uma forma paramétrica eikonal é proposta para a seção de choque

de dipolo, tendo os parâmetros ajustados através da descrição dos resultados experimentais

do DIS. A proposta interpola o comportamento de transparência de cor σdip ∼ r2 para

região de pequeno r, e o comportamento de confinamento σdip ∼ σ0 para grande r. A forma

paramétrica do modelo GBW, consiste numa forma eikonal,

σdip(x, r) = σ0

[

1− exp

(

− r2Q2
0

4(x/x0)λ

)]

, (2.52)

onde Q2
0 = 1 GeV2 e os três parâmetros ajustados são σ0 = 23.03 mb, x0 = 3.04 10−4

e λ = 0.288 e R0(x) = (x/x0)
λ/2 é o raio de saturação. Na parametrização GBW, a

saturação é caracterizada pelo raio de saturação dependente em x, Q2
s(x) = 1/R2

0(x), ao

invés da escala dada no formalismo Glauber-Mueller κg(x,Q
2
s) = 1. A parametrização

GBW realiza uma boa descrição dos resultados de DESY, do colisor ep HERA, em ambos

processos, inclusivo e difrativo. Entretanto, a parametrização GBW apresenta algumas

desvantagens, por exemplo, ela não traz uma conexão direta com a distribuição de glúons,

não considera a evolução DGLAP em suas dependências e prediz um cenário de saturação

muito intenso. Todas estas desvantagens tentam ser sanadas no modelo melhorado da

parametrização GBW, chamado BGBK.

O modelo fenomenológico de saturação proposto por Bartels et al., denominado BGBK

[89], é baseado no modelo GBW. O modelo é uma versão modificada do modelo de saturação

GBW, pois explicitamente inclui evolução QCD, e a seção de choque é escrita como,

σdip(x, r) = σ0

{

1− exp

(

−π
2r2αs(µ

2)xg(x, µ2)

3σ0

)}

, (2.53)

onde a escala µ2 possui a seguinte forma

µ2 =
C

r2
+ µ2

0. (2.54)

Na parametrização BGBK, os autores propõem a seguinte distribuição de glúons com escala

inicial Q2
0 = 1 GeV2,

xg(x,Q2
0) = Agx

−λg(1− x)5.6. (2.55)
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Existem cinco parâmetros livres (σ0, C, µ2
0, Ag and λg), os quais são determinados por

ajuste aos dados de ZEUS, H1 e E665 com x < 0.01. No processo de ajuste, o parâmetro

σo é fixado em 23 mb, como no modelo original GBW. Na parametrização existem dois

conjuntos de parâmetros, identificados como Fit 1 e Fit 2, e nesta tese vamos utilizar o

conjunto de parâmetros Fit 1, o que implica em considerar σ0 = 23 mb, C = 0.26, µ2
0 = 0.56

GeV2, Ag = 1.2 and λg = 0.28.

Outro modelo fenomenológico para a seção de choque de dipolo foi proposto por Iancu,

Itakura e Munier [90]. Nesta proposta a função de estrutura F2(x,Q
2) para x < 10−2 e

0.045 ≤ Q2 ≤ 45 GeV2 dentro do formalismo de dipolos é analisada, introduzindo uma

expressão anaĺıtica para a amplitude de espalhamento dipolo-próton, que é uma solução

aproximada das equações de evolução na QCD. Para dipolos menores do que o inverso

do momentum de saturação (1/Qs), a amplitude de espalhamento é solução da equação

de evolução BFKL na vizinhança da linha de saturação. Este termo exibe escalamento

geométrico e violação de escalamento pelo termo de difusão. Para dipolos maiores que

(1/Qs), a amplitude de espalhamento satura a 1. Existem três parâmetros na expressão a

serem ajustados: o raio do próton R, o valor x0 de x ao qual a escala de saturação iguala a

1, e a derivada logaŕıtmica do momentum de saturação λ. Estes fatores estão inclusos na

forma da escala de saturação Q2
s(x) =

(

x0

x

)λ
. O valor de λ extráıdo do ajuste vem a ser

consistente com um cálculo recente usando mais altas ordens no formalismo BFKL [91].

A seção de choque de dipolo é dada na forma

σdip(x, r) = 2πR2N (rQs, Y ), (2.56)

onde

N (rQs, Y ) = N0

(

rQs

2

)2(γs+
ln(2/rQs)

κλY )
para rQ2 ≤ 2

N (rQs, Y ) = 1− e−a ln2(brQs) para rQ2 ≥ 2
(2.57)

Os parâmetros a e b são determinados exigindo que a função N e sua derivada sejam

cont́ınuas em rQs = 2. Os parâmetros γs e κ são fixados a partir dos valores da BFKL LO:

γs = 0.67 e κ = 0.9. No citado trabalho, existe um conjunto de parâmetros para cada valor

de N0, sendo que nesta tese será utilizado o seguinte conjunto de parâmetros N0 = 0.7,

x0 = 0.267× 10−4, λ = 0.253 e R = 0.641 fm.

Outro modelo que será utilizado nesta tese para a seção de choque de dipolo, basea-se no

formalismo do Condensado de Vidros de Cor, que será devidamente discutido no próximo

caṕıtulo. Por hora é interessante apresentar a forma da seção de choque de dipolo, que será

identificada como seção de choque McLerran-Venugopalan (MV). A seção de choque obtida

pelo modelo McLerran-Venugopalan, não apresenta dependência em energia, apresentando
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apenas dependência na separação do par qq̄ e pode ser escrita da seguinte forma, [92],

σdip(r) = πR2

[

1− e
„

−Q2
s

π

R dp

p3 (1−J0(pr))

«]

. (2.58)

A dependência em energia da seção de choque de dipolo MV será discutida e implementada

no Caṕıtulo 5, quando discutiremos a produção de dileptons no Condensado de Vidros de

Cor.
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Fig. 2.8: Seção de choque de dipolo a partir da parametrização GBW.

Podemos apresentar o comportamento geral da seção de choque de dipolo, tendo em vista

que em todos os modelos apresentados, a seção de choque vai a zero na região perturbativa

(pequeno r) e satura para a região não perturbativa (grande r). Na Fig. 2.8 a seção de choque

GBW é apresentada em função da separação do par qq̄ para um valor de x = 10−4, onde

a propriedada de saturação para grandes separações pode ser verificada. Como podemos

ser visto, outra propriedade muito importante do formalismo de dipolos está presente na

forma da seção de choque σqq̄; a transição suave entre os comportamentos perturbativo e

não-perturbativo.

2.6 Conclusões

Neste caṕıtulo apresentamos a descrição do espalhamento profundamente inelástico no re-

ferencial de repouso do alvo, o qual prova a densidade de glúons no hádron no limite de

energias assintóticas. A descrição deste processo neste referencial, origina o formalismo de

dipolos de cor, o qual fatoriza entre a seção de choque de dipolo (interação do dipolo com

o alvo) e a função de onda deste dipolo. O efeito de saturação partônica foi apresentado

neste caṕıtulo, indicando que para altas energias este efeito é significativo. As equações de



Caṕıtulo 2. Formalismo de Dipolos de Cor e a Saturação Partônica 61

evolução que levam em conta esta propriedade foram também apresentadas neste caṕıtulo.

Os modelos utilizados neste trabalho para as seções de choque de dipolo foram investiga-

dos e discutidos neste caṕıtulo e serão utilizados nos caṕıtulos que seguem. No próximo

caṕıtulo apresentamos o formalismo do Condensado de Vidros de Cor, que é um dos temas

prioritários de interesse deste trabalho, e discutiremos a produção de dileptons em colisões

hadrônicas, analisada neste formalismo.



Caṕıtulo 3

Condensado de Vidros de Cor

Neste caṕıtulo, vamos apresentar a teoria que descreve o sistema hadrônico denominado

Condensado de Vidros de Cor, que é caracterizado por uma grande densidade de glúons e

que ocorre em regiões de pequeno x de Bjorken. Esta formulação demonstra como o campo

de glúons, na função de onda hadrônica ou nuclear, atinge seu máximo valor permitido

na Cromodinâmica Quântica. Vamos discutir as idéias principais, bem como as variáveis

adequadas para descrever o sistema hadrônico e nuclear a tão altas densidades e energias.

Trataremos também de observáveis que possam indicar a existência do Condensado de

Vidros de Cor na parte final deste caṕıtulo.

3.1 Introdução

O nome Condensado de Vidros de Cor (CGC) origina-se das idéias fundamentais do

modelo, as quais fazem uma analogia com o Condensado de vidros de spin. O CGC é

uma teoria efetiva que visa descrever a interação partônica em sistemas com alta densidade

de glúons [17, 18, 19, 20, 21, 22, 23], isto é, altas energias. O nome surge das seguintes

analogias:

• Condensado: Existe uma grande densidade de glúons sem massa, com grande energia,

o que força um grande número de ocupação, tal que o acoplamento é fraco. A densi-

dade de glúons satura a um valor da ordem de ≈ 1/αs >> 1, correspondendo a um

estado de muitas part́ıculas quase livres, o que é um condensado de bósons.

• Vidro: Os campos associados aos glúons, evoluem muito vagarosamente e são desor-

denados.

• Cor: Os glúons são part́ıculas que portam carga de cor.

A similaridade com a idéia de condensado de Bose-Einstein está no fato de que analisando

o comportamento de um gás de bósons, pode-se estudar a variação de potencial qúımico
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com a temperatura; se um gás de férmions é considerado, com a redução da temperatura, o

potencial qúımico aumenta e passa a um valor positivo. Num gás de bósons, com a redução

da temperatura, existe um valor a partir do qual o potencial qúımico é nulo, portanto faz-se

a analogia potencial qúımico × acoplamento, onde considera-se que para altas energias a

densidade de glúons aumenta, e o acoplamento entre estes é muito fraco, tal que pode-se

considerar um estado quase livre, onde temos então um condensado de bósons. Para uma

revisão completa sobre o CGC, as referências [93, 94, 95] são adequadas.

O tratamento de processo de altas energias é interessante quando realizado num refe-

rencial espećıfico, o referencial do cone de luz, o qual será apresentado na próxima seção.

3.1.1 Coordenadas do Cone de Luz

O sistema de referência adequado para o tratamento de variáveis cinemáticas para altas

energias é o referencial do cone de luz [96]. Neste referencial as coordenadas baseam-se nas

seguintes caracteŕısticas: considera-se que a colisão dá-se na direção de eixo z, portanto

o eixo longitudinal de colisão. O quadrivetor velocidade, por exemplo, é definido como

vµ ≡ (v0, v1, v2, v3), onde v3 = vz. Quando passamos para as coordenadas no cone de luz,

estas são definidas da seguinte maneira,

v+ ≡ 1√
2
(v0 + v3) ; v− ≡ 1√

2
(v0 − v3) ; v⊥ ≡ (v1, v2). (3.1)

Em particular podemos definir algumas variáveis fundamentais para uma boa compreensão

t

z

x+x−

Fig. 3.1: Representação do cone de luz.

do desenvolvimento do trabalho e de sua justificativa. Considerando xµ ≡ (t, x, y, z), então

o tempo no referencial de cone de luz é definido como

x+ ≡ 1√
s
(t + z). (3.2)

A coordenada longitudinal pode ser definida como,

x− ≡ 1√
s
(t− z). (3.3)
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Podemos representar x+ e x− num sistema de coordenadas, como na Fig. 3.1.

O produto escalar entre os vetores momentum e posição agora é escrito como,

p.x = p−x+ + p+x− − p⊥.x⊥, (3.4)

pois,

p.x = p0x0 − p3x3 − p2x2 − p1x1 (3.5)

p.x = p0x0 − p3x3 − p⊥.x⊥

porém

p−x+ =
1

2
(p0x0 − p3x0 + p0x3 − p3x3) (3.6)

p+x− =
1

2
(p0x0 + p3x0 − p0x3 − p3x3)

o que resulta em

p−x+ + p+x− = p0x0 − p3x3. (3.7)

Passando para o espaço de momentum, verificamos então que a variável p+ é a variável

conjugada a coordenada longitudinal, portanto, definimos p+ como o momentum logitudinal

no referencial do cone de luz. A variável p− é a variável conjugada ao tempo x+ no cone

de luz, portanto, interpretamos p− como a energia no referencial de cone de luz. Para

part́ıculas na camada de massa,

p± =
1√
2
(E ± pz) ; com, E =

√

m2 + |~p|2, (3.8)

portanto podemos escrever a seguinte relação

p+p− =
1

2
(E2 − p2

z) =
1

2
(m2 + |~p|2 − p2

z), (3.9)

logo

p+p− =
1

2
(m2 + p2

⊥) =
1

2
m2

⊥ , (3.10)

onde surge a definição de massa transversa. Podemos ainda trabalhar com a definição da

variável rapidez, onde

y ≡ 1

2
ln

(

E + pz

E − pz

)

=
1

2
ln
p+

p−
=

1

2
ln

2p+2

m2
⊥
. (3.11)

A utilização destas variáveis torna-se importante, por facilitar a compreensão do pro-

blema. Numa colisão hadrônica a altas energias, o projétil e o alvo são acelerados a veloci-

dades próximas a da luz, o que implica que utilizando as variáveis do cone de luz, temos um
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dos hádrons na posição x− ≈ 0, e o outro hádron em x+ ≈ 0, o que facilita a descrição do

processo (veja Fig. 3.1). Além deste fator, verifica-se que sob uma transformação de Lorentz

de impulso (boost) temos que : p+ → κp+, p− → (1/κ)p− com κ sendo uma constante, e

sendo que a variável rapidez modifica-se apenas por uma constante y → y + κ.

Vamos analisar estas coordenadas num caso espećıfico de produção de ṕıon em colisão

hadrônica. Se pensamos agora na colisão de dois hádrons idênticos no referencial de centro

de massa, teremos o “projétil” com pµ
1 = (p+

1 , p
−
1 , 0⊥) e o “alvo” com pµ

2 = (p+
2 , p

−
2 , 0⊥) ,

onde p+
1 ≈
√

2pz e p−1 ≈ M2

2p+
1

para pz >> M (onde M é a massa do projétil). Como estamos

no referencial de centro de momentum temos que p+
2 = p−1 e p−2 = p+

1 com energia quadrada

de centro de momentum dada por s = (p1 + p2)
2. Se analisamos a produção de um ṕıon

nesta colisão, o mesmo portará uma fração de momentum x do hádron, dada por

x =
p+

π

p+
1

, (3.12)

então a rapidez do ṕıon é obtida pela relação

yπ =
1

2
ln
p+

π

pπ

=
1

2
ln

2p+
π

2

m2
⊥
. (3.13)

Usando o fato de p+
π = xp+

1 obtemos

yπ =
1

2
ln

2x2p+
1

2

m2
⊥

= yπ = ln

√
2xp+

1

m⊥
, (3.14)

onde m⊥ é a massa transversa do ṕıon produzido. Introduzindo o fator M/M obtemos

yπ = ln
M
√

2xp+
1

Mm⊥
= ln

√
2p+

1

M
− ln

1

x
+ ln

M

m⊥
. (3.15)

Entretanto, pode-se observar que ln
√

2p+
1

M
é a própria rapidez do hádron projétil, portanto

escrevemos

yπ = yproj. − ln
1

x
+ ln

M

m⊥
, (3.16)

onde pode-se observar que a rapidez das part́ıculas produzidas pode ser escrita em termos

da rapidez do hádron de origem, portanto o projétil.

3.2 Processos de Espalhamento a Altas Energias

No caso do espalhamento profundamente inelástico (DIS), onde pode-se medir a distri-

buição de quarks do hádron, é conveniente trabalhar num referencial onde o hádron tenha
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um grande momentum longitudinal no cone de luz P+ >> M (referencial de momentum

infinito). Neste referencial podemos descrever o hádron como uma coleção de constituintes,

os pártons, que são uma excitação portando uma fração x do momentum longitudinal total

P+. Então o momentum longitudinal do párton é p+ = xP+, com 0 < x < 1.

A variável x (“x de Feynman”) é definida aqui como sendo igual ao xBj de Bjorken, que

é definido num sistema de referência independente da forma xBj = Q2/2P.q, e é medido

diretamente no experimento. Portanto, no DIS a altas energias (grande s a Q2 fixo) pode-

se medir a distribuição de quarks dNquark/dx para pequeno x e a rapidez das part́ıculas

produzidas pode ser dada por,

y = yhadron − ln
1

x
. (3.17)

Utilizando o prinćıpio da incerteza escrito na forma p±x∓ ∼ 1, e considerando x =

p+/P+, pode-se escrever,

y = yproj − ln
P+

p+
= yproj − ln(x−P+). (3.18)

Esta equação define relações entre rapidez, o espaço de momentum e o espaço tempo. Por-

tanto, define-se aqui um espaço tempo rapidez e um espaço de momentum rapidez. Esta

relação traz a conseqüência de que part́ıculas localizadas no espaço tempo rapidez, estão

localizadas no espaço de momentum rapidez. O hádron (núcleo) a altas energias, portando

grande momentum é considerado como uma folha fina, devido a contração de Lorentz, en-

tretanto se vamos ao espaço de momentum rapidez, este hádron (núcleo) aparece extendido

numa região de rapidez, onde pártons situados numa região de grande rapidez são consi-

derados os pártons rápidos (através da relação 3.17) e os pártons situados na região de

pequena rapidez são os mais lentos. Se consideramos um tubo ao longo da região de rapidez

de dimensão dx << 1 fm, então estaremos resolvendo os constituintes do hádron. Se vamos

a dx → 0 então a separação longitudinal entre os pártons que interceptam o tubo vem a

ser grande. No limite onde 1/Λ << dx << 1 fm existem muitas “cargas” no interior deste

tubo de dimensão dx tal que pode-se considerar cargas clássicas nesta resolução. A apro-

ximação clássica significa que podemos substituir a aplicação de operadores a um estado em

espećıfico por um número, pois com grande número de ocupação, a criação ou destruição

de uma part́ıcula, não traz efeito para a descrição do estado, apenas o autovalor passa a ser

importante.

3.3 Modelo McLerran-Venugopalan

Tendo discutido as variáveis importantes para considerar o estado hadrônico a altas energias,

nesta seção vamos apresentar o modelo proposto por Larry McLerran e Raju Venugopalan
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[17, 18], que propõem a existência do condensado de vidros de cor.

A idéia principal do CGC está no fato de considerar os quarks com grande fração de

momentum como sendo fontes emissoras de glúons com pequena variável de Bjorken x

(glúons macios). Esta consideração tem grandes conseqüências no referencial do cone de

luz. Na Fig. 3.2 mostramos a emissão de um glúon macio por um quark com grande x.
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Fig. 3.2: Emissão do glúon macio pelo quark com grande fração de momentum.

Entretanto, a energia no referencial do cone de luz é dada por

p− =
m2

⊥
2p+

. (3.19)

Verificamos imediatamente que o glúon macio emitido com k+ << p+ tem energia maior

que a do quark emissor. Além disso, os quarks com grande fração de momentum (grande

x→ quarks de valência) que funcionam como fonte de emissão de glúons macios (pequeno

x) são descritos por uma fonte de cargas de cor ρa com propriedades bem espećıficas.

Consideremos um hádron num referencial onde possua momentum infinito, portanto

uma fina folha deslocando-se próxima a velocidade da luz. Esta caracteŕıstica nos assegura

que o hádron possua x− ≈ 0, propagando-se no sentido positivo x+. Os pártons rápidos

(quarks de valência) movem-se ao longo do eixo z com velocidade vz ≈ c. Eles possuem

momentum p+ e podem emitir, ou absorver glúons macios com momentum k+ << p+. Em

uma primeira aproximação conservam suas trajetórias ao longo do cone de luz (z = t),

entretanto geram uma corrente de cor Jµ
a na direção ”+”do referencial do cone de luz. Os

pártons rápidos possuem uma incerteza em sua posição longitudinal ∆x− ∼ 1/p+, porém

como 1/p+ << 1/k+, eles são bem localizados quando vistos pelos glúons macios que

possuem grande comprimento de onda e portanto pouca resolução longitudinal.

A separação na escala de momentum longitudinal (pártons rápidos e glúons macios)

implica em uma correspondente separação no tempo. Pártons macios possuem grandes

energias, portanto curto tempo de vida. Considerando a Fig. 3.3 podemos observar que

como a energia no referencial de cone de luz (ε) é dada por

εp ≡
p2
⊥

2p+
, (3.20)



Caṕıtulo 3. Condensado de Vidros de Cor 68

���
� � �

� ��

� ����	� �

Fig. 3.3: Emissão de glúons macios a partir do quark rápido

então o tempo de vida da excitação virtual pode ser estimado por

∆x+ ≈ 1

εk

<<
1

εp

. (3.21)

Verificamos que o tempo de vida da excitação é muito pequeno se comparado com

a escala de tempo dos pártons rápidos, portanto, os graus de liberdade rápidos (fontes de

glúons macios) aparecem efetivamente congelados durante o curto tempo de vida dos glúons

macios, e podem ser considerados fontes de cor independentes do tempo (independente de

x+), portanto ρa(x
−, x⊥). Entretanto, se outro glúon macio é emitido após um intervalo

de tempo ≥ 1/εp, uma configuração diferente para ρa é verificada. Isto nos leva a tratar

ρa(x
−, x⊥) como uma variável clássica aleatória, com alguma densidade de probabilidade,

ou função peso, Wk+[ρ], que é uma funcional de ρ. Para ter uma interpretação probabiĺıstica

Wk+ ≥ 0 para qualquer ρa e ainda

∫

D[ρ]Wk+ = 1, (3.22)

com a seguinte medida funcional

D[ρ] ≡
∏

a

∏

x−

∏

x⊥

dρa(x
−, x⊥). (3.23)

Podemos determinar uma escala que separe pártons macios e pártons rápidos da seguinte

forma,

rápidos → p+ > Λ+ (3.24)

macios → p+ < Λ+. (3.25)

Pelo modelo de McLerran- Venugopalan (MV) os glúons macios são descritos por campos

de cor clássicos Aµ
a emitidos por pártons rápidos, representados por uma fonte ρa. Os graus

de liberdade rápidos são tratados como quânticos e são integrados pertubativamente na



Caṕıtulo 3. Condensado de Vidros de Cor 69

construção da teoria efetiva, tal que no resultado final não temos dependência sobre estes, e

os graus de liberdade macios são analisados numa região transversa onde existem um grande

número de flutuações na carga de cor (emissão de glúons macios pelos quarks rápidos). Por

simplicidade espera-se que o valor t́ıpico da flutuação em cargas de cor seja da ordem de√
N , onde N é o número de quarks (fontes) nesta região. Se N é grande, a carga t́ıpica de

cor nesta região é grande, e portanto pode ser tratada como clássica [17].

Como veremos posteriormente, uma das grandezas fundamentais para se determinar

observáveis no CGC é o calculo da função de correlação entre os campos de glúons macios

e como estes visualizam uma configuração congelada das fontes, somente irão experimentar

correlções a tempos iguais dos pártons rápidos.

Para resumir, a corrente de glúons macios, gerada a partir dos pártons rápidos, é esperada

com a seguinte estrutura:

Jµ
a = δµ+ρa(x

−, x⊥), ∂−ρa ≡
∂ρa

∂x+
= 0, com ρa definido para{x−|0 ≤ x− ≤ 1/Λ+}.(3.26)

Condições que serão confirmadas no decorrer deste caṕıtulo.

A corrente de cor Jµ
a pode ser escrita de uma forma simples da seguinte maneira Jµ

a =

δµ+δx−qa(x⊥), onde o termo δµ+ nos assegura que a única componente da corrente está

na direção ”+”do referencial do cone de luz. O delta δ(x−) especifica que a fonte está

situada no hádron, que devido à contração de Lorentz é uma fina folha com x− ∼ 0, e

qa(x⊥) representa a distribuição de cargas na folha. Esta corrente de cor gera um campo de

cor, que nas condições discutidas nesta seção, pode ser considerada como um campo de cor

clássico. Na próxima seção realizamos uma discussão sobre este campo de cor.

3.3.1 O Campo Clássico de Cor

O que se considera no modelo MV é que para altas energias, a número de ocupação

de estados com pequena fração de momentum será grande, tal que teremos uma campo de

cor clássico signficativo. A corrente Jµ atua como uma fonte de campos de Yang-Mills,

descrevendo a dinâmica de glúons macios,

[Dν, F
µν] = δµ+ρa(x

−, x⊥), (3.27)

onde a variável ρa é estocástica (determinada através de uma distribuição) com valor espe-

rado nulo (uma Gaussiana por exemplo). Precisamos determinar então a correlação entre

ρ(~x) em ~x ≡ (x−, x⊥). Aqui a correlação é dada em termos da função peso WΛ+ apresen-

tada anteriormente. Esta função é invariante de calibre, mas depende em Λ+, pois veremos

posteriormente que está integrada para |p+| > Λ+.

Para determinar, por exemplo, a distribuição de glúons no CGC precisamos então saber

a correlação entre os campos de glúons. Pelo modelo de MV precisamos [17, 18]:
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• Resolver as equações clássicas de Yang-Mills no calibre do cone de luz A+ = 0

[Dν, F
µν] = δµ+ρa(x

−, x⊥). (3.28)

A solução é alguma funcional não-linear de ρ (Ai(~x)[ρ]).

• As funções de correlação de interesse são calculadas com estas soluções clássicas, e

então feita a média sobre ρ, com aux́ılio da função peso Wλ[ρ]:

< Ai
a(x

+, ~x)Aj
b(x

+, ~y)... >Λ=

∫

DρWΛ[ρ]Ai
aAj

b... (3.29)

com a normalização
∫

DρWΛ[ρ] = 1. (3.30)

As equações apresentadas assemelham-se com os vidros de spin, pois existe uma fonte,

e sobre esta fonte é feita a média de todas as configurações das fontes. No vidros de spin a

média é feita sobre os campos magnéticos de fundo.

Como a intenção aqui é apresentar o procedimento para se obter soluções às equações de

Yang-Mills, vamos por simplicidade, considerar o caso Abeliano das equações de Yang-Mills,

ou seja, estamos desconsiderando a interação entre os campos de cor. Desta forma, pode-se

escrever,

∂νF
νµ = δµ+ρ(~x) (3.31)

onde F νµ = ∂νAµ − ∂µAν e ~x ≡ (x−, x⊥). Estamos interessados em soluções no calibre do

Cone de Luz (LC), onde A+ = 0, tal que estas soluções anulam-se para ρ → 0. Uma vez

que ρ é estático (independente de x+), podemos analisar soluções que sejam estáticas, ou

seja, ∂−Aµ = 0. Desta forma podemos analisar em separado cada componente da equação

de Yang-Mills, levando em conta também que A+ = 0, obtemos:

µ = + µ = i

∂νF
ν+ = 0 ∂νF

νi = 0

∂−F+− + ∂+F−− − ∂kF k− = 0 ∂−F+i + ∂+F−i − ∂kF ki = 0

(∂k)2A− = 0 ∂+∂kA− + ∂kF kj = 0

sol. trivial A− = 0 portanto F kj = 0

(3.32)

Esta solução implica que F+− = F k− = 0 e ainda Fij = 0. Portanto nos resta apenas

uma componente do campo Aµ não nula, Ai, definindo um campo de calibre puro em duas

dimensões no plano transverso. Considerando então que A+ = A− = 0 podemos escrever,

∂νF
ν+ = ρ(~x) (3.33)

∂−F++ + ∂+F−+ − ∂kF k+ = ρ(~x) (3.34)

∂k∂+Ak = ρ(~x) (3.35)



Caṕıtulo 3. Condensado de Vidros de Cor 71

Se consideramos uma função ω(~x) satisfazendo a seguinte equação

−∇2
⊥(∂+ω(~x)) = ρ(~x) . (3.36)

Desta forma

∂k∂+Ak = ρ(~x) (3.37)

∂k∂+Ak = −∇2
⊥(∂+ω(~x)) (3.38)

∂k∂+Ak = −∂l∂l(∂+ω(~x)) (3.39)

∂+Ak = −∂k(∂+ω(~x)) (3.40)

∂+Ak = −∂+(∂kω(~x)) (3.41)

Ak = −∂kω(~x). (3.42)

Passando para o espaço de momentum,

Ak(p) = ipkω(p) = − p
k

p+

ρ(p+, p⊥)

p2
⊥

, (3.43)

onde considera-se por simplicidade a seguinte prescrição para o pólo 1/p+,

1

p+
=

1

p+ + iε
. (3.44)

Entretanto, deseja-se obter uma solução onde o campoAi anule-se para x− → −∞, portanto

admitimos

Ai(x−, x⊥) = −
∫ x−

−∞
dy−∂iα(y−, x⊥), (3.45)

onde

−∇2
⊥α(~x) = ρ(~x), (3.46)

ou em espaço de momentum

α(~p) =
ρ(~p)

p2
⊥
, (3.47)

tal que pode-se escrever em espaço de coordenada a seguinte relação [19]

α(~x) = −
∫

d2y⊥
2π

ln(|x⊥ − y⊥|µ)ρ(x−, y⊥), (3.48)

onde µ é um corte infravermelho que desaparece em quantidades f́ısicas.

Agora pode-se analisar o caso não-Abeliano da teoria de Yang-Mills, onde verifica-se que

as equações de movimento (3.28) não são consistentes, pois a propriedade [Dµ, [Dν, F
µν]] = 0
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requer que a corrente de cor na equação de Yang-MIlls seja covariantemente conservada,

logo [Dµ, J
µ] = 0, o que implica em

[D−, J+] ≡ ∂−J+ − ig[A−, J+] = 0. (3.49)

De forma geral, esta relação não é satisfeita por uma corrente estática, uma vez que

∂−ρ = 0 mas o comutador [A−, ρ] pode ser não nulo. Agora, se identificamos ρa na equação

(3.26) com a corrente J+
a para algum particular tempo x+

0 ,

J+(x) = ρ(~x) em x+ = x+
0 , (3.50)

então, a equação (3.49) pode ser escrita de forma a ser covariantemente conservada para

x+ > x+
0 fazendo

J+(x+, ~x) = W (x+, ~x)ρ(~x)W †(x+, ~x). (3.51)

Aqui introduziu-se as linhas temporais de Wilson, onde

W [A−](x+, ~x) ≡ T exp{ig
∫ x+

x+
0

dz+A−(z+, ~x)}, (3.52)

com T denotando o ordenamento temporal das matrizes de cor na exponencial, uma vez que

A− ≡ A−
a T

a são ordenados da direita para esquerda em ordem crescente de x+. Se utilizar

x+ = x+
0 ,a relação direta entre J+ e ρ é obtida, pois o expoente vai a zero. As equações de

movimento para o campo Aµ são então escritas da seguinte forma,

[Dν, F
νµ](x) = δµ+W (x)ρ(~x)W †(x), (3.53)

Para esta equações, pode-se analisar somente soluções estáticas, e que satisfazem A− = 0,

em adição à condição de calibre do cone de luz A+ = 0, portanto considera-se,

A+ = A− = 0, Ai = Ai(x−, x⊥) (3.54)

Com esta proposta, a Eq. (3.53) pode ser escrita na forma previamente apresentada (3.28),

pois a condição de A− = 0 nos leva a W [A− = 0](x+, ~x) = 1. Considerando somente a

componente µ = +, temos

[Di, F
i+] = ρ(x), (3.55)

Se consideramos a componente onde µ = i então

[Dj, F
ji] = 0, (3.56)
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o que implica que Ai é um campo de calibre puro no plano transverso, pois F ji = 0. Com

relação a um campo puro de calibre, sabe-se que

F ij = 0⇔ ∃ g(~x) | Ai(~x) = [∂ig(~x)] g−1(~x), (3.57)

portanto, pela definição de F pode-se escrever

g(x) = g(x, 0, A) = P exp

{
∫

c

dx.A(x)

}

. (3.58)

Desta forma podemos escrever o campo puro transverso de calibre da seguinte maneira [19]:

Ai(x−, x⊥) =
i

g
U(x−, x⊥)∂iU †(x−, x⊥), (3.59)

com o elemento U(x−, x⊥), pertencente ao grupo SU(N) e relacionado a ρ, implicitamente

pela Eq. (3.55).

Obtém-se um resultado onde a única componente não nula é a parte transversal. Mas

para progredir, o que é feito agora, é considerar uma transformação de calibre onde os

campos Ai vão a zero, usando a matriz U(~x):

Aµ → Ãµ = U †AµU +
i

g
U †∂µU. (3.60)

Com esta transformação obtém-se os seguintes resultados

Ãi = U †
(

i

g
U∂iU †

)

U +
i

g
U †∂iU (3.61)

Ãi =
i

g

(

∂iU †)U +
i

g
U † (∂iU

)

(3.62)

Ãi =
i

g
∂i
(

U †U
)

(3.63)

portanto,

Ãi = Ã− = 0, Ã+ =
i

g
U † (∂+U

)

, (3.64)

o termo A− = 0 surge devido ao fato de considerar sempre soluções estáticas, portanto

∂−U † = 0.

Então existe um calibre onde o campo não-Abeliano possui uma única componente

não trivial, Ãµ = δµ+Ãµ. Este calibre será denominado de calibre covariante, pois ocorre

que ∂µÃ
µ = 0 para as equações (3.60) e (3.64). Neste calibre as equações de Yang-Mills,

apresentadas anteriomente na Eq. (3.28), reduzem a uma simples equção linear da forma

[19]

−∇2
⊥Ã

+(~x) = ρ̃(~x), (3.65)
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onde

ρ̃(~x) ≡ U †(~x)ρ(~x)U(~x) (3.66)

é a fonte classica de cor no calibre covariante. A Eq. (3.65) é a mesma Eq. (3.46) para α

na QED, então renomeando Ã+(~x) ≡ α(~x), obtém-se,

−∇2
⊥α(~x) = ρ̃(~x), (3.67)

A solução a partir da equação linear entre Ã e ρ̃ pode ser obtida, entretanto, quanti-

dades f́ısicas, como a distribuição de glúons, envolve correlações de campos Ai no calibre

do cone de luz. Sabemos que as grandezas f́ısicas devem ser invariantes de calibre, porém

no calibre covariante, não consegue-se uma relação simples entre as funcões de Green e os

correspondentes potenciais vetores. A Eq. (3.67) pode ser invertida, obtendo-se [19, 20]

U †(x−, x⊥) = P exp

{

ig

∫ x−

x−
o

dz−α(z−, x⊥)

}

, (3.68)

onde P ordena as matrizes de cor α(~x) da direita para esquerda em x−. Então juntando

Eqs. (3.59), (3.65) e (3.68) obtém-se uma expressão expĺıcita para o campo de calibre no

cone de luz Ai como uma funcional de ρ̃, denotada como Ai[ρ̃],

Ai[ρ̃](x−, x⊥) =
i

g
Pe

{ig
R x−

x−
0

dz−α(z−,x⊥)}
∂Pe

{−ig
R x−

x−
0

dz−α(z−,x⊥)}
. (3.69)

Verifica-se aqui que a funcional é em termos de ρ̃, pois se tentamos expressar Ai em

termos de ρ a correspondente funcional pode ser mais complicada e não determinada expli-

citamente. Porém para calcular a distribuição de glúons, necessitamos determinar a solução

de Ai explicitamente. A proposta passa a ser a seguinte: usar a fonte de carga no calibre

covariante ρ̃, em vez da fonte no calibre do cone de luz ρ, como a variável funcional sobre

a qual os campos dependem. Este tratamento é posśıvel porque a medida e a função peso

(WΛ[ρ]) são invariantes de calibre, tal que a média final sobre a fonte clássica pode ser bem

expressa como uma funcional de ρ̃. Em outras palavras, pode-se escrever,

< Ai
a(x

+, ~x)Aj
B(x+, ~y)... >Λ=

∫

Dρ̃WΛ[ρ̃]Ai
a[ρ̃]Aj

b[ρ̃]... (3.70)

Até este momento, não determinou-se uma distribuição em x−, de forma que está se

considerando a mesma como arbitrária. Para o que segue, será necessário determinar que

ρ está localizada em x− = 0. Entretanto, ρ é senśıvel às condições utilizadas para fixar

o calibre. Para fixar o calibre clássico (o calibre para a Eq. (3.60)), serão adotadas as

condições de contorno retardadas em x−, ou seja, Ai(~x)→ 0 para x− → −∞.
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O formalismo clássico apresentado nesta seção é válido apenas para regiões de momentum

macio da ordem de Λ+. Na verdade, atingindo escalas muito mais suaves, existem correções

radioativas que invalidam a aproximação clássica. As modificações à teoria clássica efetiva

são governadas por uma equação de evolução não-linear, funcional, originalmente derivada

por Jalilian-Marian, Iancu, McLerran,Weigert, Leonidov, Kovner (JIMWLK) [19, 20, 21,

22, 23], para a função estat́ıstica WΛ+[ρ] associada com a variável randômica ρa(x). Esta

equação de evolução será discutida com mais detalhes na próxima seção.

3.4 Correções Quânticas: Equação JIMWLK

Considerando o modelo MV, temos que a medida que escalas mais suaves são atingidas, os

glúons macios com mometum maior que os de escala muito suave, passam a ser novas fontes

de cargas de cor. Isto modifica a correlação entre glúons, o que modifica a funcional WΛ+.

Portanto, estas correções devem ser consideradas e são levadas em conta numa equação

funcional denominada JIMWLK que descreve a evolução da funcional estat́ıstica peso WΛ+,

que pode ser escrita numa forma condensada como [19, 20, 21, 22, 23],

∂Wτ [ρ]

∂τ
=

1

2

∫

x⊥y⊥

δ

δρa
τ (x⊥)

χab(x⊥, y⊥)[ρ]
δ

δρb
tau(y⊥)

Wτ [ρ]. (3.71)

A dependência da teoria na variável de separação é realizada através da variável τ =

ln(1/x) = ln(P+/Λ+). O fator χab considera todas as modificações na correlação das fontes

de cargas de cor devido as novas fontes, que são os glúons com x << Λ+

P+ . Portanto, a

evolução descrita pela equação JIMWLK consiste em adicionar novas correlações às densi-

dades de fontes ρa.

Esta equação tem sido exaustivamente estudada, entretanto, ainda não se obteve uma

solução completa em toda a região cinemática. Alguns limites desta equação foram estu-

dados e verificou-se que para o limite de grande número de cores (grande Nc) a equação

JIMWLK recai na bem conhecida equação BK [15, 16]; no limite de baixa densidade des-

creve a equação BFKL [8, 9, 10, 11]. Isto mostra a consistência da equação JIMWLK. Estas

soluções aproximadas são investigadas em mais detalhes na referência [23]. Pode-se ainda

investigar as soluções numéricas, baseadas nos cálculos na rede (para uma breve revisão

sobre estes resultados veja Ref. [86]).

Com a intenção de realizar uma comparação com resultados experimentais utilizando

a teoria do Condensado de Vidros de Cor, algum tratamento fenomenológico necessita ser

realizado com a funcional WΛ+, o que será apresentado na próxima seção.
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3.4.1 Gaussiana Local e não-Local

Uma aproximação que é razoável quando estamos tratando com grandes núcleos consiste

em considerar uma forma Gaussiana para a funcional peso W [ρ] [94, 97, 98]. Esta apro-

ximação apresenta a evolução da distribuição de glúons através da equação BFKL para

grande momentum transverso, e o fenômeno de saturação partônica para pequeno momen-

tum transverso [98]. Neste caso podemos escrever,

W [x, ρ] = exp

{

−
∫

dz⊥
ρa(z⊥)ρa(z⊥)

2µ2(x)

}

(3.72)

onde µ2(x) é o quadrado da carga de cor dos quarks de valência por unidade de área e de

cor.

Uma distribuição gaussiana não-local das fontes de cargas de cor foi predita na Ref.

[23] como uma solução de campo médio da equação JIMWLK. Esta forma de considerar a

funcionalW [ρ] traz algumas modificações na descrição de observáveis [99], que será discutido

posteriormente. A forma Gaussiana não-local é dada por,

W [x, ρ] = exp

{

−
∫

dy⊥dx⊥
ρa(x⊥)ρa(y⊥)

2µ2(x, x⊥ − y⊥)

}

(3.73)

A funcional peso Gaussiana local assegura que as fontes de carga de cor são correlaciona-

das localmente, enquanto a Gaussiana não-local indica correlações sobre distâncias maiores.

No caso considerado aqui, o núcleo é invariante por translação no plano transverso, tendo em

vista que µ2 depende apenas da diferença x⊥− y⊥. Esta modificação pode ser utilizada por

exemplo para considerar efeitos de neutralização da carga de cor, fazendo com que a função

µ2(x, x⊥− y⊥) vá a zero para distâncias maiores que uma determinada escala, por exemplo

1/Qs. Os efeitos de considerar uma Gaussiana local ou não-local para os observáveis, serão

analisados no caṕıtulo 5 deste trabalho, onde a produção de dileptons será analisada no

contexto do CGC, em colisões próton-núcleo e próton-próton.

Na próxima seção vamos discutir o efeito de considerar um Condensado de Vidros de

Cor em alguns observáveis. A saber, vamos investigar a distribuição de glúons e a produção

de dileptons a altas energias.

3.5 Observáveis no Condensado de Vidros de Cor

Nesta seção estudaremos a distribuição de glúons segundo o CGC, supondo uma forma

Gaussiana para a função peso Wk, mostrando que a solução com esta forma simples de

parametrização apresenta saturação na distribuição de glúons. Discutiremos também a

produção de dileptons considerando o núcleo atômico com sendo descrito pelo CGC.
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3.5.1 Distribuição de Gluons no CGC

Vamos investigar a distribuição de glúons levando em conta os campos de glúons macios

obtidos no formalismo dos Vidros de Condensado de Cor, considerando a correlação entre

os campos de glúons. De acordo com o modelo de McLerran e Venugopalan, apresentado

na seção anterior, precisamos de dois ingredientes para calcular a função de correlação dos

glúons macios.

• Solução Ai
a[ρ̃] das equações de movimento clássicas;

• determinar a função peso WΛ[ρ̃];

A solução para Ai
a[ρ̃] foi apresentada na seção anterior, mas precisamos determinar a

função peso WΛ[ρ̃]. No que segue vamos utilizar uma função Gaussiana para a função peso,

seguindo a idéia da Ref. [23]. Esta aproximação para a função peso tem a finalidade de

mostrar explicitamente a saturação da distribuição de glúons e discutir a invariância de

calibre desta grandeza.

A distribuição de glúons no cone de luz pode ser escrita em termos da correlação dos

campos de glúons macios [19, 20, 21]

xG(x,Q2) ≡
∫

d2k⊥
(2π2)

θ(Q2 − k2
⊥)

×
∫

dk+

2π
2k+δ

(

x− k+

p+

)

<Ai
a(x

+, k+, k⊥)Ai
a(x

+,−k+,−k⊥)>, (3.74)

onde o último termo da expressão acima representa, como salientado anteriormente, a média

sobre a função de onda do hádron em questão. Entretanto, na quantização no cone de luz

e considerando que ~k ≡ (k+, k⊥),

2k+

(2π)3
Ai

c(x
+, ~k)Ai

c(x
+, ~−k) =

∑

λ,c

a†λ,c(
~k)aλ,c(~k) =

dN

d3k
(3.75)

é a função de distribuição de glúons no espaço de Fock, por exemplo, o número de glúons por

unidade de volume no espaço de momentum. Portanto, a Eq. (3.74) contém todos os glúons

(emitidos por quarks) na função de onda do hádron, contendo momentum longitudinal

k+ = xp+, e momentum transverso menor que Q.

Como no calibre do cone de luz A+ = 0, então existe uma relação direta entre o campo

F i+
a e o vetor potencial Ai

a, F
i+
a (k) = ik+Ai

a(k), tal que pode-se escrever a Eq. (3.74) como

uma função de Green de dois pontos do campo elétrico F i+
a . Utilizando-se a função delta

na Eq. (3.74) pode-se realizar a integração sobre k+, obtendo (considerando k+ = xp+),

xG(x,Q2) =

∫

d2k⊥θ(Q
2 − k2

⊥)k+ 2

(2π)3
< Ai

a(x
+, k+, k⊥)Ai

a(x
+,−k+,−k⊥) >

xG(x,Q2) =
1

π

∫

d2k⊥
(2π)2

θ(Q2 − k2
⊥) < F i+

a (x+, k+, k⊥)F i+
a (x+,−k+,−k⊥) > (3.76)
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Porém, a expressão acima não é invariante de calibre pois o campo F i+
a , escrito no espaço

de posição, envolve campos elétricos em diferentes pontos ~x e ~y. Pode-se incluir então, um

fator dependente de calibre, com a intenção de compensar a variação de calibre apresentada

na expressão. Um operador invariante de calibre pode ser constrúıdo inserindo linhas de

Wilson, tal que [19]

Oγ(~x, ~y) ≡ Tr{F i+(~x)Uγ(~x, ~y)F
i+(~y)Uγ(~y, ~x)}, (3.77)

onde γ é o caminho arbitrário indo de ~y a ~x, e temos que

Uγ(~x, ~y) = Peig
R

γ d~z. ~A(~z), (3.78)

considerando ~A ≡ (A+, A⊥). Pode-se escolher um caminho de integração, tal que Uγ = 1

[19].

Nestas condições, o operador (3.77) coincide com F i+
a (~x)F i+

a (~y), que aparece se fizermos

uma transfomação para o espaço de coordenadas do produto que aparece na distribuição de

glúons F i+
a (x+, k+, k⊥)F i+

a (x+,−k+,−k⊥) . Desta forma a distribuição de glúons, apresen-

tada na Eq. (3.76) é invariante de calibre. A partir deste ponto considera-se somente uma

aproximação clássica, que em prinćıpio funciona bem na região de pequeno x, em particular

no regime de saturação. Então realiza-se a seguinte troca na Eq. (3.76), F i+
a → F i+

a , onde

F i+
a é independente de x+ e uma funcional de ρ̃, portanto

xG(x,Q2) =
1

π

∫

d2k⊥
(2π)2

θ(Q2 − k2
⊥) < |F i+

a (~k)|2 >Λ+ (3.79)

onde a média é sobre ρ̃. No que segue, Λ+ será a maior escala de momentum no problema,

pois as flutuações quânticas (glúons macios) terão momentum k+ << Λ+. Devido a pouca

resolução longitudinal, tais campos são senśıveis somente às propriedades do campo de fundo

Ai sobre grandes distâncias |x−| >> 1/Λ+, onde pode-se escrever

U †(x−, x⊥) ≡ P exp

{

ig

∫ x−

−∞
dz−α(z−, x⊥)

}

∼ θ(x−)V † + θ(−x−) (3.80)

com

V †(x⊥) ≡ P exp

{

ig

∫ ∞

−∞
dz−α(z−, x⊥)

}

, (3.81)

juntamente com a Eq. (3.59), nos fornece os campos de fundo da seguinte forma:

Ai(x−, x⊥) ∼ θ(x−)
i

g
V (∂iV †) ≡ θ(x−)Ai

∞(x⊥). (3.82)

O campo elétrico associado ao campo Ai é então escrito,

F i+(~x) ≡ −∂+Ai ∼ −δ(x−)Ai
∞(x⊥). (3.83)
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Este resultado pode ser utilizado na Eq. (3.79). A partir de tal equação pode-se obter uma

distribuição de glúons em termos dos campos Ai

xG(x,Q2) =
1

π

∫

d2k⊥
(2π)2

θ(Q2 − k2
⊥) < |F i+

a (~k)|2 >

xG(x,Q2) =
1

π

∫

d2k⊥
(2π)2

θ(Q2 − k2
⊥) < F i+

a (k⊥)F i+
a (−k⊥) >

xG(x,Q2) =
1

π

∫

d2k⊥
(2π)2

θ(Q2 − k2
⊥) <

∫

d2y⊥e
ik⊥.y⊥

∫

d2x⊥e
−ik⊥.x⊥F i+

a (y⊥)F i+
a (x⊥) >

xG(x,Q2) =
1

π

∫

d2k⊥
(2π)2

θ(Q2 − k2
⊥)

∫

d2y⊥e
ik⊥.y⊥

∫

d2x⊥e
−ik⊥.x⊥< δ(x−)Aia

∞(y⊥)δ(x−)Aia
∞(x⊥) >

Que pode ser escrita na forma,

xG(x,Q2) = R2

∫

d2k⊥
(2π)2

θ(Q2 − k2
⊥)

∫

d2x⊥e
−ik⊥.x⊥ < Aia

∞(0)Aia
∞(x⊥) >, (3.84)

onde R2 refere-se ao raio do hádron. Não é apresentada uma dependência expĺıcita na

variável x. Toda a dependência nesta variável vem da média realizada sobre a fonte ρ̃, onde

na função peso WΛ+ tem-se a dependência na escala Λ+, com Λ+ ∼ xp+.

Agora devemos calcular a correlação entre os campos de glúons macios. Para proceder

este cálculo temos que determinar a forma para a funcional WΛ[ρ̃]. Como uma simples

aproximação pode-se verificar a forma da distribuição de glúons considerando uma funcão

Gaussiana para a função peso WΛ.

WΛ[ρ̃] ' exp

{

−1

2

∫

d3x
ρ̃2

a(~x)

ξ2
Λ(~x)

}

, (3.85)

onde ξ2
Λ(~x) é proporcional à densidade total do quadrado da carga de cor com p+ > Λ+. No

modelo simples de quarks de valência temos que

ξ2
Λ(~x) ≡ g2η(~x)

2Nc

(3.86)

onde η(~x) representa a densidade do número de quarks no hádron, onde a normalização é

dada por
∫

dx−
∫

d2x⊥η(x
−, x⊥) = Nc. (3.87)

Considerando a solução apresentada na seção 3.3.1, pode-se escrever a correlação entre os

campos de glúons macios [102, 103],

< Aia
∞(0)Aia

∞(~x) >=
N2

c − 1

παsx2
⊥Nc

[

1− ex2
⊥

ln(x2
⊥

Λ2
QCD)

Q2
s

4

]

, (3.88)
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onde Q2
s ∝ αsξΛ é a escala de saturação. Da Eq. (3.88) pode-se obter que o potencial no

cone de luz nunca é maior que
√

x2
⊥Ai ∼ 1/

√
αsNc, mostrando uma saturação proporcional

a 1/g. A partir da Eq. (3.84), pode-se definir a densidade de glúons por unidade de x e por

unidade de espaço de fase transverso,

N(k⊥) ≡ d2(xGcl)

d2k⊥d2b⊥
≡
∫

d2x⊥e
−ik⊥.x⊥ < Aia

∞(0)Aia
∞(x⊥) > . (3.89)

Utilizando a solução para a correlação de campos de glúons, Eq. (3.88), pode-se obter

N(k⊥) ∝ αs(Q
2/k2

⊥), para k2
⊥ >> Q2

s, (3.90)

que representa o comportamento obtido perturbativamente, ou seja, divergindo para pe-

queno k2
⊥. Porém, se consideramos k2

⊥ << Q2
s obtém-se

N(k⊥) ∝ 1

αs
ln

(

k2
⊥
Q2

)

, para k2
⊥ << Q2

s. (3.91)

Na Fig. 3.4 mostramos que o crescimento é muito mais suave e ainda a saturação para

a solução com pequeno momentum (linha sólida), com k⊥ >> ΛQCD. Para a solução

onde k2
⊥ >> Q2

s temos um acentuado crescimento da densidade de glúons para pequeno

momentum. Usou-se Q2
s = α2

sµ
2, onde µ é a carga por unidade de área no hádron.

Λ
QCD

α  µs
2 k2

d N
dk2

2

1 k2

2 2

Fig. 3.4: Densidade de glúons por unidade de x e por espaço de fase transverso

Concluimos então que utilizando um modelo simples para a função peso WΛ consegue-

se determinar a saturação da distribuição de glúons, verificando que as idéias do CGC

podem proporcionar uma boa descrição do que se espera de um sistema de altas densidades

partônicas.

Vamos agora investigar a produção de dileptons em colisões próton-núcleo, considerando

o núcleo através do CGC.
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3.5.2 Produção de Dileptons no Condensado de Vidros de Cor

Amplitude de Bremsstrahlung

Estamos interessados em descrever a produção de dileptons, sendo que estes dileptons serão

produzidos a partir da emissão de um fóton virtual γ∗. Entretanto é interessante investigar

a produção de fótons reais, pois é um limite quando estivermos trabalhando com os fótons

virtuais, e ainda, todo procedimento realizado para calcular a seção de choque da produção

de fótons reais é o mesmo que será realizado para calcular a produção de fótons virtuais. A

única diferença está no vetor de polarização do fóton e no fato que para fótons reais com

momentum k temos k2 = 0, enquanto que para fótons virtuais k2 = M2, que é a massa

da part́ıcula produzida no decaimento deste fóton virtual, no caso aqui estudado, dileptons.

Estes cálculos foram originalmente apresentados na Ref. [105]. Vamos começar investigando

os seguintes processos em colisões pA:

q(p) + A → q(q)γ(k)X

q(p) + A → q(q)γ(k)A

Considerando diagramas onde a emissão do fóton pode ser antes, depois ou ainda antes e

depois da interação, conforme Figura 3.5. Nesta figura, representamos a interação do quark

com o núcleo através de uma bola cheia. Isto implica que ainda não estamos especificando

o tipo de interação que vamos considerar. É na interação que vamos introduzir o campo

denso de glúons do núcleo. Entretanto para o procedimento que será realizado no prinćıpio

desta seção, não interessa ainda como vamos tratar este núcleo. Vamos apenas considerar

que o quark está se propagando em um campo de glúons denso e saturado e posteriormente

vamos tratar especificamente com estes campos, considerando o Condensado de Vidros de

Cor.

γ(k)

q(p)

q(q)
(p-k) (k+q) (k+l) (l)

Núcleo

1

Fig. 3.5: Produção de fóton real no CGC.

Portanto, o ponto de partida é a amplitude,

〈q(q)γ(k)out|q(p)in〉 = 〈0out|aout(k)bout(q)b†in(p)|0in〉. (3.92)
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Usando o formalismo de redução LSZ 1 (Lehmann, Symanzik, Zimmermann) [100, 101]

pode-se escrever

〈0out|aout(k)bout(q)b†in(p)|0in〉 =
eq

Z2

√
Z3

∫

d4xd4yd4zei(k·x+q·z−p·y)ū(q)

× (i 6−→∂ z −m)〈0out|Tψ(z)ε · J(x)ψ̄(y)|0in〉(i 6
←−
∂ z +m)u(p)

onde Jµ(x) ≡ ψ̄(x)γµψ(x) é a corrente eletromagnética associada ao quark, Z2 e Z3 são os

fatores de normalização das funções de onda do férmion e do fóton, e eq é a carga elétrica

fracionária do quark em consideração. Como não estamos incluindo nenhuma correção de

laço, podemos considerar os fatores de normalização como 1. Então temos que calcular o

seguinte termo,

〈0out|Tψ(z)ψ̄(x) 6εψ(x)ψ̄(y)|0in〉.
Utilizando o teorema de Wick, pode-se obter,

〈0out|Tψ(z)ψ̄(x) 6εψ(x)ψ̄(y)|0in〉 = −GF (z, x) 6εGF (x, y),

onde GF (z, x) é definido como o propagador de Feynman dos férmions

GF (x, y) ≡ 〈0out|T ψ̄(y)ψ(x)|0in〉,

entretanto estes férmions estão propagando-se nos campos clássicos fortes de cor do núcleo.

Portanto, este propagador deve levar em conta a interação do quark com o campo de cor

clássico, o qual será descrito pelo condensado de vidros de cor. Desta forma, a amplitude

do Bremsstrahlung pode ser escrita da seguinte maneira,

〈q(q)γ(k)out|q(p)in〉 = eq

∫

d4xd4yd4zei(k·x+q·z−p·y)

× ū(q)(i 6−→∂ z −m)[−GF (z, x) 6εGF (x, y)](i 6←−∂ z +m)u(p).(3.93)

Necessitamos agora determinar a forma de GF (x, y). Como este propagador considera

o CGC, então podemos separá-lo em uma parte livre e uma parte de interação, tal que

podemos escrever no espaço de momentum

GF (p, q) = (2π)4δ4(q − p)G0
F (p) +G0

F (q)TF (q, p)G0
F (p) (3.94)

onde TF é o termo que considera a interação do quark com o campo de cor clássico do fundo

do núcleo e G0
F (p) é o propagador livre do quark no espaço de momentum

G0
F ≡

i

(6p−m)
= i

6p+m

(p)2 −m2 + iε

1 o principal objetivo do formalismo de redução LSZ é expressar os elementos da matriz S através de

funções de Green de muitas part́ıculas.
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utilizando alguma prescrição iε. A forma de GF já é bem definida (ver em detalhes no

Apêndice B.1) e possui a seguinte estrutura em coordenadas de espaço e no gauge singular

[104, 105]

GF (x, y) = G0
F (x− y) +

∫

d4zδ(z−)[θ(x−)θ(−y−)(U †(z⊥)− 1)− θ(−x−)θ(y−)(U(z⊥)− 1)]

× G0
F (x− z)γ−G0

F (z − y). (3.95)

O termo U(z⊥) considera a interação do quark com o CGC através de múltiplos espalha-

mentos com o núcleo. É importante notar que esta interação depende explicitamente da

componente transversa e por considerar múltiplos espalhamentos, todas ordens na cons-

tante de acoplamento αs estão sendo consideradas. Isto permite escrever de forma mais

simplificada a componente de interação TF do propagador GF (q, p) [104] na forma eikonal

, onde consideramos um quark ou antiquark com momentum inicial p e momentum final q,

interagindo com o campo de cor clássico do núcleo.

TF (q, p) = 2πδ(q− − p−)γ−sgn(p−)

∫

d2z⊥[U sgn(p−)(z⊥)− 1]ei(q⊥−p⊥)·z⊥ (3.96)

Para um núcleo movendo-se no sentido positivo de z tem-se

U(x⊥) ≡ T exp

{

−ig2

∫ +∞

−∞
dz−

1

∇2
⊥
ρa(z

−, z⊥)ta
}

(3.97)

com ta na representação fundamental e ρa(z−, z⊥) sendo a densidade de fontes de cor no

núcleo.

Pode-se então apresentar a amplitude de produção do fóton no espaço de momentum da

seguinte forma [105],

〈 q(q)outγ(k)out|q(p)in〉 = −eq ū(q)

[

(2π)4δ4(k + q − p) 6ε+ TF (q, p− k)G0
F (p− k) 6ε

+ 6εG0
F (q + k)TF (q + k, p) +

∫

d4l
(2π)4
TF (q, l)G0

F (l) 6εG0
F (k + l)TF (k + l, p)

]

u(p). (3.98)

O primeiro termo [−eqū(q)(2π)4δ4(k + q − p) 6 εu(p)] corresponde à emissão do fóton

pelo quark sem o espalhamento com o vidro de condensado de cor, termo que não contribui

para a produção de fótons reais, pois a função delta δ4(k + q − p) não tem suporte para

part́ıculas na camada de massa.

O segundo termo considera o caso quando o quark interage com o CGC antes da emissão

do fóton enquanto o terceiro termo corresponde a emissão do fóton antes de espalhar com o

CGC. O último termo descreve o caso em que o quark sofre múltiplos espalhamentos antes

e depois da emissão do fóton. A Eq. (3.98) é uma fórmula exata para o bremsstrahlung do
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quark no CGC. Na verdade, esta equação ressoma as interações em todas as ordens com o

campo de fundo clássico, como requerido pela grande densidade de campos de cor no núcleo.

Agora vamos demonstrar que o último termo da Eq. (3.98) também é nulo. Para isto

vamos analisar a estrutura deste termo, escrevendo explicitamente os propagadores sem

considerar a interação com o núcleo. De forma geral os termos não divergentes podem ser

escritos como,

∫

d4l

(2π)4
δ4(q− − l−)γ−

6 l +m

(l)2 −m2 + iε
6ε 6k+ 6 l +m

(k + l)2 −m2 + iε
δ4(k− + l− − p−)γ−.

Sabendo que x2 = 2x+x− − x2
⊥ podemos escrever,

∫

dl+dl−d2l⊥
(2π)4

δ4(q− − l−)δ4(k− + l− − p−)γ−γ−
6 l +m

2l+l− − l2⊥ −m2 + iε
6ε

× 6k+ 6 l +m

2(k+ + l+)(k− + l−)− (k⊥ + l⊥)2 −m2 + iε
. (3.99)

Nestes termos, como γ− = 1/
√

2(γ0 − γ3), pode-se verificar que γ−γ− = 0, portanto as

contribuições não divergentes do último termo da equação (3.98) são nulas. Se analisamos

agora os termos divergentes, estes tem a forma,

∫

dl+

(2π)4
δ4(q− − l−)δ4(k− + l− − p−)

6 l +m

l+ − l2
⊥

+m2+iε

2l−

6ε

× 6k+ 6 l +m

(k+ + l+)− (k⊥+l⊥)2−m2+iε
2(k−+l−)

. (3.100)

Sabendo que p− > 0 e q− > 0, conclúı-se que l− > 0 e k− + l− > 0, portanto ambos pólos

em l+ estão abaixo do eixo dos reais, permitindo que a integração fechada de contorno seja

acima do eixo dos reais, não levando em conta os pólos, levando a uma contribuição nula.

Portanto o último termo da equação (3.98) não contribui para a amplitude de espalhamento.

Tal condição somente é satisfeita se consideramos o núcleo com a velocidade da luz, pois

neste caso temos a conservação da componente “-” do momentum do quark.

Utilizando a forma expĺıcita dos propagadores podemos finalmente escrever a amplitude

da produção de um fóton real na forma,

〈q(q)outγ(k)out|q(p)in〉 = −ieqū(q)

[

γ−(6p− 6k +m) 6ε
(p− k)2 −m2

+
6ε(6q+ 6k +m)γ−

(q + k)2 −m2

]

u(p)

× 2πδ(q− + k− − p−)

∫

d2x⊥e
i(q⊥+k⊥−p⊥)·x⊥ (U(x⊥)− 1) . (3.101)
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Seção de choque

Podemos agora calcular a seção de choque do processo. Para isso devemos fazer algumas

considerações. A função δ(q− + k− − p−) surge do fato do núcleo estar deslocando-se a

uma velocidade ≈ c. Isto implica que a componente x+ do núcleo é invariante e este

está se deslocando como uma fina folha situada em x− ≈ 0, portanto a componente −
do projétil é conservada, visto que do núcleo, não teremos uma corrente com componente

”−”. Desta forma surge a função δ(q− + k− − p−), pois q , k, p são quantidades relativas

ao projétil. Quando formos calcular a amplitude quadrada, surgirão duas funções δ com

mesmo argumento, portanto, 2πδ(0). Isto implica no surgimento de um fator relacionado

com o volume do projétil (no caso o próton), e seria muita simplificação descrevê-lo através

de uma onda plana. Portanto embora possamos descrever o núcleo como uma onda plana,

o projétil necessita ser descrito através de um pacote de onda, logo utilizamos [105],

|φin〉 ≡
∫

d3l

(2π)3

eib·l⊥
√

2El

φ(l)|q(l)in〉, (3.102)

onde El é a energia do estado, b é o parâmetro de impacto, e l o momentum deste estado.

φ(l) tem um pico em p, que será fundamental no cálculo, pois permitirá eliminar uma inte-

gração da seção de choque. Este pico em p ocorre porque estamos interessados na interação

de um quark com momentum p que faz parte deste projétil , portanto selecionamos den-

tro deste pacote de onda a função que tenha as propriedades do quark em questão. A fase

exp(ib · l⊥) esta aqui para considerar um parâmetro de impacto finito entre o pacote de onda

do quark e a trajetória central do núcleo. Estamos definindo a dependência no parâmetro de

impacto quando definimos o estado |φin〉, porque quando tratamos com o núcleo, considera-

mos o propagador do quark no campo de fundo do núcleo. Como a interação com o núcleo

é considerada ser em todas as ordens no campo de fundo, obtivemos uma forma eikonal

para esta interação através do propagador da Eq. (3.96). Neste propagador a dependência

no parâmetro de impacto deveria então ser introduzida dentro da matriz de espalhamento

U(x⊥), dada na Eq. (3.97). A forma obtida para esta função origina-se da solução da

Equação de auto valor de Dirac no campo de fundo do núcleo. Incluir tal dependência

dentro desta equação seria mais trabalhoso do que inserir na definição do pacote de onda a

dependência no parâmetro de impacto. Entretanto, o fator mais determinante para definir

o parâmetro de impacto quando definimos o pacote de onda, está no fato de que quando

calculamos o propagador de férmions no campo de background do núcleo, estamos consi-

derando um quark oriundo do projétil, sobre o qual se torna dif́ıcil definir uma quantidade

(parâmetro de impacto) que esteja relacionada com o projétil como um todo, portanto o

pacote de onda é que traz informações a respeito do projétil como um todo. A normalização
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é escolhida de tal forma que

〈φin|φin〉 = 1

∫

d3l

(2π)3
|φ(l)|2 = 1. (3.103)

Então a probabilidade de interação diferencial entre este pacote de onda e o núcleo e dada

por

dP (b) =
d3k

(2π)32k0

d3q

(2π)32q0
|〈q(q)γ(k)|φin〉|2.

Lembrando que a seção de choque é definida como

dσ =

∫

d2bdP (b),

encontramos a seção de choque na forma

dσ =
d3k

(2π)32k0

d3q

(2π)32q0

∫

d2b
d3l

(2π)3

d3l′

(2π)3
eib·(l⊥−l′

⊥
) φ(l)√

2El

φ(l′)√
2El′

× 〈q(q)γ(k)out|q(l)in〉〈q(l′)in|q(q)γ(k)out〉

dσ =
d3k

(2π)32k0

d3q

(2π)32q0

∫

d3l

(2π)3

d3l′

(2π)3
(2π)2δ(l⊥ − l ′⊥)

φ(l)√
2El

φ(l′)√
2El′

× 〈q(q)γ(k)out|q(l)in〉〈q(l′)in|q(q)γ(k)out〉

colocando em evidência a função δ que existe na amplitude de espalhamento, que em termos

da variável l pode ser escrita δ(l− − q− − k−), de tal forma que escrevemos

〈q(q)γ(k)out|q(l)in〉 ≡ 2πδ(l− − q− − k−)M(l|qk).

Portanto

dσ =
d3k

(2π)32k0

d3q

(2π)32q0

∫

d3l

(2π)3

d3l′

(2π)3
(2π)2δ(l⊥ − l′⊥)

φ(l)√
2El

φ(l′)√
2El′

× 2πδ(l− − q− − k−)M(l|qk)2πδ(l ′− − q− − k−)M∗(l′|qk)

A delta de componente − diretamente permite que consideremos l− = l ′−, e ainda realizando

a integral em l ′obtemos

dσ =
d3k

(2π)32k0

d3q

(2π)32q0

∫

d3l

(2π)3

1

(2π)3
(2π)2 φ(l)√

2El

φ(l)√
2El

× 2πδ(l− − q− − k−)M(l|qk)2πM∗(l|qk)

dσ =
d3k

(2π)32k0

d3q

(2π)32q0

∫

d3l

(2π)3

|φ(l)|2
2El

δ(l− − q− − k−)M(l|qk)2πM∗(l|qk).
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Agora lembrando que o pacote de onda é máximo em p, portanto a principal contribuição

para a integral acima ocorre quando l = p e ainda considerando a normalização da função φ

na forma descrita na Eq. (3.103), podemos substituir a variável l por p e fazer
∫

d3l
(2π)3
|φ(l)|2 =

1, o que resulta na seguinte expressão para a seção de choque,

dσ =
d3k

(2π)32k0

d3q

(2π)32q0

1

2Ep
2πδ(p− − q− − k−)M(p|qk)M∗(p|qk),

Sabendo que Ep = p−, obtemos

dσ =
d3k

(2π)32k0

d3q

(2π)32q0

1

2p−
2πδ(p− − q− − k−)|M(p|qk)|2. (3.104)

Este resultado é válido independentemente se estamos considerando a produção de fótons

reais ou virtuais. Tal consideração somente será levada em conta quando formos calcular a

amplitude de espalhamento para o processo em questão.

Agora considerando o resultado obtido na Eq. (3.101), podemos escrever explicitamente

a matrizM(p|qk) para a produção de um fóton na forma

M(p|qk) = −ieqū(q)

[

γ−(6p− 6k +m) 6ε
(p− k)2 −m2

+
6ε(6q+ 6k +m)γ−

(q + k)2 −m2

]

u(p)

×
∫

d2x⊥e
i(q⊥+k⊥−p⊥)·x⊥ (U(x⊥)− 1) , (3.105)

para assim obter a seção de choque.

Para o caso da produção de fótons reais, a condição k2 = 0 simplifica um pouco o cálculo

do traço do elemento de matriz. O que vamos fazer é considerar a produção de fótons

virtuais e mostrar explicitamente todo cálculo dos traços, e posteriormente tomar k2 = 0

para obter o resultado para a produção de fótons reais. O resultado da parte matricial que

aparece na matriz de espalhamento no caso da produção de fótons reais obtém-se tomando

a média sobre spin (fator 1/2) e levando em conta a relação de completeza dos espinores ū

e u, pois estamos somando sobre o spin do quark final. Escrevemos a parte espinorial (que

chamaremos de L) da amplitude quadrada da seguinte forma

〈tr(L†L)〉spin ≡
1

2
tr

{

(6p+m)

[ 6ε∗(6p− 6k +m)γ−

(p− k)2 −m2
+
γ−(6q+ 6k +m) 6ε∗

(q + k)2 −m2

]

(6p+m)

×
[

γ−(6p− 6k +m) 6ε
(p− k)2 −m2

+
6ε(6q+ 6k +m)γ−

(q + k)2 −m2

]}

(3.106)

Somando-se ainda sobre polarização do fóton, obtém-se após um extenso cálculo de

traços de matrizes,

〈tr(L†L)〉spin ≡ −4m2

[

p−2

(q · k)2
+

q−2

(p · k)2
+

k−2

(p · k)(q · k)

]

+ 4(p−2 + q−2)

[

p · q
(p · k)(q · k) +

1

q · k −
1

p · k

]

(3.107)
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Agora devemos considerar todos os elementos presentes na matriz de espalhamento. Para

tanto, devemos lembrar de algumas propriedades do formalismo de Condensado de Vidros

de Cor. O campo de fundo do núcleo que estamos considerando em nossos cálculos, é gerado

por fontes de cargas de cor, que no formalismo CGC são os quarks de valência ou ainda

os próprios glúons que possuem x maior do que os glúons emitidos. Isto nos leva a uma

dependência na configuração destas fontes de carga de cor que geram o campo de glúons

denso e saturado. A matriz U(x⊥) depende explicitamente destas fontes de carga de cor.

Portanto, devemos realizar a média sobre todas as configurações da densidade de fontes de

carga de cor. Este procedimento será realizado numa próxima seção.

Nesta seção obtivemos a parte espinorial da amplitude quadrada para a produção de

fóton real. Entretanto, devemos pensar agora em obter a média sobre as configurações

das fontes de carga de cor. Neste ponto é que estamos considerando o CGC, pois se não

tomamos esta média, estamos apenas considerando múltiplos espalhamentos do quark do

projétil com o núcleo.

Media sobre cor

No procedimento realizado para calcular a seção de choque da produção de fótons em colisões

pA, consideramos o núcleo como sendo um sistema denso de glúons, onde este campo é

saturado, com os quais o quark do feixe interage de forma eikonal considerando todas

ordens do campo de fundo do núcleo. Entretanto, como é sabido da teoria do Condensado

de Vidros de Cor, este campo de glúons denso e saturado é originado a partir de fontes de

campos de cor, que no caso são consideradas como sendo os próprios quarks e glúons com

grande x do núcleo.

Uma das principais caracteŕısticas da teoria CGC, é a necessidade de realizar uma média

sobre todas as posśıveis configurações da fonte de glúons a pequeno x, visto que esta fonte

muda sua configuração. Quando uma fonte emite um glúon macio, este visualiza a fonte

como congelada devido ao seu tempo de vida, entretanto esta fonte modifica suas confi-

gurações de evento para evento, portanto deve-se tomar a média sobre as configurações

destas fontes, procedimento realizado com o aux́ılio da função Wτ [ρ], realizando uma in-

tegral funcional sobre as configurações da fonte. Para proceder o cálculo da média sobre

as configurações da fonte, necessitamos saber a distribuição das fontes de carga de cor.

Esta distribuição é dada pela função peso Wτ [ρ]. Quando x diminui (ou aumenta a rapidez

τ ≡ ln(1/x)), novos modos quânticos vem a ser relativamente rápidos, e podem ser inclui-

dos como novas fontes de glúons macios, ou seja, os próprios glúons emitidos pelos quarks

“rápidos” passam a contribuir para emissão de novos glúons. Esta operação modifica o

região de definição de ρ, que até então era localizado em x−, e ainda suas correlações. To-

das estas trocas podem ser absorvidas dentro de uma renormalização funcional da função
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Wτ [ρ]. Esta dependência é governada pela já apresentada equação JIMWLK.

Como a função W [ρ] depende de ρa e como ρa está relacionado com U(x⊥), vamos preci-

sar calcular expressões como 〈U(x⊥)〉ρ. Qualquer quantidade f́ısica inerente a um determi-

nado processo deve ser obtida tomando uma média sobre todas as posśıveis configurações da

fonte de glúons, isto implica em calcular a correlação entre quantidades que são necessárias

no processo, isto pode ser feito procedendo-se da maneira já apresentada anteriormente

< Ai
a(x

+, ~x)Aj
b(x

+, ~y)... >Λ=

∫

DρWΛ[ρ]Ai
aAj

b...

Adotando-se a forma Gaussiana para a função Wρ pode-se encontrar a correlação entre

a densidade de fontes na forma

〈ρ̃a(x
−, x⊥)ρ̃b(x

−, x⊥)〉 = δabµ
2(x−)δ(x− − y−)δ(x⊥ − y⊥)

Na equação (3.105) vemos que o quadrado da matriz de espalhamento é dado da seguinte

forma

|M(p|qk)|2 = e2〈tr(L†L)〉spin

∫

d2x⊥d
2y⊥e

i(q⊥+k⊥−p⊥)·(x⊥−y⊥)〈(U(x⊥)− 1)(U †(y⊥)− 1)〉ρ

para proceder com o cálculo da média devemos obter o termo,

〈(U(x⊥)− 1)(U †(y⊥)− 1)〉ρ,

que pode ser escrito como

〈(U(x⊥)− 1)(U †(y⊥)− 1)〉ρ = 〈(U(x⊥)U †(y⊥))ρ − 〈U(x⊥)〉ρ − 〈U †(y⊥)〉ρ + 1,

portanto queremos calcular os termos

〈(U(x⊥)U †(y⊥))ρ 〈U(x⊥)〉ρ 〈U †(y⊥)〉ρ.

O cálculo expĺıcito destes termos está no Apêndice A.2. Neste apêndice, considerando o

núcleo como finito no plano transverso, encontramos que

〈(U †(x⊥)− 1)(U(y⊥)− 1)〉ρ = P(x⊥)P(y⊥)[1 + e−B2(x⊥−y⊥) − 2e−B1 ], (3.108)

onde a função P(z⊥) surge para considerar o núcleo como sendo finito no plano transverso,

portanto descreve o perfil transverso do núcleo. Desconsiderando efeitos de borda, esta

função vale 1 no interior do núcleo e 0 no exterior.

No Apêndice A.4 encontramos que B2(x⊥) é explicitamente

B2(x⊥) =
Q2

s

π

∫

dp

p3
(1− J0(px⊥)) ≈ Q2

s(x⊥)2

4π
ln(

1

|x⊥|ΛQCD
)|x⊥ΛQCD<<1. (3.109)
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Desta forma, a amplitude quadrada fica escrita como

|M(p|qk)|2 = e2〈tr(L†L)〉spin

∫

d2x⊥d
2y⊥e

i(q⊥+k⊥−p⊥)·(x⊥−y⊥)〈(U †(x⊥)− 1)(U(y⊥)− 1)〉ρ

|M(p|qk)|2 = e2〈tr(L†L)〉spin{P̃(p⊥ − q⊥ − k⊥)P̃(q⊥ + k⊥ − p⊥)[1− 2e−B1 ]

+

∫

d2x⊥d
2y⊥e

i(q⊥+k⊥−p⊥)·(x⊥−y⊥)P(x⊥)P(y⊥)e−B2(x⊥−y⊥)}.

onde P̃ representa a transformada de Fourier da função perfil do núcleo. Como esta função

é 1 para x⊥dentro do núcleo e 0 para x⊥ fora do núcleo, então a transformada de Fourier

é centrada com máximo em p⊥ − q⊥ − k⊥ = 0, com um comprimento t́ıpico 1/R, onde R

é o raio do núcleo. Portanto podemos aproximar o termo que contém as transformadas da

função perfil da seguinte maneira

P̃(p⊥− q⊥−k⊥)P̃(−p⊥ + q⊥ +k⊥) ≈ P̃(0)(2π)2δ(p⊥− q⊥−k⊥) = πR2
A(2π)2δ(p⊥− q⊥−k⊥)

Desta forma, o termo com eB1 pode ser escrito como,

P̃(p⊥ − q⊥ − k⊥)P̃(−p⊥ + q⊥ + k⊥)[1− 2e−B1 ] = πR2
A[1− 2e−B1 ](2π)2δ(p⊥ − q⊥ − k⊥).

Para o termo com B2, escrevemos

∫

d2x⊥d
2y⊥e

i(q⊥+k⊥−p⊥)·(x⊥−y⊥)P(x⊥)P(y⊥)[e−B2(x⊥−y⊥)],

Este termo contribui apenas se x⊥ e y⊥ são menores que o raio do núcleo. Analisando

o termo e−B2(x⊥−y⊥), vemos que pela forma da Eq. (3.109), a maior contribuição para a

integral surge quando o módulo da diferença (x⊥ − y⊥) for muito menor que o raio do

núcleo (assumindo um grande núcleo tal que R >> 1/Qs). Portanto, para este termo

podemos realizar as seguintes transformações

P(x⊥)P(y⊥) ≈ P2(x⊥) ≈ P(x⊥),

Desta forma escrevemos

∫

d2x⊥d
2y⊥e

i(q⊥+k⊥−p⊥)·(x⊥−y⊥)P(x⊥)[e−B2(x⊥−y⊥)],

definindo

k1⊥ = q⊥ + k⊥ − p⊥
k2⊥ = p⊥ − q⊥ − k⊥,
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obtemos
∫

d2x⊥d
2y⊥e

ik1⊥·x⊥+ik2⊥·y⊥P(x⊥)[e−B2(x⊥−y⊥)],

se agora procedemos uma troca de variáveis, tal que

y⊥ = x⊥ − z⊥,

encontramos que
∫

d2x⊥d
2z⊥e

i(k1⊥+k2⊥)·x⊥−ik2⊥·z⊥P(x⊥)[e−B2(z⊥)].

Resolvendo a integração em x⊥ encontramos

P̃(k1⊥ + k2⊥)

∫

d2z⊥e
−ik2⊥·z⊥[e−B2(z⊥)].

Utilizando a definição de k1⊥ e k2⊥ podemos relembrar que P̃(k1⊥ + k2⊥) = P̃(0) = πR2
A,

portanto a parte com e−B2 pode ser escrita da seguinte maneira

πR2
A

∫

d2x⊥e
−ik2⊥·x⊥[e−B2(x⊥)].

Portanto o quadrado da matriz de espalhamento mediada sobre as configurações das

fontes de carga de cor é escrita da seguinte forma

|M(p|qk)|2 = e2〈tr(L†L)〉spin{πR2
A[1− 2e−B1 ](2π)2δ(p⊥ − q⊥ − k⊥)

+ πR2
A

∫

d2x⊥e
i(q⊥+k⊥−p⊥)·x⊥e−B2(x⊥)},

A partir deste resultado, considerando a discussão realizada no Apêndice A.4 com relação

ao termo contendo B1, onde verificamos que seu valor é B1 >> 1 para grandes núcleos, e

como aparece o termo e−B1 , podemos desprezar este termo, tal que escrevemos o quadrado

da matriz de espalhamento da seguinte forma,

|M(p|qk)|2= e2πR2
A〈tr(L†L)〉spin{(2π)2δ(p⊥ − q⊥ − k⊥) +

∫

d2x⊥e
i(q⊥+k⊥−p⊥)·x⊥e−B2(x⊥)},

e de acordo com a função definida no Apendice A.4 , na Eq. (5.3), onde

C(l⊥) ≡
∫

d2x⊥e
il⊥·x⊥e−B2(x⊥) =

∫

d2x⊥e
il⊥·x⊥〈U(0)U †(x⊥)〉ρ,

o quadrado da matriz de espalhamento pode ser escrito como

|M(p|qk)|2 = e2πR2
A〈tr(L†L)〉spin{(2π)2δ(p⊥ − q⊥ − k⊥) + C(q⊥ + k⊥ − p⊥)}.
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Obtém-se então todos elementos necessários para calcular a seção de choque da produção

de fótons. Portanto a produção de fótons reais pode ser obtida a partir de

dσ =
d3k

(2π)32k0

d3q

(2π)32q0

1

2p−
2πδ(p− − q− − k−)e2πR2

A〈tr(L†L)〉spin

× {(2π)2δ(p⊥ − q⊥ − k⊥) + C(q⊥ + k⊥ − p⊥)}, (3.110)

onde

〈tr(L†L)〉spin ≡ −4m2

[

p−2

(q · k)2
+

q−2

(p · k)2
+

k−2

(p · k)(q · k)

]

+ 4(p−2 + q−2)

[

p · q
(p · k)(q · k) +

1

q · k −
1

p · k

]

.

Se desprezamos a massa dos quarks

〈tr(L†L)〉spin ≡ 4(p−2 + q−2)

[

p · q
(p · k)(q · k) +

1

q · k −
1

p · k

]

,

e consideramos o quark incidente com momentum transverso nulo, então vamos reescrever

os produtos escalares que aparecem.

p · k = p+k− + p−k+

p · q = p+q− + p−q+

(p · k)(q · k) = (p+k− + p−k+)(q+k− + q−k+ − q⊥ · k⊥),

e ainda a função C(q⊥ + k⊥− p⊥) passa a ser C(q⊥ + k⊥) = C(l⊥), onde definimos l⊥ como

sendo o momentum transverso total trocado entre o quark incidente e o núcleo. Desta forma

〈tr(L†L)〉spin ≡ 4(p−2 + q−2)[
(p+q− + p−q+)

(p+k− + p−k+)(q+k− + q−k+ − q⊥ · k⊥)

+
1

(q+k− + q−k+ − q⊥ · k⊥)
− 1

p+k− + p−k+
],

〈tr(L†L)〉spin ≡ 4(p−2 + q−2)[
(p+q− + p−q+)

(p+k− + p−k+)(q+k− + q−k+ − q⊥ · k⊥)

+
p+k− + p−k+ − q+k− − q−k+ + q⊥ · k⊥
(p+k− + p−k+)(q+k− + q−k+ − q⊥ · k⊥)

].

Agora, o espaço de fase para part́ıculas sem massa pode ser reescrito da seguinte maneira

d3k

(2π)32k0
=

dk+dk−d2k⊥
(2π)4

2πθ(k±)δ(2k−k+ − k2
⊥)

d3q

(2π)32q0
=

dq+dq−d2q⊥
(2π)4

2πθ(q±)δ(2q−q+ − q2
⊥),
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portanto a seção de choque é escrita da seguinte forma

dσ =
dk+dk−d2k⊥

(2π)4
2πθ(k±)δ(2k−k+ − k2

⊥)
dq+dq−d2q⊥

(2π)4
2πθ(q±)δ(2q−q+ − q2

⊥)

× e2qπR
2
A

2p−
2πδ(p− − q− − k−)4(p−2 + q−2)

× [
(p+q− + p−q+)

(p+k− + p−k+)(q+k− + q−k+ − q⊥ · k⊥)
+
p+k− + p−k+ − q+k− − q−k+ + q⊥ · k⊥
(p+k− + p−k+)(q+k− + q−k+ − q⊥ · k⊥)

]

×{(2π)2δ(l⊥) + C(l⊥)}. (3.111)

Após um longo trabalho matemático podemos escrever de maneira muito simplificada a

seção de choque como

dσ =
dzd2k⊥
(2π)5

1

k2
⊥
d2l⊥

1

z
e2qπR

2
A

× (1 + (1− z)2)[
l2⊥

[l⊥ − k⊥

z
]2

]{(2π)2δ(l⊥) + C(l⊥)}. (3.112)

Portanto podemos escrever a seção de choque diferencial da seguinte maneira,

1

πR2
A

dσ

d2k⊥
=

e2q
(2π)5

1

k2
⊥

∫

dz

z
e2q(1 + (1− z)2)

×
∫

d2l⊥[
l2⊥

[l⊥ − k⊥

z
]2

]{(2π)2δ(l⊥) + C(l⊥)}. (3.113)

O termo com a função δ(l⊥) não contribui para a seção de choque, pois implica em l⊥ = 0,

logo obtém-se

1

πR2
A

dσ

d2k⊥
=

e2q
(2π)5

1

k2
⊥

∫

dz

z
e2q(1 + (1− z)2)

∫

d2l⊥
l2⊥

[l⊥ − k⊥

z
]2
C(l⊥). (3.114)

Isto implica que o resultado obtido anteriormente para o quadrado da matriz de espa-

lhamento pode ser simplificado, pois o termo contendo a função δ não contribui, portanto

escrevemos da seguinte maneira

|M(p|qk)|2 = e2πR2
A〈tr(L†L)〉spinC(q⊥ + k⊥ − p⊥). (3.115)

Tendo então determinado explicitamente todos os componentes da seção de choque da

produção de fótons reais, vamos agora investigar o caso onde o fóton emitido é virtual, e

decai posteriormente em um par de léptons. Portanto, vamos determinar a produção de

dileptons a partir da emissão de fótons virtuais considerando o quark interagindo com um

CGC.
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Produção de Dileptons no CGC

Vamos então obter a seção de choque para o processo em estudo, produção de dileptons

(cálculos originalmente realizados na Ref. [106]). Para começar, vemos que na amplitude

(3.101) existe um δ(q− + k− − p−). Como consideramos o núcleo alvo propagando com

velocidade próxima a da luz, então a componente -”deve ser conservada. Se a componente

- é conservada, então aparece na expressão da amplitude um termo proporcional a 2πδ(0−),

o que significa que estamos tratando o alvo como uma onda plana.

Até o momento apresentamos cálculos considerando a produção de fóton real, pois este

cálculo é útil para o propósito deste trabalho, que é analisar a produção de pares de léptons

em processos de colisão hadrônica tratando o núcleo como um Condensado de Vidro Colo-

rido. Partiremos da análise de colisões pA. Os cálculos realizados considerando a produção

de um fóton real podem ser aproveitados, pois a parte que considera a interação do quark

com o núcleo é a mesma. Então investigaremos o seguinte processo

q(p) + A→ q(q) + l+(k1) + l−(k2) +X

Onde o diagrama é similar ao apresentado na Fig. 3.5, apenas considera-se agora o fóton

como virtual decaindo num par de léptons no estado final, como apresentado na Fig. 3.6.

γ(k)

q(p) q(q)

l−

l−

Núcleo

1

Fig. 3.6: Um dos diagramas que contribui para a produção de dileptons no CGC

Em termos dos estados in e out, esta amplitude pode ser escrita como

〈q(q)l+(k1)l
−(k2)out|q(p)in〉 = 〈0out|bout(q)b†in(p)cout(k2)dout(k1)|0in〉 (3.116)

onde b† é o operador de criação do quark, enquanto c† e d† respectivamente criam um lepton

e um anti-lepton. Aplicando-se a fórmula de redução LSZ a esta amplitude, pode-se obter

〈0out | bout(q)b†in(p)cout(k2)dout(k1)|0in〉 =

∫

d4xd4yd4z1d
4z2e

i(q·x−p·y)ei(k1·z1+k2·z2)

×ū(q)w̄(k2)(i 6
−→
∂ x −m)(i 6−→∂ z2 −m)〈0out|Tψ(x)ψ̄(y)Ψ̄(z1)Ψ(z2)|0in〉

×(i 6←−∂ y +m)(i 6←−∂ z1 +m)v(k1)u(p) (3.117)
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onde ψ representa o campo de quark, Ψ o campo leptônico, u o espinor de quark livre,

w um espinor leptônico livre e v um espinor antileptônico livre. A parte do diagrama que

considera a interação do quark com o campo de fundo clássico é idêntico ao cálculo realizado

para o fóton real. O que modifica agora é que trocamos a parte considerando os vetores de

polarização do fóton pelo propagador do agora fóton virtual e o seu acoplamento à linha

leptônica e os espinores do par de léptons l+l−. De forma geral a seção de choque para

a produção de dileptons pode ser escrita de maneira análoga à seção de choque para a

produção de quarks reais, da seguinte forma

dσ =
d3k

(2π)3k0

d3q

(2π)32q0

1

2p−
Mµ(p|qk)εµ(k)εν(k)Mµ∗(p|qk)2πδ(q− + k− − p−)

Se comparamos com o caso da produção de fóton real, precisamos apenas substituir o

vetor de polarização do fóton produzido pelo propagador do fóton virtual, seu acoplamento

à linha leptônica (laço) e os espinores para l+l−. Todas as substituições necessárias podem

ser implementadas substituindo-se

εµ(k)εν(k)→ gµρ

k2 + iε

gνσ

k2 − iεL
ρσ(k1, k2) (3.118)

onde k ≡ k1 + k2 é o 4-momentum do fóton virtual e Lρσ(k) representa o laço na parte de

léptons, pois na amplitude quadrada podemos visualizar um laço de férmions, o termo Lρσ(k)

representa a descontinuidade deste laço, pois somente a descontinuidade é necessária, uma

vez que os léptons são produzidos na camada de massa, ou seja, a parte que é representada

apenas pelo termo gµν não é levada em conta. Lρσ(k) é o propagador do fóton com a correção

de um laço de férmions. Integrando sobre os momenta dos léptons dentro do tensor leptônico

considerando a soma k = k1 + k2 fixa, pode-se obter [106],

Lρσ =
2

3
αem(gρσk2 − kρkσ),

portanto

εµ(k)εν(k) → gµρ

k2

gνσ

k2

2

3
αem(gρσk2 − kρkσ) (3.119)

εµ(k)εν(k) → 2

3k4
αem(gµνk

2 − kµkν), (3.120)

e sabendo que o termo contendo kµkν não contribui, podemos escrever a relação entre a

seção de choque e a amplitude da seguinte maneira,

dσ =
d3k

(2π)3k0

d3q

(2π)32q0

1

2p−
Mµ(p|qk)2αem

3k2
gµνMν∗(p|qk)2πδ(q− + k− − p−), (3.121)

portanto,

dσ =
d3k

(2π)3k0

d3q

(2π)32q0

1

2p−
2αem

3k2
Mµ(p|qk)M∗

µ(p|qk)2πδ(q− + k− − p−) (3.122)
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ondeMµ é a amplitude para a produção do fóton virtual com as linhas externas amputadas,

e com o fator 2πδ(q− + k− − p−) removido. Explicitamente, tem-se

Mµ(p|qk) = −ieqū(q)a

[

γ−ab(6p− 6k +m)bγ
µ
bc

(p− k)2 −m2
+
γµ

ab(6q+ 6k +m)bγ
−
bc

(q + k)2 −m2

]

u(p)c

×
∫

d2x⊥e
i(q⊥+k⊥−p⊥)·x⊥(U(x⊥)− 1). (3.123)

o termo γ−
∫

d2x⊥e
i(q⊥+k⊥−p⊥)·x⊥(U(x⊥) − 1) representa a amplitude de espalhamento do

quark com o campo clássico do núcleo [104]. Na realidade a amplitude de espalhamento de

um quark ou antiquark com momentum inicial p e momentum final q é chamada de eikonal,

pois considera todas as ordens em espalhamento com o campo do núcleo, e é escrita como

Teikonal(p, q) = 2πδ(q− − p−)γ−sign(p−)

∫

dx⊥e
i(q⊥−p⊥)·x⊥(U sign(p−)(x⊥)− 1),

e possui esta estrutura somente porque o núcleo está movendo-se com velocidade da luz na

direção +z. U(x⊥) representa a interação do quark com o campo de cor clássico do núcleo.

Tais detalhes foram discutidos na seção anterior. Podemos ainda escrever

Mµ(p|qk) = −ieqL

∫

d2x⊥e
i(q⊥+k⊥−p⊥)·x⊥(U(x⊥)− 1).

onde L considera somente a parte espinorial, que é escrita da seguinte forma,

L = ū(q)a

[

γ−ab(6p− 6k +m)bγ
µ
bc

(p− k)2 −m2
+
γµ

ab(6q+ 6k +m)bγ
−
bc

(q + k)2 −m2

]

u(p)c

Quando formos obter o módulo quadrado da amplitude de espalhamento surgirá um

termo (L†L), tal que a amplitude quadrada (que foi obtida na Eq. (3.115)) é dada por

|M(p|qk)|2 = e2πR2
A〈tr(L†L)〉spin{(2π)2C(q⊥ + k⊥ − p⊥).

Se realizamos a soma sobre spin do estado final e tomando a média sobre o spin do estado

inicial, podemos escrever o produto L†L, pois calculamos o quadrado do elemento de matriz.

Sendo assim obtemos,

〈L†L〉spin =
1

2

∑

spin

ū(p)a

[

γµ
ab(6p− 6k +m)bγ

−
bc

(p− k)2 −m2
+
γ−ab(6q+ 6k +m)bγ

µ
bc

(q + k)2 −m2

]

u(q)c

× ū(q)d

[

γ−de(6p− 6k +m)eγ
α
ef

(p− k)2 −m2
+
γα

de(6q+ 6k +m)eγ
−
ef

(q + k)2 −m2

]

u(p)f .

Utilizando as relações de completeza
∑

spin u(p)aū(p)b = (/p+m)ab podemos escrever

〈L†L〉spin =
1

2
(6p +m)fa

[

γµ
ab(6p− 6k +m)bγ

−
bc

(p− k)2 −m2
+
γ−ab(6q+ 6k +m)bγ

µ
bc

(q + k)2 −m2

]

(6q +m)cd

×
[

γ−de(6p− 6k +m)eγ
α
ef

(p− k)2 −m2
+
γα

de(6q+ 6k +m)eγ
−
ef

(q + k)2 −m2

]

.
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Desta forma podemos escrever a parte matricial como o traço do termo acima, portanto

para o caso da produção de dileptons obtemos,

〈tr(L†L)〉spin =
1

2
tr[(6p+m)

[

γµ(6p− 6k +m)γ−

(p− k)2 −m2
+
γ−(6q+ 6k +m)γµ

(q + k)2 −m2

]

(6q +m)

×
[

γ−(6p− 6k +m)γµ

(p− k)2 −m2
+
γµ(6q+ 6k +m)γ−

(q + k)2 −m2

]

]. (3.124)

Após muita álgebra encontramos que

〈tr(L†L)〉spin = 16m2

[

p−2

D2
q

+
q−2

D2
p

− k−2

DpDq

]

+ 8(p−2 + q−2)[
2(p · q)
DpDq

− 1

Dp
− 1

Dq
]

+ 8k2

[

p−2

D2
q

+
q−2

D2
p

+
(p− + q−)2

DpDq

]

+
4p−q−

Dp
+

12p−q−

Dq
+

16p−q−

DpDq
[(p · q)− k2]

Tomando a amplitude quadrada vemos que a única diferença ocorre pelo fato de assumir

k2 = 0 para a produção do fóton real. O termo espinorial agora é escrito [106],

〈tr(L†L)〉spin = 16m2

[

p−2

D2
q

+
q−2

D2
p

− k−2

DpDq

]

+ 8(p−2 + q−2)

[

2p · q
DpDq

− 1

Dp
− 1

Dq

]

+ 8k2

[

p−2

D2
q

+
q−2

D2
p

+
(p− + q−)2

DpDq

]

, (3.125)

onde m é a massa do quark, Dp ≡ (p−k)2−m2 = −2p·k+k2 e Dq ≡ (q+k)2−m2 = 2q·k+k2.

Verifica-se que tomando-se k2 = 0 obtemos a expressão para produção de um fóton real [Eq.

(3.107)], pois para este caso Dp = −2p · k e Dq = q · k. Se desprezamos a massa dos quarks,

encontramos

〈tr(L†L)〉spin = 8{(p−2 +Q−2)

[

2p · q
DpDq

− 1

Dp

− 1

Dq

]

+M2

[

p−2

D2
q

+
q−2

D2
p

+
(p− + q−)2

DpDq

]

},

Como não estamos interessados num processo difrativo, então vamos utilizar o mesmo

procedimento apresentado para o caso do fóton real, calculando o módulo quadrado da

amplitude de espalhamento e então realizando a média sobre as fontes. Seguindo o resultado

previamente obtido para fótons reais escrevemos [106]

dσinclusiva =
d3k

(2π)3k0

d3q

(2π)32q0

e2qπR
2

2p−
2αem

3k2
〈tr(L†L)〉spin 2πδ(q− + k− − p−)

×C(p⊥ − q⊥ − k⊥), (3.126)

onde a função C é definida em termos das médias sobre as fontes, da seguinte forma [97],

C(l⊥) ≡
∫

d2x⊥e
il⊥·x⊥〈U(0)U †(x⊥)〉ρ. (3.127)
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Nesta função está toda a informação com relação ao meio atravessado pelo quark, uma vez

que nela aparece o termo U⊥, considerando a interação do quark com o condensado de cor.

Em particular toda a dependência da escala de saturação aparece neste termo.

Reescrevendo o espaço de fase de maneira adequada, e depois de um pouco de álgebra

obtém-se

1

πR2
A

dσinclusiva =
d4k

(2π)4

d3q

(2π)32q0

e2q
p−

α2
em

3M2

× 〈tr(L†L)〉spinδ(q
− + k− − p−)C(p⊥ − q⊥ − k⊥), (3.128)

e onde consideramos k2 = M2.

Trabalhando com este espaço de fase e resolvendo a parte matricial 〈tr(L†L)〉 obtemos

dσqA→ql+l−X
incl

dzd2k⊥d logM2
= πR2e2q

2α2
em

3π

d2l⊥
(2π)4

C(l⊥)

{[

1 + (1− z)2

z

]

× z2l2⊥
[k2

⊥ +M2(1− z)][(k⊥ − zl⊥)2 +M2(1− z)] − z(1− z)M
2

×
[

1

[k2
⊥ +M2(1− z)] −

1

[(k⊥ − zl⊥)2 +M2(1− z)]

]2
}

, (3.129)

onde z ≡ k−/p− é a fração de energia do quark incidente carregada pelo fóton virtual e

l⊥ = q⊥ + k⊥ é o já definido momentum transverso total transferido entre o núcleo e o

quark.

Desta forma obtém-se uma expressão anaĺıtica para calcular a produção de dileptons

considerando o núcleo atômico como um Condensado de Vidros de Cor. Toda informação

com relação ao CGC está contida na função C(l⊥), portanto, o fato de considerarmos uma

funcional peso W [ρ] Gaussiana local ou não-local modifica apenas a forma desta função de

correlação. Não vamos neste caṕıtulo explorar fenomenologicamente a produção de dileptons

no CGC, pois este observável e a função de correlação serão objetos de investigação em

alguns dos trabalhos que constituem esta tese, e serão devidamente explorados nas próximas

seções.

3.5.3 O efeito Cronin e o CGC

Em colisões hádron-núcleo (pA) e núcleo-núcleo (AA) a energias relativ́ısticas, o espectro de

momentum transverso dos hádrons produzidos a moderado pT ∼ 2-6 GeV são aumentados

em relação a uma extrapolação linear dos resultados de colisões próton-próton. Este efeito

é denominado ”Efeito Cronin”e foi observado num intervalo de energias
√
s ≈ 20 − 200

GeV, em ambos tipos de colisões pA e AA [107]. De maneira geral, este efeito é atribúıdo

aos múltiplos espalhamentos dos pártons do projétil propagando-se através do alvo nuclear
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[108], e é uma prova senśıvel às modificações de estado inicial na função de onda nuclear

em colisões pA, e efeitos de estado final do meio em colisões AA [109].

Para investigar o efeito Cronin realiza-se a razão entre o espectro em momemtum trans-

verso em colisões pA ou AA com o mesmo espectro em colisões pp, normalizado pelo número

de colisões existente no processo, tendo em vista que colidimos um próton (ou deutério o

caso de RHIC) com um núcleo (núcleo de ouro para RHIC), e portanto, temos um número

efetivo de colisões, que chamamos de Ncoll. Para tanto definimos o fator de modificação

nuclear em função do momentum transverso e da pseudorapidez dos hádrons produzidos,

dado por

RdAu =
dNhA/dηd2pT

NcolldNhN/dηd2pT
(3.130)

Colisões periféricas (colisões com grande parâmetro de impacto), são esperadas compor-

tarem-se similarmente a colisões pp, pois quanto mais periférica é a colisão, mais fino é o

núcleo, e portanto menor a probabilidade de reespalhamento. Portanto, pode-se definir um

fator de modificação nuclear que relacione colisões centrais com colisões periféricas Rcp, e

este fator deve-se comportar de maneira análoga ao RdAu.

Verificamos que os resultados para o fator RdAu mostram que a razão é suprimida a

medida que a rapidez aumenta. Aumentar a rapidez implica em explorar regiões de x

cada vez menores do núcleo, portanto, o sistema de alta densidade está sendo testado. A

supressão da razão com o aumento da rapidez pode ser interpretada como uma redução da

densidade partônica inicial, devido ao efeito de saturação partônica, portanto, uma prova

do Condensado de Vidros de Cor.

Alguns trabalhos se dedicam à investigação deste fenômeno de supressão da razão RdAu

[110, 111, 112, 113] e de maneira clara, foi demonstrado que o efeitos de considerar evolução

não-linear das distribuições partôncias leva a uma redução da razão RdAu com o aumento

da rapidez [114].
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Fig. 3.7: RdAu medido por BRAHMS [115] com pseudorapidez η ∈ [0, 3.2].

.
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Isto implica que os mesmos efeitos podem ser verificados se a produção de dileptons for

investigada na mesma região cinemática, o que será feito no Caṕıtulo 5 deste trabalho.

3.6 Conclusões

Neste caṕıtulo apresentamos a teoria do Condensado de Vidros de Cor, com suas principais

caracteŕısticas, e investigamos alguns observáveis que podem conter informações sobre os

efeitos de saturação partônica contidos nesta teoria. A distribuição de glúons apresenta o

efeito de saturação partônica quando tratada através do Condensado de Vidros de Cor. A

produção de dileptons também pode apresentar sinais dos efeitos de saturação. Entretanto,

deixamos para explorar este observável nas próximas seções deste trabalho.

Analisamos também neste caṕıtulo um dos resultados experimentais que evidenciam a

existência do CCG, o efeito Cronin na região de rapidez positiva. Este observável serve

como motivador para se investigar a produção de dileptons nas regiões de rapidez positiva

e negativa, como veremos nos próximos caṕıtulos deste trabalho.



Caṕıtulo 4

Produção de Dileptons no

Formalismo de Dipolos

Neste caṕıtulo investigamos a influência das correções de unitariedade na distribuição

de momentum transverso na produção de dileptons no formalismo de dipolos de cor na

região de rapidez positiva para colisões próton-próton. Estas correções de unitariedade são

implementadas através do formalismo de múltiplos espalhamentos de Glauber-Mueller, que

é comparado com o modelo de saturação fenomenológico GBW. O processo é analisado para

energias de centro de massa do Relativistic Heavy Ion Collider (RHIC,
√
s = 500 GeV) e

do Large Hadron Collider (LHC,
√
s = 14 TeV). Estas energias são as máximas energias

projetadas para os aceleradores. Em adição, estendemos as predições para descrever os

resultados existentes para a produção de dileptons em colisões próton-próton, onde correções

não assintóticas necessitam ser inclúıdas no formalismo de dipolos. Verificamos também

que na ausência de saturação, o formalismo de dipolos pode ser relacionado diretamente ao

processo Comptom da QCD.

Adicionalmente, investigamos neste caṕıtulo, a produção de dileptons no formalismo

de dipolos na região de rapidez negativa em colisões próton-núcleo para energias de RHIC

(
√
s = 200 GeV) e LHC (

√
s = 8.8 TeV). Utilizamos parametrizações para as distribuições

partônicas nucleares e verificamos a forte dependência dos espectros em rapidez e momentum

transverso dos dileptons com os efeitos nucleares de grande e pequeno x existentes nas

distribuições partônicas nucleares.

Este caṕıtulo está baseado nos trabalhos publicados nas Refs. [116, 117].

4.1 Introdução

As altas energias dispońıveis no acelerador hadrônico RHIC (Relativistic Heavy Ion

Collider), e a ser atingida no LHC (Large Hadron Collider), irão proporcionar uma melhor

compreensão do efeito de saturação partônica. Em tais regiões cinemáticas a produção de
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dileptons massivos em colisões hadrônicas (processos Drell-Yan (DY) [43]) pode ser utilizada

com observável para se investigar o limite de alta densidade partônica, uma vez que esta

reação é uma prova clara da distribuição de glúons através do processo Compton na QCD.

Em particular, é esperado que a distribuição de momentum transverso (pT ) dos dileptons

possa ser senśıvel aos efeitos de saturação.

Saturação e efeitos nucleares são mais convenientemente descritos dentro do formalismo

de dipolos [118, 119], o qual é, de fato, especialmente adequado a este propósito (veja

referências [92, 120, 121, 122, 123] para algumas aplicações). O formalismo de dipolos é

aplicável somente a altas energias, e é formulado no referencial de repouso do alvo, onde

o processo DY é visto como o bremsstrahlung de um fóton virtual decaindo num par de

léptons (veja Fig. 4.1).

Fig. 4.1: Um quark ou antiquark do projétil espalha com o campo de cor do alvo e ir-

radia um fóton (γ∗) com massa M (antes ou depois do espalhamento), o qual

subsequentemente decai num par de léptons (l+l−).

A vantagem deste formalismo é que a seção de choque DY pode ser escrita em termos

da mesma seção de choque de dipolos de cor a pequeno x do espalhamento profundamente

inelástico. Embora diagramaticamente não existam dipolos no bramsstrahlung, a seção de

choque de dipolo surge da amplitude quadrada da matriz de espalhamento de cada diagrama

e da interferência dos dois diagramas de bremsstrahlung, conforme derivação detalhada na

Ref.[124]. A seção de choque para a radiação de um fóton virtual a partir de um quark

espalhando em um nucleon (N) pode ser escrita numa forma fatorizada considerando a

função de onda da flutuação qγ∗ e a seção de choque de dipolo [118, 119],

d σT,L(qN → γ∗X)

d lnα
=

∫

d2r⊥ |ΨT,L
γ∗q(α, r⊥)|2 σdip(αr⊥), (4.1)

onde σdip é a mesma seção de choque de dipolo do DIS, a qual pode considerar efeitos pertur-

bativos e não perturbativos na descrição do fenômeno de saturação a altas energias [120].

A dependência em energia de σdip não foi explicitamente escrita. Aqui r⊥ é a separação
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transversa fóton-quark, e o argumento da seção de choque de dipolo, αr⊥, é o deslocamento

do quark do projétil no espaço de parâmetro de impacto devido a radiação do fóton virtual,

diferente no caso do DIS, onde a separação do dipolo é simplesmente r⊥. As ΨT,L
γ∗q são as

funções de onda no cone de luz para a radiação de um fóton virtual polarizado transversal-

mente (T ) e longitudinalmente (L) (veja por exemplo Ref. [124] para expressões expĺıcitas).

Enquanto funções de onda no cone de luz são calculadas em teoria de perturbações, a seção

de choque de dipolo pode ser determinada apenas com base nos resultados experimentais.

Neste caṕıtulo estamos interessados em investigar a influência das correções de unitari-

edade na distribuição pT na produção de dileptons DY, descrevendo estas correções através

do formalismo de múltiplos espalhamentos de Glauber-Mueller [13, 14], incluindo estes na

seção de choque de dipolos. Os resultados são comparados com o modelo de saturação

GBW para σdip, Ref. [87, 88], o qual descreve bem os resultados experimentais de DIS e DIS

difrativo. Uma grande vantagem do formalismo de dipolos é que a distribuição de momen-

tum transverso é finita para pequeno pT → 0, mesmo em ordem dominante, caracteŕıstica

associada com a saturação existente na seção de choque de dipolo. No modelo de pártons

convencional, o cálculo perturbativo para O(αs) resulta em uma divergência para pT = 0, e

necessitamos ressomar grandes logaritmos, ln(p2
T/M

2), num esquema apropriado [53], para

se obter um resultado f́ısico significativo.

A grande quantidade de dados dispońıveis para DIS em pequeno Bjorken x permite um

bom ajuste da seção de choque de dipolo a altas energias e a seção de choque DY pode ser

obtida utilizando-se esta seção de choque de dipolo ajustada do DIS, sem necessidade de

parâmetros livres. Entretanto, para as energias dos resultados existentes para produção de

dileptons em colisões hadrônicas (energias de no máximo
√
s = 38 GeV), existem correções à

seção de choque de dipolos devido aos efeitos de baixa energia, que necessitam ser considera-

das para que os resultados experimentais sejam descritos. Portanto, também introduzimos

uma parametrização para esta contribuição, a qual é despreźıvel já para as energias de

RHIC. Em adição, mostramos como o formalismo de dipolos para a distribuição de momen-

tum transverso é relacionado ao processo Compton QCD, o qual contribui em ordem αs

para o modelo partônico convencional na produção de dilepton DY, mostrando que os dois

formalismos são equivalentes na região de grande momentum transverso.

4.2 Relacionando formalismo de dipolos e modelo

partônico para grande pT para a produção de

dileptons

Embora o formalismo de dipolos e o modelo partônico além da ordem dominante (NLO)
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tenham sido comparados numericamente na Ref. [124], podemos ainda nos perguntar, como

estes dois formalismos podem ser relacionados analiticamente. Este será o objetivo desta

seção. Usando a expressão em ordem dominante [125, 126]

σdip(x, r⊥) =
π2 αs

3
r2
⊥ xG(x) , (4.2)

para a seção de choque de dipolos, pode ser demonstrado como o formalismo de dipolos

para dileptons com grande pT pode ser relacionado ao processo Compton QCD, Fig. 4.2.

Na equação 4.2, xG(x) é a densidade de glúons com fração de momentum x em um nucleon,

e αs é a constante de acoplamento forte. Primeiro, vamos rever brevemente as fórmulas para

a distribuição pT para a produção de dileptons com grande pT no formalismo de dipolos e

no modelo partônicos, antes de mostrar como estes se relacionam.

��������

���	���
 � �

Fig. 4.2: Produção de fótons massivos através do processo QCD Compton. O subseqüente

decaimento do γ∗ no par de léptons não é mostrado aqui.

No formalismo de dipolos, a distribuição de momentum transverso DY é dada por [127].

d3σ(pp→ l+l−X)

dydM2dp2
T

=
αem

3M2
x1

αmax
∫

x1

dα

α2

Nf
∑

q=1

e2q

[

q
(x1

α

)

+ q̄
(x1

α

)]

×
∫

d2r⊥d
2r′⊥e

i~pT ·(~r⊥−~r′
⊥) [ΨT

γ∗q(α, r⊥)ΨT∗
γ∗q(α, r

′
⊥) + ΨL

γ∗q(α, r⊥)ΨL∗
γ∗q(α, r

′
⊥)
]

× 1

2
[σdip(x, αr⊥) + σdip(x, αr

′
⊥)− σdip(x, α |~r⊥ − ~r′⊥|)] , (4.3)

onde as distribuições de quarks (antiquarks) no projétil são denotadas por q (q̄). As de-

finições usuais para as variáveis cinemáticas são utilizadas, i.e.

x1 =
2P2 · q
s

, x2 =
2P1 · q
s

, (4.4)

onde q é o quadri-momentum do fóton virtual (M 2 = q2) e P(1,2) são os quadri-momenta dos

hádrons projétil (1) e alvo (2). Pode-se verificar que a distribuição partônica na Eq. (4.3)

são obtidas considerando fração de momentum x1α, onde α é a fração de momentum do
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quark projétil carregada pelo fóton. Além disso, pT é o momentum transverso do fóton

virtual γ∗ no referencial onde o eixo z é paralelo ao momentum do quark projétil, e

y =
1

2
ln

(

x1

x2

)

(4.5)

é a rapidez do fóton. Em adição

η2 = (1− α)M2 + α2m2
q. (4.6)

A massa do quark mq é considerada zero neste caṕıtulo, pois não produz efeito significativo

nos resultados. O limite superior da integração em α na Eq. (4.3) é determinado a partir da

condição que a massa invariante do estado final não pode exceder a energia total dispońıvel

no centro de massa do sistema quark projétil - nucleon alvo, i.e.

x1s

α
≥ p2

T + η2

α (1− α)
→ αmax = 1− p2

T

x1s−M2
, (4.7)

onde
√
s é a energia de centro de massa (c.m.). Considerando altas energias, αmax = 1 for

s→∞. Neste caṕıtulo, entretanto, trabalhamos com o valor exato para αmax.

Considerando que σdip é dada pela Eq. (4.2), as integrais sobre r⊥ e r′⊥ na Eq. (4.3)

podem ser realizadas analiticamente com o resultado [127],
(

d3σ(pp→ l+l−X)

dydM2dp2
T

)

r2
⊥
−aprox.

=
α2

emαs

9M2
x1

αmax
∫

x1

dα

Nf
∑

q=1

e2q

[

q
(x1

α

)

+ q̄
(x1

α

)]

xG(x)

×
{

[

1 + (1− α)2
] p4

T + η4

(p2
T + η2)

4 + 4M2 (1− α)2
p2

T

(p2
T + η2)

4

}

. (4.8)

Para se obter Eq. (4.8), devemos assumir que xG(x) não depende de r⊥ através de violação

de escalamento. Note também que a aproximação r2
⊥ , Eq. (4.2), é aplicável apenas para

grande pT .

No modelo partônico, por outro lado, a distribuição de momentum transverso para alto

pT , para dileptons DY produzidos via processo Compton QCD, Fig. 4.2, é dada por [49]
(

d3σ(pp→ l+l−X)

dydM2dp2
T

)

Compton

=
α2

emαs

9M2

1
∫

xmin
a

dxa
xaxb

xa − x1

Nf
∑

q=1

e2q {[q (xa) + q̄ (xa)]G(xb) +G(xa) [q (xb) + q̄ (xb)]}

× 1

ŝ2

[

−2M2 t̂

ŝû
− ŝ

û
− û

ŝ

]

(4.9)
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Na Eq. (4.9), xa and xb são as frações de momentum dos pártons que estão colidindo e

xmin
a =

x1 −M2/s

1− x2
. (4.10)

Note que para pT finito, xa,b 6= x1,2, onde x1,2 =

√

p2
T +M2

s
e(+,−)y. As variáveis partônicas de

Mandelstam, ŝ, t̂, û, são definidas em termos de xa, xb e o quadri-momentum dos hádrons

colisores, conforme Fig. 4.2. Para comparar Eqs. (4.8) e (4.9), devemos expressar as variáveis

partônicas de Mandelstan em termos de α e p2
T ,

ŝ = (xaP1 + xbP2)
2 =

p2
T + η2

α (1− α)
, (4.11)

t̂ = (q − xbP2)
2 = − p2

T

1− α, (4.12)

û = (q − xaP1)
2 = −p

2
T + η2

α
. (4.13)

Além disso,

xa =
x1

α
, xb =

p2
T + η2

(1− α) p2
T + η2

x2. (4.14)

Inserindo as expressões para as variáveis de Mandelstan partônicas, Eqs. (4.11), (4.12)

e (4.13), na Eq. (4.9), obtemos um resultado muito similar à Eq. (4.8), exceto para as

combinações das distribuições partônicas,
(

d3σ(pp→ l+l−X)

dydM2dp2
T

)

Compton

=
α2

emαs

9M2
x1

αmax
∫

x1

dα

Nf
∑

q=1

e2q {[q (xa) + q̄ (xa)]xbG(xb) +G(xa)xb [q (xb) + q̄ (xb)]}

×
{

[

1 + (1− α)2
] p4

T + η4

(p2
T + η2)

4 + 4M2 (1− α)2
p2

T

(p2
T + η2)

4

}

. (4.15)

Quando efeitos de saturação são desconsiderados, o formalismo de dipolos reproduz a

contribuição do processo QCD Compton para produção DY, no qual o quark é oriundo do

projétil e o glúon do alvo. Então, o formalismo de dipolos é válido, quando o primeiro termo

na convolução com as distribuições partônicas na Eq. (4.15) domina. Este é o caso para

grande rapidez e pequeno xb, sendo ambas as condições satisfeitas. Pelas caracteŕısticas do

formalismo de dipolos, discutidas no Caṕıtulo 2 desta tese, verifica-se que ele é aplicável

apenas para a região de pequeno x do alvo, ou seja, para grande rapidez. O formalismo

de dipolo produz boa fenomenologia para valores de x2 < 0.01, através de muitas parame-

trizações da seção de choque de dipolo que são ajustadas somente para os dados de DIS

com x de Bjorken x < 0.01.
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Considerando a região de rapidez (y), na qual a formulação de dipolos pode ser aplicada,

alguma informação com relação ao valor mı́nimo de y pode ser obtido a partir da comparação

numérica do formalismo de dipolo e o modelo partônico além da ordem dominante (NLO)

na Ref. [124]. Para energias máximas de RHIC
√
s = 500 GeV, não se verifica significativa

diferença entre os formalismo para y > 0.5 [124]. Isto significa que podemos comparar o

formalismo de dipolos às futuras medidas DY dos detectores de muons PHENIX [128], se a

colaboração efetuar medidas da produção de dileptons.

Por outro lado, o formalismo de dipolos considera muitos efeitos que vêm a ser impor-

tantes a altas energias. Uma parametrização reaĺıstica da seção de choque de dipolos deve

incluir saturação de glúons, a qual não é considerada no modelo partônico padrão. Além

disso, σdip contém informações com relação à distribuição de momentum transverso dos

glúons do alvo, portanto é mais completa que a distribuição de glúons no formalismo de

fatorização colinear. Finalmente, com uma parametrização reaĺıstica para a seção de cho-

que de dipolo para grande separação r⊥, podemos aplicar Eq. (4.3) também para pequeno

pT , enquanto a distribuição de momentum transverso do modelo partônico convencional,

Eq. (4.9), é aplicável somente para grande pT∼>M .

4.3 Caracteŕısticas da Seção de Choque Drell-Yan no

formalismo de dipolos

Nesta seção investigamos os valores de r⊥, no espaço de parâmetros, que são importantes

para a distribuição pT dos dileptons. Com este propósito, o comportamento de uma função

peso para σdip como função de ραr⊥ para diferentes valores de pT é estudado.

Três das quatro integrais na Eq. (4.3) podem ser realizadas analiticamente, com o resul-

tado [121],

d σDY

dM2 dxF d2pT

=
α2

em

6 π3M2

1

(x1 + x2)

∫ ∞

0

dρW (ρ, pT )σdip(ρ), (4.16)

onde a função peso W (ρ, pT ) é dada por,

W (ρ, pT ) =

∫ 1

x1

dα

α2

x1

α

Nf
∑

q=1

e2q

[

q
(x1

α
,M2

)

+ q̄
(x1

α
,M2

)]

×
{

[m2
qα

4 + 2M2(1− α)2]

[

1

p2
T + η2

T1(ρ)−
1

4η
T2(ρ)

]

+ [1 + (1− α)2]

[

ηpT

p2
T + η2

T3(ρ)−
T1(ρ)

2
+
η

4
T2(ρ)

]}

, (4.17)
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e as funções Ti dadas por,

T1(ρ) = ρJ0(pTρ/α)K0(ηρ/α)/α , (4.18)

T2(ρ) = ρ2J0(pTρ/α)K1(ηρ/α)/α2 , (4.19)

T3(ρ) = ρJ1(pTρ/α)K1(ηρ/α)/α . (4.20)

As funções J0 e J1 são as funções de Bessel de primeira classe, de ordem 0 e 1, e onde K0

e K1 são as funções de Bessel modificadas de segunda classe de ordem 0 e 1 (funções de

MacDonald).

Pode ser verificado na Ref. [120] que para a distribuição de massa (integrado em pT ),

as funções de onda selecionam a região de pequeno ρ. Grandes valores de ρ∼>2/M são

exponenciados pelas funções K0,1. Pode-se então dizer que grandes dipolos correspondem

ao setor não perturbativo das reações, e dipolos com pequena separação correspondem ao

setor perturbativo.

No caso particular da distribuição de momentum transverso, uma configuração diferente

se apresenta, Na Fig. 4.3, é apresentada a função W (ρ, pT ) em termos da separação trans-

versa fóton-quark ρ para massa do par de léptons M = 6 GeV e xF = 0.625. Os resultados

são apresentados para duas energias de centro de massa: o gráfico da esquerda corresponde

a energias
√
s = 38.8 GeV (energia do experimento E772), enquanto no gráfico da direita√

s = 500 GeV (RHIC). Para a massa dos quarks leves, o valor mq = 0.2 GeV foi conside-

rado. Três diferentes valores para o momentum transverso dos dileptons foram selecionados,

pT = 0, 1 e 4 GeV.
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Fig. 4.3: A função peso W (ρ, pT ) em termos de ρ para diferentes valores de pT para valores

fixos de xF = 0.625 e M = 6.5 GeV.



Caṕıtulo 4. Produção de Dileptons no Formalismo de Dipolos 109

Como pode ser verificado a partir da Eq. (4.17), as funções de Bessel Ji governam o

comportamento de W (ρ, pT ) em função de ρ. Um comportamento geral pode ser observado

a partir dos gráficos: para grande pT os dipolos de grande separação são suprimidos, pois

W (ρ, pT ) é oscilante com supressão. Este mecanismo de supressão é diferente da supressão

exponencial para grandes dipolos no caso da seção de choque integrada em pT , e complica a

obtenção numérica da distribuição pT . Por outro lado, se pT decresce, dipolos com grande

ρ passam a ser significativos. O caso com pT = 0 é de particular interesse, uma vez que a

função W (ρ, pT ) seleciona grandes dipolos (mais significativo para maior energia). Portanto,

o setor não perturbativo do processo governa o regime de pequeno pT . Por outro lado, o

comportamento para grande pT é quase completamente dominado por dipolos com pequena

separação [129]. Estas propriedades serão exploradas na próxima seção, onde discutiremos

também os deferentes modelos utilizados para a seção de choque de dipolo. Convém salientar

aqui, que consideramos a máxima energia projetada para RHIC
√
s = 500 GeV, em vez da

energia de
√
s = 200 GeV efetivamente utilizada no acelerador RHIC. Isto foi feito devido

aos cálculos terem sido realizados antes das primeiras medidas do acelerador, entretanto

verificamos que apenas uma pequena diferença na magnitude dos efeitos investigados aqui

foi verificada.

4.4 A Seção de Choque de Dipolo

A seção de choque de um pequeno dipolo espalhando com um nucleon pode ser obtida a

partir da QCD perturbativa [125, 126]. Entretanto, existem grandes incertezas que surgem

de efeitos não perturbativos (região infravermelho) bem como de contribuições de mais altas

ordens. Na aproximação de ln(1/x) dominante, o dipolo interage com o alvo através da troca

de um Pomeron perturbativo Balitsky-Fadin-Kuraev-Lipatov (BFKL), descrito em termos

de diagramas escada [8, 9, 10, 11]. Na aproximação de duplo logaritmo, a equação BFKL

pode ser relacionada com a equação de evolução de Dokshitzer et. al [5, 6, 7] (DGLAP),

de tal forma que a seção de choque de dipolo pode ser escrita na forma apresentada no

Caṕıtulo 2 desta tese,

σdip(x, r⊥) =
π2 αs

3
r2
⊥ xG

DGLAP(x, Q̃2) , (4.21)

onde xGDGLAP(x, Q̃2) é a usual distribuição de gluons DGLAP com fração de momentum

x e virtualidade Q̃2 = λ/r2
⊥. O fator λ que aparece na escala de virtualidade Q̃2 = λ/r2

⊥,

foi considerado λ = 4 [120], embora valores de mesma magnitude são equivalentes a ńıvel

de logaritmo dominante [130, 131]. A principal caracteŕıstica da seção de choque de dipolo

apresentada acima, é a propriedade de transparência de cor, i.e., σdip ∼ r2
⊥ para r⊥ → 0.

Para grandes dipolos, a seção de choque pode atingir o comportamento de confinamento
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σdip ∼ σ0. Considerando esta mesma região (grande separação transversa), nosso procedi-

mento foi de congelar r2
⊥ na Eq. (4.21) a uma escala adequada, maior do que r2

cut, o que

corresponde à escala inicial na evolução perturbativa da densidade de glúon, Q2
0 = 4/r2

cut.

A altas energias, um novo requerimento necessita ser respeitado: o crescimento da dis-

tribuição partônica (principalmente glúons) necessita ser controlado, para obedecer o limite

de Froissart-Martin, ou seja, requerendo que o limite de disco negro do alvo seja atingido

para pequenos valores de x de Bjorken. Esta propriedade pode ser implementada utilizando

o formalismo de múltiplos espalhamentos de Glauber-Mueller (GM), o qual reduz o cresci-

mento da distribuição de glúons [13, 14]. Portanto, vamos substituir xGDGLAP na Eq. (4.21)

pela distribuição corrigida incluindo efeitos de unitariedade, xGGM . Uma derivação mais

completa da seção de choque de dipolo GM pode ser encontrado em [120]. Seguindo a

estrutura de trabalhos recentes na literatura [120], vamos utilizar x = x2 como a escala de

energia na seção de choque de dipolo, uma vez que x2 em produção DY é análogo à variável

de Bjorken x em DIS. Note que x = αx2 foi utilizado em [124], entretanto, o fator α tem

apenas uma pequena influência na seção de choque.

Uma vez a seção de choque de dipolo é conhecida, podemos calcular a seção de choque

diferencial para produção DY, Eq. (4.16) integrada sobre pT , e comparar com os dados

existentes para pequeno x2. Entretanto, os resultados existentes de produção DY estão

numa região cinemática onde x2 ainda assume valores muito altos, isto é, x2 ' 0.1 para
√
s =

38.8 GeV, onde o formalismo de dipolos atinge seu limite de validade. Entretanto, algum

procedimento pode ser realizado para se expandir a região de aplicabilidade do formalismo

para região de grande x2.

Note que a seção de choque de dipolo Eq. (4.21) representa a contribuição gluônica

assintótica (Pomeron) ao processo, e a grande x (baixa energia) uma contribuição não

assintótica tipo quark necessita ser inclúıda. Na linguagem da teoria de Regge, isto significa

uma contribuição de Reggeon, e portanto, adicionamos o termo[120],

σIR
dip = σ0 r

2
⊥ x

0.425 (1− x)3 . (4.22)

à seção de choque de dipolo, Eq. (2.51).

Utilizando a expressão acima, uma boa descrição da distribuição de massa dos resul-

tados do experimento E772 [132] pode ser obtida, com uma normalização σ0 = 0.8 [120],

reproduzindo resultados similares aos obtidos com o modelo de saturação [129]. Entretanto,

Eq. (4.22) possui um problema quando calculamos a distribuição de momentum transverso

pT : devido ao fato da função peso, Eq. (4.17), selecionar configurações de grandes dipolos

para pequeno pT (veja discussão na seção anterior), o comportamento ∼ r2
⊥ da seção de

choque de dipolo de Reggeon, produz uma contribuição não negligenciavel para pequeno pT

ainda nas energias de RHIC. Portanto, Eq. (4.22) foi modificada com a intenção de contor-
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nar este problema e preservar nossos resultados prévios. A contribuição de Reggeon agora

é escrita na forma,

σIR
dip = σ0 r

2
⊥ x qval (x, Q̃

2) , (4.23)

onde a quantidade qval é a distribuição de quarks de valência do alvo e uma descrição razoável

dos dados de E772 com relação à distribuição de massa é obtido com um valor σ0 = 7. A

violação de escalamento da distribuição partônica de valência corrige o crescimento com

r⊥, que está presente na parametrização simples Eq. (4.22), removendo o problema na

distribuição pT a altas energias.

Nosso principal objetivo aqui é investigar a distribuição pT dos dileptons DY, usando a

seção de choque de dipolo GM. Entretanto, para que se tenha uma comparação, esta análise

será contrastada com o modelo fenomenológico de saturação de Bartels et al. denominado

seção de choque de dipolo BGBK [89], a qual também inclui as propriedades da seção de

choque de dipolo discutidas acima. O modelo da Ref. [89] é uma versão modificada do

modelo de saturação GBW [87, 88]. O novo modelo inclui explicitamente uma evolução

QCD, e a seção de choque de dipolo é dada por,

σdip(x, r⊥) = σ0

{

1− exp

(

−π
2r2

⊥αs(µ
2)xg(x, µ2)

3σ0

)}

, (4.24)

onde a escala µ2 possui a forma

µ2 =
C

r2
⊥

+ µ2
0. (4.25)

Na Ref. [89] os autores propõem a seguinte distribuição de glúons a uma escala inicial Q2
0 = 1

GeV,

xg(x,Q2
0) = Agx

−λg(1− x)5.6. (4.26)

Na parametrização existem cinco parâmetros livres (σ0, C, µ2
0, Ag and λg), os quais foram

determinados na Ref. [89] por procedimento de ajuste aos resultados experimentais de ZEUS,

H1 e E8665, com x < 0.01. Neste procedimento o parâmetro σ0 é fixado em 23 mb durante o

ajuste, como no modelo original [87, 88]. Neste trabalho utilizamos o conjunto de parâmetros

fit 1 da Ref. [89].

Na Ref. [124], onde o antigo modelo de saturação foi utilizado, o formalismo de dipolos

foi extrapolado para regiões de grande x2 através da introdução de um fator de limite na

escala de saturação, i.e. Q2
s → Q2

s (1 − x2)
5. O fator (1 − x2)

5 é motivado pelas regras de

contagem da QCD e suprime as contribuições de grande x2 na seção de choque DY. No

nosso caso, utilizando as seções de choque de dipolo GM ou BGBK, o fator de limite para

grande x2 já é inclúıdo na função de distribuição de glúons.
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Em adição, na Ref. [124], (1−x1)M
2 foi utilizado como a escala de virtualidade, na qual

a distribuição partônica do projétil é provada. Neste trabalho, nós utilizamos diretamente

a escala M2. O fator (1 − x1) é importante apenas para regiões de grandes valores de x1,

portanto, não produz efeito na região de rapidez média. Na próxima seção, nós investiga-

remos a distribuição de momentum transverso, fazendo uso dos resultados obtidos acima

para a região de baixas energias.

4.5 A distribuição de momentum transverso

Nesta seção a distribuição de momentum transverso dos dileptons DY é calculada, utilizando

a seção de choque de dipolos GM, Eq. (4.21), e comparada com os resultados obtidos com o

modelo de saturação melhorado, Eq. (4.24). Iremos considerar valores t́ıpicos para massa e

xF . A função de estrutura do projétil é considerada segundo as parametrizações LO GRV98

[35] e GRV94 [34] para as predições GM e CTEQ5L [37] para o modelo de saturação.

Antes de realizar este procedimento, alguns comentários se fazem pertinentes. Os efeitos

de unitariedade no alvo serão significativos para regiões de grande rapidez (forward) y =

1/2 ln(xF/x2 + 1). Na região de rapidez central (y ' 0) os efeitos no projétil podem ser

significativos a altas energias. Nesta região, os efeitos na distribuição de quarks são menos

significativos do que na distribuição de glúons. Portanto, vamos desconsiderar os efeitos no

projétil no que segue, mas tendo em mente que uma descrição mais reaĺıstica necessitaria

considerar efeitos em ambos, projétil e alvo.

Na Fig. 4.4 os resultados para energias de RHIC e LHC são apresentados para M = 6.5

GEV e xf = 0.625. Nesta região cinemática, o conteúdo de valência pode ser completa-

mente despreźıvel. Enfatizamos que o valor de xF considerado aqui, é um caso extremo,

onde a variável rapidez atinge valores da ordem de 3 para RHIC e 7 para LHC. Com a

intenção de investigar os efeitos de unitariedade, as seguintes comparações serão realizadas:

as curvas tracejado-longo são calculadas com a seção de choque de dipolos Eq. 2.51 com

a parametrização GRV94 (denotada GRV94) fornecendo a distribuição de glúons. As cur-

vas sólidas são os resultados incluindo efeitos de unitariedade com a mesma GRV94 como

entrada inicial (GM). O uso desta parametrização como entrada para se calcular os efeitos

de unitariedade está devidamente justificada nas Refs. [120, 72]. As curvas traço-ponto são

calculadas com a seção de choque de dipolo Eq. (4.21) cm a parametrização GRV98 (deno-

tada GRV98) fornecendo a distribuição de glúons. O objetivo desta comparação é verificar

até que ponto uma parametrização mais recente pode absorver efeitos de unitariedade. É

verificado que para energias de RHIC, os efeitos de unitariedade são englobados na para-

metrização GRV98. Entretanto, para energias de LHC a situação é um tanto diferente, e os

resultados são completamente diferentes. a diferença entre a predição GM e GRV98 é mais
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Fig. 4.4: A distribuição transversa de dileptons Drell-Yan para energias de RHIC
√
s = 500

GeV e LHC
√
s = 14 TeV. As linhas sólidas correspondem aos resultados GM

incluindo efeitos de unitariedade, as linhas tracejado-longo são curvas utilizando

GRV94 para a distribuição de glúons para a seção de choque de dipolo. A curva

traço-ponto são os resultados obtidos com a distribuição de glúons da GRV98 para

a seção de choque de dipolo, e a curva pontilhada são os resultados do modelo

BGBK.

significativa para grande pT , e são mais significativos para energias maiores.

Como uma comparação adicional, apresentamos curvas do modelo de saturação melho-

rado, Eq. (4.24) (curva pontilhada na Fig 4.4): para energias de RHIC e pequeno pT , os

resultados BGBK superestimam os obtidos pela GM; entretanto, para grande pT ,o modelo

BGBK subestima as predições GM. Para energias de LHC, BGBK subestima GM. É impor-

tante mencionar que as análises realizadas até aqui foram feitas para valores fixos de massa

dos dileptons e xF , o que implica que os valores da variável x2 permanecem quase inalterados

com a região de pT aqui investigado. Os efeitos de unitariedade estudados neste trabalho,

são obtidos perturbativamente, e por esta razão são mais significativos para pequeno r. A

pequeno pT , contribuições de grande r são importantes e dominantes, o que não permite

uma visualização dos efeitos de unitariedade de forma clara. Nesta região, os aspectos de

confinamento são mais importantes. Em contraste, para grande pT a contribuição principal

vem da região de pequeno r, a qual é senśıvel à inclusão de correções de unitariedade ao

processo.

Para realizar estimativas mais reaĺısticas das variáveis cinemáticas envolvidas nos pro-

cessos, vamos considerar que medidas predominantemente na região de rapidez central serão
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Fig. 4.5: A distribuição de momentum transverso pT para dileptons DY para energias de

RHIC (
√
s = 500 GeV) e LHC (

√
s = 14 TeV). As curvas possuem o mesmo

significado da Fig. 4.4. Para RHIC apenas os resultados GM e BGBK são apre-

sentados.

realizadas nos experimentos [133], i.e. com xF = 0, ao invés da região de rapidez positiva

(forward). Na Fig. 4.5, apresentamos os resultados para o modelo BGBK (curva ponti-

lhada) e para o formalismo GM (curva sólida), onde as diferenças são mais significativas

para pequeno pT . Para xF = 0, os efeitos de unitariedade são menos significativos do que

para xF = 0.625, de forma que apenas o resultado do formalismo GM é mostrado, uma vez

que representa aproximadamente a mesma predição das parametrizações GRV94 e GRV98.

Os resultados para LHC também são apresentados. Os efeitos de unitariedade são pequenos

para xF = 0, pois x2 é maior na região de rapidez central em comparação com rapidez

positiva.

Como uma investigação final, a distribuição de momentum transverso integrada em xF

é calculada e comparada com os resultados experimentais em reações pp a energias
√
s = 62

GeV e intervalo de massa 5 ≤ M ≤ 8 GeV (CERN R209) [54]. Os resultados são apre-

sentados na Fig. 4.6, com a curva sólida denotando o cálculo Glauber-Mueller incluindo a

contribuição não assintótica de conteúdo de valência (GM + Reggeon), a curva traço-ponto

é o resultado BGBK e a tracejado-longo é a predição GM sem a contribuição não-assintótica

do conteúdo de valência (GM no Reggeon). O cálculo usando o modelo de saturação me-

lhorado apresenta razoável concordância com os dados. Entretanto, note que a parte de

Reggeon já é introduzida na BGBK. Em adição a este fato, os dados apresentados na 4.6

foram integrados sobre todo xF e portanto incluem contribuições que não são englobadas no
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procedimento de ajuste com o modelo de dipolos (veja discussão na seção 4.2). O resultado

GM, por outro lado, está em boa concordância com a normalização total e o comportamento

apresentado pelos dados, quando contribuições não-assintóticas são consideradas, ainda que

nenhum parâmetro tenha sido utilizado para descrever estes resultados (os parâmetros fo-

ram ajustados para descrever a distribuição de massa na produção de dileptons). A seção

de choque GM superestima o modelo de saturação devido a inclusão destas contribuições

assintóticas.
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Fig. 4.6: A seção de choque diferencial em pT para energias
√
s = 62 GeV. A curva sólida

é o resultado GM, a traço-ponto o resultado usando o modelo de saturação BGBK

e a tracejado-longo o resultado GM sem contribuição Reggeon.

4.6 Produção de dileptons em Rapidez negativa

Para calcular a produção de dileptons em regiões de rapidez negativa (backward) em colisões

pA, um tratamento adequado do formalismo utilizado para descrever o processo em regiões

de rapidez positiva (forward) necessita ser utilizado. A investigação em regiões de rapidez

positiva para colisões pA requer o tratamento do núcleo como um Condensado de Vidros

de Cor (como será visto no próximo caṕıtulo deste trabalho), e os dileptons são produzidos

de maneira similar ao considerado no formalismo de dipolos (bremsstrahlung), apenas con-

siderando que o quark do fóton interage com um sistema denso do núcleo. Entretanto, para

a região de rapidez negativa, o núcleo interage por meio de seus constituintes com grande

fração de momentum x, não sendo mais descrito por um sistema da QCD de alta densidade.
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Nesta região cinemática, o próton interage através dos pártons com pequeno x, implicando

que o formalismo de dipolos pode ser aplicado nesta região cinemática.

O formalismo de dipolos na região de rapidez negativa, o quark do hadron incidente

(núcleo) flutua num estado contendo um quark e um fóton massivo. A interação com o

alvo (próton) implica que o fóton é libertado, decaindo num par de léptons [121]. Estamos

interessados em estudar a produção de dileptons DY na região onde o tempo de interação do

quark do projétil com o próton do alvo é muito menor que o tempo de flutuação de estado

qγ∗, significando grande comprimento de coerência. Para obter este grande comprimento de

coerência, é necessário considerar o núcleo como projétil (grande x) e o próton como alvo

(pequeno x). Isto implica numa inversão com relação ao alvo e projétil se comparamos o for-

malismo de dipolos na região de rapidez positiva para colisões pA [121], como apresentado na

Fig. 4.7. Realizando esta inversão, o tempo da flutuação qγ∗ será maior que o tempo de in-

teração, uma vez que o comprimento de coerência lC possui dependência na forma lc ∝ 1/x1

para o caso estudado aqui. Na verdade o comprimento de coerência é fundamental quando

estudamos processos com alvo nuclear, onde esta é uma quantidade que distingue efeitos

nucleares [134]. Para alvos nucleares, grande comprimento de coerência está associado com

efeitos de sombreamento, o que implica aplicabilidade apenas para pequeno x do alvo [135].

Outro ponto interessante que surge no caso estudado neste trabalho, é que o alargamento

do momentum transverso devido a múltiplos espalhamentos com o núcleo alvo, verificado

na região de rapidez positiva [134] não está presente na região de rapidez negativa, uma vez

que o núcleo do projétil interage apenas com o alvo próton.

γ∗

q

l+

l−

Nucleus

Proton

1

Fig. 4.7: Produção de dileptons na região de rapidez negativa.

A seção de choque para a radiação de um fóton virtual por um quark do núcleo (com

fração de momentum x2) espalhando com um próton de alta densidade na região de rapidez

negativa pode ser escrita na forma fatorizada [116, 118, 119],

dσDYback

dM2dyd2pT
=

α2
em

6π3M2

∫ ∞

0

dρW (x2, ρ, pT )σdip(x1, ρ), (4.27)
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As variáveis x1 e x2 são definidas da maneira usual x(1
2)

=

√

M2+p2
T

s
e±y. Como pode ser visto

por esta definição, rapidez negativa significa grande x2 (núcleo) e pequeno x1 (próton). Es-

tamos interessados em colisões pp e pA. Em colisões simétricas, o referencial de laboratório

é equivalente ao referencial de centro de momentum, pois estamos trabalhando com coliso-

res. No caso de colisões assimétricas, e.g. pA, o centro de massa de momentum se move

longitudinalmente no referencal de laboratório. Isto implica um aumento no intervalo da

variável de Bjorken x que pode ser explorado se considerarmos o referencial de laboratório.

Neste trabalho a razão entre seções de choque em colisões pA e pp será investigada e consi-

deraremos a rapidez no referencial de laboratório.

Baseado no formalismo de dipolos, a função W (x2, ρ, pT ) para a região de rapidez nega-

tiva é dada por [116]

W (x2, ρ, pT ) =

∫ 1

x2

dα

α2
FA

2 (
x2

α
,M2)

{

[m2
qα

2 + 2M2(1− α)2]

[

1

p2
T + η2

T1(ρ)−
1

4η
T2(ρ)

]

+ [1 + (1− α)2]

[

ηpT

p2
T + η2

T3(ρ)−
1

2
T1(ρ) +

η

4
T2(ρ)

]}

. (4.28)

Como para a região de rapidez positiva, temos que α é a fração de momentum do quark

carregado pelo fóton virtual, η2 = (1−α)M2 +α2m2
q, mq é a massa do quark, a qual vamos

considerar mq = 0.2 GeV, e as funções Ti são dadas por,

T1(ρ) =
ρ

α
J0(

pTρ

α
)K0(

ηρ

α
)

T2(ρ) =
ρ2

α2
J0(

pTρ

α
)K1(

ηρ

α
)

T3(ρ) =
ρ

α
J1(

pTρ

α
)K1(

ηρ

α
).

Aqui a função de estrutura nuclear FA
2 (x2

α
,M2) com uma dependência em x2 é utilizada

por estarmos utilizando um núcleo como projétil. Para colisões pp a função de estrutura

nuclear necessita ser substitúıda por uma função de estrutura do próton F p
2 (x2

α
,M2). A

seção de choque de dipolo é calculada utilizando o argumento x1 e a mesma seção de choque

utilizada para ajustar os dados de DIS pode ser empregada.

A seção de choque GBW [87, 88] será empregada neste trabalho.

σdip(x1, ρ) = σ0

[

1− exp

(

− ρ2Q2
0

4(x1/x0)λ

)]

, (4.29)

onde, relembrando, Q2
0 = 1 GeV2, e os três parâmetros ajustados são σ0 = 23.03 mb,

x0 = 3.04× 10−4 e λ = 0.288.

A distribuição de momentum transverso para energias de RHIC e colisões pp e pA pode

agora ser obtida, considerando uma parametrização espećıfica para a função de estrutura
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Fig. 4.8: Distribuição de momentum transverso para colisões pp e pA (Au - considerando

parametrização EKS) para energias de RHIC e dileptons com massa M = 6 GeV.

nuclear FA
2 (x,M2) no caso de colisões pA. Duas parametrizações distintas para esta função

serão utilizadas, e serão devidamente apresentadas e discutidas na próxima seção. Aqui,

vamos utilizar a parametrização EKS para a parte nuclear, juntamente com a distribuição

GRV98 [35] para se obter a distribuição partônica nuclear. Para a colisão pp utilizamos

apenas a parametrização RGV98. Na Fig. 4.8 a distribuição de momentum transverso para

energias de RHIC é apresentanda para colisões pA e pp. Não verifica-se nenhuma diferença

considerável entre as duas distribuições. Por este motivo, a razão entre as seções de choque

é útil para se investigar modificações na seção de choque nuclear, em comparação com a

seção de choque no processo próton-próton. Esta razão é definida da seguinte forma,

RpA =
dσ(pA)

dp2
TdydM

/

A
dσ(pp)

dp2
TdydM

. (4.30)

A razão RpA aparece normalizada por 1/A, uma vez que as distribuições nucleares são

normalizadas por este fator. A diferença entre os cálculos de colisões pA para pp é devido à

função de estrutura nuclear FA
2 , portanto, qualquer efeito no espectro em pT ou rapidez está

relacionado aos efeitos nucleares contidos nas parametrizações para a função de estrutura

nuclear.

O cálculo além da ordem dominante (NLO) na fatorização colinear pode ser realizado

e comparado com os resultados obtidos no formalismo de dipolos. Entretanto, a distri-

buição de momentum transverso obtida na fatorização colinear não é um cálculo simples e

também não descreve a normalização do espectro em pT dos dileptons DY [136, 137, 138],

como verificado no caṕıtulo 1 desta tese. Além destes fatores, a distribuição de momentum

transverso obtida é divergente para pT << M , e um procedimento de ressoma de termos lo-

gaŕıtmicos em pT/M [136, 137, 138] ou a introdução de um momentum transverso intŕınseco
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[55] é necessário para descrever o espectro de dileptons medido experimentalmente (para

uma boa discussão veja Ref. [139]). Porém, estes procedimentos introduzem parâmetros

fenomenológicos nos cálculos, que são ajustados na intenção de descrever os resultados expe-

rimentais. Uma comparação entre os cálculos NLO e o formalismo de dipolos, já foi realizada

na Ref. [124], onde pode-se verificar a dependência do formalismo no parâmetro fenome-

nológico introduzido. Um outro formalismo também foi proposto, baseado na idéia de um

momentum transverso intŕınseco, e pode ser analisado na Ref. [139]. Com certeza, a razão

RpA obtida no formalismo de fatorização colinear com ressoma ou momentum transverso

intŕınseco pode ser finita , pois a divergência em pT pode ser cancelada. Entretanto, um

resultado mais reaĺıstico necessita considerar distribuições finitas. Estas propriedades indi-

cam que o formalismo de dipolos parece ser o mais adequado para se investigar a produção

de dileptons a altas energias na região de pequeno pT , uma vez que resulta numa seção de

choque finita em pT e sem a necessidade de introdução de parâmetros livres.

Neste ponto também pode ser interessante salientar alguma limitações do formalismo

de dipolos na região de rapidez negativa. Aqui o núcleo é considerado por meio de uma

distribuição de glúons integrada (pois apenas apresenta dependência em x e M 2). Entre-

tanto, para energia de LHC e regiões mais centrais, a variável de Bjorken x2 (núcleo) atinge

valores da ordem de 0.002, onde a consideração de uma distribuição de glúons integrada

pode ser questionável. Neste limite, o efeito de existir um momentum transverso inicial dos

pártons não nulo vem a ser importante. Um tratamento mais robusto necessita incluir o

momentum transverso dos pártons do núcleo no estado inicial da interação. Isto pode ser

feito considerando o formalismo de fatorização kT [140, 141, 142], onde a seção de choque

partônica fora da camada de massa é convolúıda com a densidade partônica não integrada

em kT fa(x, k
2
T , µ

2). Considerando a produção de dileptons, a fatorização kT é investigada

na Ref. [143] e comparada com um formalismo de momentum transverso intŕınseco (fato-

rização kT com pártons na camada de massa), com a intenção de descrever a distribuição de

momentum transverso de dileptons DY produzidos. Na tentativa de descrição dos dados, a

fatorização kT superestima os dados e o formalismo de kT intŕınseco descreve os dados mas

com a utilização de parâmetros fenomenológicos (dois parâmetros).

Pelas razões apresentadas acima, focamos nossa análise na região de rapidez negativa,

e não em regiões de rapidez central. O uso do formalismo de dipolos com o emprego da

fatorização colinear é justificado, uma vez que o objetivo deste trabalho é investigar os

efeitos nucleares na razão RpA para dileptons, usando parametrizações nucleares na des-

crição da função de estrutura nuclear. Na próxima seção as funções de estrutura nuclear

serão apresentadas, discutidas e comparadas, pois veremos que os resultados obtidos são

extremamente dependentes destas parametrizações.
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4.7 Funções de distribuição partônicas nucleares

Neste trabalho duas parametrizações para a função de distribuição partônica nuclear (nPDF)

serão utilizadas: uma proposta por Eskola, Kolhinen e Salgado (parametrização EKS) [67,

68] e outra proposta por D. de Florian e R. Sassot (parametrização nDS) [69]. Estas

parametrizações apresentadas no Caṕıtulo 1 desta tese, porém vamos relembrar aqui as

principais caracteŕısticas de cada parametrização.

Ambas parametrizações realizam um ajuste global aos resultados experimentais de alvo

fixo, e consideram as equações DGLAP para evoluir em Q2. As condições iniciais são

ajustadas para descrever o DIS em colisões lépton-núcleo e a produção de dileptons em

colisões próton-núcleo. Ambas nPDFs são desenvolvidas para se obter uma parametrização

apropriada para a razão RA
F2

(x,Q2
0) = FA

2 /AF
p
2 , com

FA,p
2 =

∑

q

e2q[xf
A,p
q (x,Q2

0) + xfA,p
q̄ (x,Q2

0)], (4.31)

na qual f p
q (x,Q2

0) são as distribuições partônicas do próton livre e fA
q (x,Q2

0) são as distri-

buições partônicas nucleares para um determinado párton de sabor q. As parametrizações

para as distribuições partônicas devem obedecer à conservação de momentum, carga e

número bariônico.

Entretanto, o método utilizado por EKS e nDS diferem com relação a alguns detalhes.

Na parametrização EKS, a distribuição partônica nuclear é obtida a partir da distribuição

do próton livre, multiplicada por um fator de correção: fA
q (x,Q2

0) = RA
q (x,Q2

0)f
p
q (x,Q2

0), e

todos efeitos nucleares são considerados em RA
q (x,Q2

0). Uma conseqüência desta definição,

é que as nPDFs são nulas para x > 1, embora esta deva ser não nula para valores de x < A.

Por outro lado, a parametrização nDS utiliza uma convolução para relacionar nPDFs e as

PDFs do próton livre:

fA
q (x,Q2

0) =

∫ A

x

dy

y
Wq(y, A)f p

q

(

x

y
,Q2

0

)

, (4.32)

onde Wi(y, A) contém toda informação com relação aos efeitos nucleares. Por exemplo, se

os efeitos nucleares são desconsiderados, então Wq(y, A) = Aδ(1− y).
Os efeitos nucleares são verificados por comparação entre a função de estrutura nuclear

e a função de estrutura do próton (ou deutério). Na Fig. 4.9 as predições para a razão

FA
2 /AF

p
2 obtidas por ambas as parametrizações são apresentadas. Como salientado no

Caṕıtulo 1, a figura pode ser dividida em quatro regiões da variável de Bjorken x [66]. Na

região denominada movimento de Fermi x & 0.8, RA
F2

. A região denominada de efeito EMC

0.3 . x . 0.8. A região de antisombreamento 0.1 . x . 0.3, e a região de sombreamento

x . 0.1. A Fig. 4.9 mostra que as parametrizações diferem principalmente nas regiões
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(A=Au) para escala M = 6 GeV como uma função da variável de Bjorken do

núcleo.

EMC e sombreamento, com a parametrização EKS apresentando valores menores do que

a nDS para a razão. As parametrizações são consideradas em ordem dominante, uma vez

que o formalismo utilizado aqui considera apenas diagramas LO, sem cálculos em ordens

maiores. Na verdade, a seção de choque de dipolo pode carregar alguma informação com

relação a contribuições de mais altas ordens, informações estas que já estão inclúıdas na

parametrização fenomenológica para a seção de choque de dipolo, no caso estudado aqui, a

parametrização GBW [87, 88].

Na próxima seção, os resultados para a produção de dileptons na região de rapidez ne-

gativa serão explorados, considerando ambas parametrizações para a distribuição partônica

nuclear, apresentadas nesta seção.

4.8 Resultados para Rapidez negativa

Os resultados para as distribuições de rapidez e momentum transverso para dileptons com

massa M = 6 GeV produzidos em RHIC (
√
s = 200 GeV) e LHC (

√
s = 8.8 TeV) na região

de rapidez negativa serão apresentados e discutidos.

A razão RpA foi calculada para energias de RHIC e LHC, e nas Figs. 4.10 e 4.11 os

resultados são apresentados em gráficos 3D considerando as distribuições em rapidez e pT ,

levando em conta os resultados das parametrizações EKS e nDS. O comportamento da razão

RpA reflete a dependência em x2 da razão FA
2 /F

p
2 , apresentada na Fig. 4.9.

Para energias de RHIC verifica-se uma fraca dependência da razão com o momentum
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Fig. 4.10: Razão RpA para energias de RHIC considerando as parametrizações EKS e nDS.

transverso, e em geral a razão atinge valores menores para grande pT , sendo mais evidente

com a parametrização EKS. Considerando o espectro em rapidez, a parametrização EKS

prediz uma grande supressão da razão para rapidez negativa e grande pT , em comparação

com o quase plano comportamento apresentado para a dependência em rapidez da parame-

trização nDS.

Para explicar estes resultados se faz necessário determinar a região de x2 que está sendo

explorada nos espectros em rapidez e pT para energias de RHIC. Considerando rapidez

entre -1 e -2.6, e pT de 1 a 7 GeV, x2 fica com valores entre 0.08 e 0.5 respectivamente,

sendo que para rapidez mais negativa, pártons com valores cada vez maiores de x2 estão

participando da interação. Os efeitos nucleares que aparecem na função de estrutura nuclear

FA
2 na região de x2 provada em RHIC são principalmente devido ao efeito EMC (redução da
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razão RA
F2

a medida que x2 aumenta, veja Fig. 4.9), o que provoca a redução da razão RpA

para valores menores de rapidez na Fig. 4.10. Considerando o espectro em pT , x2 aumenta

com pT , e como a região provada aqui está relacionada com o efeito EMC, o resultado é

uma redução da razão RpA a medida que pT aumenta. A grande supressão da razão RpA

obtida pela parametrização EKS em comparação com a obtida com a parametrização nDS

na Fig 4.10 é uma conseqüência da grande diferença nas predições da razão RA
F2

obtidas

pelas parametrizações na região do efeito EMC.
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Fig. 4.11: Razão RpA para energias de LHC considerando as parametrizações EKS e nDS.

Para energias de LHC (Fig. 4.11) o espectro em rapidez apresenta um pico para valores

intermediários de rapidez, o qual é mais pronunciado na predição com a parametrização

EKS em comparação com a nDS. A dependência em pT apresenta dois comportamentos

distintos: para rapidez muito negativa a razão RpA decresce a medida que pT aumenta, e
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para rapidez mais central, a razão aumenta com pT .

Para LHC, rapidez de -1 a -6, e pT entre 1 e 7 GeV, x2 adquire valores entre 0.002 e 0.3,

respectivamente. Aqui verifica-se que não apenas a região de grande x está sendo provada,

mas a região de pequeno x é atingida na investigação. O intervalo de x2 provado em LHC

implica que os efeitos de sombramento e antisombreamento estão presentes no processo. O

pico na região de rapidez intermediária está relacionado ao efeito de antisombreamento, e a

supressão na região de rapidez um pouco mais central está relacionada ao efeito de sombre-

amento. O espectro em pT é um pouco mais complexo por apresentar dois comportamentos

distintos. Para a região de rapidez mais negativa a razão RpA é reduzida para grande pT (x2

está na região de antisombreamento, próximo à região do efeito EMC). Para rapidez mais

central, a razão aumenta para grande pT , uma vez que x2 está na região de sombreamento,

portanto, pequeno x2.

Comparando as predições da parametrizações EKS e nDS, na Fig. 4.9 verifica-se que a

parametrização EKS prediz um maior efeito de antisombreamento, o que explica os resul-

tados encontrados aqui para a razão RpA nas energias de LHC (Fig 4.11). Nosso resultados

para energias de LHC mostram que dileptons carregam informações dos regimes de grande

e pequeno x do sistema nuclear, e distintos efeitos nucleares são verificados nos espectros

de rapidez em pT para a produção de dileptons na região de rapidez negativa, para energias

de RHIC e LHC, dependendo da região de x que está envolvida no processo.

4.9 Conclusões

Antes de apresentar as conclusões, convém salientar que a investigação na região de rapidez

positiva foi realizada considerando energias de RHIC no valor
√
s = 500 GeV, enquanto

para rapidez negativa, todo o estudo foi realizado considerando
√
s = 200 GeV. Isto foi

feito desta forma, pelo fato de investigarmos a rapidez positiva, neste caṕıtulo, em colisões

próton-próton (onde esperava-se energia máxima de RHIC de
√
s = 500 GeV), enquanto

a rapidez negativa, foi analisada em colisões próton-núcleo (experimentos realizados no

acelerador RHIC com energia
√
s = 200 GeV). Entretanto, considerando-se energias reais

de RHIC (
√
s = 200GeV), apenas a magnitude dos efeitos são modificadas nos resultados

de colisões próton-próton para rapidez positiva.

Neste caṕıtulo, na região de rapidez positiva, investigamos em detalhes a distribuição

de momentum transverso dos dileptons Drell-Yan no formalismo de dipolos de cor, e de-

monstramos analiticamente que o formalismo de dipolos reproduz corretamente o modelo

partônico em próxima ordem dominante num limite apropriado, a saber, para regiões de

grande pT . Em contraste à seção de choque integrada em pT , a distribuição pT DY abre uma

janela cinemática onde dipolos com grande separação contribuem para a seção de choque.
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Isto pode ser verificado pelo estudo da função peso associada com as funções de onda do

cone de luz para o processo para diferentes valores de pT . Dipolos com grande separação

têm sua maior contribuição para pT = 0. Uma caracteŕıstica importante do formalismo de

dipolos é a finita e bem comportada distribuição de momentum transverso para pT → 0,

num cálculo em ordem dominante.

A principal motivação na utilização do formalismo de dipolos, é que este propicia um

referencial natural para a descrição dos efeitos de unitariedade, que não são considerados

pelo modelo partônico convencional. Correções de unitariedade foram implementadas na

seção de choque de dipolo, usando o formalismo GM [13, 14]. Em adição, foi realizada uma

comparação com o modelo de saturação melhorado para a seção de choque de dipolos [89].

Em geral, as correções de unitariedade produzem uma redução na seção de choque diferen-

cial, principalmente para grande pT . Para energias de LHC, as correções são significativas e

não podem ser reproduzidas apenas pela utilização de parametrizações mais recentes para

a distribuição de glúons.

Com a intenção de utilizar o formalismo de dipolos para baixas energias, uma contri-

buição de Reggeon foi introduzida na seção de choque de dipolo. Esta parte Reggeon é

proporcional ao conteúdo de valência do alvo, e para altas energias, i.e. RHIC e LHC, ela é

despreźıvel, mas importante para se obter uma boa descrição dos resultados experimentais

do CERN ISR [54].

No que se refere à região de rapidez negativa, o fator de modificação nuclear RpA para

a produção de dileptons foi investigado para os espectro de pT e rapidez no formalismo de

dipolos para energias de RHIC e LHC. Verificamos uma grande dependência do fator de

modificação nuclear com os efeitos nucleares na região cinemática investigada. Os resultados

apresentados nesta seção são fortemente dependentes da razão de função de estrutura nuclear

RA
F2

e sua dependência na variável de Bjorken x. Não temos uma investigação experimental

da produção de dileptons na região cinemática de rapidez negativa, entretanto, a produção

de hádrons foi investigada nesta região cinemática pela colaboração PHENIX no RHIC [144].

Em prinćıpio os resultados apresentam um aumento no fator de modificação nuclear RpA

para 1.5 < pT < 4.0 (Fig. 4.12), entretanto, ainda devemos ser cautelosos, tendo em vista

o grande erro experimental existente, bem como a discrepância entre os diferentes métodos

utilizados na obtenção dos resultados. Estes resultados serão melhor analisados no próximo

caṕıtulo, onde realizamos uma comparação entre rapidez positiva e negativa e comparamos

os resultados obtidos para dileptons com os resultados experimentais para hádrons.

Os resultados apresentados neste caṕıtulo para dileptons indicam que o aumento da

razão RpA para hádrons devem ser principalmente devidos a efeitos de estado final, uma

vez que efeitos de estado inicial, investigados neste caṕıtulo não provocam um crescimento

tão acentuado da razão na região de rapidez negativa. Além disso, dileptons na região de
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Fig. 4.12: Resultados experimentais para a fator de modificação nuclear para hádrons em

energia de RHIC [144].

rapidez negativa mostra-se um observável adequado para se entender e quantificar efeitos

nucleares para grande e pequeno x. Adicionalmente a estes fatores, a dependência da razão

RpA com o momentum transverso é fortemente modificada para as energias de RHIC, se a

região de rapidez positiva e negativa são comparadas, devido aos distintos valores de x que

são provadas nestas regiões cinemáticas.



Caṕıtulo 5

Produção de Dileptons no

Condensado de Vidros de Cor

Neste caṕıtulo a produção de dileptons é investigada em colisões próton núcleo na região

de rapidez positiva (forward) utilizando o formalismo do Condensado de Vidros de Cor.

A distribuição de momentum transverso, mais precisamente a região de pequeno pT onde

espera-se que os efeitos de saturação sejam evidenciados, é investigada. A razão entre

seção de choque diferencial próton-núcleo e próton-próton para energia de RHIC e LHC é

calculada, mostrando os efeitos de saturação para pequeno pT , e apresentando uma supressão

do pico de Cronin para valores moderados de pT . Estas caracteŕısticas indicam os dileptons

como a prova mais adequada para se estudar o regime saturado bem como as propriedades

do efeito Cronin.

Este caṕıtulo está baseado nos trabalhos que constam desta tese, Refs. [145, 146, 147].

5.1 Produção de dileptons no formalismo CGC

A altas energias, a produção de dileptons em colisões hadrônicas ocorre principalmente

através de bremsstrahlung de um fóton virtual com momentum p decaindo num par de

léptons massivos, o que pode ocorrer antes e depois da interação do quark (momentum k)

com o campo gluônico denso e saturado (momentum q) do alvo, no caso em questão, o

núcleo. Consideramos diagramas onde a emissão do fóton pode ocorrer antes ou depois da

interação com o núcleo, uma vez diagramas onde ocorre emissão antes e depois da interação

podem ser desconsiderados [105], como já mostrado no caṕıtulo 3, seção 3.5.2 desta tese.

Desta forma, a produção de dileptons pode ser representada na Fig. 5.1 [106, 129, 118, 119],

Considerando os diagramas representados na Fig. 5.1, a seção de choque diferencial para

a produção de dileptons no formalismo do CGC, para um quark colinear (kT = 0), é escrita
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Fig. 5.1: Produção de dileptons no CGC.

como [106],

dσqA→ql+l−X
incl

dzd2pTd logM2
= πR2

Af
2
q

2α2
em

3π

∫

d2lT
(2π)4

C(lT )

{[

1 + (1− z)2

z

]

× z2l2T
[p2

T +M2(1− z)][(pT − zlT )2 +M2(1− z)]

− z(1− z)M 2

[

1

[p2
T +M2(1− z)]−

1

[(pT − zlT )2 +M2(1− z)]

]2
}

,(5.1)

onde fq representa a fração da carga do elétron portada pelo quark q. A carga do quark

ao quadrado é e2
q = f 2

q e
2 e a carga e2 de e2q foi incorporada no αem na expressão. RA é o

raio nuclear, z ≡ p−/k− é a fração de energia do próton carregada pelo fóton, lT = qT + pT

é o momentum transverso total transferido entre o núcleo e o quark. A função C(lT ) é a

correlação entre os campos de cor e definida por[97],

C(lT ) ≡
∫

d2x⊥e
ilT ·x⊥〈U(0)U †(x⊥)〉ρ, (5.2)

com o termo com média 〈〉 representando a média sobre todas as configurações da fonte

de cargas de cor no núcleo. U(x⊥) é a matriz na representação fundamental SU(N) que

representa a interação do quark com o campo de cor denso e saturado (CGC). A função

de correlação considera que a emissão nos dois diagramas que contribuem para a seção de

choque diferencial ocorrem em posições transversas diferentes, e toda informação sobre a

natureza do meio atravessado pelo quark está contida na função C(lT ). Em particular, esta

função determina a dependência na escala de saturação Qs (e na energia).

Com a intenção de obter uma seção de choque hadrônica, a validade da fatorização

colinear na região de fragmentação do próton (rapidez positiva - forward) é assumida [106,

148] e na expressão Eq. (5.1) convoluimos a função de distribuição partônica no próton

(como estamos interessados em colisões próton-núcleo utilizamos a do próton) é realizada
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[129, 150] e a seção de choque pode ser escrita como,

dσpA→ql+l−X

dp2
T dM dy

=
4π2

M
R2

A

α2
em

3π

×
∫

dlT
(2π)3

lT W (pT , lT , x1)C(lT , x2, A), (5.3)

onde y é a rapidez, e x1 e x2 são as frações de momentum carregadas do próton pelos quarks,

e do núcleo pelo campo gluônico, respectivamente. A expressão (5.3) é válida na região de

rapidez positiva (forward - significa também xF positivo, onde xF = x1 − x2). As variáveis

x1 e x2 são definidas por

x(1
2)

=
1

2

{
√

xF + 4
M2

T

s
(±) xF

}

, (5.4)

ou

x(1
2)

=

√

M2
T

s
e±y, (5.5)

onde M2
T = M2 + p2

T é a massa transversa quadrada e s é a energia quadrada de centro

de momentum. Aqui, utilizando a função de estrutura F2(x,M
2) =

∑

i e
2
qi
x[qi(x,M

2) +

q̄i(x,M
2)], a função peso W (pT , lT , x1) pode ser escrita como,

W (pT , lT , x1) =

∫ 1

x1

dz zF2(x1/z,M
2)

×
{

(1 + (1− z)2)z2l2T
[p2

T +M2(1− z)][(pT − zlT )2 +M2(1− z)]

− z(1− z)M 2

[

1

[p2
T +M2(1− z)]

− 1

[(pT − zlT )2 +M2(1− z)]

]2
}

. (5.6)

Nos cálculos aqui apresentados, a parametrização CTEQ6L [38] foi utilizada para a função

de estrutura, e a massa do par de léptons nos fornece a escala para a distribuição de quarks

do projétil. A função W (pT , lT , x1) desempenha o papel de uma função peso, selecionando

as regiões de dominância em lT contribuindo para a seção de choque.

Na Eq.(5.3) a função de correlação aparece com uma dependência em energia (de-

pendência em x2), a qual não está inclúıda no modelo original de McLerran-Venugopalan.

Nós inclúımos tal dependência na função de correlação através da escala de saturação, como

realizado na Ref. [99], com a intenção de investigar os efeitos da evolução em x no espectro

de momentum transverso dos dileptons, uma vez que a escala de saturação depende da



Caṕıtulo 5. Produção de Dileptons no Condensado de Vidros de Cor 130

energia envolvida no processo [149]. A dependência em x é parametrizada, neste trabalho,

através da forma proposta por Golec-Biernat e Wüstoff (GBW) [87, 88] (Q2
s = (x0/x)

λ),

com os parâmetros para a escala de saturação extráıdos das parametrizações GBW [87, 88]

e CGCfit [90], as quais foram discutidas no caṕıtulo 2 deste trabalho.
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Fig. 5.2: Função peso para massa do par de lépton M = 3 GeV e rapidez y = 2.2 em

função de lT .

Na Fig. 5.2, apresentamos a função peso considerando massa do par de léptons M = 3

GeV, na região de rapidez positiva (y = 2.2), considerando energia de centro de massa√
s = 350 GeV (RHIC). Cabe salientar que utilizamos esta energia, por ser a máxima energia

projetada para o acelerador RHIC em colisões próton-núcleo, e posteriormente justificamos

mais especificamente este valor, quando da análise dos resultados obtidos. Apresentamos

resultados para três valores distintos de momentum transverso pT , onde um pico em lT ≈ pT

e uma supressão para lT < pT são verificados. Além disso, verificamos que grandes valores

de pT provocam uma redução na normalização da função peso para grandes valores de lT ,

quando comparados com a normalização em pT = 0 GeV. Este comportamento da função

peso com pT é essencial para determinar a forma do espectro de momentum transverso dos

dileptons. Como veremos na Seção 5.3, a distribuição em pT é suprimida para grande pT .

Todos os efeitos de alta densidade no núcleo estão inclúıdos na função de correlação de

campos de cor. É bem determinado que os efeitos de saturação, presentes na função de

correlação, aparecem abaixo da escala de saturação, portanto, na região de pequeno lT (Na

próxima seção poderemos verificar este comportamento na Fig. 5.3). Tal comportamento

determina que apenas na região de pequeno pT os efeitos de saturação inclusos na função

C(lT , x, A) podem ser mensuráveis, uma vez que a função peso seleciona os valores de lT

maiores que pT .
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Para realizar análises quantitativas para a produção de dileptons, a função de correlação

C(lT , x, A) necessita ser determinada. Esta função desempenha um papel fundamental no

formalismo do Condensado de Vidros de Cor e comparando com o formalismo de dipolos,

ela está relacionada com a seção de choque de dipolo. Na verdade, a função C(lT , x2, A) está

relacionada com a transformada de Fourier da seção de choque de dipolo, e será discutida

em detalhes na próxima seção deste trabalho, onde alguns modelos fenomenológicos para a

função de correlação serão discutidos.

5.2 A correlação de campos de cor C(lT , x, A)

A função C(lT ) é uma quantidade fundamental no formalismo CGC, uma vez que contém

todas informações dos efeitos de altas densidade no núcleo. Ela pode ser relacionada com a

transformada de Fourier (TF) da seção de choque de dipolo da seguinte forma [92, 89, 151],

C(lT )=
1

σ0

∫

d2x⊥e
ilT ·x⊥[σdip(x⊥ →∞)− σdip(x⊥)], (5.7)

onde σ0 é a normalização da seção de choque de dipolo na região de saturação (x⊥ →∞).

Utilizando o modelo GBW para a seção de choque de dipolo [87, 88]

σdip(x⊥, x) = σ0[1− exp(−Q2
s(x)x

2
⊥/4)]

a função de correlação pode ser escrita como [92, 151],

C(lT , x, A)GBW =
4π

Q2
s(x,A)

e
− l2T

Q2
s(x,A) , (5.8)

onde uma simples dependência em energia x e número atômico A foram considerados na

escala de saturação. Especificamente, a escala de saturação nuclear foi parametrizada como

Q2
s(x,A) = A1/3Q2

s(x) com Q2
s(x) sendo a escala de saturação do próton dada na forma

proposta por GBW Q2
s = (x0/x)

λ GeV2 [87, 88], onde os parâmetros x0 = 3.10−4 e λ =

0.288 foram extráıdos do procedimento de ajuste realizado [87, 88]. Este ”ansatz”para a

dependência nuclear da escala de saturação foi estudado na Ref. [152] utilizando-se dados de

espalhamento elétron-núcleo, e verificou-se ser uma aproximação razoável quando grandes

núcleos e energias moderadas são consideradas.

Entretanto, a TF da GBW não descreve o comportamento perturbativo para grande lT ,

uma vez que este apresenta um dependência exponencial para grande lT em contraste ao

esperado 1/l4T , como podemos verificar no gráfico reduzido na Fig. 5.3.

Utilizando agora o modelo McLerran-Venugopalan (MV), a função C(lT ) não apresenta

dependência em energia e pode ser calculada considerando a seção de choque de dipolo MV
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[92],

σdipole(r⊥) = πR2

[

1− e
„

−Q2
s

π

R dp

p3 (1−J0(pr⊥))

«
]

. (5.9)

A transformada de Fourier pode ser computada numericamente na forma [97],

C(lT )MV ≡
∫

d2x⊥e
ilT ·x⊥e

−Q2
s

π

R dp

p3 (1−J0(px⊥))
, (5.10)

onde o valor de Q2
s é fixo. Como já salientado não se verifica uma evolução em energia no

modelo MV. Seguindo a Eq. 5.10, propomos a introdução de uma dependência em energia

e núcleo através da escala de saturação na forma,

CMVmod
(lT , x, A) =

∫

d2x⊥e
ilT ·x⊥e

−Q2
s(x,A)

π

R dp

p3 (1−J0(px⊥))
. (5.11)

A escala de saturação nuclear é parametrizada na forma apresentada previamente, onde a

dependência em x na saturação de escala Q2
s(x) é introduzida tomando os parâmetros do

modelo GBW [87, 88], ou da seção de choque de dipolo baseada no formalismo CGC [90].

Neste momentum é interessante salientar que num trabalho recente [99], o efeito Cronin foi

estudado no modelo MV, e a mesma dependência em energia para a escala de saturação foi

utilizada. No referido trabalho o formalismo CGC foi utilizado para descrever os resultados

experimentais do Broad Range Hadron Magnetic Spectrometer (BRAHMS) e verificou-se um

grande dependência da forma de como considerar a correlação entre os campos de cor, mais

precisamente, como calcular a função de correlação C(lT ), ou seja, 〈U †(0)U(x⊥)〉. Quando

uma correlação Gaussiana local foi utilizada, obtém-se uma discordância da teoria com os

resultados experimentais. Esta discordância mostra que a dinâmica do CGC é um assunto

que necessita ser melhor explorado. Na mesma referência [99] uma correlação Gaussiana não-

local foi aplicada e uma boa descrição dos efeitos de pequeno e grande pT foi verificada. Este

efeito é uma das principais motivações deste trabalho, pois estamos procurando investigar

a dinâmica correta para utilizar o formalismo do CGC. Neste trabalho vamos investigar o

efeito de adotar uma correlação Gaussiana local e não-local na descrição da distribuição de

momentum transverso dos dileptons.

No limite de grande lT (lT >> Qs), a função de correlação deve reobter o comportamento

perturbativo (1/l4T ), e utilizando o modelo de MV, a função de correlação pode ser expandida

e escrita numa expressão anaĺıtica simples [97],

CMVmod
(lT , x, A)|lT >>Qs = 2

Q2
s(x,A)

l4T

×
(

1 +
4Q2

s(x,A)

πl2T

[

ln

(

lT
ΛQCD

)

− 1

])

, (5.12)

A qual enfatiza os grandes efeitos de saturação na região de pequeno lT , como na Fig. (5.3).
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Em recente trabalho, Ref. [90], a função de estrutura F2(x,Q
2) para x < 10−2 e 0.045 ≤

Q2 ≤ 45 GeV2, foi analisada no formalismo de dipolos, levando em conta uma expressão

para a seção de choque de dipolo baseada no Formalismo de Condensado de Vidros de

Cor, que interpola solução BFKL para r << 1/Qs(x) e o comportamento saturado para

r >> 1/Qs(x), onde a amplitude espalhamento satura em um. A seção de choque de dipolo

parametrizada pode ser escrita como σdip(x, r) = 2πR2N (rQs, x) com [90],

N (rQs, Y ) = N0

(

rQs

2

)2(γs+
ln(2/rQs)

κλY )
to rQs ≤ 2

N (rQs, Y ) = 1− e−a ln2(brQs) to rQs ≥ 2,
(5.13)

onde Y = ln(1/x). Existem cinco parâmetros livres: o raio do próton R, o valor x0 de x no

qual a escala de saturação atinge valor igual a 1, e o parâmetro que controla a dependência

em energia da escala de saturação λ. Os parâmetros a e b são determinados de maneira a

garantir que N seja cont́ınua em rQs = 2 (pelo menos até primeira derivada). A partir do

ajuste aos dados de HERA para função de estrutura F2(x,Q
2) verifica-se que os parâmetros

apresentam uma dependência na massa dos quarks mq.

Seguindo esta seção de choque de dipolo, constrúımos uma função C(lT , x2, A) com base

na Eq. (5.7), que será denominada CGCfit, e obtemos a seguinte expressão,

C(lT , x, A)CGC = 2π

(

∫ 2/Qs

0

rdrJ0(lT r)

(

1−N0 exp

{

2 ln

(

rQs

2

)[

γs +
ln(2/rQs)

κλ ln 1/x

]})

+

∫ ∞

2/Qs

rdrJ0(lT r)e
−a ln2(brQs)

)

. (5.14)

As dependências em energia e núcleo atômico são introduzidas na forma previamente dis-

cutida Q2
s(x,A) = A1/3

(

x0

x

)λ
GeV2.

Considerando os dois modelos para a seção de choque de dipolo (GBW e CGCfit) existe

um conjunto de parâmetros que determinam a escala de saturação, onde os parâmetros

utilizados neste trabalho estão apresentados na Tab. 5.1 (o conjunto de parâmetros é iden-

tificado como fit1, fit2 e fit3), onde o valor da escala de saturação foi calculado para o

átomo de ouro (massa atômica A = 197) para x = 10−3. É verificado que os parâmetros do

CGC fit geram um valor menor para a escala de saturação, e esta propriedade pode trazer

conseqüências para a produção de dileptons. O raio do núcleo é obtido a partir da parame-

trização Woods-Saxon na forma RA = 1.2A1/3fm, enquanto o raio do próton é retirado de

valores obtidos nos procedimentos de ajuste, e apresentados na tabela 5.1.

Na figura 5.3 a função C(lT , x2, A) é mostrada para os modelos discutidos neste trabalho

e verificamos os significativos efeitos de saturação para pequeno lT quando comparados às

funções obtidas com GBW e CGCfit com o comportamento assintótico da função de cor-

relação. Neste ponto é interessante enfatizar algumas propriedades da função C(lT , x2, A)
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Parameter GBW CGC fit mq = 10 MeV CGC fit mq = 140 MeV

(fit1) (fit2) (fit3)

x0 3× 10−4 1.06× 10−4 0.267× 10−4

λ 0.288 0.285 0.253

Q2
s (x = 10−3, A = 197) 4.114 GeV2 3.069 GeV2 2.327 GeV2

Rp (Raio do próton) 0.6055 fm 0.566 fm 0.641 fm

Tab. 5.1: Parâmetros para determinar a escala de saturação das parametrizações GBW e

CGCfit.

extráıda da transformada de Fourier da seção de choque de dipolo GBW e CGCfit. Con-

siderando a transformada de Fourier da GBW (linha tracejada) a função C(lT , x2, A)GBW

depende de lT na forma e−l2T e é suprimida para grande lT (como é mostrado no gráfico

reduzido dentro da Fig. (5.3)). Este resultado provoca uma supressão não reaĺıstica de

observáveis para grande pT , como já salientado nas Refs. [92, 151]. Observando-se a pa-

rametrização CGCfit (linha sólida), a função C(lT , x2, A) apresenta valores negativos para

moderado lT , e este comportamento pode ser resultado da continuidade da referida seção

de choque de dipolo apenas até a primeira derivada, ou por aproximações na construção

do modelo [90]. Tendo considerado todos estes aspectos, a função C(lT , x2, A), baseada no

modelo McLerran-Venugopalan, incluindo uma dependência em energia e massa atômica

(considerando o núcleo de ouro) na escala de saturação, será o modelo utilizado para se

investigar a produção de dileptons. Os parâmetros para a escala de saturação são tomados

dos ajustes fit1 (linha-triangulo-cima) e fit2 (linha-ćırculo) e verificamos na Fig. 5.3 que

o valor da escala de saturação produz uma pequena diferença no função de correlação no

MVmod para pequeno lT .

A função de correlação é suprimida para grande lT , e a função peso suprime valores de

lT menores que pT . O comportamento da seção de choque vem do produto destas duas

quantidades. Portanto, dileptons com pequeno pT são a contribuição dominante para a

seção de choque e são uma prova f́ısica para o CGC e por conseqüência, dos modelos da

função de correlação de campos de cor, pois carregam informações de regiões abaixo da

escala de saturação, e não tem a seção de choque suprimida pela função peso.

A função de correlação apresentada até aqui no modelo MV é obtida a partir de uma

função Gaussiana local para a função WΛ+[ρ]. Sabemos que a função de correlação é definida

por

C(lT ) ≡
∫

d2x⊥e
ilT ·x⊥〈U(0)U †(x⊥)〉ρ, (5.15)

e a Gaussiana local entra no cálculo do termo com média 〈U(0)U †(x⊥)〉ρ. A cutilização de
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Fig. 5.3: Função de correlação C(lT , x, A) como uma função de lT .

uma função Gaussiana não-local modifica a função de correlação de tal forma que esta é

escrita como [98, 99]

C(lT , x, A) ≡
∫

d2x⊥e
ilT ·x⊥eχ(x,x⊥,A), (5.16)

com

χ(x, x⊥, A) ≡ − 2

γc

∫

dp

p
(1− J0(x⊥p))

× ln

(

1 +

(

Q2
s(x,A)

p2

)γ)

, (5.17)

onde γ é a dimensão anômala (γ ≈ 0.64 para BFKL) e c ≈ 4.84 [98, 99]. Esta função de

correlação não local é apresentada na Fig. 5.4 em contraste com a correlação obtida com

funcional peso Gaussiana local.

O efeito f́ısico de considerar uma função peso Gaussiana não-local é que as fontes de

glúons não estão mais restritar apenas à correlações locais [99]. Isto implica também numa

redução mais drástica da densidade de glúons, como indica a maior supressão para pequeno

lT na Fig. 5.4, onde a linha sólida representa a função de correlação Gaussiana local e a

linha tracejada longa representa a função de correlação com Gaussiana não-local. O efeito

da utilização de uma Gaussiana local ou não-local na distribuição pT dos dileptons será

discutido na próxima seção, quando a razão RpA for definida e investigada.

Tendo apresentado todos os aspectos fundamentais para desenvolver o cálculo da distri-

buição de momentum transverso para os dileptons no formalismo do Condensado de Vidros

de Cor, apresentaremos na próxima seção as predições numérica utilizando este formalismo

e também apresentamos a discussão dos resultados.
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Fig. 5.4: Função de correlação de campos de cor com funcional peso Gaussiana local e

não-local.

5.3 A distribuição de Momentum Transverso e o

efeito Cronin

No que segue, a distribuição de momentum transverso bem como a distribuição em rapidez

serão analisadas e discutidas utilizando o Condensado de Vidros de Cor. Como o objetivo

principal nesta etapa do trabalho, é investigar o efeito de uma Gaussiana local ou não-local

na produção de dileptons, e não a de realizar predições para a produção de dileptons nos

colisores, vamos considerar colisões com a máxima energia projetada para os aceleradores

em processos pA; RHIC com
√
s = 350 GeV e LHC com

√
s = 8.8 TeV. Vamos analisar

a região de fragmentação do próton, ou seja, valores positivos de rapidez (ou xF ). Os

cálculos são realizados para valores fixos da massa do par de léptons M = 3 GeV e M = 6

GeV. Vamos utilizar a função C(lT , x2) baseada no modelo de McLerran-Venugopalan, com

uma dependência em x através da escala de saturação, tomando os parâmetros para esta

escala dos procedimentos de ajuste aos resultados experimentais de HERA, procedimento

GBW (fit1) [87, 88] e procedimento CGCfit (fit2) [90]. Para que possamos comparar, vamos

calcular o espectro de momentum transverso, fixando o valor da escala de saturação, como

no modelo original MV.

Na Fig. 5.5 apresentamos a distribuição de momentum transverso para RHIC em colisões

pA para pares de léptons com massa M = 3 GeV e com rapidez y = 2.2. Utilizamos a pa-

rametrização CTEQ6L [38] para a função de estrutura do próton. A linha sólida é o cálculo

com o modelo McLerran-Venugopalan, com uma dependência em x na escala de saturação
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considerando os parâmetros do fit2; a linha tracejada é o mesmo cálculo com os parâmetros

para a escala de saturação do fit2 e a linha traço-ponto é o cálculo com o comportamento

assintótico da função de correlação MV. Analisando-se a distribuição de momentum trans-

verso para valores fixos de rapidez e massa, os efeitos da evolução (dependência em energia

da escala de saturação) não são muito relevantes na região investigada neste trabalho, uma

vez que a parametrização da escala de saturação assegura que a mesma é quase constante

na região cinemática aqui tratada, apenas com uma leve dependência no momentum trans-

verso (x2 =

√

M2+p2
T

s
e−y). Tal comportamento pode ser visto nas Figs. 5.5 e 5.6, onde a

linha-diamante representa o cálculo com o modelo MV com escala de saturação fixa a um

valor Q2
s = 3.2 GeV 2 e Q2

s = 8 GeV2, respectivamente. A evolução em x provoca uma

redução na distribuição em momentum transverso para grande pT , em ambos os casos.
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Fig. 5.5: Produção de dileptons para energias da ordem do acelerador RHIC (
√
s = 350

GeV) em colisões pA, rapidez y = 2.2 e massa do par de léptons M = 3 GeV.

Na Fig. 5.5 pode-se verificar os grandes efeitos de saturação para pT . 2 quando com-

paramos com o comportamento assintótico da função de correlação com a predição MVmod.

Como discutido na última seção, o comportamento assintótico da função de correlação

(lT >> Qs) tem dependência na forma Q2
s/l

4
T , então um crescimento na escala de saturação

provoca um crescimento na seção de choque diferencial para grande pT , como pode ser visto

na Fig. 5.5. Outra propriedade interessante pode ser salientada; mesmo para grande pT

o efeito do valor da escala de saturação influi na seção de choque, e a diferença entre as

predições das diferentes parametrizações para a escala de saturação podem ser da ordem de

um fator 2, se o menor valor de escala de saturação (fit3) é comparado com o maior valor

(fit1 - GBW).

Na Fig. 5.6 a distribuição de momentum transverso para energias de LHC é apresentado,
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considerando o mesmo valor de rapidez y = 2.2, a fim de realizarmos uma comparação com

as energias de RHIC. O mesmo comportamento é verificado nos efeitos de saturação, embora

estes efeitos passam a ser significativos para pT . 4 GeV. A estimativa com o modelo MV

foi realizada e a supressão para grande pT quando a dependência em energia é introduzida

na escala de saturação pode ser verificada. O espectro em pT apresenta um aumento para

grande pT se a escala de saturação é aumentada, como previamente verificado para RHIC.
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Fig. 5.6: Produção de dileptons para energias de LHC (
√
s = 8.8 TeV) em colisões pA,

considerando rapidez y = 2.2 e massa do par de léptons M = 3 GeV.

Para que erros de normalização possam ser suprimidos, a razão entre as seções de choque

diferencial próton-núcleo e próton-próton para RHIC e LHC passa a ser um observável mais

preciso, e o definimos na forma,

RpA =

dσ(pA)
πR2

AdMdxF dp2
t

A1/3 dσ(pp)

πR2
pdMdxF dp2

t

. (5.18)

Alguma atenção deve ser dada à incerteza na determinação do raio nuclear, portanto cada

seção de choque é dividida pelo respectivo raio (do núcleo ou do próton). O fator A1/3 foi

utilizado no denominador para garantir uma razão com valor 1 para grande pT . Utilizamos

um raio nuclear com dependência A1/3, e como o termo R2
A aparece no denominador,o fator

A1/3 resta na expressão para a razão aqui definida.

A expressão para a razão RpA para a produção de dileptons definida aqui pode ser escrita

na forma,

RpA(y, pT ) =

∫

d2lTW (pT , lT , x1)CA(lT , x2, A)

A1/3
∫

d2lTW (pT , lT , x1)Cp(lT , x2)
, (5.19)
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onde CA é a função de correlação para o núcleo e Cp para o próton. A razão apresentada

na Eq. (5.19) é muito similar à razão obtida na Ref. [99] com a intenção de investigar o

efeito Cronin na produção de hádrons (Eq. (113) na Ref. [99]), o que implica que dileptons

podem apresentar as mesmas propriedades do efeito Cronin [153].

O efeito Cronin foi descoberto na década de 70 [107] e está relacionado ao crescimento

do espectro de momentum transverso para valores moderados de pT (2-5 GeV) em colisões

próton-núcleo em comparação com as colisões próton-próton (a razão entre seção de choque

pA e pp apresenta um pico em valores moderados de pT ). Este efeito é interpretado como

sendo originado por múltiplos espalhamentos dos pártons do próton propagando-se no meio

nuclear, resultando num crescimento do momentum transverso dos pártons no estado inicial,

consequentemente das part́ıculas produzidas no estado final do processo. Isto implica que

o efeito Cronin pode ser descrito como um efeito de estado inicial nestas condições. No

caso de colisões Au−Au, a existência de efeitos de estado final dificulta a determinação do

efeito Cronin. Nos experimentos do acelerador RHIC, este efeito foi investigado em colisões

deutério − Au, entretanto, os formalismos teóricos não conseguem descrever o efeito em

toda região de rapidez medida pelas colaborações [154] e ainda existe a possibilidade de

efeitos de estado final influenciarem no resultado experimental e não serem considerados

na descrição teórica. Embora o efeito Cronin seja determinado a partir do espectro de

momentum transverso dos hádrons, é esperado que o espectro de momentum transverso

dos dileptons apresente as mesmas propriedades, uma vez que os múltiplos espalhamentos

são efeitos de estado inicial. Ou seja, podemos utilizar a produção de dileptons para obter

informações do estado inicial do processo de colisão, e confrontar com os resultados obtidos

para o efeito Cronin.

Na Fig. 5.7 apresentamos o resultado para a razão RpA para RHIC e LHC considerando

uma função de correlação de campos de cor C(lT , x, A) obtida a partir de uma distribuição

Gaussiana local para a função peso WΛ+[ρ]. Para energias de RHIC a linha sólida representa

o cálculo com rapidez y = 2.2 e linha tracejada para rapidez y = 3.2. Para LHC a linha

tracejado-longo representa o cálculo com y = 2.2, e linha traço-ponto para rapidez y = 3.2.

É verificado que para valores moderados de pT os cálculos apresentam um pico tipo Cronin

para RHIC e LHC (supressão na razão para pequeno pT , valores maiores do que 1 para

pT intermediário, e supressão para grandes valores de pT , com tendência a atingir valor

1). O pico apresentado em rapidez intermediária, aumenta e é deslocado para grande pT

se aumentamos a rapidez. Isto ocorre pois aumentando a rapidez estamos aumentando a

escala de saturação, logo a supressão para pequeno pT é deslocada para maiores valores de

pT , implicando também num deslocamento do pico.

Considerando o efeito Cronin em hádrons, o pico aumenta para grande rapidez se uma

função de correlação Gaussiana local é utilizada [99], o que está em total desacordo com
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Fig. 5.7: Razão entre próton-núcleo e próton-próton para energias de RHIC e LHC, utili-

zando o formalismo do CGC para valores distintos de rapidez com a distribuição

Gaussiana local para a função peso W [ρ].

os resultados experimentais da colaboração BRAHMS para a região de rapidez positiva

(forward) [155, 115]. Na mesma referência [99] o efeito Cronin foi estudado utilizando-se

uma distribuição Gaussiana não-local com a intenção de se obter a função de correlação.

Verificou-se que a supressão do pico de Cronin com o aumento da rapidez, existente nos

resultados experimentais, foi atingida considerando este modelo para a função de correlação.

Entretanto, ocorre uma supressão acentuada para a razão na região de rapidez central,

que não é consistente com os resultados experimentais nesta região cinemática [155, 115].

Contudo, verifica-se que uma correlação entre as fontes de carga de cor deve ser tomada

considerando uma Gaussiana não-local, para que uma posśıvel descrição dos resultados seja

obtida.

Analisando agora o setor de dileptons, o comportamento da razão RpA apresenta as

mesmas propriedades do efeito Cronin para a região de rapidez positiva quando investigada

com uma Gaussiana local para a função de correlação (o pico é aumentado e deslocado para

maior pT para valores grandes de rapidez). Entretanto, a razão RpA foi também investigada

com a função de correlação obtida a partir de uma função peso Gaussiana não-local WΛ+[ρ],

e tal investigação está apresentada na Fig. 5.8. A supressão da razão RpA é verificada,

apresentando exatamente as mesmas propriedades do efeito Cronin [99], sendo então um

observável limpo para se investigar este efeito. Embora o efeito Cronin tenha sido analisado

como um efeito de estado final na Ref. [156], na nossa análise, a produção de dileptons

parece elucidar está dúvida, indicando que o efeito Cronin é um efeito de estado inicial. Foi
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obtido que o pico Cronin ou a supressão do pico na produção de dileptons aparecem como

um efeito de estado inicial. Na Fig. 5.8 a linha sólida representa o cálculo para rapidez

y = 2.2 e a linha tracejada para rapidez y = 3.2 para energias de RHIC. Para energias de

LHC a linha tracejada-longa representa o cálculo para rapidez y = 2.2 e a traço-ponto para

rapidez y = 3.2.
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Fig. 5.8: Razão entre seção de choque diferencial próton-núcleo e próton-próton para ener-

gias de RHIC e LHC no formalismo do CGC para valores distintos de rapidez,

com a distribuição Gaussiana não-local para a função peso W [ρ].

Para energias de RHIC, o efeito da supressão aparece se uma Gaussiana não-local é

utilizada, sugerindo a medida de tal supressão. Entretanto, os detectores de RHIC talvez não

tenham condições de medir este comportamento devido ao pequeno momentum transverso

que tenha de ser acessado [157]. Por outro lado, para energias de LHC, a supressão da razão

RpA atinge grandes valores de pT a esta supressão aumenta com a energias. É interessante

salientar que os detectores de LHC permitem a detecção de dileptons na região de rapidez

positiva com momentum transverso acima de 1.5 GeV, dependendo do sinal do observável

e de outras fontes de dileptons [158]. Estas propriedades asseguram que para energias de

LHC tal comportamento da distribuição de dileptons poderá ser medida.

5.4 Distribuições em y e pT

Como discutido anteriormente, o efeito Cronin está presente nas medidas de momentum

transverso dos hádrons. Aqui, o surgimento dos mesmos efeitos na distribuição de momen-

tum transverso e rapidez para a produção de dileptons é investigada, agora para um par de
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léptons de massa M = 6 GeV. Na seção anterior investigamos para massas M = 3 GeV.

Consideramos agora energias reaĺısticas de RHIC (
√
s = 200 GeV) e LHC (

√
s = 8800

GeV), apresentando os resultados em gráficos 3D, com razão RpA mostrada em função da

rapidez e do momentum transverso dos dileptons.

A comparação entre resultados para a razão RpA considerando dois valores distintos para

a massa do par de léptons pode ser verificada na Fig. 5.9 para energias de LHC. O resultado

esperado é encontrado; o efeito de supressão da razão RpA é reduzido se léptons com maior

massa são selecionados para uma rapidez fixa. Este resultado pode ser comparado com o

já obtido na Ref. [121], onde uma análise para a produção de dileptons para RHIC e LHC

no formalismo de dipolo foi realizada, apenas com uma redefinição da razão RpA no que se

refere à normalização.
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Fig. 5.9: Razão RpA para energias de LHC, para y = 5 e y = 6, comparando resultados

para massa do par de léptons M = 3 GeV e M = 6 GeV.

Esta análise está restrita a regiões de rapidez positiva, na qual o valor máximo depende

do valor da massa dos pares de léptons e do momentum transverso. A região de grande

massa e grande pT implica um valor limite menor para a rapidez. Para energias de RHIC,

o valor máximo para a rapidez é em torno de 4 e para LHC o valor máximo chega a 7.

Na Fig. 5.10 a razão RpA para energias de RHIC é mostrada para dileptons com massa

M = 6 GeV. Uma fraca dependência da razão com a rapidez é verificada, uma vez que

para um valor fixo de pT , a razão não varia significativamente com a rapidez. Isto ocorre

porque estamos calculando a razão RpA apenas na região de rapidez positiva, numa região

limitada de rapidez. Para o espectro de hádrons (onde verifica-se uma supressão acentuada

em rapidez), a supressão da razão é verificada para um intervalo de rapidez bem maior, indo

de y = 0 até y = 3.2 [115]. No caso dos dileptons, a mesma supressão deve ser verificada,
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Fig. 5.10: Razão RpA como um função da rapidez e pT para dileptons produzidos a energias

de RHIC.

entretanto os cálculos são restritos à região de rapidez positiva, implicando numa menor

supressão da razão RpA. A supressão da razão (ausência do pico Cronin na distribuição de

momentum transverso é verificada, embora independente do valor de rapidez.

Na Fig. 5.11 a razão RpA para energia de LHC é mostrada para dileptons com massa

M = 6 GeV. Devido ao grande intervalo de rapidez positiva a energias de LHC, podemos

verificar uma grande supressão da razão RpA com o aumento da rapidez. Esta supressão é

intensificada para grande pT . A supressão da razão com o momentum transverso é também

verificada e intensificada para grande rapidez.

Para energias de LHC, a grande região de rapidez implica num intervalo de x para grande

pT (pT ≈ 10) entre 10−4 e 10−6. Nesta região cinemática, existem efeitos de saturação

significativos, preditos pelo Condensado de Vidros de Cor: a grande supressão da razão

RpA, comparando com o esperado pico Cronin, mostra a existência destes efeitos, em ambas

distribuições, rapidez e momentum transverso.

As razões preditas para energias de RHIC e LHC são calculadas através do mesmo forma-

lismo, tanto para colisões pA quanto para pp. Isto implica que um dos nucleons nas colisões

pp pode não estar sendo perfeitamente descrito, uma vez que para valores intermediários de

pT , o mesmo deve ser descrito por um regime linear, e estamos utilizando aqui o CGC, que

é um formalismo que considera termos não lineares na evolução da descrição dos sistemas

hadrônicos. Este tratamento pode provocar alguma incerteza na razão RpA para grande pT ,

principalmente para energias de RHIC, onde a escala de saturação do próton atinge valores
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Fig. 5.11: Razão RpA como uma função da rapidez e pT para dileptons produzidos a ener-

gias de LHC.

pequenos, ou seja, ele é melhor descrito por um sistema dilúıdo. Para energias de LHC,

esta incerteza na razão é reduzida, uma vez que a escala de saturação para o próton atinge

valores maiores, ou seja, é mais provável que o próton possa ser descrito como um CGC.

O efeito de realizar um tratamento sem efeitos de alta densidade para o próton, apareceria

numa redução do efeito de supressão da razão RpA para pT intermediário, pois embora nesta

região não se espera efeitos de saturação, os efeitos não-lineares podem influenciar na seção

de choque. Todos estes problemas podem ser corrigidos se uma adequada parametrização

for desenvolvida para o próton nesta região cinemática, o que está além dos objetivos deste

trabalho.

A comparação entre resultados da razão em RHIC e LHC pode ser feita considerando

a nova razão RpA(LHC)/RpA(RHIC). Esta razão está apresentada na Fig. 5.12, e mostra

que os efeitos de saturação são muito mais intensos em LHC, uma vez que a razão apresenta

grande redução para pequeno pT . Estamos restritos ao intervalo de rapidez de RHIC,

implicando que não verificamos grande supressão razão RpA(LHC)/RpA(RHIC) no espectro

de rapidez. A vantagem de analisar esta razão, é que esta é menos senśıvel à descrição do

próton para grande pT , enfatizando os aspectos do Condensado de Vidros de Cor, que

exploramos neste caṕıtulo.
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Fig. 5.12: Razão entre as razões RpA de RHIC e LHC.

5.5 Comparando Rapidez positiva e negativa

Com a intenção de comparar os resultados discutidos nos dois últimos caṕıtulos desta tese,

realizamos uma análise dos resultados obtidos nos trabalhos [145] e [117], na Fig. 5.13.

Apresentamos os resultados da razão RpA para regiões de rapidez positiva e negativa para

energias de RHIC. Para a região de rapidez positiva descrevemos o núcleo como um Conden-

sado de Vidros de Cor, e os efeitos de pequeno x no núcleo (saturação) podem ser observados

através da supressão da razão RpA com o aumento da rapidez. Para a região de rapidez

negativa, descrevemos o processo no formalismo de dipolos e o núcleo interage através de

constituintes com grande fração de momentum. Para esta região verifica-se um crescimento

da razão na região de rapidez negativa intermediária, em comparação com a região de ra-

pidez positiva. Este crescimento acentuado está relacionado com os efeitos nucleares de

grande x, como já previamente discutido. Além destas propriedades, verifica-se que a razão

apresenta diferentes comportamentos com relação à dependência em pT . Enquanto que para

a região de rapidez positiva o fenômeno de saturação provoca um crescimento na razão RpA

com o aumento de pT (maior pT implica em menores efeitos de saturação), na região de ra-

pidez negativa os efeitos nucleares de grande x implicam que a razão RpA decresce a medida

que grandes valores de pT são atingidos (conseqüência do efeito nuclear EMC).

Na comparação da produção de dileptons com a produção de hádrons, verifica-se que na

região rapidez positiva, a produção de dileptons indica que a supressão do pico Cronin como

um efeito de estado inicial. Na região de rapidez negativa, as medidas realizadas pela cola-

boração PHENIX em RHIC indicam um crescimento da razão RpA para 1.5 < pT < 4 GeV
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[144]. Este crescimento ainda requer algum cuidado, uma vez que existem grandes incerte-

zas nos dados e discrepâncias entre métodos de análise dos dados. A produção de dileptons

na região backward indica que este crescimento acentuado na razão para hádrons, deve ser

devido a efeitos de estado final, pois os efeitos de estado inicial indicam um crescimento

da razão na região cinemática citada, porém não suficientes para indicar tal crescimento.

Estas propriedades mostram claramente que o efeito Cronin pode ser descrito da seguinte

maneira: na região de rapidez positiva, a supressão do pico Cronin se deve à existência de

efeitos de saturação, enquanto na região de rapidez negativa, o surgimento de um pico Cro-

nin está associado com efeitos de estado final. Os resultados experimentais são apresentados

em termos da variável pseudo rapidez η, entretanto, para a região cinemática investigada

neste trabalho, podemos considerar η ≈ y por simplicidade, tendo em vista que certamente

η = y = 0 e portanto, regiões de rapidez positiva, representam pseudorapidez positiva

e regiões de rapidez negativa, representam pseudorapidez negativa, como já verificado no

Caṕıtulo 1 desta tese.

Fig. 5.13: Comparando a razão RpA para dileptons na região de rapidez positiva e negativa

para energias de RHIC, utilizando as parametrizações nucleares EKS e nDS para

a região de rapidez negativa e a predição pelo CGC para rapidez positiva.

5.6 Conclusões

Neste trabalho verificamos os efeitos de saturação descritos pelo formalismo do Conden-

sado de Vidros de Cor na produção de dileptons na região de pequeno pT , bem como a

dependência do espectro para grande pT com o valor da escala de saturação. Embora para
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Fig. 5.14: Resultados experimentais para a fator de modificação nuclear para hádrons em

energia de RHIC e rapidez positiva e negativa [144].

energias de RHIC, a distribuição de momentum transverso dos dileptons não possa ser me-

dida para valores muito pequenos de pT , para a região de pT intermediário, a comparação

entre as seções de choque pA e pp proporcionam uma excelente ferramenta para investigar

a dinâmica do Condensado de Vidros de Cor.

Particularmente, a distribuição pT dos dileptons apresenta a supressão do pico Cronin,

como observado na produção de hádrons, se uma Gaussiana não-local é considerada para

se obter a função de correlação de campos de cor. Tal comportamento foi observado na

Fig. 5.8. Para energias de LHC, na região de rapidez positiva, o efeito de supressão aumenta

(Fig. 5.8). Esta supressão a altas energias nos fornece uma indicação de que a distribuição de

momentum transverso dos dileptons proporciona uma prova clara da descrição das interações

hadrônicas a altas energias na região de rapidez positiva através do Condensado de Vidros

de Cor. Além disso, o espectro pT dos dileptons pode ser utilizado para investigar as

propriedades da supressão do efeito Cronin e indicar este fato como sendo um efeito de estado

inicial na região de rapidez positiva. Os resultados encontrados neste trabalho confirmam os

estudos da Refs. [129, 121, 159] considerando efeitos de saturação. Em adição a esta análise,

num trabalho recente [160], dileptons com grande pT e pequena massa analisados em QCD

perturbativa com ressoma em todas as ordens foi apontado como bom observável para

investigar a distribuição de glúons, como já apontado nas Refs. [116, 117] considerando

o formalismo de dipolos. Também, a distribuição de massa de dileptons investigado no

formalismo do CGC pode identificar efeitos de saturação na região de pequena massa [150].

Investigamos a razão RpA no formalismo do Condensado de Vidros de Cor para dileptons

com massas M = 3 eM = 6 GeV, que é apresentada como função da rapidez e do momentum

transverso. Primeiramente investigamos dileptons com massa de M = 3 GeV e verificamos
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que apenas quando se analisa a função de correlação dos campos de cor com uma função

Gaussiana não-local, é que a supressão da razãoRpA para os dileptons é atingida. Realizamos

uma comparação entre valores distintos de massa para dileptons e verificamos que a razão

RpA aumenta a medida que valores maiores para a massa dos dileptons é considerada.

Esta é uma conseqüência esperada, pois na região de massas maiores espera-se menores

efeitos de saturação. Analisando-se posteriormente conjuntamente os espectros de rapidez

e pT . verificou-se que apenas para LHC os efeitos de saturação estão presentes em ambas

distribuições (y e pT ) para a região de rapidez positiva. Esperamos que estes efeitos de

saturação sejam oriundos de um mecanismo similar ao que provoca saturação no espectro

de momentum transverso dos hádrons observados em RHIC na região de rapidez positiva.

Este fato contribui para definir a condição do efeito Cronin, como um efeito de estado inicial

para região de rapidez positiva. A razão entre os resultados para RHIC e LHC mostram

efeitos de saturação bem mais significativos para LHC em comparação com RHIC. Estas

propriedades qualificam dileptons como uma prova clara da dinâmica do Condensado de

Vidros de Cor na região de rapidez positiva.

Uma comparação entre os resultados obtidos em rapidez positiva e negativa para os

dileptons, nos mostrou que os dileptons carregam informações tanto de f́ısica de muito

pequeno x, Condensado de Vidros de Cor na região de rapidez positiva, quanto de f́ısica de

grande x, na região de rapidez negativa. O principal efeito que observa-se nesta comparação

é que na região de rapidez positiva a medida que aumentamos pT a razão aumenta, devido

à redução dos efeitos de saturação. Entretanto, na região de rapidez negativa, a medida que

aumentamos pT , a razão RpA diminui, como conseqüência dos efeitos nucleares de grande

x que estão envolvidos nesta região cinemática, mostrando a potencialidade do observável

aqui abordado para que efeitos de grande e pequeno x sejam investigados.



Conclusões

O principal objetivo deste trabalho foi investigar os efeitos de QCD de alta densidade

em núcleos e nucleons, bem como efeitos nucleares de grande x, em processos de colisão

próton-próton e próton-núcleo para altas energias, utilizando como prova um observável

eletromagnético, a produção de dileptons, considerando o formalismo do Condensado de

Vidros de Cor e o formalismo de dipolos. Os resultados apresentados nesta tese [116, 117,

145, 146, 147] mostram que dileptons apresentam provas claras da existência de um sistema

denso e saturado na região de pequeno momentum transverso, bem como na região de

grande rapidez, e que ainda apresentam forte dependência nos efeitos nucleares de grande

x quando investigados na região de rapidez negativa.

Ao final de cada caṕıtulo apresentamos conclusões parciais detalhadas e, portanto, esta

conclusão final serve para apresentar um resumo destas conclusões, suas conexões e as linhas

que nos fornecem as perspectivas deste trabalho.

Os primeiros três caṕıtulos desta tese serviram para fornecer a base necessária para se

explorar a produção de dileptons nas regiões de rapidez positiva e negativa, em colisões

próton-próton e próton-núcleo. O formalismo de dipolos, que é o formalismo empregado

para se investigar os efeitos de alta densidade em colisões próton-próton e próton-núcleo no

caṕıtulo 4, foi apresentado no Caṕıtulo 2. O Caṕıtulo 3 destinou-se a introduzir a teoria do

Condensado de Vidros de Cor, analisando suas principais caracteŕısticas e discutindo alguns

observáveis nesta teoria. A produção de dilepton no CGC foi detalhadamente investigada

neste caṕıtulo, onde apresentamos explicitamente a maioria dos cálculos para se obter a

seção de choque de produção de dileptons no CGC. Neste mesmo caṕıtulo, discutimos os

recentes resultados experimentais do acelerador RHIC, no que se refere ao efeito Cronin, e

sua ligação com o Condensado de Vidros de Cor. Verifica-se que a supressão apresentada

na razão RdAu para hádrons indica a existência de um sistema denso e saturado, logo o

CGC. Entretanto, pode existir neste observável algum efeito de estado final que não está

se considerando, logo, nossa idéia foi propor a investigação da produção de dileptons, para

assim verificar se os resultados encontrados indicam realmente a existência do CGC.

No caṕıtulo 4, a distribuição de momentum transverso dos dileptons Drell-Yan no for-

malismo de dipolos de cor foi investigada em detalhes para colisões próton-próton e próton-

núcleo. Além disso, foi demonstrado analiticamente que o formalismo de dipolos reproduz
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parcialmente o modelo partônico em NLO se os efeitos de saturação são desconsiderados.

Verificou-se neste caṕıtulo que dipolos com grande separação têm sua maior contribuição

para pT = 0, portanto, na região não-perturbativa. Correções de unitariedade foram imple-

mentadas na seção de choque de dipolo, usando o formalismo GM. Em adição foi realizada

uma comparação com o modelo de saturação modificado para a seção de choque de dipolos.

Em geral, as correções de unitariedade produzem uma redução na seção de choque diferen-

cial, principalmente para grande pT . Para energias de LHC, as correções são significativas e

não podem ser reproduzidas apenas pela utilização de parametrizações mais recentes para

a distribuição de glúons. Com a intenção de estender o formalismo de dipolos para baixas

energias, introduzimos uma contribuição de Reggeon na seção de choque de dipolo, o que

permitiu a descrição dos resultados experimentais para baixa energia do CERN ISR.

No mesmo caṕıtulo 4, a região de rapidez negativa foi investigada, onde o fator de

modificação nuclear RpA para a produção de dileptons foi apresentado para os espectro de

pT e rapidez. Verificou-se a grande dependência do fator de modificação nuclear com os

efeitos nucleares de grande e pequeno x. Os efeitos nucleares apresentados no Caṕıtulo 1

governam o comportamento da razão RpA, tanto no espectro em rapidez quanto no espectro

em pT . Este resultado mostra que a medida de dileptons em colisões hadrônicas de altas

energias pode também fornecer informações com relação a efeitos de grande x, e não somente

informações da região cinemática de pequeno x. Comparando os resultados obtidos para o

fator de modificação nuclear para dileptons com resultados para hádrons na mesma região

cinemática, pode-se concluir que o aparente crescimento da razão RpA para hádrons deve ser

originado a partir de efeitos de estado final, tendo em vista que dileptons não apresentam tal

crescimento acentuado. Todos estes resultados indicam que os dileptons são adequados para

se entender e quantificar efeitos nucleares para grande e pequeno x em colisões hadrônicas

de altas energias.

No caṕıtulo 5 os efeitos de saturação descritos pelo formalismo do Condensado de Vidros

de Cor na produção de dileptons na região de pequeno pT na região de rapidez positiva foram

investigados. Podemos utilizar o formalismo do CGC apenas nesta região cinemática em

colisões próton-núcleo, pois nesta região estamos provando a região de pequeno x do núcleo.

Embora dileptons não possam ser medidos para pequeno pT em RHIC, para a região de pT

intermediário, mostramos que a comparação entre as seções de choque pA e pp proporcionam

uma excelente ferramenta para investigar a dinâmica do CGC. Verificamos a existência do

um efeito tipo Cronin na produção de dileptons e os resultados indicam que o mecanismo

responsável pela supressão da razão RpA para hádrons (supressão do efeito Cronin) na região

de fragmentação do próton vem a ser o mesmo para dileptons, em contraste ao obtido na

região de rapidez negativa, onde espera-se que efeitos de estado final sejam os responsáveis

pelo aumento na razão RpA para hádrons.
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Neste caṕıtulo investigamos também a forte dependência destes resultados com a dinâmica

considerada no CGC. Se uma Gaussiana local é utilizada na função de correlação não se

verifica a supressão da razão RpA no espectro em pT . Uma Gaussiana não-local sendo con-

siderada (permite correlações entre campos em distintas posições), implica no surgimento

da supressão da razão RpA, como verificado nos resultados experimentais para hádrons.

Isto implica que a produção de dileptons pode ser utilizada inclusive para se investigar a

dinâmica do Condensado de Vidros de Cor. Neste caṕıtulo apresentamos resultados com di-

ferentes massas para os dileptons, e verificou-se que dileptons com menores massas são mais

senśıveis aos efeitos de saturação. Quando os espectros em rapidez e pT foram analisados

conjuntamente, verificou-se que apenas para LHC os efeitos de saturação estão presentes em

ambas as distribuições. Todas as propriedades salientadas acima, e observadas no estudo

da produção de dileptons, indicam este observável como uma prova clara da dinâmica do

Condensado de Vidros de Cor na região de rapidez positiva.

Quando os resultados de rapidez positiva e negativa para dileptons são analisados em

conjunto, verifica-se que estes carregam informações tanto de f́ısica de muito pequeno x,

Condensado de Vidros de Cor na região de rapidez positiva, quanto de f́ısica de grande x,

na região de rapidez negativa. Os efeitos de saturação provocam um aumento da razão RpA

a medida que a região de grande pT é explorada na região de rapidez positiva. Os efeitos

nucleares de grande x, provocam por sua vez, uma redução da razão RpA a medida que

investiga-se dileptons com grande pT . Isto mostra toda a potencialidade deste observável,

adicionado ainda o fato deste observável apresentar apenas efeitos de estado inicial, não

sendo contaminado por efeitos de estado final, logo carrega informações precisas sobre os

estágios iniciais do processo de colisão hadrônica.

A seqüência deste trabalho dar-se-á com a investigação da produção de dileptons através

do formalismo de fatorização kT , bem como do cálculo NLO através da fatorização colinear,

para assim comparar os resultados obtidos em diferentes formalismos. A partir deste tra-

balho pretendemos também aplicar todo o conhecimento obtido na f́ısica de aceleradores

de laboratório para de investigar Raios Cósmico Ultra Energéticos, tendo em vista que as

energias nestes processos excedem muito as máximas energias projetadas para se obter em

laboratório. Isto implica que toda a f́ısica de saturação partônica pode ser aplicada na

intenção de descrever a evolução dos Raios Cósmicos na atmosfera, formando os chuveiros

partônicos extensos.



Apêndice A

Cálculo dos termos com média

A.1 Cálculo do termo 〈U(x⊥)〉ρ
Para proceder o cálculo deste termo esrevemos

U(x⊥) = T exp

{

−ig2

∫ +∞

−∞
dz−

1

∇2
⊥
ρ̃a(z

−, x⊥)ta
}

,

onde ta é a matriz de cor na representação fundamental de SU(Nc). Explicitamente escreve-

se
1

∇2
⊥
ρ̃a(z

−, x⊥) =

∫

d2z⊥G0(x⊥ − z⊥)ρ̃a(z
−, z⊥),

onde G0 é o propagador associado ao Laplaciano de 2 dimensões. Este propagador satisfaz

∂2

∂z2
⊥
G0(x⊥ − z⊥) = δ(x⊥ − z⊥).

Explicitamente este propagador é escrito como

G0(z⊥) = −
∫

d2k⊥
(2π)2

eik⊥·z⊥

k2
⊥

.

Para calcular a média sobre U(x⊥), definimos primeiramente o termo U(a−, b−|x⊥) na forma

U(a−, b−|x⊥) = T exp

{

−ig2

∫ b−

a−

dz−
1

∇2
⊥
ρ̃a(z

−, x⊥)ta

}

,

logo,

U(a−, b−|x⊥) = T exp

{

−ig2

∫ b−

a−

dz−
∫

d2z⊥G0(x⊥ − z⊥)ρ̃a(z
−, z⊥)ta

}

,

e podemos expandir a exponencial, levando em conta a ordem temporal imposta, portanto

ficamos com

〈U(a−, b−|x⊥)〉 =

+∞
∑

n=0

(−ig2)n

n!

∫ n
∏

i=1

(d2zi⊥G0(x⊥ − zi⊥))

×
∫ b−

a−

dz−1

∫ b−

z−1

dz−2 ...

∫ b−

z−n−1

dz−n 〈ρ̃a1(z
−
1 , z1⊥)...ρ̃an(z−n , zn⊥)〉ta1 ...tan .



Apêndice A. Cálculo dos termos com média 153

Entretanto, G0 é relacionado a função de dois pontos, isto implica que para cada valor

de n ı́mpar, a expressão acima anula-se. E para n par, a expressão pode ser relacionada a

expressão com n = 2, graças ao teorema de Wick. Desta forma obtemos

〈U(a−, b−|x⊥)〉 =
+∞
∑

n(par)=0

(−ig2)n

n!

∫ n=par
∏

i=1

(dz1⊥...dzn⊥G0(x⊥ − z1⊥)...G0(x⊥ − zn⊥))

×
∫ b−

a−

dz−1 ...

∫ b−

z−1

dz−n [〈ρ̃a1(z
−
1 , z1⊥)ρ̃an(z−2 , z2⊥)〉ta1tan ]

n
2 . (A.1)

Lembrando que ao utilizarmos a forma Gaussiana para a função peso

W [ρ] ≡ exp

{

−
∫

dz−d2z⊥
ρa(z

−, z⊥)ρa(z−, z⊥)

2µ2(z−)

}

(A.2)

Como a função W [ρ] depende de ρa e como ρa está relacionado com U(x⊥). Adotando-se

esta forma para a função Wρ pode-se encontrar a correlação entre a densidade de fontes de

carga de cor é escrita na forma

〈ρ̃a(x
−, x⊥)ρ̃b(x

−, x⊥)〉 = δabµ
2(x−)δ(x− − y−)δ(x⊥ − y⊥).

onde µ2(x−)dx− é interpretado como a densidade de fontes de carga de cor por unidade de

área transversa, em um região entre x− e x− + dx−. Para o caso de um núcleo ultrarela-

tiv́ıstico, esta função é centrada em x− = 0. Obtém-se então

〈U(a−, b−|x⊥)〉 =

+∞
∑

n(par)=0

(−ig2)n

n!

∫ n=par
∏

i=1

(dz1⊥...dzn⊥G0(x⊥ − z1⊥)...G0(x⊥ − zn⊥))

×
∫ b−

a−

dz−1 ...

∫ b−

z−1

dz−n [δa1anµ
2(z−1 )δ(z−1 − z−n )δ(z1⊥ − zn⊥)ta1tan ]

n
2 .(A.3)

〈U(a−, b−|x⊥)〉 =

+∞
∑

n(par)=0

(−ig2)n

n!

∫ n=par
∏

i=1

(dz1⊥...dzn⊥G0(x⊥ − z1⊥)...G0(x⊥ − zn⊥))

×
∫ b−

a−

dz−1 ...

∫ b−

z−1

dz−n [µ2(z−1 )δ(z−1 − z−n )δ(z1⊥ − zn⊥)ta1t
an ]

n
2 . (A.4)

Podemos ainda realizar uma discussão mais visual, representando diagramaticamente

cada termo da expressão acima. Na Figura (A.1) representamos integração sobre z− orde-

nada temporalemte, como a linha cheia. Como ficamos dependendo de apenas de propaga-

dores de 2 dimensões, estes estão representados pelas linas onduladas, e a correlação entre

as fontes está representada pela × entre os dois propagadores
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〈U(a−, b−|x⊥)〉 =

+∞
∑

n(par)=0

(−ig2)n

n!

∫ n=par
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2

∫
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×
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1
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+
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∫
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×
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dz−1
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1

dz−2
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2

dz−3
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3

dz−4 µ
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− ...
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z−

1

dz−2 δ(z
−
1 − z−2 ) =

1

2
,

n 〈U(a−, b−|x⊥)〉

〈U(a−, b−|x⊥)〉 = exp

{

−g
4

2
(tat

a)

[

∫ b−

a−

dz−µ2(z−)

]

∫

d2z⊥G
2
0(x⊥ − z⊥)

}

Q2
s ≡

g4

2
(tat

a)

∫ +∞

−∞
dz−µ2(z−),

〈U(a−, b−|x⊥)〉 = exp

{

−Q2
s

∫

d2z⊥G
2
0(x⊥ − z⊥)

}

.

W

W [x, ρ] ≡ exp

{

−
∫

d2x⊥d
2y⊥

ρa(x⊥)ρa(y⊥)

2µ2(x,x⊥ − y⊥)

}

Fig. A.1: Representação da quantidade 〈U(a−b−|x⊥)〉.

No somatório realizado sobre n, cada termo contribui de forma que temos uma série de

diagramas como o apresentado na Figura (A.1), pois o ordenamento temporal é obrigatori-

amente respeitado pelas funções δ(z−1 − z−2 )que surgem. Desta forma podemos escrever

〈U(a−, b−|x⊥)〉 = 1− g4

2

∫

dz1⊥dz2⊥G0(x⊥ − z1⊥)G0(x⊥ − z2⊥)

×
∫ b−

a−

dz−1

∫ b−

z−1

dz−2 µ
2(z−1 )δ(z−1 − z−2 )δ(z1⊥ − zn⊥)ta1t

a2

+
g8

24

∫

dz1⊥dz2⊥G0(x⊥ − z1⊥)...G0(x⊥ − z4⊥)

×
∫ b−

a−

dz−1

∫ b−

z−1

dz−2

∫ b−

z−2

dz−3

∫ b−

z−3

dz−4 µ
4(z−1 )δ(z−1 − z−2 )δ(z−3 − z−4 )δ(z1⊥ − z2⊥)δ(z3⊥ − z4⊥)

× ta1t
a2ta3t

a4 − ... (A.5)

considerando que
∫ b−

z−1

dz−2 δ(z
−
1 − z−2 ) =

1

2
,

e exponenciando a soma sobre n, a seguinte expressão pode ser obtida para o termo

〈U(a−, b−|x⊥)〉

〈U(a−, b−|x⊥)〉 = exp

{

−g
4

2
(tat
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[

∫ b−
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dz−µ2(z−)
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(A.6)

Usualmente define-se

Q2
s ≡

g4

2
(tat

a)

∫ +∞

−∞
dz−µ2(z−),

portanto

〈U(a−, b−|x⊥)〉 = exp

{

−Q2
s

∫

d2z⊥G
2
0(x⊥ − z⊥)

}

.

O mesmo procedimento pode ser implementado se consideramos a funcao W seja uma

Gaussiana deslocada, escrita da seguinte forma,

W [x, ρ] ≡ exp

{

−
∫

d2x⊥d
2y⊥

ρa(x⊥)ρa(y⊥)

2µ2(x,x⊥ − y⊥)

}

(A.7)
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Como a função W [ρ] depende de ρa e como ρa está relacionado com U(x⊥). Adotando-se

esta forma para a função Wρ pode-se encontrar a correlação entre a densidade de fontes de

carga de cor é escrita na forma

〈ρ̃a(x⊥)ρ̃b(y⊥)〉 = δabµ
2(x, x⊥ − y⊥).

Desta forma obtemos o termo 〈U(a−, b−|x⊥)〉, depentende da variavel x.

A.2 Cálculo do termo 〈U(x⊥)U †(y⊥)〉ρ
No apêndice anterior calculamos 〈U(a−, b−|x⊥)〉, o que representa a média sobre as fon-

tes de cor da interação de um quark com este campo de cor. Agora precisamos calcular

〈U(x⊥)U †(y⊥)〉, o que pode representar a média sobre as fontes de cor se temos um par

quark-antiquark interagindo com este núcleo. O mesmo procedimento realizado no apêndice

anterior é realizado neste apêndice para mostrar que

〈U(a−, b−|x⊥)U †(a−, b−|y⊥)〉 = exp

{

−Q2
s

∫

d2z⊥[G0(x⊥ − z⊥)−G0(y⊥ − z⊥)]2
}

. (A.8)

Todos os cálculos realizados para obter as médias estão considerando a fonte de cor como-

tendo extensão transversa infinita. Esta consideração permite que a gendeza 〈U(x⊥)U †(y⊥)〉ρ
seja invariante frente a translações no plano transverso, portanto podemos fazer a seguinte

transformação

〈U(x⊥)U †(y⊥)〉ρ = 〈U(0)U †(y⊥ − x⊥)〉ρ.
Para verificar como o tamanho finito do núcleo entra nesta correlação, podemos substituir

µ2(z−) por P(z⊥)µ2(z−), onde a função P(z⊥) descreve o perfil transverso do núcleo. Des-

considerando efeitos de borda, esta função vale 1 no interior do núcleo e 0 no exterior. Sendo

assim podemos expressar a parte exponencial de 〈U(x⊥)U †(y⊥)〉ρ da seguinte forma

A(x⊥, y⊥) ≡ Q2
s

∫

d2z⊥P(z⊥)[G0(x⊥ − z⊥)−G0(y⊥ − z⊥)]2,

onde a função P(z⊥) reduz o suporte da integral da seção transversa, ao valor do raio do

núcleo. Podemos então agora abrir esta função considerando que x⊥ ou y⊥ possam estar

dentro ou fora do núcleo, ou seja considero um par quark-antiquark sendo que estes podem

estar simultaneamente dentro do núcleo, ou um dentro e ou tro fora, etc... As variáveis x⊥

e y⊥ podem ser consideradas como coordenadas transversas destes quarks. Se definimos

B1(x⊥) ≡ Q2
s

∫

d2z⊥G0(x⊥ − z⊥)

B2(x⊥) ≡ Q2
s

∫

d2z⊥[G0(z⊥)−G0(z⊥ − x⊥)]2
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Podemos escrever A considerando a interação do quark ou antiquark com o núcleo, mas

este núcleo tendo tamanho finito, logo

A(x⊥, y⊥) = (1− P(x⊥))(1− P(y⊥)) + P(x⊥)(1− P(y⊥))B1(x⊥)

+ (1− P(x⊥))P(y⊥)B1(y⊥) + P(x⊥)P(y⊥)B2(x⊥ − y⊥).

Sendo assim podemos escrever o resultado para a correlação de duas linhas de Wilson da

segunte forma

〈U(a−, b−|x⊥)U †(a−, b−|y⊥)〉 = (1− P(x⊥))(1− P(y⊥)) + P(x⊥)(1− P(y⊥))e−B1(x⊥)

+ (1− P(x⊥))P(y⊥)e−B1(y⊥) + P(x⊥)P(y⊥)e−B2(x⊥−y⊥).

Anteriormente, haviamos considerado que o núcleo seria infinito em sua seção transversa,

e isto nos leva a uma invariância translacional. Entretanto, se consideramos um núcleo

tal que R >> ΛQCD, então podemos retomar uma idéia de núcleo infinito em seu plano

transverso, portanto,

〈U(x⊥)U †(y⊥)〉 = 〈U(0)U †(y⊥ − x⊥)〉,
desta forma o resultado pode ser escrito como

〈U(0)U †(x⊥)〉 = (1− P(0))(1− P(x⊥)) + P(0)(1− P(x⊥))e−B1(0)

+ (1− P(0))P(x⊥)e−B1(x⊥) + P(0)P(x⊥)e−B2(x⊥),

como P(0) = 1, escrevemos

〈U(0)U †(x⊥)〉 = (1− P(x⊥))e−B1(0) + P(x⊥)e−B2(x⊥),

e para valores de x⊥ < R podemos escrever

〈U(0)U †(x⊥)〉 = e−B2(x⊥). (A.9)

Podemos aqui definir uma função de correlação C(k) , tal que

C(k⊥) ≡
∫

d2x⊥e
ix⊥·k⊥e−B2 =

∫

d2x⊥e
ix⊥·k⊥〈U(0)U †(x⊥)〉. (A.10)

Levando em contas os efeitos de núcleo finito, o resultado obtido no apêndice anterior

pode ser escrito como

〈U(x⊥)〉ρ = 〈U †(x⊥)〉ρ = 1− P(x⊥) + P(x⊥)e−B1(x⊥)

Tendo calculado os termos 〈U(x⊥)〉ρ e 〈U(x⊥)U †(y⊥)〉ρ, podemos agora partir para o

cálculo do termo

〈(U(x⊥)− 1)(U †(y⊥)− 1)〉ρ = 〈(U(x⊥)U †(y⊥))ρ − 〈U(x⊥)〉ρ − 〈U †(y⊥)〉ρ + 1.
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A.3 Cálculo do termo 〈(U(x⊥)− 1)(U †(y⊥)− 1)〉ρ.
Com base nos resultados dos apêndices anteriores, podemos então escrever que

〈(U(x⊥)− 1)(U †(y⊥)− 1)〉ρ = (1− P(x⊥))(1− P(y⊥)) + P(x⊥)(1− P(y⊥))e−B1(x⊥)

+ (1− P(x⊥))P(y⊥)e−B1(y⊥) + P(x⊥)P(y⊥)e−B2(x⊥−y⊥)

− (1− P(x⊥) + P(x⊥)e−B1(x⊥))− (1− P(y⊥) + P(y⊥)e−B1(y))

+ 1

〈(U(x⊥)− 1)(U †(y⊥)− 1)〉ρ = P(x⊥)P(y⊥)[1− 2e−B1(x⊥) + e−B2(x⊥−y⊥)] (A.11)

A.4 Cálculo da função B1 e B2

Iniciamos utilizando a definição da função B1

B1(x⊥) ≡ Q2
s

∫

d2z⊥G
2
0(x⊥ − z⊥)

e utilizando a representação da transformada de Fourier para o propagador G0(x⊥),

G0(x⊥) = −
∫

d2k⊥
(2π)2

eik⊥·x⊥

k2
⊥

,

escrevemos

B1(x⊥) = Q2
s

∫

d2z⊥(−
∫

d2k⊥
(2π)2

eik⊥·(x⊥−z⊥)

k2
⊥

)(−
∫

d2q⊥
(2π)2

eiq⊥·(x⊥−z⊥)

q2
⊥

)

B1(x⊥) = Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

1

q2
⊥
eix⊥·(k⊥+q⊥)

∫

d2z⊥e
−iz⊥·(k⊥+q⊥)

B1(x⊥) = Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

1

q2
⊥
eix⊥·(k⊥+q⊥)(2π)2δ(k⊥ + q⊥)

B1(x⊥) = Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k4
⊥

B1(x⊥) = Q2
s

∫

k⊥dk⊥dφ

(2π)2

1

k4
⊥

B1(x⊥) =
Q2

s

2π

∫

dk⊥
k3
⊥
,

Corrigindo a divergência logaŕıtmica, introduzindo um cutoff ΛQCD no limite inferior da

integração, fazemos

B1(x⊥) =
Q2

s

2π

∫ +∞

ΛQCD

dk⊥
k3
⊥

=
Q2

s

2π

[

− 1

2k2
⊥

]+∞

ΛQCD

,
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B1(x⊥) =
Q2

s

4π

1

Λ2
QCD

.

Para grandes núcleos,

Q2
s >> Λ2

QCD,

tal que

B1 >> 1.

Partimos agora para determinar a forma expĺıcita para a função B2. Tomando a definição

da função B2

B2(x⊥) ≡ Q2
s

∫

d2z⊥[G0(z⊥)−G0(z⊥ − x⊥)]2

e utilizando a representação da transformada de Fourier para o propagador G0(x⊥),

G0(x⊥) = −
∫

d2k⊥
(2π)2

eik⊥·x⊥

k2
⊥

,

podemos obter uma expressão para a função B2, fazendo

B2(x⊥) = Q2
s

∫

d2z

[

−
∫

d2k⊥
(2π)2

eik⊥·z⊥

k2
⊥

+

∫

d2q⊥
(2π)2

eiq⊥·(z⊥−x⊥)

q2
⊥

]2

B2(x⊥) = Q2
s

∫

d2z{
∫

d2k⊥
(2π)2

eik⊥·z⊥

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

eiq⊥·z⊥

q2
⊥
− 2

∫

d2k⊥
(2π)2

eik⊥·z⊥

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

eiq⊥·(z⊥−x⊥)

q2
⊥

+

∫

d2k⊥
(2π)2

eik⊥·(z⊥−x⊥)

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

eiq⊥·(z⊥−x⊥)

q2
⊥

}

B2(x⊥) = Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

1

q2
⊥

∫

d2z⊥e
iz⊥·(k⊥+q⊥)

− 2Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

1

q2
⊥
e−iq⊥·x⊥

∫

d2z⊥e
iz⊥·(k⊥+q⊥)

+ Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

1

q2
⊥
e−ix⊥·(k⊥+q⊥)

∫

d2z⊥e
iz⊥·(k⊥+q⊥)

B2(x⊥) = Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

1

q2
⊥

(2π)2δ(k⊥ + q⊥)

− 2Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

1

q2
⊥
e−iq⊥·x⊥(2π)2δ(k⊥ + q⊥)

+ Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k2
⊥

∫

d2q⊥
(2π)2

1

q2
⊥
e−ix⊥·(k⊥+q⊥)(2π)2δ(k⊥ + q⊥)
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B2(x⊥) = Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k4
⊥
− 2Q2

s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k4
⊥
eik⊥·x⊥

+ Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k4
⊥
e−ix⊥·(k⊥−k⊥)

B2(x⊥) = Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k4
⊥
− 2Q2

s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k4
⊥
eik⊥·x⊥

+ Q2
s

∫

d2k⊥
(2π)2

1

k4
⊥

B2(x⊥) = 2Q2
s{
∫

d2k⊥
(2π)2

1

k4
⊥
−
∫

d2k⊥
(2π)2

1

k4
⊥
eik⊥·x⊥}.

Como o integrando depende apenas do módulo de k⊥, podemos então realizar a integral na

parte angular, procedendo da seguinte forma

B2(x⊥) = 2Q2
s{
∫

k⊥dk⊥dφ

(2π)2

1

k4
⊥
−
∫

k⊥dk⊥dφ

(2π)2

1

k4
⊥
eik⊥·x⊥},

entretanto, sabemos que

J0(kx) =
1

2π

∫

dφeik·r,

portanto

B2(x⊥) = 2Q2
s{
∫

dk⊥dφ

(2π)2

1

k3
⊥
−
∫

k⊥dk⊥
(2π)

1

k4
⊥
J0(k⊥x⊥)},

B2(x⊥) = 2Q2
s{2π

∫

dk⊥
(2π)2

1

k3
⊥
−
∫

dk⊥
(2π)

1

k3
⊥
J0(k⊥x⊥)}

B2(x⊥) =
Q2

s

π
{
∫

dk⊥
k3
⊥
−
∫

dk⊥
k3
⊥
J0(k⊥x⊥)},

logo encontramos

B2(x⊥) =
Q2

s

π

∫

dp

p3
(1− J0(px⊥). (A.12)

A.5 Função C(k⊥) com função peso Gaussiana local

Estes cálculos já foram realizados e encontramos

C(k⊥) ≡
∫

d2x⊥e
ix⊥·k⊥e−B2 =

∫

d2x⊥e
ix⊥·k⊥〈U(0)U †(x⊥)〉,

portanto

C(k⊥) =

∫

d2x⊥e
ix⊥·k⊥e

−Q2
s

π

R dp

p3 (1−J0(px⊥)
.
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A.6 Função C(k⊥) com função peso Gaussiana

não-local

O mesmo procedimento realizado anteriormente pode ser implementado, se consideramos a

função W como uma Gaussiana deslocada, escrita da seguinte forma,

W [x, ρ] ≡ exp

{

−
∫

d2x⊥d
2y⊥

ρa(x⊥)ρa(y⊥)

2µ2(x,x⊥ − y⊥)

}

(A.13)

Como a função W [ρ] depende de ρa e como ρa está relacionado com U(x⊥). Adotando-se

esta forma para a função Wρ pode-se encontrar a correlação entre a densidade de fontes de

carga de cor é escrita na forma

〈ρ̃a(x⊥)ρ̃b(y⊥)〉 = δabµ
2(x, x⊥ − y⊥).

Os cálculos expĺıcitos serão realizados aqui, mas como resultado já podemos escrever que a

função de correlação terá a mesma forma,

C(k⊥) ≡
∫

d2x⊥e
ix⊥·k⊥〈U(0)U †(x⊥)〉, (A.14)

porém a correlação, é escrita como

〈U †(0)U(x⊥)〉ab = δab exp{−g
4tat

a

2

∫

d2y⊥d
2z⊥µ

2
A(x, y⊥ − z⊥)

× (G0(y⊥)−G0(y⊥ − x⊥))(G0(z⊥)−G0(z⊥ − x⊥))},
ou escrita no espaco de momentum

〈U †(0)U(x⊥)〉ab = δab exp{−g
4tat

a

2

∫

dk⊥
k3
⊥

(1− J0(k⊥x⊥))µ2
A(x, k⊥)},

com

µ2
A(x, k⊥) ≡

∫

d2x⊥e
ik⊥·x⊥µ2

A(x, x⊥).

A distribuição Gaussiana não-local já havia sido predita por Iancu, Leonidov e McLerran

[23], como uma solução assintótica de campo médio da equação de evolução JIMWLK para

um regime altamente saturado. Neste regime assintótico, a neutralização de cor é controlada

pela f́ısica de saturação e portanto acontece a uma escala Qs ao invés de ΛQCD, e a função

µ2 é dada por

g4tat
a

2
µ2

A(x, k⊥) ≡ 2

γc
k2
⊥ ln

(

1 +

(

Q2
s,A(x,A)

k2
⊥

)γ
)

.

Nesta equação, γ é alguma dimensão anômala (se consideramos BFKL γ ≈ 0.64) e c ≈ 4.84.

Sendo assim a função de correlação fica sendo escrita como

C(x, k⊥) =

∫

d2x⊥e
ik⊥·x⊥ exp{− 2

γc

∫

dk⊥
k⊥

(1− J0(k⊥x⊥)) ln

(

1 +

(

Q2
s,A(x,A)

k2
⊥

)γ
)

}.

(A.15)



Apêndice B

Propagador de fermions num campo

de calibre de fundo

B.1 Propagador de férmions num campo de calibre

de fundo

Neste apêndice vamos obter a forma para o propagador de férmions interagindo com um

campo de fundo, que é na realidade o campo denso do condensado de vidros coloridos

(CGC). Vamos considerar que este campo tenha a seguinte estrutura nas variéveis do cone

de luz,

Aa
+ = 0

Aa
− = 0

τ · A⊥ = θ(x−)κ⊥(x⊥),

onde κ⊥(x⊥) é um puro calibre de dimensão 2,

κ⊥(x⊥) =
i

g
V (x⊥)∇⊥V (x⊥),

Considerando esta forma para o campo de calibre, escrevemos a equação de Dirac para

um férmion interagindo através de acoplamento mı́nimo com o campo de calibre na seguite

forma,

[α⊥ · (p⊥ − gA⊥)−
√

2p+ α− −
√

2p−α+ + βM ]ψλ = λψλ, (B.1)

onde existe uma equação para o campo espinorial ψ e ψ̄. Nesta equação vamos definir como

métrica ĝµν ≡ (−,+,+,+). As matrizes γ utilizadas para obter o propagador são definidas

com base nesta métrica, na forma

γ̂ =

(

0 I

I 0

)

; γ̂i =

(

0 σi

−σi 0

)

; γ̂i =

(

I 0

0 −I

)

.
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Desta forma {γ̂µ, γ̂ν} = −2ĝµν. Nas matrizes acima σi, i = 1, 2, 3, são as matrizes de Pauli

2 × 2 e I é a identidade. Pelas coordenadas no cone de luz γ± = (γ̂0 ± γ̂3)/
√

2. Uma

consequência imediata destas definições surge na forma das matrizes α e β,

α± =
γ̂0γ±√

2
≡ γ∓γ±

2

α⊥ = γ̂0γ⊥

β = γ̂0,

onde a componente “⊥” representa os ı́ndices 1, 2.

Analisando a Eq. (B.1) , verificamos que para x− < 0, a solução é trivial pois A⊥ = 0,

obtendo-se o espinor livre que representa uma onda plana. Para x− > 0 a solução é menos

trivial,

ψα,s
λ,q (x) = θ(−x−)eiq·xuα

s,λ(q) + θ(x−)

∫

d2p⊥
(2π)2

d2z⊥(V (x⊥)V †(x⊥))αβeip⊥·x⊥−iq−x+

× eiz⊥·(q⊥−p⊥)e
−i

(p2
⊥

+M2
−λ)

2p−
x−

[1 +
(α⊥ · p⊥ + βM)√

2q−
]α−uβ,s

λ (q). (B.2)

Os ı́ndices α e β referem-se a cor na representação fundamental e s é o indice espinorial.

Partindo da autofunção da equação de Dirac no campo clássico de fundo, podemos agora

calcular o propagador de férmions neste campo clássico. Isto é calculado através da seguinte

relação,

S(x, y) =

∫

d4q

(2π)4

1

q2 +M2 − iε
∑

pol

ψq(x)ψ̄q(y). (B.3)

Substituindo (B.2) em (B.3), obtem-se

S(x, y) = θ(−x−)θ(−y−)S0(x− y) + θ(−x−)θ(−y−)(V (x⊥)S0(x− y)V †(y⊥))

+

∫

d4q

(2π)4

1

q2 +M2 − iεe
iq·(x−y)

∫

d2p⊥
(2π)2

d2z⊥
{

θ(x−)θ(−y−)eip⊥·(x⊥−z⊥)
)

× e[−i([(p⊥+q⊥)2−q2
⊥

]/2q−)x−

(V (x⊥)V †(z⊥))
1

2q−
(M− 6q − p⊥)γ−(M− 6q)

+ θ(−x−)θ(y−)e−ip⊥·(y⊥−z⊥)e
i
(p⊥+q⊥)2−q2

⊥

2q−
y−

(V (z⊥)V †(y⊥))

× 1

2q−
(M− 6q)γ−(M− 6q − p⊥), (B.4)

onde a função de Green livre é dada por

S0(x− y) =

∫

d4q

(2π)4
eiq·(x−y) (M− 6q)

q2 +M2 − iε .

Nota-se a partir da Eq. (B.4) que o propagador entre dois pontos do mesmo lado da

fonte (x−, y− < 0 ou x−, y− > 0) é o propagador livre ou uma transformada de calibre deste
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propagador livre. A contribuição não trivial vem das partes que conectam pontos em lados

opostos da fonte. Analisando a Eq. (B.4), vemos que o termo contendo θ(x−)θ(−y−) pode

ser escrito como

S(x, y) = −i
∫

d4zV (x⊥)S0(x, y)γ
−δ(z−)S0(z, y)V

†(z⊥),

sendo analogo para o termo contendo θ(−x−)θ(y−). Se definimos

G(x⊥, x
−) = θ(−x−) + θ(x−)V (x⊥),

que é a matriz de transformação de calibre que transforma o campo de glúons atual em um

campo singular que possui somente a componente + A′µ = δµ+α(x⊥), tal que o propagador

pode ser escrito

SA(x, y) = G(x)S0(x− y)G†(y)− i
∫

d4zG(x){θ(x−)θ(−y−)(V †(z⊥)− 1)− θ(−x−)θ(y−)

× (V (z⊥)− 1)}G†(y)S0(x− z)γ−δ(z−)S0(z − y).

Agora, se considerarmos finalmente o calibre singular o propagador adquire a seguite

forma

Ssing
A (x, y) = S0(x− y)− i

∫

d4z{θ(x−)θ(−y−)(V †(z⊥)− 1)− θ(−x−)θ(y−)(V (z⊥)− 1)}

× S0(x− z)γ−δ(z−)S0(z − y).

Ssing
A (x, y) = S0(x− y)− i

∫

d4z{θ(x−)θ(−y−)(V †(z⊥)− 1)− θ(−x−)θ(y−)(V (z⊥)− 1)}

× S0(x− z)γ−δ(z−)S0(z − y).

×

�����

� �

z

vµ ≡ (v0, v1, v2, v3) v3 = vz

v+ ≡ 1√
2
(v0 + v3) ; v− ≡ 1√

2
(v0 − v3) ; v⊥ ≡ (v1, v2).

x+ ≡ 1√
s
(t+ x).

x− ≡ 1√
s
(t− x).

p.x = p−x+ + p+x− − p⊥.x⊥,

p.x = p0x0 − p3x3 − p2x2 − p1x1

p.x = p0x0 − p3x3 − p⊥.x⊥

p−x+ =
1

2
(p0x0 − p3x0 + p0x3 − p3x3)

p+x− =
1

2
(p0x0 + p3x0 − p0x3 − p3x3)

p−x+ + p+x− = p0x0 − p3x3.

p+

p+

Fig. B.1: Representação diagramatica do propagador do férmions.
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Dissertação (Mestrado em F́ısica) - Instituto de F́ısica, Universidade Federal do Rio

Grande do Sul, Porto Alegre, 1997.

[43] DRELL, S. D.; YAN, T. M. Massive lepton-pair production in hadron-hadron collisions

at high energies. Phys. Rev. Lett., New York, v. 25, n. 5, p. 316-320, Aug. 1970.

[44] HAWKER, E. A. et al. Measurement of the light antiquark flavor asymmetry in the

nucleon sea. Phys. Rev. Lett., Woodbury, v. 80, n. 17, p. 3715-3718, Apr. 1998.

[45] ITO, A. S. et al. Measurement of the continuum of dimuons produced in high-energy

proton-nucleus collisions. Phys. Rev. D, New York, v. 23, n. 3, p. 604-633, Feb. 1981.

[46] MORENO, G. et al. Dimuon production in proton-copper collisions at
√
s = 38.8 GeV.

Phys. Rev. D, Woodbury, v. 43, n. 9, p. 2815-2835, May 1991.

[47] ALTARELLI, G.; PARISI, G.; PETRONZIO, R. Transverse momentum in Drell-Yan

process. Phys. Lett. B, Amsterdam, v. 76, n. 3, p. 351-355, June 1978.

[48] ALTARELLI, G.; PARISI, G.; PETRONZIO, R. Transverse momentum of muon pair

in hadronic collisions. Phys. Lett. B, Amsterdam, v. 76, n. 3, p. 356-360, June 1978.

[49] FIELD, R. Application of perturbative QCD. Reading: Addison Wesley, 1995.

[50] FRITZSCH, H.; MINKOWSKI, P. Quark-Gluon collisions as source of dimuon pro-

duction at large transverse momenta in proton nucleon scattering. Phys. Lett. B, Ams-

terdam, v. 73, n. 1 , p. 80-84, Jan. 1978.

[51] McGAUGHEY, P. L.; MOSS, J. M.; PENG, J. C. High-energy hadron-induced dilep-

ton production from nucleons and nuclei. Annu. Rev. Nucl. Part. Sci., Palo Alto, v.

49, p. 217-253, 1999.



Bibliografia 168

[52] ARNOLD, P. B.; KAUFFMAN, R. P. W and Z Production at Next-to-leading Order:

From Large qT to Small. Nucl. Phys. B, Amsterdam, v. 349, n. 2, p. 381-413, Feb.

1991.

[53] COLLINS, J. C.; SOPER, D. E.; STERMAN, G. Transverse momentum distribution

in Drell-Yan and W-boson and Z-boson production. Nucl. Phys. B, Amsterdam, v.

250, n. 2, p. 199-224, Feb. 1985.

[54] ANTREASYAN, D. et al. Dimuon scaling comparison at 44 and 62 GeV. Phys. Rev.

Lett., New York, v. 48, n. 5, p. 302-304, Feb. 1982.

[55] ALTARELLI, G.; PARISI, G.; PETRONZIO, R. Transverse Momentum Of Muon

Pairs Produced In Hadronic Collisions. Phys. Lett. B, Amsterdam, v. 76, n. 3, p.

356-360, June 1978.

[56] ARNEODO, M. Nuclear effects in structure functions. Phys. Rep., Amsterdam, v.

240, n. 5/6, p. 301-393, May 1994.

[57] PILER, G.; WEISE, W. Nuclear deep-inelastic lepton scattering and coherence phe-

nomena. Phys. Rep., Amsterdam, v. 330, n. 1, p. 2-94, June 2000.

[58] GAY DUCATI, M. B.; GONÇALVES, V. P. Small x nuclear shadowing in deep ine-

lastic scattering. Phys. Rev. C, Melville, v. 60, n. 5, 058201 4p., Nov. 1999.
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