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Resumo

O regime de energia do experimento Large Hadron Collider (LHC) no CERN amplia o
espaço de fase para a produção de part́ıculas de uma maneira sem precedentes, possibili-
tando um estudo mais detalhado das part́ıculas e seus subcomponentes. Muitos processos
de espalhamento interessantes para a fenomenologia da QCD em altas energias, principal-
mente aqueles mediados por troca de objetos sem cor, são caracterizados por part́ıculas
emitidas em ângulos de espalhamento muito pequenos em relação ao eixo do feixe incidente.
Especialmente em processos de espalhamento, a fração de momentum dos pártons no alvo
é aproximadamente x = (M/

√
s)e−y, onde M é a massa da part́ıcula e

√
s é a energia de

centro de massa, assim pequeno - x está relacionado com a região de grande pseudorapidez
(η = − ln[tan θ/2] ≈ y), a qual é denominada região frontal.

Esta Tese trata, portanto, da f́ısica de pequeno - x em processos frontais no LHC,
analisando especificamente a produção dos mésons J/Ψ e Ψ(2S) em energias de centro de
massa 2.76 TeV em colisões coerentes e incoerentes eletromagnéticas PbPb e a produção de
diléptons em colisões pp em energias de centro de massa de 7 TeV . A abordagem utilizada
nos cálculos é o formalismo de dipolos de cor, o qual é conveniente em pequeno - x, e
apresenta uma forma eficaz e simplificada para o cálculo das seções de choque. As predições
apresentadas são consistentes com dados experimentais das colaborações ALICE, E866 e
CDF, mostrando a robustez do modelo utilizado.



Abstract

The Large Hadron Collider (LHC) energy regime extends the phase space for particle
production to an unprecedent way, enabling a more detailed study of subatomic particles.
Many interesting scattering processes for QCD phenomenology at high energies, specially
those mediated by the exchange of objects without color, are characterized by particles emit-
ted in very small scattering angles relative to the axis of incident beam. Specially in scat-
tering processes, the target parton momentum fraction is approximately x = (M/

√
s)e−y,

where M is the particle mass and
√
s is the center of mass energy. Therefore, small-x is

related to the large pseudorapidez region (η = − ln[tan θ/2] ≈ y), which is called forward
region. Therefore, this thesis deals with the small-x physics in forward processes at the
LHC, specifically analyzing the production of mesons J/Ψ and Ψ(2S) at 2.76 TeV center
of mass energy in coherent and incoherent electromagnetic PbPb collisions and dileptons
production at 7 TeV center of mass energy in pp collisions. The approach used in the
calculations is the color dipole formalism, which is convenient in small-x, and presents an
effective and simple way to calculate the cross sections. The predictions are consistent with
the ALICE, CDF and E866 collaborations experimental data, showing the robustness of the
considered model.
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2.3 Espalhamento Profundamente Inelástico . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 10
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2.6 A Saturação Partônica . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 20
2.7 Conclusão . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21

3. Produção Difrativa de Mésons Vetoriais . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23
3.1 Difração . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23
3.2 O Espalhamento Profundamente Inelástico na Representação de Dipolos de
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Introdução

O regime de energia do Large Hadron Collider (LHC) no CERN amplia o espaço de
fase para a produção de part́ıculas de uma maneira sem precedentes, operando em energias
de até 7 TeV (a maior energia até então obtida em colisões similares era de 2 TeV - Tevatron),
o que possibilita explorar dimensões da ordem de 10−18 m.

Muitos processos de espalhamento que podem ser usados para estudar a fenomenologia
da QCD em altas energias, principalmente aqueles mediados por troca de objetos (fóton,
sistemas singleto de cor envolvendo glúons) sem cor, são caracterizados por part́ıculas emi-
tidas em ângulos de espalhamento muito pequenos em relação ao eixo do feixe incidente
[1]. Processos como troca de part́ıculas sem cor são aqueles envolvendo fusão de fótons
ou pomerons ou a combinação destes em espalhamentos fóton - pomeron. Todos esses
processos são caracterizados por part́ıculas emitidas na direção frontal (jatos, próton, ı́ons)
no estado final e um sistema de part́ıculas produzidas em rapidez mais central [1]. Em
colisões elásticas ou difrativas, têm-se part́ıculas espalhadas em ângulos muito pequenos,
significando pseudorapidez grande (y ≈ η = − ln[tan(θ/2)]). Os experimentos do LHC têm
capacidade operacional para estudo de espalhamentos frontais [1].

Muitos aspectos da f́ısica das interações fortes podem ser estudados utilizando processos
com espalhamento em pequenos ângulos, o que pode ser traduzido em regiões cinemáticas de
grande y. Especialmente em processos de espalhamento, a fração de momentum dos pártons
no alvo é aproximadamente x = (M/

√
s)e−y, onde M é a massa da part́ıcula e

√
s é a energia

de centro de massa. Por exemplo, processos induzidos por troca de pomeron - tais como a
seção de choque elástica, processos difrativos macios (soft), probabilidade de sobrevivência
de lacunas de rapidez, seções de choque de difração dura, etc - são acesśıveis nos experi-
mentos do LHC [1]. Também a f́ısica envolvendo QCD em altas energias e/ou densidades
(f́ısica de pequeno - x) - como saturação de glúons, equações de evolução QCD, funções de
distribuição partônicas na região de pequeno - x (PDFs), espalhamento de múltiplos pártons
- pode ser investigada através da medida das seções de choque dura QCD na direção frontal
(jatos, ou medidas de fótons diretos) ou na fotoprodução exclusiva nas interações fóton -
próton e processos fotonucleares [2]. Além disso, todas as part́ıculas carregadas que são acel-
eradas no LHC geram campos eletromagnéticos que, na aproximação de fóton equivalente,
podem ser consideradas como feixes de fótons quase - reais [2]. Uma fração importante das
colisões pp e PbPb no LHC envolvem interações de fótons em energias da escala de TeV,
abrindo o acesso a um programa único para os estudos de processos mediados por fótons.
Portanto, f́ısica frontal no LHC significa processos que ocorrem com emissão ou produção
de part́ıculas em pequenos ângulos no estado final, o qual é o objeto de estudo desta Tese.

No Caṕıtulo 1, abordamos o espalhamento profundamente inelástico (DIS) lépton-núcleon,



Introdução 2

a partir do modelo de pártons. O DIS permite investigar a estrutura hadrônica no limite de
altas energias, onde o modelo simplificado de pártons ignora algumas interações posśıveis,
as quais são consideradas pela QCD. Desta forma, apresentamos também a QCD, teoria
que descreve as interações entre os quarks e glúons que constituem os hádrons tratando
a evolução das distribuições partônicas através de equações, como as propostas por Dok-
shitzer, Gribov e Lipatov, Altarelli e Parisi (DGLAP). Estudamos o caso limite de pequeno
- x e introduzimos a ideia de saturação.

No Caṕıtulo 2, discutimos a produção difrativa de mésons vetoriais cuja seção de choque
depende quadraticamente da distribuição de glúons do alvo. Para tanto, revisamos a re-
presentação de dipolos de cor, a qual é conveniente em pequeno x, visto que o fóton flutua
em um par quark-antiquark (dipolo), o qual interage com o alvo, e explanamos o DIS neste
formalismo, apresentando também a fatorização k⊥, a qual generaliza a fatorização colinear.
A produção difrativa de mésons vetoriais é um processo importante para estudar a f́ısica de
pequeno - x, pois é um processo que apresenta uma assinatura bastante limpa, possibilitando
que se explore a dinâmica QCD do processo de forma mais detalhada. O formalismo de
dipolos é usado, no regime de altas energias, apresentando uma alternativa simplificada para
o cálculo das seções de choque.

No Caṕıtulo 3, tratamos interações hadrônicas coerentes com fotoprodução de mésons,
no formalismo de dipolos de cor. Revisamos o conceito de fluxo de fótons equivalentes,
relevante no tratamento de colisões ultraperiféricas, que relaciona processos induzidos por
part́ıculas carregadas e por fótons, e enfatizamos a sensibilidade da seção de choque e da
distribuição de rapidez com a energia da distribuição gluônica. Por fim, apresentamos nossos
resultados para a produção coerente e incoerente dos mésons J/Ψ e estado excitado Ψ(2S)
e comparamos nossas predições para J/Ψ com dados de ALICE (PbPb) e LHCb (pp) e
predições feitas para Ψ(2S). Além da produção de mésons, temos a produção de diléptons
como processo essencial para estudar a f́ısica de pequeno - x, para tanto apresentamos
também a produção de diléptons em altas energias.

No Caṕıtulo 4, apresentamos o processo Drell - Yan, o qual também pode ser usado para
investigar a estrutura interna dos hádrons no limite de altas energias e apresentamos nossos
resultados para a produção de pares de léptons. Mostramos nossas predições para a produção
de diléptons em energias de LHC e também as comparamos com dados das colaborações
E866 e CDF para colisões pp de energias 39 GeV e 1800 GeV , respectivamente.

No último Caṕıtulo, resumimos nossos principais resultados e conclusões.



Caṕıtulo 1

O Modelo Padrão da F́ısica de

Part́ıculas e o LHC

Este caṕıtulo apresenta as part́ıculas elementares e as forças de interação do Mode-
lo Padrão, o qual descreve as part́ıculas observadas, apresenta também o Grande Colisor
Hadrônico (LHC), que está colidindo feixes de prótons e núcleos de Chumbo, possibilitando
um estudo mais detalhado da F́ısica de Part́ıculas.

1.1 Modelo Padrão

OModelo Padrão é a teoria que identifica as part́ıculas básicas e especifica suas formas de
interação [3, 4]. De acordo com este modelo, existem duas classes de part́ıculas elementares,
ou seja, part́ıculas que não apresentam estrutura interna, são estas: léptons e quarks [3, 4].
Há seis tipos de léptons e seis tipos de quarks, os quais estão dispostos nas Tabelas 1.1 e
1.2:

Quark Carga Massa (MeV)

up (u) 2/3 1,5 - 4
down (d) -1/3 4 - 8
strange (s) -1/3 80 - 130
charm (c) 2/3 1150 - 1350
bottom (b) -1/3 4100 - 4400
top (t) 2/3 172700 ± 2900

Tab. 1.1: Tabela de quarks.

A cada part́ıcula corresponde sua antipart́ıcula, que possui mesma massa e spin da
part́ıcula, porém carga e números quânticos aditivos (número bariônico, número leptônico,
etc) opostos. Os quarks apresentam uma propriedade denominada carga de cor, que pode
apresentar-se em três cores: vermelho, verde e azul. Part́ıculas compostas por quarks são
denominadas hádrons. Os hádrons mais conhecidos são o próton, cuja composição é uud
(dois quarks up e um quark down) e o nêutron, cuja composição é ddu (dois quarks down e
um quark up). Os hádrons dividem-se em duas classes: mésons (compostos por um quark e
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Lépton Carga Massa (GeV)

elétron (e) -1 0,000511
múon (µ) -1 0,1056
tau (τ) -1 1,777

neutrino do elétron 0 ∼ 0
neutrino do múons 0 ∼ 0
neutrino do tau 0 ∼ 0

Tab. 1.2: Tabela de léptons.

um antiquark) e bárions (compostos por três quarks). O elétron é o lépton mais conhecido.
Portanto, das part́ıculas que compõem o átomo, apenas o elétron é uma part́ıcula elementar.
Os quarks possuem carga elétrica fracionária e nunca foram observados livres, estão sempre
confinados nos hádrons.

O Modelo Padrão também especifica a forma de interação das part́ıculas. Existem na
natureza, quatro tipos de interações fundamentais: gravitacional, eletromagnética, forte
e fraca. Cada uma delas é devida a uma propriedade fundamental da matéria: massa
(interação gravitacional), carga elétrica (interação eletromagnética), carga de cor (interação
forte) e carga fraca (interação fraca). Portanto, existem também quatro forças fundamentais:
força gravitacional, força eletromagnética, força forte e força fraca.

Na interação de hádrons, a interação forte predomina. É esta interação que mantém
os nêutrons e prótons coesos no núcleo atômico. Cada tipo de interação é mediado por
uma part́ıcula de troca, ou seja, quando ocorre a interação, uma part́ıcula é trocada entre
as part́ıculas interagentes. A Tabela 1.3 mostra as part́ıculas mediadoras referentes a cada
tipo de interação.

Interação Part́ıcula Mediadora

eletromagnética fóton
forte glúon
fraca W+,W−, Z0

Tab. 1.3: Tabela de part́ıculas mediadoras.

A part́ıcula mediadora da interação gravitacional, o gráviton, nunca foi detectado ex-
perimentalmente.

Assim como na gravitação de Newton, um corpo que possui massa cria em torno de si
um campo gravitacional, analogamente um corpo carregado eletricamente cria um campo
eletromagnético em torno de si, um corpo com carga de cor cria um campo de carga de cor
e um corpo com carga fraca cria em torno de si, um campo de carga fraca. Dessa forma,
a interação forte pode ser descrita dentro da formulação da Teoria Quântica de Campos.
A F́ısica de Part́ıculas estuda a formação de part́ıculas (elementares ou com subestrutura)
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através de colisões, por exemplo, de prótons ou ı́ons. Esta tese trata da produção de mésons
(part́ıculas formadas por um par quark-antiquark) e diléptons (pares de léptons) em colisões
provocadas no LHC.

1.2 O Grande Colisor de Hádrons

No regime de altas energias, a estrutura da matéria pode ser investigada através de
processos de espalhamento. O LHC pertencente a European Organization of Nuclear Re-
search (CERN) é o maior e mais potente acelerador de part́ıculas da história e está em
funcionamento, colidindo feixes de Chumbo e prótons [5]. O LHC está situado na fronteira
da Súıça com a França e reúne esforços de aproximadamente 56 páıses para mantê-lo em
funcionamento, sendo 20 páıses membros, 9 observadores e 27 participantes. O LHC foi
constrúıdo com o intuito de estudar em mais detalhes a F́ısica de part́ıculas buscando a
comprovação, ou não, de diversas teorias além do Modelo Padrão, mas principalmente, de-
tectar a part́ıcula que faltava para verificar totalmente o modelo - o bóson de Higgs, fato
este que foi alcançado no ano de 2012 [6, 7]. A capacidade operacional deste colisor per-
mite estudar regiões de energia até então inacesśıveis em outros experimentos, atingindo
energias de até 14 TeV. O acelerador LHC impulsiona feixes de ı́ons ou prótons a altas
energias, fazendo-os colidir. Essas colisões produzem novas part́ıculas, as quais deixam um
rastro e depositam energia em um detector. O LHC foi projetado com o intuito de, a par-
tir destas colisões, encontrar evidências que permitam esclarecer algumas questões como: a
origem da massa das part́ıculas elementares (existência do Bóson de Higgs, cuja detecção foi
confirmada em 2012), recriação dos instantes iniciais da formação do universo (Big Bang),
part́ıculas supersimétricas, etc.

O LHC está situado em um túnel circular de 27 km de circunferência e cerca de 100 m
abaixo do solo. Os feixes de prótons ou ı́ons se movem dentro do anel do LHC guiados por
ı́mas, que geram um campo magnético capaz de alterar a trajetória do feixe, encurvando-o
e fazendo-o percorrer toda a circunferência do anel. Antes da colisão, as part́ıculas são
aceleradas por aceleradores do tipo linear (LINAC - Linear Particle Accelerator), o qual
acelera as part́ıculas em uma trajetória retiĺınea ou do tipo Śıncroton de Prótons (PS -
Proton Sincroton), o qual aumenta a velocidade das part́ıculas subatômicas eletricamente
carregadas ou ı́ons de forma que descrevam uma trajetória circular.

Os principais experimentos do LHC, são: ALICE, ATLAS, CMS e LHCb.
O experimento ALICE (A Large Ion Collider Experiment), é utilizado para o estudo de

colisões de ı́ons de chumbo em energia de centro de massa de 2,76 TeV por núcleo. A partir
dele, pretende-se analisar a formação do Plasma de Quarks e Glúons, uma fase da matéria
em que os quarks e glúons estão desconfinados. O estudo desta fase e suas propriedades
é fundamental para um melhor entendimento da Cromodinâmica Quântica (QCD), teoria
esta que estuda a interação forte.

O experimento ATLAS (A Toroidal LHC ApparatuS), colide feixes de prótons a energia
de até 7 TeV por feixe. Os principais objetivos deste experimento são: a detecção do Bóson
de Higgs, part́ıculas supersimétricas, dimensões extras, buracos negros, matéria escura,
etc.

O experimento CMS (Compact Muon Solenoid), é um detector de múons, que permite
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também detecções de fótons, elétrons e hádrons. Este detector foi projetado para medir
propriedades de part́ıculas conhecidas com uma maior precisão e também buscar fenômenos
relacionados a f́ısica além do modelo padrão.

O experimento LHCb (Large Hadron Collider beauty - onde beauty se refere ao quark
bottom), foi desenvolvido para medidas precisas da violação CP (simetria de carga e pari-
dade) e para o estudo de decaimentos raros de mésons b.

Os experimentos apresentados têm capacidade operacional para analisar a produção
frontal, possibilitando um estudo mais detalhado desta região em energias que, até então,
eram inacesśıveis em outros aceleradores. Desta forma, analisando os resultados experi-
mentais do LHC e comparando-os com as predições dispońıveis, poder-se-á descrever os
processos de produção frontal com maior precisão e eficiência.



Caṕıtulo 2

A Estrutura dos Hádrons em Altas

Energias

A estrutura hadrônica é investigada, no limite de altas energias, através de processos de
espalhamento. O espalhamento profundamente inelástico (DIS) lépton-núcleon é o processo
menos complexo de ser analisado, pois nele temos apenas uma part́ıcula com subestrutura.
Através do Modelo de Pártons, descrevemos o DIS elétron-próton como uma interação do
elétron com um dos pártons constituintes do próton. Entretanto, este modelo ignora algumas
interações posśıveis, as quais são consideradas pela Cromodinâmica Quântica (QCD). A
QCD é a teoria das interações fortes, a qual descreve a interação entre quarks e glúons,
part́ıculas estas que constituem a estrutura dos hádrons. Esta teoria prediz a evolução
das distribuições partônicas, através, por exemplo, das equações de evolução propostas por
Dokshitzer, Gribov e Lipatov, Altarelli e Parisi (DGLAP). Neste caṕıtulo, abordamos o
DIS, o Modelo de Pártons, a QCD e as equações DGLAP, elementos fundamentais utilizados
ao longo deste trabalho.

2.1 Cromodinâmica Quântica

A Cromodinâmica Quântica (QCD) é a teoria das interações fortes, a qual descreve a
interação entre quarks e glúons, part́ıculas estas que constituem a estrutura dos hádrons.
Esta teoria prediz a evolução das distribuições partônicas utilizando - se, para tanto, das
equações DGLAP, as quais serão também apresentadas neste caṕıtulo. Os glúons, por-
tadores de carga de cor, interagem entre si, diferentemente dos fótons na Eletrodinâmica
Quântica (QED). Os parâmetros da QCD são as massas dos quarks e o valor da constante de
acoplamento forte αs, a qual corresponde a constante de estrutura fina α = 1/137 em QED.
A constante de acoplamento αs têm seu comportamento descrito na Fig. 2.1. No limite
de pequenas distâncias ou altas energias, αs torna-se despreźıvel. A grandes distâncias ou
baixas energias, αs tem seu valor acrescido. O primeiro fato representa a propriedade de
liberdade assintótica, ou seja, a pequenas distâncias os hádrons comportam-se como livres
no interior dos hádrons, enquanto que o segundo fato representa a propriedade de confina-
mento, isto é, quando a distância é aumentada, αs aumenta, de forma a manter os quarks
e glúons confinados no hádron [8].

Quando calcula-se diagramas de Feynman com loops, são encontradas divergências que
devem ser regularizadas para se tornarem finitas e então podem ser renormalizadas. O
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Fig. 2.1: Medidas de αs em função da escala do processo Q [9].

processo de renormalização consiste em redefinir quantidades f́ısicas, as quais absorvam
estas quantidades regularizadas. Entretanto, este procedimento introduz uma escala de
renormalização µ na teoria, de forma que as quantidades renormalizadas, como, por exemplo,
αs, passam a depender explicitamente de µ. Assim, como os observáveis f́ısicos não devem
depender da escala µ, a constante de acoplamento efetiva αs deve ser modificada da seguinte
forma [8]:

αs = αs(µ
2) =

g2

4π
(2.1)

Para realizar essa compensação, considera-se um observável sem dimensões R, o qual envolve
somente uma escala Q2. Como R não depende da escala µ, a derivada total do mesmo com
relação a esta escala deve ser nula:

µ2dR(Q
2/µ2, αs)

dµ2
=

[

µ2 ∂

∂µ2
+ µ2∂αs

∂µ2

∂

∂αs

]

R = 0 (2.2)

Definindo, t = ln(Q
2

µ2
) e β(αs) = µ2 ∂αs

∂µ2
, reescreve-se a eq. 2.2 como:

[

− ∂

∂t
+ β(αs)

∂

∂αs

]

R(et, αs) = 0. (2.3)

A eq. 2.3 é chamada equação do grupo de renormalização e estabelece a modificação na con-
stante de acoplamento αs(µ

2), a qual incorpora a subtração das divergências regularizadas.
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Definindo a constante de acoplamento efetiva ᾱs, a qual é solução da equação

dᾱs(t, αs)

dt
= β(ᾱs) (2.4)

onde αs = ᾱs(t = 0, αs), temos quebra

t =
∫ ᾱs(t,αs)

αs

dα

β(α)
. (2.5)

Conhecendo-se a função β, pode- se determinar a evolução de αs. No ńıvel de um loop,
tem-se que [referencia]

β(αs) = −bα2
s (2.6)

onde b = (11CA−4nfTR)/12π, CA = 3, TR = 1/2, nf é o número de sabores leves e correções
de mais altas ordens foram desconsideradas. Ao substituir esta equação na eq. 2.5, resulta:

αs(Q
2) =

αs(µ
2)

1 + αs(µ2)bt
, (2.7)

a qual pode ser reescrita como:

αs(Q
2) =

1

b ln(Q2/Λ2
QCD)

, (2.8)

onde o parâmetro ΛQCD é determinado a partir de dados experimentais. Portanto, o cresci-
mento de Q2 implica na diminuição da constante de acoplamento - liberdade assintótica,
enquanto que a diminuição de Q2 corresponde ao crescimento de αs - confinamento.

2.2 A lagrangeana da QCD

Para efetuar o cálculo perturbativo de um processo em QCD, as interações entre os quarks
e glúons são descritas a partir das regras de Feynman, as quais podem ser derivadas da
densidade lagrangeana [8]:

LQCD = Lcl + Lfc + Lft, (2.9)

onde o termo clássico é dado por

Lcl = −1

4
FA
µνF

µν
A + i

∑

q

ψ̄rqγ
µ(Dµ)rsψ

s
q −

∑

q

mqψ̄
r
qψqr (2.10)

sendo r, s = 1, 2, 3 os ndices de cor dos quarks, q os sabores dos quarks e ψ os campos
dos quarks. A densidade lagrangeana clássica descreve a interação de quarks de spin 1/2
massivos e glúons de spin 1 sem massa. A densidade lagrageana Lcl fixa os calibres covari-
antes e a densidade lagrangeana fantasma Lfan cancela os graus de liberdade não f́ısicos que
surgiriam nestes calibres. Estes termos surgem da necessidade da escolha de calibre para
que se possa definir o propagador do glúons.
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k ’

k

p X

Fig. 2.2: Espalhamento profundamente inelástico elétron - próton, mediado por um fóton.

O termo de campo F a
µν é definido por

F a
µν = ∂µG

ν
A − ∂νG

A
µ − gfABCGB

µG
C
ν (2.11)

onde GA
µ representa o campo dos glúons, os ı́ndices A,B,C representam os graus de liberdade

do campo de glúon, g é a constante de acoplamento e fABC são as constantes de estrutura
do grupo SU(3). O terceiro termo do lado direito da eq. 2.11 representa as interções entre
os quarks, as quais originam a propriedade de liberdade assintótica da QCD. A derivada
covariante atuando nos campos dos quarks, é dada por:

(Dµ)rs = ∂µδrs + ig(tCGC
µ )rs (2.12)

e atuando nos campos de quarks, fica escrita cmo:

(Dµ)AB = ∂µδAB + ig(tCGC
µ )AB, (2.13)

onde tc e T c representam os geradores do grupo SU(3) na forma fundamental e adjunta,
respectivamente, os quais satiafazem as seguintes relações de comutação.

[ta, tb] = ifabctc (2.14)

e

[T a, T b] = ifabcT c. (2.15)

2.3 Espalhamento Profundamente Inelástico

A estrutura hadrônica pode ser investigada, no limite de altas energias, através de um
processo de espalhamento profundamente inelástico lépton-núcleon. Nesse processo, um
lépton carregado ou neutro (elétron ou neutrino, por exemplo) é espalhado por um próton
ou núcleo atômico. Consideremos o DIS elétron-próton

kp→ k
′

X (2.16)
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representado na Fig. 2.2 em primeira ordem em Eletrodinâmica Quântica (QED), onde
o quadrivetor k = (E, ~p) representa o lépton incidente, k

′
= (E

′
, ~p

′
) representa o lépton

espalhado e X , o estado final hadrônico. O processo pode ser descrito da seguinte forma: o
próton alvo, com momentum inicial p interage com o fóton virtual, transitando no estado de
muitas part́ıculas X , com momentum pX e massa W . O vértice superior (vértice leptônico)
é completamente descrito pela QED. O vértice inferior (vértice hadrônico) é desconhecido.

A seção de choque diferencial para este processo é dada por [10, 11, 12]:

dσ =
1

| ve − vp |
m

E

m
′

E ′ | M2 | dk
′

2π3 , (2.17)

onde m(m
′
) é a massa do lépton incidente (espalhado) e | ve − vp | é a velocidade relativa

lépton - próton. A quantidade −Q2 = q2 = (k − k
′
)2 < 0 é o momentum transferido. A

amplitude de espalhamento M é escrita na forma:

M = −i(2π)4δ4(pX − p− q)4παemū(k
′

)γµu(k)
1

q2
〈X | Jemµ | p〉 , (2.18)

onde αem é a constante de acoplamento eletromagnética, ū(k
′
)γµu(k) é a corrente leptônica e

1/q2 é o propagador do fóton. O elemento de matriz 〈X | Jemµ | p〉 está relacionado à corrente
eletromagnética entre os estados hadrônicos p e X . Considerando um espalhamento não
polarizado e inclusivo, teremos que a seção de choque diferencial inclusiva deste processo
será dada por:

dσ =
2α2

q4E
LνµWνµ

dk
′

E ′ , (2.19)

onde:

Lνµ = [kνk
′µ + kµk

′ν − (k · k′

)gνµ] (2.20)

e

Wνµ =
∑

X

(2π)3δ4(pX − p− q)
E

2M
〈p | Jemν | X〉〈X | Jemµ | p〉 (2.21)

são os tensores leptônico e hadrônico, respectivamente, e M é a massa do próton. O tensor
hadrônico não possui uma forma exata, visto que a corrente hadrônica é desconhecida.
No entanto, ele pode ser expresso em termos dos quadri-vetores q e p. Sua forma geral,
invariante de Lorentz, é dada por [10, 11]:

Wνµ = −W1gνµ +
W2

M2
pνpµ +

W4

M2
qνqµ +

W5

M2
(pνpµ + qνqµ) . (2.22)

A conservação de corrente para o vértice hadrônico, qνWνµ = qµWνµ = 0, implica em:

W5 = −p · q
q2

W2 (2.23)
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e

W4 =
(

p · q
q2

)2

W2 +
M2

q2
W1 . (2.24)

Portanto, somente duas das quatro funções de estrutura são independentes. Consequente-
mente,

Wνµ = W1

(

− gνµ +
qνqµ
q2

)

+W2
1

M2

(

pν −
p · q
q2

qν

)(

pµ −
p · q
q2

qµ

)

. (2.25)

As funções W
′

i s devem ser determinadas experimentalmente, pois como o vértice hadrônico
é desconhecido, a predição teórica dessas funções torna-se inviável. Contraindo o tensor
hadrônico com o tensor leptônico, a seção de choque no referencial de laboratório resulta
em [11]:

dσ

dE ′dΩ
=

4α2

q4
E

′2
{

2 sin2 θ

2
W1(ν,Q

2) + cos2
θ

2
W2(ν,Q

2)
}

(2.26)

onde:

−Q2 = q2 = (k − k
′

)2 < 0 → momentum transferido

ν =
p · q
M

= E −E
′ → energia transferida (2.27)

correspondem à virtualidade do bóson trocado e a sua energia no referencial de repouso do
núcleon, respectivamente, e θ é o ângulo de espalhamento do elétron. Podemos definir a
inelasticidade, a qual mede a razão da energia do bóson trocado com relação à energia do
lépton incidente no referencial de repouso do núcleon, dada por: y = ν/E.

A massa do elétron tem sido negligenciada nas expressões apresentadas, visto estar-
mos interessados no regime de altas energias. Considerando as variáveis de Mandelstam,
definidas por [11]:

s = (p+ k)2 = E2
CM , (2.28)

t = (k − k
′

)2 = −Q2 , (2.29)

u = (k − pX)
2 , (2.30)

com

s+ t + u = m2 +m
′2 +M2 +W 2 , (2.31)

podemos escrever a seção de choque como:

dσ

dtdu
=

4πα2

s2t2
1

(s+ u)

{

− (s+ u)tMW1(ν,Q
2)− usνW2(ν,Q

2)
}

. (2.32)
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No limite de Bjorken, definido por [13]:

Q2 → ∞
ν → ∞

}

com x =
Q2

2Mν
fixo, (2.33)

as funções de estrutura do DIS dependem unicamente da variável x e não de Q2 e ν indi-
vidualmente, ou seja,

lim
Q2,ν→∞

MW1(ν,Q
2) → F1(x)

e

lim
Q2,ν→∞

νW2(ν,Q
2) → F2(x) ,

com as funções F1(x) e F2(x) sendo finitas. Este limite implica que a seção de choque do es-
palhamento inelástico elétron - próton, que é fortemente dependente de Q2, passe a depender
apenas da variável x = Q2/2Mν, no limite de altas energias. O fato da dependência em
Q2 da seção de choque desaparecer, sugere que a interação ocorre com part́ıculas pontuais,
internas ao próton. Esta é a base do modelo de pártons.

2.4 Modelo de Pártons

O modelo de pártons (representado na Fig.2.3) consiste em considerar que, em um DIS, o
fóton virtual interage com um dos quarks constituintes do próton. Este processo é analisado
em um referencial em que o próton se move muito rapidamente, de modo que a dilatação
do tempo diminui a taxa com que os quarks interagem uns com os outros. Assim, o quark
aparece essencialmente livre durante o curto espaço de tempo (aproximadamente 1/Q) em
que interage com o fóton.

O modelo de pártons considera que [11]:
1) Em um sistema de momentum infinito p → ∞, os hádrons comportam-se como um

conjunto de part́ıculas pontuais, carregados e quase-livres: os pártons. Estes se deslocam
paralelamente ao hádron com momentum transverso ~pT = 0, portando fração de momentum
xi de modo que

∑

i xipi = p, onde pi é o momentum portado pelo quark qi.
2) A seção de choque do espalhamento inelástico lépton-hádron l+N → l+X é a soma

incoerente (soma de probabilidades) das seções de choque elástica do espalhamento lépton-
párton l + qi → l + qi. Estas hipóteses justificam-se em um sistema de referência onde
o momentum do hádron seja tal que as massas e o momentum transverso pT dos pártons
possam ser desprezados, ou seja,

| p |≫M,m, pT . (2.34)

A partir deste modelo, definimos qi(xi) como a probabilidade de encontrarmos um párton
do tipo i no interior do hádron, com fração de momentum xi = pi/p. Portanto, o número
de pártons i no hádron é dado por:
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p X
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x p + q

x p

Fig. 2.3: Modelo de Pártons

Ni =
∫ 1

0
qi(xi)dxi . (2.35)

Além disso, a conservação de momentum implica

∑

i

∫ 1

0
xiq(xi)dxi = 1 , (2.36)

onde a soma é realizada sobre todos os pártons que constituem o hádron. O modelo de
pártons permite escrever a seção de choque diferencial do espalhamento lépton-próton em
função da seção de choque diferencial do espalhamento lépton-párton, ou seja:

dσ

dtdu

lépton−hádron
=
∑

i

∫ 1

0
dxqi(x)

dσ

dtdu

lépton−párton i
, (2.37)

onde soma-se sobre os pártons carregados (quarks) que interagem com o fóton virtual. A
seção de choque para o processo elástico l+qi → l+qi em termos das variáveis de Mandelstam
é dada por [11]:

dσ

dtdu

lépton−párton i
= xi

dσ

dt̂dû
=

2πα2e2i
t2

xi

(

s2 + u2

s2

)

δ[t + xi(s+ u)] , (2.38)

onde se assume que no limite de altas energias (limite de Bjorken):
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s = 2k · p , (2.39)

t = −2k · k′

, (2.40)

u = −2k
′ · p , (2.41)

para o processo kp→ k
′
X , e que

ŝ = 2k · pi = xis , (2.42)

t̂ = −2k · k′

= t , (2.43)

û = −2k
′ · pi = xiu , (2.44)

para o subprocesso l + qi → l + qi.
Substituindo-se (2.38) em (2.37), e comparando com (2.32), obtém-se, no limite de

Bjorken, que:

2xF1(x) = F2(x) (2.45)

e

F2(x) =
∑

i

xie
2
i qi(xi) , (2.46)

onde

xi =
−t
s+ u

=
Q2

2Mν
= x (2.47)

e ei é a fração da carga do elétron portada pelo párton de sabor i. A função de estrutura
F2 mede a distribuição de pártons no próton.

A conservação de momentum no processo elástico (a função δ em (2.38)) impõe a identi-
ficação da variável cinemática x com a fração de momentum do párton xi. Outra forma de
obtermos essa identidade é considerar a colisão do fóton de momentum q com um párton de
momentum x

′
p gerando um párton de momentum p

′
. A conservação do quadrimomentum

implica

x
′

p+ q = p
′ → 2x

′

p · q = −q2 = Q2 (2.48)

e

x
′

=
Q2

2p · q = x , (2.49)

onde desconsideramos a massa dos quarks.
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Fig. 2.4: Exemplos de diagramas desconsiderados no modelo de pártons.

2.5 Equações DGLAP

O Modelo de Pártons ignora o fato de que os quarks podem emitir glúons (a Fig. 2.4
apresenta dois exemplos de diagramas ignorados). Portanto, a presença dos glúons como
os portadores de carga da interação forte produz violações de escalamento das funções de
estrutura, como mostra a Fig.2.5, para a função de estrutura F2.

No Modelo de Pártons, o próton é descrito sendo formado por três quarks (quarks de
valência). Entretanto, a QCD considera que cada um destes quarks está envolto por uma
nuvem de glúons virtuais e por pares quark-antiquark (quarks de mar). Portanto a QCD
prediz que o número de pártons observados no espalhamento depende de Q2, ou seja, ocorre
a quebra de escalamento das distribuições partônicas. Desta forma, o momentum transferido
em um espalhamento está relacionado a capacidade de resolução do mesmo, ou seja, quanto
maior o momentum transferido, mais detalhes da estrutura hadrônica envolvida no processo
podem ser observados [14].

Assumimos Q2 grande o suficiente para o processo ser tratado perturbativamente. Podemos
ter resolução para pártons de tamanho 1/

√
Q2 dentro do hádron. Se Q2 é aumentado

para Q
′2 > Q2 podemos determinar constituintes menores de tamanho 1/

√

Q′2. Para uma

dada capacidade de resolução 1/
√
Q2, a distribuição de pártons do tipo a é denotada por

Na(xa, Q
2). Os constituintes menores b com 1/

√

Q′2 carregam algum momenta do párton
xa com

xb
xa

< 1 , (2.50)

o que resulta em uma diminuição na distribuição de momentum para grande x e um aumento
para pequenas frações de momentum. Ou seja, Na(xa, Q

2) < Nb(xb, Q
2). A variação das

funções de distribuição ∆N(x,Q2) quando Q2 é aumentado por ∆Q2 pode ser tratada
agora usando teoria de perturbação. Para mais baixa ordem, ∆N(x,Q2) é proporcional
a constante de acoplamento αs(Q

2). Portanto, as funções distribuição parecem depender
apenas da fração de momentum portada pelo párton. A variação na função distribuição de
pártons é dada por [14]:

∆Nb(xb, Q
2) =

αs(Q
2)

2π
Pba

(

xb
xa

)

Na(xa, Q
2)
∆Q2

Q2
, (2.51)
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2 [15].
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q̄j

(a) (b)

qj(y)

qi(x)

G(y)

qi(x)

Fig. 2.6: (a) Quark qi originado a partir da emissão de um glúon por um quark qj. (b)
Glúon emite um par qq̄.

As funções Pba são chamadas funções de desdobramento, pois descrevem a separação de um
párton do tipo “a” em pártons do tipo “b”, quando Q2 é aumentado. O quociente ∆Q2/Q2 =
∆ lnQ2 é introduzido para manter a variação do momentum transferido adimensional. Para
obter a variação total somamos sobre todos os pártons do tipo “a” que podem conter pártons
do tipo “b” e integramos sobre os momenta do párton xa > xb, o que conduz a equação

∆Nb(xb, Q
2) =

αs(Q
2)

2π

∑

b

∫ 1

xb

Pba

(

xb
xa

)

Na(xa, Q
2)
dxa
xa

∆ lnQ2 . (2.52)

Na forma diferencial esta equação pode ser escrita como:

∂Nb(xb, Q
2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π

∑

b

∫ 1

xb

Pba

(

xb
xa

)

Na(xa, Q
2)
dxa
xa

. (2.53)

Considerando que um quark de sabor i pode ser obtido da emissão de um glúon por um
quark de sabor j e fração de momentum y, ou pela criação de um par qiq̄j a partir de um
glúon de fração de momentum y, como mostra a Fig.2.6, temos que a equação de evolução
para a distribuição de quarks é dada por qi(x,Q2):

∂qi(x,Q2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π

∫ 1

x

dy

y

{

Pqiqj

(

x

y

)

qj(y,Q2) + PqiG

(

x

y

)

G(y,Q2)
}

. (2.54)

Considerando que um glúon de fração de momentum x pode surgir a partir de um quark
do tipo i e fração de momentum y, ou a partir de um glúon de fração de momentum y,
como mostra a Fig.2.7, temos que a equação de evolução para a distribuição de glúons é
dada por:

∂G(x,Q2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π

∫ 1

x

dy

y

{

∑

i

PGqi
(

x

y

)

qi(y,Q2) + PGG

(

x

y

)

G(y,Q2)
}

. (2.55)
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(b)(a)

G(y)

G(x)G(x)

qi(y)

Fig. 2.7: (a) Glúon originado a partir de um quark qi. (b) Glúon emite um par de glúons.

As equações (2.54) e (2.55) foram propostas independentemente por Dokshitzer [16], Gri-
bov e Lipatov [17], Altarelli e Parisi [18] sendo, portanto, denominadas equações DGLAP.
Estas são um conjunto de equações ı́ntegro-diferenciais acopladas que advém da QCD per-
turbativa. A condição inicial, no entanto, é não-perturbativa e deve ser determinada a partir
dos dados experimentais.

As funções de desdobramento podem ser calculadas em QCD perturbativa como uma
expansão em αs

Pij(x, αs) =
∞
∑

n=1

(

αs
2π

)n−1

P n−1
ij (x) . (2.56)

Em mais baixa ordem, Altarelli - Parisi obtiveram os seguintes resultados [18]:

Pqq(z) =
4

3

[

1 + z2

(1− z)+
+

3

2
δ(1− z)

]

, (2.57)

PqG(z) =
1

2
[z2 + (1− z)2] , (2.58)

PGG(z) = 6
[

1− z

z
+

z

(1− z)+
+ z(1 − z) +

(

11

12
− nf

18

)

δ(1− z)
]

, (2.59)

PGq(z) =
4

3

[

1 + (1− z)2

z

]

, (2.60)

onde se utiliza a notação seguinte:

∫ 1

0

dzf(z)

(1− z)+
=
∫ 1

0
dz
f(z)− f(1)

1− z
, (2.61)

na regularização da divergência para z = 1. Através dos resultados obtidos por Altarelli-
Parisi, podemos observar que as funções Pqq e PqG são regulares em z → 0, mas as funções
PGG e PGq são singulares neste limite. Logo, estas crescem indefinidamente com z → 0,
o que representa um crescimento acentuado na distribuição de glúons em pequeno x(z),
enquanto o crescimento na distribuição de quarks é moderado. Portanto, em pequeno x, a
distribuição de glúons domina [19].

O Apêndice A apresenta a solução da equação DGLAP no regime de pequeno x.
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Fig. 2.8: Saturação partônica.

2.6 A Saturação Partônica

Vimos que as distribuições partônicas apresentam um rápido crescimento em pequeno -
x. Mas devido ao tamanho finito do próton, este crescimento não pode persistir indefinida-
mente. Quando o número de pártons no interior do próton é muito grande, estes não podem
ser considerados mais como campos livres, pois suas funções de onda começam a sobrepor-
se e efeitos de recombinação devem ser considerados. Esses processos de recombinação de
glúons, g + g → g, passam a ser importantes nas equações de evolução, reduzindo o cresci-
mento da densidade de glúons, produzindo a chamada saturação partônica. A equação 2.62
[20], considera o efeito da recombinação de glúons:

Q2 ∂
2xg(x,Q2)

∂ln(1/x)∂Q2
=
αsNc

π
xg(x,Q2)− 4α2

sNc

3CFR2

1

Q2
[xg(x,Q2)]2 (2.62)

O sinal negativo mostra que o crescimento acentuado de xg(x,Q2) é atenuado pelo termo
responsável pela recombinação de glúons. Ao comparar-se a equação 2.62 com a equação de
evolução DGLAP, previamente apresentada, percebe-se que a equação DGLAP não incor-
pora a recombinação de glúons, de forma que o número de glúons tende a crescer indefinida-
mente. A equação DGLAP, por não apresentar dependência quadrática na distribuição de
glúons, é uma equação linear de evolução. Uma outra importante equação de evolução não
linear é a equação AGL (Ayala, Gay Ducati, Levin) [21], a qual estende o tratamento per-
turbativo até o ińıcio do regime de altas densidades partônicas, contendo as correções de
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unitariedade através da inclusão de todas as interações além dos pártons mais rápidos da
escada.

A Figura 2.8 representa simbolicamente as equações de evolução DGLAP, BFKL (Balit-
ski, Fadin, Kuraev, Lipatov) e AGL. Segundo a equação de evolução DGLAP, evolui- se em
Q2 mantendo x fixo. Assim, conforme aumenta-se a resolução (Q2), o sistema torna-se mais
dilúıdo, pois o número de glúons cresce, mas a área torna- se cada vez menor. Na equação
BFKL, a evolução se dá em x, enquanto que o momentum transferido Q2 é fixo. Neste
caso, aumentando a energia, o número de glúons aumenta, mas a área de cada um deles
continua a mesma, visto que a resolução (Q2) não se altera. Portanto, pode-se perceber,
que a saturação ocorre quando toda a área do hádron é ocupada pelo crescente número de
glúons.

A linha κ na figura, representa a escala de saturação Qsat, a qual separa os regimes
linear e não linear. Esta escala pode ser compreendida considerando que um fóton com
virtualidade Q2 consegue resolver uma distância dentro do alvo da ordem de r ∝ 1/

√
Q2.

Desta forma, aumentado Q2, o fóton consegue resolver objetos menores presentes no hádron,
como os glúons, por exemplo. Consequentemente, esse dipolo interage com um glúon de
área transversal igual a sua. Assim, cada glúon ocupa uma área transversal da ordem de
π/Q2, e a seção de choque dipolo- glúon é aproximadamente

σ ∼ αs(Q
2)
π

Q2
. (2.63)

Sendo que a área transversal do alvo (hádron) é dada por

SA ∼ πR2
A, (2.64)

onde RA é o raio do alvo. Quando a soma de todas as área dos glúons for igual a área total
do alvo, ou seja,

SA = NAσ → NA ∼ SA
σ

∼ R2
A

αs
Q2, (2.65)

os glúons começam a sobrepor-se uns aos outros e o processo de recombinação de glúons
torna-se relevante, inibindo o rápido crescimento da densidade de glúons. A escala de
saturação fica, portanto, escrita como:

Q2
s ∼ αs

NA

R2
A

∼ αs
R2
A

Axg(x,Q2) ∼ αsA
1/3xg(x,Q2) (2.66)

sendo proporcional à densidade de glúons.

2.7 Conclusão

Neste caṕıtulo, apresentamos o DIS, o qual pode ser usado para provar a estrutura interna
dos hádrons e introduzimos as principais propriedades da QCD, assim como a saturação
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partônica. Apresentamos também as equações DGLAP e sua evolução em pequeno - x e
introduzimos o conceito de saturação, o qual será tratado nos caṕıtulos posteriores. No
próximo caṕıtulo apresentamos a produção difrativa de mésons vetoriais, a qual pode ser
usada para determinar a distribuição de glúons no alvo.



Caṕıtulo 3

Produção Difrativa de Mésons

Vetoriais

Nosso objetivo neste caṕıtulo é revisar a produção difrativa de mésons vetoriais, cuja
seção de choque depende quadraticamente da distribuição de glúons do alvo. Consequente-
mente, tal processo é ideal para determinar o comportamento desta distribuição no regime
de altas energias. A fim de obter a seção de choque para a produção difrativa de mésons
vetoriais iremos revisar a representação de dipolos de cor, a qual é conveniente neste regime.
Este modelo considera que o fóton se dissocia em um par quark - antiquark e este par, então,
interage com o alvo. O DIS é apresentado neste formalismo como o espalhamento do próton
pelo par. Apresentamos também a fatorização k⊥, que considera o momentum transverso
dos glúons envolvidos no processo. Por fim, abordamos processos de espalhamento difrativo
e produção difrativa de mésons vetoriais. A revisão feita neste caṕıtulo segue a abordagem
da Ref. [22].

3.1 Difração

Processo difrativos são aqueles que apresentam em sua assinatura uma região denominada
gap ou lacuna de rapidez, na qual nenhuma part́ıcula é observada. Do ponto de vista teórico,
um processo é dito difrativo quando o projétil e o alvo trocam um objeto com os números
quânticos do vácuo - o Pomeron. Neste trabalho, tratamos o Pomeron como um singleto de
cor de 2 glúons.

Uma fração significativa dos eventos de DIS observados nos experimentos, é de natureza
difrativa. Nestes eventos, o hádron permanece intacto, apesar da inelasticidade do processo,
perdendo apenas uma pequena fração de seu momentum inicial. O estado final do hádron
apresenta-se bem separado em rapidez do restante do sistema. Desta forma, o gap de rapidez
serve como uma assinatura dos processos difrativos.

A variável rapidez do processo, é escrita como:

y =
1

2
ln

(

E + pz
E − pz

)

(3.1)

Podemos definir ainda a pseudo-rapidez η que está relacionada diretamente com o ângulo
de espalhamento das part́ıculas no detector como mostra a Fig. 3.1, onde
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Fig. 3.1: Representação esquemática das variáveis cinemáticas pT e θ.

η = − ln

[

tan
θ

2

]

. (3.2)

A variável pseudo-rapidez está relacionada à variável rapidez pela seguinte relação:

y = ln





√

m2 + |pT |2 cosh2 η + |~pT | sinh η
√

m2 + |~pT |2



 (3.3)

onde (pT ) é o momentum transverso ao plano da colisão dos hádrons.
Nos processos frontais estudados neste trabalho, a part́ıcula é espalhada em pequenos

ângulos no estado final, o que corresponde a região de grande rapidez.

3.2 O Espalhamento Profundamente Inelástico na

Representação de Dipolos de Cor

No regime de pequeno-x é conveniente tratar o DIS no formalismo de dipolos de cor
[22, 23]. Esta abordagem descreve o DIS em altas energias no referencial de repouso do
próton, no qual, quando x → 0, o fóton virtual se dissocia em um par quark- antiquark a
uma distância muito grande do alvo, e o par qq̄, então, espalha o próton (Fig. 3.2). Como o
tempo de interação é muito pequeno comparado ao tempo de formação do par, a dimensão
transversa do dipolo qq̄ permanece aproximadamente congelada durante todo o processo. A
seguir, analisamos detalhadamente este processo.

No referencial de repouso do alvo, o momentum do fóton dado por:

q = (ν, 0, 0,
√

ν2 +Q2) . (3.4)
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Fig. 3.2: Representação do modelo de dipolos.

Fig. 3.3: Representação das variáveis do cone de luz.

Tomando as variáveis do cone de luz, dadas por (Fig. 3.3 - a formulação do cone de luz é

abordada no Apêndice B): q+ = 1√
2
[q0 + q3] e q− = 1√

2
[q0 − q3], temos: q =

(

q+, −Q
2

2q+
, ~O
)

com q+ ≃
√
2ν no limite de Bjorken.

Denominando κ (κ
′
) o momentum do quark (antiquark) do par, temos: κ =

(

zq+, ~κ2

2zq+
, ~κ
)

e κ
′
=
(

(1− z)q+, ~κ2

2(1−z)q+ ,−~κ
)

onde z(1− z) é a fração de momentum do fóton do cone de

luz portada pelo quark (antiquark). A massa invariante quadrada do par é expressa por:

M2 = (κ− κ
′

)2 =
~κ2

z(1− z)
. (3.5)

A energia do par é dada por Epar = 1√
2

(

q+ + ~κ2

2z(1−z)q+
)

e a energia do fóton Eγ∗ =
1√
2

(

q+ − Q2

2q+

)

.
A diferença de energia ∆E entre o par qq̄ e o fóton virtual é, então:

∆E = Epar −Eγ∗ =
1

2
√
2q+

(

Q2 +
~κ2

z(1− z)

)

, (3.6)
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isto é: ∆E ∼= Q2
√
2q+

= mNx, sendo que κ2 < z(1 − z)Q2, isto é, M2 < Q2. Pelo prinćıpio de

incerteza, o tempo de formação do par é τf = 1/∆E. Logo,

τf ∼
1

∆E
∼ 1

mNx
. (3.7)

Portanto, em pequeno-x, o tempo de formação do par τf é muito maior do que o tempo
t́ıpico de interação τint ∼ 1/Rp, onde Rp é o raio do próton. Podemos dizer que o par
viaja uma longa distância l ∼ 1/mNx antes de espalhar o alvo. Consequentemente, a
dimensão transversa do par permanece congelada durante a interação com o próton, e
podemos interpretar o DIS em pequeno-x como o espalhamento do dipolo de cor qq̄ de
tamanho fixo com o alvo.

A seção de choque do DIS neste formalismo é representada por [22]:

σγ
∗p =

∫

dz
∫

dρ2|Ψ(z, ρ)|2σ(x, ρ) , (3.8)

onde ρ é a distância transversal do par qq̄, Ψ é a função de onda que descreve a dissociação
do fóton virtual no dipolo e σ(x, ρ) é a seção de choque de interação entre o par e o alvo.

3.3 A Fatorização k⊥ e a Seção de Choque de Dipolo

A expressão (3.8) pode ser derivada analiticamente utilizando-se o formalismo de fator-
ização k⊥ [24], o qual generaliza a fatorização colinear [25] (a qual não considera o momen-
tum transverso dos pártons), considerando o momentum transverso dos pártons interagentes
(Fig. 3.4). Neste formalismo, a seção de choque γ∗p é dada por [22, 23]:

σγ
∗p
λ (x,Q2) =

∫

d~k2

~k2

∫ 1

x

dx
′

x′ f
(

x

x′ , ~k
2
)

σγ
∗g
λ (x

′

, ~k2, Q2) , (3.9)

onde f( x
x′
, ~k2) é a distribuição de glúons não integrada, x(x′) é o momentum longitudinal

do quark (antiquark) e k2 é o momentum transverso dos glúons. Em ln(1/x) dominante,
podemos escrever:

f
(

x

x′ , ~k
2
)

∼= f(x,~k2) , (3.10)

logo,

σγ
∗p
λ (x,Q2) =

∫

d~k2

~k2
f(x,~k2)

∫ 1

x

dx
′

x′ σ
γ∗g
λ (x

′

, ~k2, Q2) . (3.11)

A seção de choque do processo elementar γ∗(q) + g(k) → q(k1) + q̄(k2) é dada por:
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κ
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Fig. 3.4: Representação de uma interação no formalismo de fatorização k⊥.

σγ
∗g
λ (x

′

, ~k2, Q2) =
β

8π2W 4~k2

∫

dz

z(1− z)

∫

d2~κ δ



β − z~κ2 + (1− z)(~κ + ~k)2ǫ2

z(1 − z)W 2



Hλ (3.12)

onde ǫ2 = Q2z(1 − z), β = x/x
′
é a fração do momentum longitudinal do próton portada

pelo glúon, W é a energia de centro de massa do sistema fóton virtual - próton e

Hλ = 8π2αsαeme
2
q

z(1 − z)W 4

Q2







Nλ(~κ,~κ)

(~κ+ ǫ2)2
+
Nλ(~κ+ ~k,~κ+ ~k)

[(~κ+ ~k)2 + ǫ2]2
− 2Nλ(~κ,~κ+ ~k)

(~κ2 + ǫ2)[(~κ+ ~k)2 + ǫ2]







,

com NL(~k1, ~k2) = 4z2 (1− z)2Q4 e NT (~k1, ~k2) = Q2 [z2 + (1− z)2]~k1 ·~k2. A seção de choque
γ∗p pode, então, ser reescrita como:

σγ
∗p
λ (x,Q2) =

αem
Q2

∑

q

e2q

∫ d~k2

~k4

∫ 1

0
dz
∫

d2~καs(µ
2)f(β,~k2)Hλ . (3.13)

Usando que:

∫

d2~κ

(~κ2 + ǫ2)[(~κ + ~k)2 + ǫ2]
=

1

(2π)2

∫

d2 ~κ1

∫

d2 ~κ2

∫

d2~ρ
ei~ρ·(~κ1+

~k)−i~ρ·~κ2

(~κ21 + ǫ2)(~κ22 + ǫ2)
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=
∫

d2~ρ ei~ρ·
~k

∣

∣

∣

∣

∣

1

2π

∫

d2κ
ei~ρ·~κ

~κ2 + ǫ2

∣

∣

∣

∣

∣

2

(3.14)

e

∫

d2~κ
~κ2 + ~κ · ~k

(~κ2 + ǫ2)[(~κ+ ~k)2 + ǫ2]
=

1

(2π)2

∫

d2 ~κ1

∫

d2 ~κ2

∫

d2~ρ
~∇ ei~ρ·(~κ1+

~k)~∇ e−i~ρ·~κ2

(~κ21 + ǫ2)(~κ22 + ǫ2)
(3.15)

realizando a integração angular e usando que

∫ ∞

0
dt
tν+1Jν(at)

t2 + y2
= yνKν(ay), (3.16)

pode-se escrever:

σγ
∗g
L,T =

∫ 1

0
dz
∫

d2~ρ |ΨL,T (z, ρ)|2 σ(x, ρ) , (3.17)

onde

|ΨL(z, ρ)|2 =
6αem
(2π)2

∑

q

4e2qQ
2z2(1− z)2K2

0 (ǫρ) , (3.18)

|ΨT (z, ρ)|2 =
6αem
(2π)2

∑

q

e2q
[

z2 + (1− z)2
]

ǫ2K2
1 (ǫρ) (3.19)

e

σ(x, ρ) =
4π

3

∫

d2~k

~k4
αsf(x,~k

2)(1− ei
~k·~ρ) , (3.20)

nos quais K0 e K1 são funções de Bessel, e L e T descrevem a polarização longitudinal e
transversal do fóton, respectivamente. A quantidade | ΨL,T |2 pode ser interpretada como
a probabilidade do fóton virtual flutuar em um par qq̄ e depois interagir com o alvo. A
interação é representada por σ(x, ρ), a qual está relacionada à distribuição de glúons não
integrada.

No formalismo colinear, o momentum transverso dos glúons é desconsiderado, visto que
Q2 ≫ k2. Logo, a seção de choque gluônica independe de k2. Temos, então, que:

σγ
∗g
λ (x

′

, ~k2, Q2) → σγ
∗g
λ (x

′

, Q2) , (3.21)

onde λ representa a polarização do fóton. Logo, a seção de choque do processo γ∗p neste
esquema de fatorização é dada por:
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σγ
∗p
λ (x,Q2) =

∫ 1

x

dx
′

x′ σ
γ∗g
λ (x

′

, Q2)
∫ d~k2

~k2
f
(

x

x′ , ~k
2
)

, (3.22)

Sendo,

g
(

x

x′ , Q
2
)

=
∫

d~k2

~k2
f
(

x

x′ , ~k
2
)

, (3.23)

a distribuição de glúons do próton. Então:

σγ
∗p
λ (x,Q2) =

∫ 1

x

dx
′

x′ σ
γ∗g
λ (x

′

, Q2)g
(

x

x′ , Q
2
)

(3.24)

é a seção de choque γ∗p no formalismo colinear.

3.4 A Mecânica Quântica do Espalhamento Difrativo

A difração de part́ıculas é um efeito essencialmente quântico. Devido a isto, algumas
ideias sobre difração desenvolvidas há muito tempo, quando o conhecimento de interações
fortes era bastante incompleto, provaram ser válidas também à luz das modernas teorias de
fenômenos hadrônicos [22].

Considerando T a matriz de transição, que descreve o espalhamento elástico e difrativo
de um hádron (dito N), assumimos que a amplitude de espalhamento seja puramente
imaginária, e definimos T = iD, onde D é real. Considerando agora a base dos estados
hadrônicos |i〉 com os mesmos números quânticos, o espalhamento difrativo leva esses es-
tados em outros, enquanto o espalhamento elástico leva cada estado nele mesmo. Assim,
Dik ≡ 〈k|D|i〉 é a amplitude da transição difrativa |k〉 → |i〉. Os elementos diagonais
Dii ≡ 〈i|D|i〉 são as amplitudes elásticas. Como exemplo, considerando o seguinte conjunto
de estados:

{|i〉} = {|γ〉, |ρ〉, |ω〉, |φ〉} . (3.25)

Os elementos da matriz D são, então, as amplitudes do processo mostrado na Fig. 3.5.
Introduzimos um conjunto completo de autoestados de D:

D|α〉 = dα|α〉 . (3.26)

O autovalor dα é proporcional à seção de choque total do espalhamento αN , que chamamos
σα,

σα = σαNtot =
1

s
Im〈α|iD|α〉 = 1

s
dα . (3.27)

Expandindo os estados f́ısicos |i〉 em termos de |α〉, ou seja,
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γ γ
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Dγγ ∼ Dγρ ∼

N

Fig. 3.5: Dois dos elementos da matriz D para o conjunto de estados considerado.

|i〉 =
∑

α

Ciα|α〉 , (3.28)

os elementos de matriz D serão dados por:

Dik = 〈k|D|i〉 =
∑

α

∑

β

C∗
kαCiβ〈α|D|β〉 =

∑

α

C∗
kαCiβdα . (3.29)

Todos os observáveis f́ısicos podem ser calculados a partir de σα e dos coeficientes Ciα. Em
particular, a amplitude elástica

σiNtot =
i

s
Dii =

∑

α

|Ciα|2 σα (3.30)

gera, imediatamente, a seção de choque total para o espalhamento iN , através do teorema
óptico [22]. Em geral, dado um operador O, seu valor esperado no estado |i〉 é

〈O〉 = 〈i|O|i〉 =
∑

αβ

〈i|α〉〈α|O|β〉〈β|i〉 =
∑

αβ

CiαC
∗
iβ〈α|O|β〉 . (3.31)

Se O é diagonal na base |α〉, então (3.31) torna-se: 〈O〉 =
∑

α | Ciα |2 Oα, onde Oα =
〈α|O|α〉. Assim, podemos reescrever (3.30) como: σiNtot = 〈σα〉. Por definição, a seção de
choque difrativa em t = 0 é:

dσDiN
dt

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

=
1

16πs2
∑

k 6=i
D2
ik =

1

16πs2

(

∑

k

D2
ik −D2

ii

)

. (3.32)

Usando a completeza dos estados |i〉, a equação (3.32) torna-se:

dσDiN
dt

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

=
1

16πs2

(

〈i|D2|i〉 − 〈i|D|i〉2
)

(3.33)
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e expandindo |i〉 em (3.28), finalmente temos:

dσDiN
dt

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

=
1

16π

(

〈σ2
α〉 − 〈σα〉2

)

. (3.34)

Esta é uma equação que expressa a seção de choque da dissociação difrativa em termos dos
valores esperados. Uma vez que os autoestados |α〉 tenham sido encontrados, o cálculo de
dσD/dt é bastante simples.

3.5 O DIS Difrativo na Representação de Dipolos de

Cor

Nesta seção aplicamos o formalismo desenvolvido na seção anterior para o DIS difrativo
(DDIS), um caso particular de difração dura. Em DDIS, os autoestados difrativos, isto é, os
estados que diagonalizam a matriz de difração, são os dipolos de cor qq̄. O tempo de vida dos
dipolos é muito maior do que o tempo de interação e estes mantêm sua dimensão transversa
congelada durante o processo de espalhamento. Assim os autoestados |α〉, definidos na seção
prévia, devem ser identificados com os estados de Fock qq̄ nos quais o fóton virtual flutua
antes de encontrar o alvo. A seção de choque do espalhamento dipolo - próton é σ(x, ρ) e
corresponde a σα. Em conclusão, a equação (3.34) transforma-se na seguinte expressão para
a seção de choque DDIS:

dσDL,T
dt

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

=
1

16π

(

〈σ2(x, ρ)〉L,T − 〈σ(x, ρ)〉2L,T
)

, (3.35)

onde os valores esperados são definidos como [22]:

〈σ(x, ρ)〉L,T =
∫ 1

0
dz
∫

d2~ρ |ΨL,T (z, ρ)|2σ(x, ρ) . (3.36)

Visto que 〈σ(x, ρ)〉L,T = σγ
∗p
L,T (x,Q

2) = O(αem), podemos negligenciar 〈σ(x, ρ)〉2 em (3.35)
e, por isso, obtemos:

dσDL,T
dt

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

=
1

16π
〈σ2(x, ρ)〉L,T

=
1

16π

∫ 1

0
dz
∫

d2ρ |ΨL,T (z, ρ)|2σ2(x, ρ) . (3.37)

As funções de Bessel modificadas Ki(ǫρ) são exponencialmente suprimidas para ǫρ ≫ 1.
Assim, a contribuição dominante para σγ

∗p vem de pares de tamanho

ρ2 ∼ 1

ǫ2
=

1

Q2z(1− z)
. (3.38)
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Portanto, pares assimétricos (z ≈ 0 ou z ≈ 1), nos quais um dos pártons carrega a maior
parte do momentum tem grande dimensão ρR ≫ 1/Q, onde R ∼ 1fm, e pares simétricos
z ≈ 1/2, em que o quark e o antiquark portam mesma fração de momentum longitudinal,
apresentam pequena dimensão ρ ≤ 1/Q.

Assim, podem ser feitas as seguintes aproximações aproximações: K0(ǫρ) ∼ Θ(1 − ǫ) e
K1(ǫρ) ∼ Θ(1− ǫ)/ǫρ. a fim de avaliar qualitativamente as seções de choque diferenciais.

Para contribuições de dipolos de grande dimensão, isto é, ρR ≫ 1/Q ǫρ < 1 impõe um
corte na integração em z (z1/Q2). Assim, a integração em z resulta:

∫

ǫ<1/R
Q2z2(1− z)2dz ∼ 1

Q4R6
(3.39)

para a parte longitudinal e

∫

ǫ<1/R
Q2z2 + (1− z)2

dz

R2
∼ 1

Q2R4
(3.40)

para a parte transversa.
A integração sobre ρ é

∫ ∞

R
d2ρσdip(x, ρ) ∼ R2. (3.41)

Então, para pares assimétricos (z ∼ µ2/Q2, ρ ∼ 1/µ, µ ∼ 1/R), resulta:

dσDT
dt

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

∼
∫

dz
[

z2 + (1− z)2
]

∫ ∞

1/µ2
dρ2ǫ2

1

ǫ2ρ2
σ2(ρ) ∼ µ2

Q2

1

µ4
=

1

µ2Q2
(3.42)

e

dσDL
dt

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

∼ Q2
∫

dz z2(1− z)2
∫ ∞

1/µ2
dρ2σ2(ρ) ∼ Q2 µ

6

Q6

1

µ6
=

1

Q2
, (3.43)

E para pares simétricos (z ∼ 1/2 e ρ ∼ 1/Q2), a integral sobre ρ, resulta:

∫ ∞

R
d2ρσdip(x, ρ) ∼

1

Q4
. (3.44)

De forma que:

dσDT
dt

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

∼
∫

dz
[

z2 + (1− z)2
]

∫ 1/Q2

0
dρ2ǫ2

1

ǫ2ρ2
σ2(ρ) ∼ 1

Q4
(3.45)

e

dσDL
dt

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

∼ Q2
∫

dz z2(1− z)2
∫ 1/Q2

0
dρ2σ2(ρ) ∼ Q2 1

Q6
=

1

Q4
. (3.46)

Reescrevendo (3.36) e (3.37) , temos:

σγ
∗p
L,T ∼W α

L,Tσα (3.47)
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e

dσD
L,T

dt

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

∼W α
L,Tσ

2
α , (3.48)

onde α denota os dipolos de cor e introduz-se as funções W α
L,T que incorporam as funções de

onda do fóton e integrações. As seções de choque de dipolo σα são quantidades universais
que comportam-se como [22]:

σα ∼ 1

Q2
, dipolos de pequena dimensão (3.49)

e

σα ∼ 1

µ2
, dipolos de grande dimensão . (3.50)

Os pesos W α
L,T dependem do estado de polarização do fóton virtual. Temos,

W α
T ∼ 1; W α

L ∼ 1 dipolos de pequena dimensão (3.51)

e

W α
T ∼ µ2

Q2
; W α

L ∼ µ4

Q4
dipolos de grande dimensão . (3.52)

Portanto, podemos concluir que o DDIS é dominado por pares assimétricos de grande di-
mensão (a chamada configuração de jato alinhado), com a seção de choque de dipolo próxima
ao limite de saturação. Em contraste, o DIS inclusivo recebe contribuições comparáveis de
pares de pequena e grande dimensão. Assim, apesar de Q2 ser uma escala, o DDIS é
largamente não-perturbativo. Para torná-lo mais perturbativo, devemos relacionar estados
finais especiais: por exemplo, jatos de grande p⊥, charm, mésons vetoriais polarizados lon-
gitudinalmente. Para essa configuração “dura” o dipolo é forçado a ter pequena dimensão
transversa, para que a teoria de perturbação seja aplicável. No caso inclusivo, em vez disso,
os fenômenos de curta distância (duro) e os de longa distância (suave) coexistem. Anali-
sando a dependência em energia pode-se discriminar entre essas duas contribuições, visto
que a componente “dura” é esperada crescer mais rápido com a energia do que a “suave”,
em M2 (massa invariante do sistema difratado) fixo. Podemos também observar que a
componente longitudinal é, geralmente, suprimida em relação a contribuição transversal.

3.6 Produção Difrativa de Mésons Vetoriais em t = 0

Uma importante classe de reações difrativas em que podemos usar um tratamento per-
turbativo é a produção de mésons vetoriais em DDIS: γ∗p → V p. Esta é uma reação
quasi-elástica no sentido de que o fóton e o méson V têm os mesmos números quânticos.
Para um estudo da QCD perturbativa é necessária (embora, às vezes, não suficiente) uma
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escala dura, que pode ser a virtualidade do fóton Q2, a massa do quark pesado no caso da
produção de J/Ψ ,Ψ

′
,Υ ou o momentum transferido t. Nesta seção consideramos o caso

frontal t = 0. Diagramas de troca de dois glúons para leptoprodução de méson vetorial
são mostrados na Fig. 3.6 (Uma descrição alternativa da fotoprodução de mésons vetoriais
é apresentada na Ref. [26]). Visto que em altas energias (pequeno-x) o tempo de flutuação
γ∗ → qq̄ e o tempo de formação qq̄ → V são, ambos, muito maiores do que o tempo de
interação do par qq̄ com o próton, a amplitude de espalhamento γ∗p → V p pode ser fa-
torizada no produto da transição γ∗ → qq̄, o espalhamento do sistema qq̄ com o alvo via
troca de um singleto de cor de dois glúons, e a recombinação do par qq̄ formando o méson
observado. Assim, o único ingrediente extra com relação à produção qq̄ é a função de onda
do méson vetorial.

Vamos analisar a produção de quarkonium em t = 0. Quando um fóton virtual se
dissocia em um par qq̄ pesado (cc̄, por exemplo), a massa do quark atua como um corte
infravermelho que mantém o processo longe do regime “suave”. Assim, pode-se estudar
perturbativamente não apenas a leptoprodução de méson vetorial pesado (grande Q2), mas
também sua fotoprodução (Q2 ≈ 0). A recombinação do par cc̄ em um J/Ψ (ou Ψ

′
) depende

da função de onda. Isto introduz uma dependência no modelo e, consequentemente, alguma
incerteza nos cálculos. No caso de um estado ligado qq̄ pesado, assim como um J/Ψ (Υ),
uma abordagem simplificada baseada em uma representação não-relativ́ıstica do par cc̄ (bb̄)
é o suficiente para entender as principais caracteŕısticas do processo [27]. Por outro lado,
um estudo mais preciso requer uma consideração cuidadosa da função de onda do J/Ψ
e dos posśıveis efeitos relativ́ısticos [28]. Vamos assumir, por simplicidade, que o quark
e o antiquark têm mesma fração de momentum longitudinal (isto é z = 1/2) e não têm
momentum transverso relativo (~κ⊥). A função de onda do quarkonium é portanto (na
representação de momentum):

Ψ(z, ~κ) ∼ δ
(

z − 1

2

)

δ2(~κ) . (3.53)

As funções de estrutura difrativa são dadas por:

xFD
T,V (x,Q

2) ∝ Q2 +M2
V

(Q2 +W 2
V )

5
[αsxg(x, Q̃

2)]2 (3.54)

e

xFD
L,V (x,Q

2) ∝ Q6

(Q2 +W 2
V )

5
[αsxg(x, Q̃

2)]2 (3.55)

onde:

x =
Q2 +M2

V

Q2 +W 2
(3.56)

e

Q̃2 =
1

4
(Q2 +M2

V ) . (3.57)
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Fig. 3.6: Leptoprodução de méson vetorial via troca de dois glúons.

A produção longitudinal de J/Ψ é, portanto, reforçada em relação a produção transversa
por um fator Q2/M2

V .
Na representação de dipolos de cor pode-se expressar a amplitude para este processo da

seguinte forma: A ∝ Ψγ⊗σqq̄⊗ΨV , o qual implica que a seção de choque γp seja proporcional
ao quadrado da distribuição de glúons no limite colinear. Tal expressão pode ser derivada
analiticamente considerando-se o formalismo de fatorização k⊥ [28]. Tem-se que a amplitude
frontal para a produção difrativa de J/Ψ por um fóton polarizado transversalmente é:

AT (W
2, t = 0) = −4π2iαsW

2
∫

dk2

k4

(

1

l2 −m2
c

− 1

l′2 −m2
c

)

f(x, k2)ecgΨMΨ . (3.58)

onde mc é a massa do quark charme. A seção de choque diferencial é dada por:

dσγ
(∗)p→Ψp
T

dt
=

1

16πW 4
|AT |2 . (3.59)

A constante gΨ especifica o acoplamento cc̄ a J/Ψ e pode ser determinada a partir da largura
ΓΨ
e+e− do decaimento J/Ψ → e+e−. Encontra-se

e2cg
2
Ψ =

ΓΨ
e+e−MΨ

12αem
. (3.60)

Os dois termos entre parênteses em (3.58) correspondem aos diagramas (a) e (b) da Fig.
3.6, respectivamente. Fatores de cor originam os sinais opostos nas duas contribuições.
Os denominadores dos propagadores dos quarks aparecendo em (3.58) são: l2 − m2

c =

−2Q̃2 − 2 ~K2 e l
′2 −m2

c = −2Q̃2. Na aproximação de ln Q̃2 dominante, a amplitude (3.58)
fica [28]:

AT ≃ 2π2iecgΨMΨαs(Q̃
2)W 2xg(x, Q̃

2)

Q̃4
(3.61)
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e, portanto, a seção de choque transversa é:

dσγ
(∗)p→Ψp
T

dt

∣

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

=
16ΓΨ

e+e−M
3
Ψπ

3

3αem(Q2 +M2
Ψ)

4

[

αs(Q̃
2)xg(x, Q̃2)

]2
. (3.62)

Logo, a seção de choque completa (longitudinal+transversal) na aproximação de ln Q̃2 do-
minante é escrita como:

dσγ
(∗)p→Ψp

dt

∣

∣

∣

∣

∣

∣

t=0

=
16ΓΨ

e+e−M
3
Ψπ

3

3αem(Q2 +M2
Ψ)

4

[

αs(Q̃
2)xg(x, Q̃2)

]2
(

1 +
Q2

M2
Ψ

)

. (3.63)

No limite da fotoprodução estabelecemos Q2 = 0 em (3.63), o que implica que a contribuição
longitudinal desaparece. O tratamento perturbativo ainda é leǵıtimo, visto que a massa do
méson assegura uma escala suficientemente dura. A dependência em W da seção de choque
é determinada pelo comportamento em x da distribuição de glúons.

3.7 Funções de onda do cone de luz

As funções de onda do cone de luz Ψh,h̄(r, z) utilizadas no modelo de dipolos são obtidas
a partir da transformada de Fourier bidimensional das funções de onda do cone de luz no
espaço de momentum Ψh,h̄(k, z) [29]:

Ψh,h̄(r, z) =
∫ d2~k

(2π)2
ei
~k.~rΨh,h̄(k, z) (3.64)

onde o quark e o antiquark apresentam estados de helicidade definidos, h e h̄, respectiva-
mente. Para fótons polarizados transversalmente (T) ou longitudinalmente (L), as funções
de onda do cone de luz no espaço de momentum são calculadas perturbativamente [30]:

Ψ
γ(λ)

h,h̄
(k, z) =

√

Nc

4π

ūh(~k)√
z

(eefγǫ
λ
γ)
vh̄(−~k)√
1− z

Φγ(k, z) (3.65)

onde λ denota o estado de polarização L ou T, ǫλ são os vetores polarização, e a parte
escalar da função de onda do cone de luz do fóton, Φγ , é dada por:

Φγ(k, z) =
z(1 − z)

z(1− z)Q2 + k2 +m2
f

(3.66)

Para o caso de mésons vetoriais, pode-se assumir a mesma corrente vetorial como para o
caso do fóton, com um fator de vértice adicional Γλ(k, z)

Ψ
V (λ)

h,h̄
(k, z) =

√

Nc

4π

ūh(~k)√
z

(γǫλV )
vh̄(−~k)√
1− z

ΦV (k, z) (3.67)
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onde a parte escalar da função de onda do méson é dada por:

ΦVλ (k, z) =
z(1− z)Γλ(k, z)

−z(1 − z)M2
V + k2 +m2

f

(3.68)

Diferentes modelos são definidos para especificar as funções de onda escalares do méson.
Considerando os vetores polarização:

εLγ =

(

q+

Q
,
Q

q+
,~0

)

, εLV =

(

v+

MV

,
−MV

v+
,~0

)

, (3.69)

e as regras de teoria de perturbação do cone de luz [30], segue que a função de onda do cone
de luz do fóton longitudinal é

Ψγ,L
h,h̄

(k, z) =

√

Nc

4π
δh,−h̄eef

(

2z(1− z)Q

k2 +m2
f + z(1− z)Q2

− 1

Q

)

(3.70)

e do méson vetorial

ΨV,L
h,h̄

(k, z) =

√

Nc

4π
δh,−h̄

(

z(1 − z)2MV Γ(k, z)

k2 +m2
f − z(1 − z)M2

V

+
Γ(k, z)

MV

)

(3.71)

Em termos de r, as funções de onda do cone de luz do fóton normalizadas são escritas como:

ΨL
h,h̄(r, z) =

√

Nc

4π
δh,h̄eef2z(1− z)Q

K0(ǫr)

2π
(3.72)

Ψ
T (γ=±)

h,h̄
(r, z) =

√

Nc

2π
eef [ie

±iθr(zδh±,h̄∓ − (1− z)δh∓,h̄±)∂r +mfδh±,−h̄∓]
K0(ǫr)

2π
(3.73)

onde ǫ2 = z(1 − z)Q2 +m2
f .

Em termos de r, a função de onda do méson fica escrita como:

ΨV,L
h,h̄

(r, z) =

√

Nc

4π
δh,−h̄

1

MV z(1− z)
[z(1− z)M2

V + δ × (m2
f −▽2

r)]ΦL(r, z) (3.74)

onde ▽2
r = (1/r)∂r + ∂2r e

Ψ
V,T (γ=±)

h,h̄
(r, z) = ±

√

Nc

4π

√
2

z(1 − z)
[ie±iθr(zδh±,h̄∓ − (1− z)δh∓,h̄±)∂r +mfδh±,h̄∓]ΦT (r, z).(3.75)

As funções de onda do méson dependem das funções escalares Φ, as quais são imple-
mentadas através de modelos espećıficos. Essas funções de onda estão restritas por duas
condições. A primeira é a condição de normalização:

1 =
∑

h,h̄

∫

d2~k

(2π)2
dz|ΨV (λ)

h,h̄
(k, z)|2 =

∑

h,h̄

∫

d2~rdz|ΨV (λ)

h,h̄
(r, z)|2. (3.76)
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A segunda restrição vem da largura do decaimento leptônico:

efVMV ǫ
∗
γǫV =

∑

h,h̄

∫

d2~k

(2π)2
dz

z(1 − z)
(z(1− z)Q2 + k2 +m2

f )Ψ
V
h,h̄(k, z)Ψ

γ∗

h,h̄
(k, z), (3.77)

onde o acoplamento fV do méson à corrente eletromagnética pode ser determinado da
largura do decaimento ΓV→e+e− medida experimentalmente, visto que 3MV ΓV→e+e− =
4πα2

emf
2
V .

3.8 Conclusão

Neste caṕıtulo revisamos a produção difrativa de mésons vetoriais, a qual pode ser
usada na determinação da distribuição de glúons no alvo. Estes processos são importantes
na investigação da f́ısica de pequeno - x. Portanto, no caṕıtulo seguinte, abordaremos a
produção coerente e incoerente de mésons em colisões hadrônicas.



Caṕıtulo 4

Produção Coerente e Incoerente de

Mésons em Colisões Hadrônicas

Nosso objeto de estudo são interações hadrônicas ultraperiféricas. Neste tipo de in-
teração, os núcleos interagem apenas eletromagneticamente e para tanto o parâmetro de
impacto deve ser maior do que a soma dos raios dos núcleos (como mostra a Fig.4.1), de
forma a suprimir a interação forte. Para descrever este tipo de interação é vantajoso utilizar
o conceito de fluxo de fótons equivalentes. Neste caṕıtulo abordamos este conceito, enfati-
zando a sensibilidade da seção de choque e da distribuição de rapidez no comportamento
com a energia da distribuição de glúons.

O estudo das interações ultraperiféricas é vantajoso, pois como a interação hadrônica
é suprimida, a assinatura do processo é bastante limpa, e essas interações têm uma boa
probabilidade de serem observadas. Analisamos a produção coerente e incoerente de mésons
em colisões hadrônicas. Colisões em que o alvo permanece intacto são denominadas colisões
coerentes, e aquelas nas quais ocorre a excitação do alvo, são as incoerentes.

4.1 O Fluxo de Fótons Equivalentes

Os campos eletromagnéticos associados com prótons e núcleos ultra-relativ́ısticos podem
ser tratados como um fluxo de fótons equivalentes. Esta teoria, denominada teoria de fótons
equivalentes ou fótons virtuais foi formulada, independentemente, por Weizsäcker [31] e
Williams [32], estimulados pelo trabalho de Fermi [33], que ao estudar o problema de perda
de energia de um projétil por ionização da matéria observou semelhanças com o processo
de absorção de radiação X nos átomos. Esta teoria, portanto, estabelece uma relação
entre processos induzidos por part́ıculas carregadas e por fótons. A seguir, analisamos esta
relação.

Para uma transformação de Lorentz de um sistema k para um sistema k
′
movendo-se

com velocidade v relativa a k, a transformação dos campos pode ser escrita como:

E
′

1 = E1 B
′

1 = B1

E
′

2 = γ(E2 − βB3) B
′

2 = γ(B2 + βE3)

E
′

3 = γ(E3 + βB2) B
′

2 = γ(B3 + βE2) (4.1)

Consideremos uma carga q movendo-se ao longo da direção x1 com velocidade ~v, como
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Fig. 4.1: Representação de uma interação ultraperiférica.

mostra a Fig. 4.2(a). No referencial de repouso da carga, k
′
, os campos elétrico e magnético

são dados por:

E
′

1 = −qvt
′

r′3
B

′

1 = 0

E
′

2 = − qb

r′3
B

′

2 = 0

E
′

3 = 0 B
′

3 = 0 (4.2)

Em termos das coordenadas de k, pode-se reescrever estes campos como:

E
′

1 = − qγvt

(b2 + γ2v2t2)3/2
, E

′

2 = − qb

(b2 + γ2v2t2)3/2
(4.3)

No referencial k, pode-se escrever:

E1 = E
′

1 = − qγvt

(b2 + γ2v2t2)3/2

E2 = γE
′

2 = − γqb

(b2 + γ2v2t2)3/2

E3 = γβE
′

2 = βE2 (4.4)

Para β ≈ 1 os campos E2(t) e B3(t) são completamente equivalentes a um pulso de radiação
plano-polarizada P1 incidente em S na direção x1 (Fig. 4.2(c)). Não há um campo magnético
para acompanhar E1(t) e assim formar um pulso de radiação P2 incidente ao longo da
direção x2. Contudo, se o movimento das part́ıculas carregadas em S é não relativ́ıstico
neste sistema de coordenadas, podemos adicionar o campo magnético necessário para criar
o pulso P2 sem afetar a f́ısica do problema, pois as part́ıculas em S respondem apenas a
forças elétricas.
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Desta forma, o campo eletromagnético da part́ıcula torna-se equivalente à superposição
de dois pulsos de radiação P1 e P2 (Fig. 4.2(c)). Logo, pode-se calcular a quantidade de
energia incidente sobre o alvo por unidade de área e por intervalo de frequência, através de

I1(ω, b) =
c

2π
|E2(ω)|2 e I2(ω, b) =

c

2π
|E1(ω)|2 , (4.5)

onde E2(ω) e E1(ω) são as transformadas de Fourier dos campos E2(t) e E1(t).
A partir do conhecimento da distribuição de intensidade de fótons equivalentes podemos

determinar a probabilidade de excitação de um processo eletromagnético em uma colisão
periférica de prótons em termos da seção de choque relativa ao mesmo processo induzido
por fótons,

P (b) =
∫

I(ω, b)σγ(h̄ω)d(h̄ω) =
∫

N(ω, b)σγ(ω)
dω

ω
, (4.6)

onde I(ω, b) = I1(ω, b) + I2(ω, b), σγ é a seção de choque de excitação fotonuclear à energia
do fóton Eγ = h̄ω e a integração é realizada em todo o intervalo de frequência.

A grandeza N(ω, b) é denominada número de fótons equivalentes incidente sobre o alvo
por unidade de superf́ıcie. Sua expressão, obtida através da Eq. (4.5), é dada por:

N(ω, b) =
Z2

1α

π2

(

ω

γv

)2 (
c

v

)2
[

K2
1(x) +

1

γ2
K2

0 (x)

]

, (4.7)

onde x = ωb/γv, K0 e K1 são funções de Bessel modificadas e α = e2/h̄c. O primeiro termo
na Eq. (4.7) representa o número de fótons do pulso P1 e o segundo a contribuição do pulso
P2, despreźıvel quando γ ≫ 1. A distribuição de fótons P1 é representada na Fig. 4.3.
Pelas caracteŕısticas da função K1(x), pode-se constatar que a função distribuição de fótons
equivalentes é significativamente diferente de zero para valores de x até 1. Em particular,
a condição x = 1 constitui o limite de energia dos fótons. Isto implica que, em uma colisão
com parâmetro de impacto b, a energia máxima dos fótons é

kmaxγ =
γh̄c

b
. (4.8)

Este valor representa o corte de energia. Assim, em uma colisão periférica somente os
estados com energia igual ou inferior a este limite podem ser excitados. Para γ ≃ 100
ocorre a produção de pares de léptons e mésons.

A seção de choque de excitação é obtida integrando a Eq. (4.6) sobre os parâmetros de
impacto entre b = R e b = ∞. O valor de R depende do processo considerado. No caso de
uma colisão periférica de ı́ons com excitação coulombiana do núcleo, R = R1+R2, onde R1

e R2 são os raios dos dois núcleos interagentes. Assim,

σ =
∫ ∞

R
2πbP (b)db =

∫

n(ω)σγ(ω)
dω

ω
, (4.9)
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Fig. 4.2: (a)Part́ıcula de carga q movendo-se com velocidade v no eixo x1. (b) Part́ıcula
passando por um sistema S e (c) pulsos de radiação equivalentes.
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Fig. 4.3: Espectro de fótons equivalentes em função de x = ωb/γv.

onde

n(ω) =
∫ ∞

R
2πbN(ω, b)db =

2

π
Z2

1α
(

c

v

)2
[

ξK0K1 −
v2ξ2

2c2

(

K2
1 −K2

0

)

]

(4.10)

é a função distribuição total de fótons equivalentes com frequência ω. As funções de Bessel
modificadas são, agora, funções do parâmetro ξ = ωR/γv.

Para γ ≫ 1, exceto no caso de frequências muito baixas, tais que ωR/c ≪ 1, pode-se
escrever (4.10) como:

n(ω) =
1

π
Z2

1α ln





(

δ

ξ

)2

+ 1



 ≃ 2

π
Z2

1α ln

(

δ

ξ

)

, (4.11)

onde δ = 0, 681..., é um número relacionado a constante de Euler. Este resultado mostra
que a seção de choque de excitação de um determinado processo tende a aumentar logarit-
micamente com γ.

O fluxo de fótons equivalentes também pode ser obtido em termos do fator de forma
como [34]

f(x) =
dnγ
dx

=
αZ2

π

1− x+ 1/2x2

x

∫ ∞

Q2
min

Q2 −Q2
min

Q4

∣

∣

∣F (Q2)
∣

∣

∣

2
dQ2 , (4.12)

onde Q2 é o quadrimomentum transferido pelo projétil cujo fator de forma é F (Q2), α é
a constante de estrutura fina e Q2

min = (xMa)
2/(1 − x), onde MA é a massa do projétil.

O espectro de fótons equivalentes de prótons de alta energia foi calculado por Drees e
Zeppenfeld [35]. Eles utilizaram o fator de forma do dipolo elétrico FE(Q

2) = 1/(1 +
Q2/0.71GeV 2)2 e encontraram que
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f(x) =
α

π

1− x+ 1/2x2

x

[

lnA− 11

6
+

3

A
− 3

2A2
+

1

3A3

]

, (4.13)

onde A = 1 + (0.71GeV 2)/Q2
min. Este termo pode ser derivado de (4.12) negligenciando

o segundo termo contendo Q2
min dentro da integral, isto é, fazendo a aproximação (Q2 −

Q2
min/Q

4) ≈ 1/Q2. Se este termo é inclúıdo, temos:

f(x) =
α

π

1− x+ 1/2x2

x

[

A+ 3

A− 1
lnA− 17

6
− 4

3A
+

1

6A2

]

. (4.14)

Os efeitos de incluir o momento de dipolo magnético e o correspondente fator de forma
do próton foram investigados por Kniehl [36]. A Eq.(4.12) pode, a prinćıpio, ser usada
também para o espectro de fótons de ı́ons pesados relativ́ısticos, com um fator de forma
apropriado. Para uma colisão entre dois ı́ons pesados é mais apropriado calcular o espectro
de fótons equivalentes como uma função do parâmetro de impacto, pois nessa representação
as interações fortes podem ser exclúıdas facilmente.

O espectro de energia produzido por uma part́ıcula pontual interagindo com um alvo em
um parâmetro de impacto mı́nimo, bmin, pode ser calculado analiticamente e o resultado é
[37]

f(x) =
αZ2

π

1

x

{

2Y K0(Y )K1(Y )− Y 2
[

K2
1 (Y )−K2

0(Y )
]}

, (4.15)

onde Y = xMAbmin.
O espectro de fótons devido a prótons de alta energia está representado na Fig.4.4

(esquerda). Incluindo o fator (Q2 − Q2
min)/Q

2 na integral da Eq. (4.12) conduz a uma
redução no fluxo de fótons comparada com o resultado de Drees e Zeppenfeld [35]. Incluindo
o efeito do momento magnético do próton resulta um fluxo maior que o dado pela Eq.(4.14),
mas menor do que o fluxo dado por (4.13). As diferenças entre as diversas aproximações
crescem com x. Em x = 0.05, as Eqs. (4.13) e (4.14) afastam-se dos resultados de Kniehl por
aproximadamente 15% e em x = 0.01 por 8%. As três aproximações apresentam resultados
similares ao de uma carga pontual com um parâmetro de impacto mı́nimo de bmin = 0.7fm
(curva traço-pontilhada na Fig.4.4).

Devemos notar que o espectro discutido é para um único próton. Em uma colisão pp ,
o fluxo efetivo de fótons pode ser reduzido se os prótons não interagirem hadronicamente e
permanecerem intactos. Isto introduz uma incerteza no espectro efetivo de fótons.

O espectro de fótons pode ser convertido em uma luminosidade de fótons equivalentes,
multiplicando f(x) pela luminosidade correspondente ao feixe, L. Os resultados para in-
terações AuAu em RHIC e PbPb e pp em LHC são mostradas na Fig. 4.4 (direita). Com-
parando as luminosidades de fótons equivalentes em colisões PbPb e pp percebe-se que,
em baixas energias do fóton, a luminosidade em pp é maior que em PbPb por um fa-
tor Lpp/(Z2LPbPb). O espectro do fóton, além disso, estende-se para maiores energias em
colisões pp, devido a feixes de maior energia (

√
s = 14 vs. 5.5TeV em LHC) e momen-

tum transferido. As luminosidades do fóton na Fig. 4.4 são para os seguintes valores do
parâmetro de impacto: bmin = 0.7fm (pp), 14fm (AuAu) e 14.2fm (PbPb).
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Fig. 4.4: Esquerda: Comparação de diferentes cálculos do espectro de fótons equivalentes
para prótons de alta energia. Aqui, x é a fração da energia do próton portada pelo
fóton. Direita: Luminosidade de fótons equivalentes em colisões próton-próton
e núcleo-núcleo no RHIC e no LHC. k é a energia do fóton no referencial de
repouso do alvo [34].

A Tab. 4.1 mostra valores de luminosidades de RHIC e LHC em suas diferentes con-
figurações (LAB), energias de centro de massa núcleon-núcleon (

√
sNN ), fatores de Lorentz

(γL =
√
sNN/2mp), energias de centro de massa γA máxima por núcleon (

√
sγN = WγN =

[2kmax
√
sNN ]

1/2), energias máximas do fóton (kmax = γLh̄c/RA) e energias de centro de
massa γγ máximas (

√
sγγ) para colisões AA, pA e pp em LHC e AuAu e pp em RHIC.

Podemos notar, por exemplo, que
√

smaxγN = 8390 GeV para colisões pp e
√

smaxγN = 950 GeV

para PbPb em LHC, valores até agora não explorados experimentalmente. Portanto, a de-
pendência em energia da produção de J/Ψ e Ψ(2S) poderá ser estudada em energias além
de HERA.

4.2 Fotoprodução difrativa de ψ(2S) em reações

fóton-Pomeron no LHC

Uma caracteŕıstica marcante da fotoprodução difrativa de mésons no regime de altas
energias é a possibilidade de investigar a troca do Pomeron. Em tal domı́nio de energia,
hádrons e fótons podem ser considerados como dipolos de cor na representação do cone de
luz [39]. Em particular, seus tamanhos transversos são considerados congelados durante
a reação de interação. Então o processo de espalhamento é caracterizado pela seção de
choque de dipolo de cor representando a interação daqueles dipolos de cor com o alvo
(prótons ou núcleons). A evolução de cor da seção de choque de dipolo em pequeno-x
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AB LAB
√
sNN γL kmax

√

smaxγN

√

smaxγγ

(mb−1s−1) (TeV ) (GeV/c) (GeV ) (GeV )

RHIC

Au + Au 0.4 0.2 106 3.0 34.7 6.0
pp 6000 0.5 266 87 296 196

LHC

Pb + Pb 0.42 5.5 2930 81 950 162
pPb 420 8.8 4690 130 1500 260
pp 107 14 7455 2452 8390 4504

Tab. 4.1: Parâmetros e limites cinemáticos para processos projétil-alvo em RHIC e LHC
[38].

Fig. 4.5: Funções de onda dos estados J/Ψ e Ψ(2S).

é dada pela solução das equações de evolução não linear. Sabe-se há muito tempo, que

dipolos de magnitude r ∼ 1/
√

m2
V +Q2 (mV é a massa do méson vetorial) são provados

pela amplitude de produção do méson vetorial 1S [39]. Assim como quarks pesados, estados
quarkonium de massa suficientemente grande possibilitam que a amplitude seja calculada
perturbativamente até a região de fotoprodução Q2 → 0. A produção difrativa de mésons
vetoriais radialmente excitados 2S como ψ(2S) e Υ(2S), é especialmente interessante devido
ao efeito nó [40]. Isto significa um forte cancelamento das contribuições de tamanho de
dipolo da amplitude de produção da região acima e abaixo do nó da função de onda radial
2S [41], como mostra a Fig. 4.5.

Esta é uma das origens da grande supressão da fotoprodução de mésons vetoriais 2S em
relação a 1S. É um fato experimental que a razão σ(ψ(2S))/σ(J/ψ)) ≃ 0.2 em energias de
DESY-HERA em Q2 = 0, e a razão é uma quantidade dependente de Q2 como as seções de
choque de eletroprodução são consideradas [42]. A questão que aumentou o intenso debate
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há longo tempo [43, 44] e foi encontrada por exemplo na Ref. [45] , é que a combinação da
dependência em energia da seção de choque de dipolos e o nó da função de onda radial do
estado 2S conduzem a uma dependência anômala em Q2 e na energia da produção difrativa
de mésons vetoriais 2S. Além disso, tal anomalia aparece também na dependência em t da
seção de choque diferencial de mésons vetoriais radialmente excitados 2S [46], o que está
em contradição com o comportamento usual do correspondente estado 1S.

Focamos na fotoprodução de mésons vetoriais radialmente excitados para alvo nuclear em
colisões relativ́ısticas de ı́ons pesados. Em particular, analisamos a fotoprodução exclusiva
de ψ(2S) para alvo núcleo, γA → ψ(2S)X , onde para o espalhamento coerente temos
X = A, enquanto para o caso incoerente X = A∗, com A∗ sendo o estado excitado do
sistema A-núcleon. O formalismo teórico usado é o formalismo de dipolos de cor do cone de
luz. Em tal formalismo, a flutuação cc̄ do fóton quase-real entrando interage com o núcleo
alvo através da seção de choque de dipolo, e o resultado é projetado na função de onda do
hádron observado. No regime de energia em que estamos interessados, a seção de choque de
dipolo depende da distribuição de glúons no alvo, e o sombreamento nuclear da distribuição
de glúons é esperado reduźı-la comparada a um próton alvo. Além disso, teoricamente, em
altas energias, espera-se a transição do regime descrito pela dinâmica linear, onde apenas
emissões de pártons são consideradas, para um novo regime onde os processos f́ısicos de
recombinação de pártons tornam-se importantes na cascata de pártons, e a evolução é dada
por uma equação de evolução não linear. Este regime é caracterizado pela limitação na
máxima densidade partônica no espaço de fase, que pode ser alcançada na função de onda
do hádron, a chamada saturação partônica. A transição é especificada por uma escala t́ıpica,
a chamada escala de saturação Qsat [47], que é dependente da energia.

Recentemente a colaboração ALICE mediu a produção difrativa do méson vetorial J/ψ,
em rapidez relativamente grande y ≃ 3 [48] e rapidez central [49] em

√
s = 2.76 TeV, o

que possibilita investigar a f́ısica de pequeno-x com núcleos pesados. Além disso, a seção
de choque incoerente J/ψ foi também medida [49]. É interessante, como a saturação é
aumentada para alvos nucleares, isto é Qsat ∝ A1/3. A colaboração LHCb tem também
medido a seção de choque em colisões próton-próton em

√
s = 7 TeV de estado final dimuon,

incluindo o estado ψ(2S) [50]. A razão, em rapidez frontal 2.0 ≤ ηµ± ≤ 4.5, naquele caso é
σ(ψ(2S))/σ(J/ψ) = 0.19±0.04, o que ainda é consistente com a aproximação do formalismo
de dipolos de cor. Portanto, a investigação da fotoprodução de ψ(2S) em colisões PbPb em
LHC é interessante e oportuna.

4.2.1 Processo Fóton-Pomeron em colisões relativ́ısticas

núcleo-núcleo

A interação eletromagnética é dominante na interação núcleo-núcleo em grande parâmetro
de impacto e em energias ultra-relativ́ısticas. Em colisores de ı́ons pesados, o núcleo pesado
dá origem a campos eletromagnéticos fortes devido a ação coerente de todos os prótons
no núcleo, que podem interagir uns com os outros. Consequentemente, a seção de choque
total para um dado processo pode ser fatorizada em termos do fluxo de fótons equivalentes
do hádron projétil, e a seção de choque de produção fóton-fóton ou fóton-alvo [52]. Nosso
principal foco será processos fóton-hádron, os quais são relevantes para a fotoprodução de
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mésons vetoriais radialmente excitados. Considerando o requerimento de que a fotoprodução
não é acompanhada por interação hadrônica, uma expressão anaĺıtica para o fluxo de fótons
equivalentes de um núcleo pode ser calculada [52]

dNγ (ω)

dω
=

2Z2αem
π ω

[

ξAAR K0 (ξ
AA
R )K1 (ξ

AA
R )

− (ξAAR )2

2
K2

1 (ξ
AA
R )−K2

0 (ξ
AA
R )

]

. (4.16)

onde ω é a energia do fóton, γL é o fator de Lorentz de um único feixe, K0(ξ) e K1(ξ) são
as funções de Bessel modificadas. Considerando núcleos simétricos tendo raio RA, tem-se
ξAAR = 2RAω/γL.

A seção de choque para a fotoprodução de ψ(2S) para alvo nuclear em colisões rela-
tiv́ısticas de ı́ons pesados é dada por,

σ(AA→ ψ(2S)X) =

∞
∫

ωmin

dω
∫

dt
dNγ(ω)

dω

dσ

dt
(WγA, t) , (4.17)

onde dσ
dt

é a seção de choque diferencial para o processo γA→ ψ(2S)X , ωmin =M2
ψ/4γLmp,

W 2
γp = 2ω

√
SNN e

√
SNN é a energia de centro de massa do sistema núcleo-núcleo. Visto

que a emissão do fóton é coerente sobre todo o núcleo e o fóton é sem cor, espera-se que
os eventos sejam caracterizados por X = A e duas lacunas de rapidez no caso de processo
coerente. No processo incoerente, X = A∗ (estado excitado do núcleo) como já mencionado.

A distribuição de rapidez y para a fotoprodução de quarkonium em colisões núcleo-
núcleo pode ser também calculada diretamente da Equação (4.17), usando sua relação com
a energia do fóton ω, isto é y ∝ ln (2ω/mV ). Explicitamente, a distribuição de rapidez é
escrita como,

dσ [AA→ A⊗ ψ(2S)⊗X ]

dy
= ω

dNγ(ω)

dω
σγA→ψ(2S)X (ω) , (4.18)

onde ⊗ representa a presença de uma lacuna de rapidez. Consequentemente, dado o fluxo de
fótons, a distribuição de rapidez é uma medida direta da seção de choque de fotoprodução
para uma dada energia.

Vamos considerar o espalhamento fóton-núcleo no referencial de dipolo do cone de luz,
em que a maior parte da energia é portada pelo hádron, enquanto o fóton possui apenas
energia suficiente para se dissociar em um par quark-antiquark antes do espalhamento.
Nesta representação, o projétil prova flutua em um par quark-antiquark (um dipolo) com
separação transversa r, o qual, então, espalha o hádron [39]. Na representação de dipolos,
a amplitude para a produção do méson vetorial é dada por ([39, 29])

A (x,Q2,∆) =
∑

h,h̄

∫

dz d2rΨγ
h,h̄

Aqq̄ Ψ
V ∗
h,h̄ , (4.19)

onde Ψγ
h,h̄

(z, r, Q2) e ΨV
h,h̄(z, r) são as funções de onda do cone de luz do fóton e do méson

vetorial, respectivamente. As helicidades do quark e do antiquark são representadas por h
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e h̄, a variável r define a separação transversa relativa do par (dipolo), z (1− z) é a fração
de momentum longitudinal do quark (antiquark). A quantidade ∆ denota o momentum
transverso perdido pelo próton saindo (t = −∆2) e x é a variável de Bjorken. Além disso,
Aqq̄ é a amplitude elementar para o espalhamento de um dipolo de tamanho r no alvo.
Em uma notação compacta, a amplitude não-frontal e a seção de choque diferencial para
a produção exclusiva de charmonia (ou outro estado final) a partir de um núcleo alvo,
respectivamente, são dadas por

A (x,Q2,∆) = 〈ΨV |Aqq̄(x, r,∆)|Ψγ〉 (4.20)

dσ(s,Q2)

dt
=

1

16π
|A (x,Q2,∆)|2 (4.21)

No cálculo numérico, as correções devidas ao efeito skewness (troca de glúon fora da
diagonal) e a parte real da amplitude, são também consideradas. Detalhes da dependência
do modelo com essas correções podem ser encontrados, por exemplo, na Ref. [53].

As funções de onda do fóton aparecendo na Eq. (4.28) são relativamente bem conhecidas
[29]. Quanto a função de onda do méson, consideramos a função de onda gaussiana com
um boost:

ψnSλ,hh̄ =

√

Nc

4π

√
2

z(1 − z)

{

δh,h̄δλ,2hmc + i(2h)δh,−h̄e
iλφ

× [(1− z)δλ,−2h + zδλ,2h] ∂r

}

φnS(z, r). (4.22)

Aqui, φ(z, r), na representação mista (r, z), é obtida por um boost na função de onda
gaussiana de Schrödinger na representação de momentum, Ψ(z,k). Neste caso, obtém-se a
seguinte expressão para o estado 1S [54]:

φ1S(r, z) = N
(1S)
T

{

4z(1− z)
√

2πR2
1S exp

[

− m2
qR

2
1S

8z(1 − z)

]

× exp

[

−2z(1 − z)r2

R2
1S

]

exp

[

m2
qR

2
1S

2

]}

, (4.23)

onde para o méson vetorial no estado fundamental 1S determinamos os parâmetros R2
1S

e NT , considerando a propriedade de normalização das funções de onda e as larguras de
decaimento preditas.

A função de onda radial do ψ(2S) é obtida pela seguinte modificação do estado 1S [40]:

φ2S(r, z) = N
(2S)
T

{

4z(1− z)
√

2πR2
2S exp

[

− m2
qR

2
2S

8z(1 − z)

]

× exp

[

−2z(1 − z)r2

R2
2S

]

exp

[

m2
qR

2
2S

2

]

(

1− φ̂
)

}

,

φ̂ = α

[

1 +m2
qR

2
2S −

m2
qR

2
2S

4z(1− z)
+

4z(1 − z)

R2
2S

r2
]

,

(4.24)
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com o novo parâmetro α controlando a posição do nó. Além disso, os dois parâmetros, α e
R2S, são determinados pelas condições de ortogonalidade da função de onda do méson. A
Ref. [55] mostra um exemplo da determinação desses parâmetros para a fotoprodução do
Υ.

Estamos usando uma escolha particular para as funções de onda do méson vetorial,
Eqs. 4.23 e 4.24. A função de onda gaussiana com um boost considerada aqui, é uma
simplificação da função de onda NNPZ apresentada nas Refs. [39, 40]. Elas têm sido
comparadas às análises recentes de dados de DESY-HERA para processos exclusivos de
méson vetorial. Por exemplo, na Ref. [54], a função de onda gaussiana com um boost foi
comparada com sucesso a dados da produção de mésons J/ψ. Na Ref. [55], a produção de
Υ(1S) e seus estados excitados (Υ(2S), Υ(3S)) foi investigada, e um bom acordo com dados
de DESY-HERA foi encontrado. Outro ponto a ser analisado, é o papel desempenhado pelo
efeito nó para descrever a razão medida σ(ψ(2S))/σ(J/ψ) no caso da fotoprodução. Tal
razão é senśıvel a escala de tempo do processo de produção. Na aproximação de dipolos, as
interações ocorrem durante o peŕıodo em que o dipolo de cor está comprimido, tendo um
tamanho transverso r ≃ 1/mq, e a seção de choque de produção é proporcional ao quadrado
da função de onda do quarkonium na origem, σ ∝ |φ(0)|2.

Por outro lado, outras interações dependem do perfil da função de onda para tamanhos
transversos maiores que rB = O(1/αsmq), o assim chamado raio de Bohr. Na eletroprodução
exclusiva de charmonia em Q2 relativamente grande, o tamanho do dipolo é da ordem de
1/Q2 ≪ rB e a seção de choque é predita ser proporcional a |φn(0)|2. Isto conduz a razão da
ordem de |φ2S(0)|2/|φ1S(0)|2 ≃ 0.6 em grande Q2, enquanto o valor medido na fotoprodução
é de cerca de 0.16 [42].

Foi determinado nas Refs. [39, 40] que o valor moderado da massa do charm e o com-
portamento da transparência de cor dominante na seção de choque de dipolo σdip ∝ r2

implicam à amplitude provar a função de onda do méson em um tamanho transverso de
cerca de rB. Esse fato reduz a contribuição de ψ(2S) devido ao nó na sua função de onda
e descreve corretamente a razão medida em DESY-HERA.

Neste sentido, foi explicitamente mostrado na Ref. [44], em Q2 → 0, que a aproximação
de logaŕıtmo dominante rl⊥ ≪ 1, que gera a usual σdip ∝ r2, não é capaz de fornecer sozinha
o valor correto para a razão ψ(2S)/J/ψ. Aqui, l⊥ é o momentum transverso do glúon no
modelo de troca de dois glúons. Portanto, contribuições importantes vêm da superposição
das contribuições de dipolo de cor de tamanho grande e a função de onda ψ(2S). Assim,
apesar da aproximação de logaŕıtmo dominante ser capaz de descrever a seção de choque
da produção de J/ψ, o mesmo não é verdadeiro para os estados excitados como ψ(2S).
Esta é a razão pela qual usamos um modelo para a seção de choque de dipolo que leva em
consideração o comportamento correto para configurações de dipolos grandes (a transição
dura-suave é dada pela escala de saturação).

A fotoprodução exclusiva de ψ(2S) em processos coerentes e incoerentes pode ser calcu-
lada de forma simples em altas energias, onde o grande comprimento de coerência lc ≫ RA

é bastante válido. Em tal caso, o tamanho transverso do dipolo cc̄ é congelado por efeitos
de Lorentz. As expressões para as seções de choque coerente e incoerente são dadas por
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[56],

σγAcoh =
∫

d2b |〈ΨV |1− exp
[

−1

2
σdip(x, r)TA(b)

]

|Ψγ〉|2,
(4.25)

σγAinc =
1

16π BV (s)

∫

d2b TA(b)

× |〈ΨV |σdip(x, r) exp
[

−1

2
σdip(x, r)TA(b)

]

|Ψγ〉|2.
(4.26)

onde TA(b) =
∫

dzρA(b, z) é a função densidade nuclear, dada pela integração da densidade
nuclear ao longo da trajetória em um dado parâmetro de impacto b. Além disso, BV é
o parâmetro de inclinação (slope) difrativo na reação γ∗p → ψp. Aqui, consideramos a

dependência em energia do slope, usando a expressão de Regge BV (Wγp) = bVel+2α′ log
W 2
γp

W 2
0

com α′ = 0.25 GeV−2 e W0 = 95 GeV. Ela é usada nas medidas de slopes [42] para J/ψ e

ψ(2S) em Wγp = 90 GeV, isto é, b
J/ψ
el = 4.99 ± 0.41 GeV−2 e b

ψ(2S)
el = 4.31 ± 0.73 GeV−2,

respectivamente.
O último aspecto é o modelo para a seção de choque de dipolo nas Eqs. (4.25) e (4.26).

Em nosso cálculo, consideramos o modelo CGC (Color Glass Condensate) [57] para σdip(x, r)
dado por:

σdip (x, r) = σ0







N0

(

τ̄2

4

)γeff (x, r)
, for τ̄ ≤ 2 ,

1− exp
[

−a ln2 (b τ̄ )
]

, for τ̄ > 2 ,

onde τ̄ = rQsat(x) e a expressão para τ̄ > 2 (região de saturação) tem a forma funcional
correta, como obtida na teoria do Color Glass Condensate (CGC) [47]. Para a região de
transparência de cor, próxima ao limite de saturação (τ̄ ≤ 2), o comportamento é dirigido

pela dimensão anômala efetiva γeff (x, r) = γsat +
ln(2/τ̃ )
κλ y

, onde γsat = 0.63 é a dimensão
anômala da Eq. BFKL LO no limite de saturação.

Este modelo foi testado por um longo peŕıodo em DIS, DIS difrativo e processos de
produção exclusiva em colisões ep. Além disso, corrigimos pelo efeito de sombreamento do
glúons , visto que a densidade de glúons nos núcleos na região de pequeno-x é sabida ser
suprimida comparada a um núcleon livre. Isto é, tomamos σdip → RG(x,Q

2, b)σdip seguindo
estudos da Ref. [58]. O fator RG é a razão da densidade nuclear de glúons. Na presente
investigação, usamos a razão nuclear da teoria de twist 1 dominante do sombreamento nu-
clear, baseada na generalização do formalismo de múltiplo espalhamento de Gribov-Glauber,
como investigado na Ref. [59]. Usamos os dois modelos para RG(x,Q

2) dispońıveis em [59],
Modelos 1 e 2, que correspondem ao sombreamento nuclear mais forte e ao sombreamento
nuclear moderado, respectivamente. Tal escolha é completamente arbitrária e outras razões
de glúons dispońıveis na literatura podem ser consideradas. Também seria interessante

1 Em QCD a função de estrutura pode ser calculada através da Expansão de Produto de Operadores

(OPE): F2(x,Q
2) =

∑

n
Cn(x,Q

2)
(Q2)n onde n é a ordem (twist) do operador correspondente. A contribuição

para n = 0 é a de ordem dominante (twist dominante) e F2 terá dependência suave em Q2.
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Fig. 4.6: Distribuição de rapidez da fotoprodução coerente do méson J/ψ em
√
s = 2.76

TeV em colisões PbPb em LHC. As curvas teóricas representam o formalismo
de dipolos usando RG = 1 (curva traço-pontilhada) e dois cenários para a dis-
tribuição de glúons nuclear (curvas sólida e tracejada, conforme expĺıcito no
texto). Dados da colaboração ALICE [48, 49].

investigar o efeito de considerar o parâmetro de impacto dependente das razões das dis-
tribuições de pártons nuclear.

4.2.2 Resultados

Comparamos a presente aproximação teórica com os dados recentes para o estado 1S
medidos pela colaboração ALICE, em energia de 2.76 TeV em colisões PbPb em LHC
[48, 49]. Na Fig. 4.6 apresentamos os cálculos numéricos para a distribuição de rapidez
coerente do estado J/ψ dentro do formalismo de dipolos de cor, Eqs. (4.27) e (4.25), usando
cenários distintos para o sombreamento nuclear do glúon [51]. A curva trao̧-pontilhada
apresenta o resultado usando RG = 1 e é consistente com cálculos anteriores utilizando o
mesmo formalismo [53]. Nosso resultado superestima o dado de ALICE em rapidez para
trás ou frontal e principalmente em rapidez central. No caso de rapidez para trás ou frontal,
a superestimação é esperada pelo fato do fator de limiar para x → 1 não ter sido inclúıdo
no presente cálculo. Em tal região cinemática, ou pequeno-x, fótons espalham um glúon
de grande x ou vice-versa. Por exemplo, para y ≃ ±3 obtém- se x da ordem de 0.02. Por
outro lado, para rapidez central y = 0 pode-se obter x = MV e

±y/
√
sNN menor que 10−3

para a distribuição de glúons nuclear. Em tal caso, considerando RG = 1 o dado de ALICE
[49] é superestimado por um fator 2, ou então, como observado no recente estudo da Ref.
[60]. A situação é melhorada se considerarmos o sombreamento nuclear, renormalizando
a seção de choque de dipolo. A razão disso é que a densidade de glúons nos núcleons em
pequeno-x de Bjorken é esperada ser suprimida comparada a de um núcleon livre, devido
a interferências. Para a razão da densidade de glúons, RG(x,Q

2 = m2
V /4), consideramos a

estimativa teórica da Ref. [59], em que dois cenários para o sombreamento de glúons são
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Fig. 4.7: Distribuição de rapidez da produção coerente do méson ψ(2S) em
√
s = 2.76 TeV

em colisões PbPb em LHC.

investigados: o Modelo 1 corresponde a um sombreamento de glúons forte e o Modelo 2
preocupa-se com o sombreamento nuclear baixo.

A consequência da renormalização da seção de choque de dipolo pelos efeitos de som-
breamento nuclear é representada pela curva tracejada (Modelo 1) e curva sólida (Modelo
2), respectivamente. Claramente, a opção de sombreamento baixo é preferida na presente
análise. Vale a pena mencionar que as incertezas teóricas relacionadas a escolha da função
de onda do méson são relativamente grandes. Como uma predição em rapidez central,
obtém-se dσ

dy
(y = 0) = 4.95, 1.68 e 2.27 mb para o cálculo usando RG = 1, Modelo 1 e Mod-

elo 2, respectivamente. Aqui, consideramos RG como sendo independente do parâmetro de
impacto, mas sabe-se que a dependência em b dessa razão pode gerar uma supressão menor,
comparada à apresentada em nosso cálculo. Por exemplo, na Ref. [58] a supressão é da
ordem de 0.85 para energias de LHC e rapidez central.

Na Fig. 4.7, mostramos nossas predições para a fotoprodução coerente do estado ψ(2S).
Esta é a primeira estimativa na literatura para a fotoprodução do estado 2S em colisões
núcleo-núcleo. As predições seguem a forma geral como para e estado 1S, onde a notação
das curvas é a mesma usada na Fig. 4.6. Em particular, para RG = 1 obtém-se para rapidez
central dσ

dy
(y = 0) = 0.71 mb e dσ

dy
(y = ±3) = 0.16 mb na região para trás/frontal. Quando

introduzida a supressão na seção de choque de dipolo, devido ao sombreamento nuclear,
obtém-se dσ

dy
(y = 0) = 0.24 mb e 0.33 mb para o Modelo 1 e Modelo 2, respectivamente. Em

rapidez central, a razão entre os estados de méson é avaliada como Ry=0
ψ =

σψ(2S)

dy
/
dσJ/ψ
dy

(y =

0) = 0.14 no caso RG = 1 o que é consistente com a razão medida em CDF, isto é, 0.14±0.05,
na observação da produção exclusiva de charmonium em colisões pp̄ [61]. Uma razão similar
é obtida usando o Modelo 1 e o Modelo 2 em rapidez central também. Como uma predição
para a próxima tomada de dados do LHC planejado em colisões PbPb no modo 5.5 TeV,
obtemos dσcoh

dy
(y = 0) = 1.27 mb e dσinc

dy
(y = 0) = 0.27 mb para as seções de choque coerente

e incoerente do ψ(2S) (limite superior usando RG = 1), respectivamente.
Finalmente, na Fig. 4.8 mostramos a contribuição incoerente para a distribuição de
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Fig. 4.8: Distribuição de rapidez da fotoprodução incoerente dos mésons J/ψ (linha sólida)
e ψ(2S) (linha tracejada) em

√
s = 2.76 TeV em colisões PbPb em LHC. Dados

da colaboração ALICE [49].

rapidez para ambos os estados de mésons J/ψ (linha sólida) e ψ(2S) (linha pontilhada).
As estimativas teóricas foram feitas usando a Eq. (4.27), levando em consideração o corre-
spondente slope difrativo para cada estado de méson. Para o estado J/ψ, o presente cálculo
pode ser diretamente comparado com os estudos apresentados na Ref. [60]. Foi encontrado
em [60] que a seção de choque incoerente dσinc

dy
varia entre 0.5 to 0.7 mb (usando a seção de

choque de dipolo IIM) ou entre 0.7 to 0.9 mb (usando a seção de choque de dipolo fIPsat) em
rapidez central, com a incerteza determinada pela função de onda considerada. Em nosso
caso, obtemos dσinc

dy
(y = 0) = 1.1 mb usando uma expressão diferente para a amplitude incoe-

rente Eq. (4.26). Nosso resultado descreve adequadamente os dados recentes de ALICE [49]

para a seção de choque incoerente em rapidez média,
dσALICE
inc

dy
(−0.9 < y < 0.9) = 0.98± 0.25

mb. Como uma predição para o estado ψ(2S), encontramos dσinc
dy

= 0.16 mb em rapidez
central. Em ambos os casos, calculamos apenas o para RG = 1, o que representa um limite
superior para a seção de choque incoerente, comparada aos cálculos para os modelos 1 e 2.
Notamos que, para o caso incoerente, o sombreamento de glúons é mais fraco que no caso
coerente, e a redução é em torno de 20% comparada ao caso RG = 1. Como esperado, a
parte incoerente é bastante menor comparada a contribuição coerente. Como um exemplo
da ordem de magnitude, a razão incoerente/coerente é um fator 0.22 para o estado 1S e
0.23 para o estado 2S em rapidez central.

4.3 Fotoprodução exclusiva dos estados J/ψ e ψ(2S)

em colisões próton-próton no LHC

Agora, focamos na fotoprodução de J/ψ e do méson radialmente excitado ψ(2S) em
colisões próton-próton. Uma importante motivação é a medida recente da colaboração
LHCb da seção de choque em

√
s = 7 TeV de estados finais exclusivos de dimuon, incluindo
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o estado ψ(2S) [50]. Aquelas medidas foram realizadas em rapidez frontal 2.0 ≤ ηµ± ≤ 4.5, o
que corresponde a variável de Bjorken-x suficientemente pequena x ≈ 5×10−6. O formalismo
teórico considerado na presente investigação é, novamente, o formalismo de dipolos do cone
de luz, onde a flutuação cc̄ (dipolo de cor) do fóton quase-real entrando interage com o
núcleon alvo via seção de choque de dipolo e o resultado é projetado na função de onda
do hádron observado. Em altas energias, a transição do regime descrito pela dinâmica
linear da cadeia de emissões, para um novo regime onde o processo f́ısico de recombinação
de pártons torna-se importante é esperado. Tal regime de energia é caracterizado pela
limitação do máximo espaço de fase da densidade partônica, que pode ser alcançada na
função de onda hadrônica: o fenômeno de saturação partônica. A transição é definida pela
escala de saturação Qsat ∝ xλ.

Portanto, a investigação teórica dos mésons J/ψ e ψ(2S) pode lançar luz nas restrições
experimentais da seção de choque de dipolo e nos modelos fenomenológicos baseados na ideia
da saturação partônica. Neste sentido, na Ref. [51] investigamos a fotoprodução de mésons
radialmente excitados em colisões relativ́ısticas de ı́ons pesados. A fotoprodução exclusiva
de ψ(2S) foi analisada, avaliando as contribuições coerente e incoerente do referido processo.
A aproximação fornece uma descrição razoável dos dados da colaboração ALICE [48, 49] da
produção de J/ψ em colisões PbPb em 2.76 TeV e predições são apresentadas para o estado
ψ(2S).

O objetivo aqui é duplo. Primeiro, apresentamos as predições para a fotoprodução de
J/ψ e seu estado excitado em colisões próton-próton em LHC dentro do mesmo formalismo
fenomenológico. Este fato é completamente novo, como grande parte das predições na
literatura preocupa-se apenas com o estado J/Ψ. Segundo, investigamos a sensibilidade
dos dados recentes do LHCb à dinâmica de pequeno-x presente no modelo fenomenológico
considerado para a seção de choque de dipolo. Como já mencionado, a função de onda
do estado ψ(2S) apresenta nós, comparada ao estado 1S. Este fato torna a amplitude da
produção senśıvel a configurações de dipolo de tamanho grande e, portanto, é explorada a
região de transição entre o comportamento de transparência de cor, σdip ∝ r2, para a região
suave não-perturbativa. Nos modelos de saturação, tal transição é dirigida pela escala de
saturação, e esta é a clara vantagem do modelo fenomenológico considerado aqui.

4.3.1 Fotoprodução exclusiva de mésons em colisões

próton-próton

A distribuição de rapidez y para a fotoprodução de charmonia, isto é, estados J/ψ e ψ(2S),
em colisões próton-próton pode ser escrita como,

dσ

dy
(pp→ p⊗ ψ ⊗ p) = S2

gap

[

ω
dNγ

dω
σ(γp→ ψ(nS) + p)

+ (y → −y)] , (4.27)

onde⊗ representa a presença de um gap de rapidez. O estado produzido, com massamV tem
rapidez y ≃ ln(2ω/mV ) e o quadrado da energia de centro de massa γp é dadoW 2

γp ≃ 2ω
√
s.

As correções absortivas devido as interações entre os dois hádrons são representadas pelo
fator Sgap.
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Fig. 4.9: (Color online) Distribuição de rapidez da produção exclusiva do méson J/ψ na
região frontal, em

√
s = 7 TeV em colisões próton-próton em LHC. A predição

teórica é representada pela curva sólida. Dados da colaboração LHCb [50].

Assumindo a aproximação razoável da dependência em t para a seção de choque elemen-
tar ser Aqq̄ ∝ exp (−BV |t|/2), a seção de choque para a produção exclusiva de charmonia
fora do núcleon alvo é dada por,

σγ∗p→V p(s,Q
2) =

1

16πBV

∣

∣

∣A (x,Q2,∆ = 0)
∣

∣

∣

2
, (4.28)

onde BV é o parâmetro de inclinação (slope) difrativo da reação γ∗p→ V p. Aqui, conside-
ramos a dependência em energia do parâmetro de slope usando a expressão motivada por

Regge BV (Wγp) = bVel +2α′ log
(

Wγp

W0

)2
com α′ = 0.25 GeV−2 e W0 = 95 GeV. São usados os

slopes medidos [42] para J/ψ e ψ(2S) em Wγp = 90 GeV, isto é b
J/ψ
el = 4.99± 0.41 GeV−2 e

b
ψ(2S)
el = 4.31± 0.73 GeV−2, respectivamente. Em nossas avaliações numéricas, as correções
relacionadas ao efeito de assimetria (skewness) segundo o qual os glúons provenientes do
par qq̄ podem portar diferentes frações de momentum x, x′ do próton e a parte real da
amplitude são levadas em consideração corretamente [53]. Para a massa do quark, usamos
o valor mc = 1.4 GeV.

As funções de onda utilizadas são as mesmas apresentadas previamente para o caso de
interações núcleo-núcleo, assim como os modelos para seção de choque de dipolo.

4.3.2 Resultados

Primeiramente, comparamos a presente aproximação teórica aos dados do estado J/ψ
medidos pela colaboração LHCb em energia de 7 TeV em colisões próton-próton na região
frontal 2.0 < η± < 4.5 [50]. A seguir, assumimos o valor médio S2

gap = 0.8 para o fator
de absorção, apesar dele depender da rapidez, como mostrado na Ref. [62]. As correções
absortivas considerando o reespalhamento elástico foram calculadas para colisões pp em [62]
e têm o valor S2

gap(y = 0) = 0.85 e S2
gap(y = 3) = 0.75, respectivamente.
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Na Fig. 4.9 os cálculos numéricos (nomeados GGM e representados pela curva sólida) são
mostrados para a distribuição de rapidez do estado J/ψ dentro do formalismo de dipolos de
cor, Eqs. (4.27) e (4.28) [63]. A normalização relativa e o comportamento global na rapidez
são bem reproduzidos no regime frontal.

Na Fig. 4.10 a distribuição de rapidez completa, incluindo a região de rapidez média e
para trás, é apresentada para os estados J/ψ e ψ(2S) (curve sólida e tracejada, respecti-
vamente). A seção de choque do J/ψ em rapidez central é dσ

dy
(y = 0) = 5.8 nb. Obtemos

σ(pp → p + J/ψ + p) × Br(J/ψ → µ+µ−) = 698 pb para o méson com rapidez entre 2 e
4.5. Após corrigir esse resultado pelo fator de aceitação, a fim de converter a predição em
termos da pseudorapidez do múons, tomamos σpp→J/ψ(→µ+µ−)(2.0 < ηµ± < 4.5) = 298 pb. O
que está em bom acordo com o resultado experimental σpp→J/ψ(→µ+µ−)(2.0 < ηµ± < 4.5) =
307 ± 42 pb [50] (somando erros em quadratura). Agora, analisamos a produção exclusiva
dos mésons radialmente excitados ψ(2S).

Na Fig. 4.10 mostramos a distribuição de rapidez para tal estado do méson (linha
tracejada) o qual dá uma seção de choque dσ

dy
(y = 0) = 0.94 nb em rapidez central. É

obtido σ(pp → p + ψ(2S) + p) × Br(ψ(2S) → µ+µ−) = 18 pb para rapidez 2.0 < y <
4.5. Portanto, agora prevemos σpp→ψ(2S)(→µ+µ−)(2.0 < ηµ± < 4.5) = 7.7 pb comparado a
σpp→ψ(2S)(→µ+µ−)(2.0 < ηµ± < 4.5) = 7.8 ± 1.6 pb medido por LHCb [50]. Em rapidez
média, obtemos a razão [ψ(2S)/J/ψ]y=0 = 0.16 e tomando a seção de choque integrada
para 2.0 < y < 4.5 temos [ψ(2S)/J/ψ]2<y<4.5 = 0.18. O último valor da razão é fortemente
consistente com a determinação de LHCb [ψ(2S)/J/ψ](2.0 < ηµ± < 4.5) = 0.19± 0.04.

A Tab. 4.2 mostra os resultados obtidos nas regiões consideradas de rapidez.

Região de rapidez J/Ψ Ψ(2S) Ψ(2S)/J/Ψ

y = 0 dσ/dy = 5, 8nb dσ/dy = 0, 94nb 0,16
2.0 < y < 4.5 σpp→J/ψ(→µ+µ−) = 298 pb σpp→ψ(2S)(→µ+µ−) = 7.7 pb 0, 18∗

Tab. 4.2: Resultados.

∗ A razão ψ(2S)/J/ψ em rapidez frontal é obtida combinado a fração da largura do decai-
mento do méson em dois múons com os fatores de aceitação determinados por STARLIGHT.

É oportuno comparar nossos resultados à aproximações teóricas similares na literatura.
Os valores obtidos para a seção de choque integrada para a produção exclusiva de J/ψ são
consistentes com outros cálculos usando o formalismo de dipolos [53, 64] e com o resultado
de Starlight [65] e SuperChic [66]. No caso do estado ψ(2S) nossa predição está em acordo
com o resultado de Starlight, o qual é σSTARLIGHT

pp→ψ(2S)(→µ+µ−) = 6.1 pb. Por outro lado, nossos
resultados são de, aproximadamente, um fator 2 abaixo do valor encontrado na Ref. [62], o
qual considera a fatorização-k⊥.

A complexidade do modelo fenomenológico considerado aqui poderia tornar obscura sua
conexão à dinâmica QCD. A principal dependência sendo provada na produção exclusiva
de mésons vetoriais em colisões pp é o comportamento em energia da seção de choque de
fotoprodução (dado que o fluxo de fótons é bem conhecido). Os dados de LHCb cobrem uma
ordem de magnitude da energia de centro de massa fóton-próton acima do regime t́ıpico de
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Fig. 4.10: Predições teóricas para a distribuição de rapidez da produção exclusiva dos
mésons J/ψ (curva sólida) e ψ(2S) (curva tracejada) em

√
s = 7 TeV em

colisões próton-próton em LHC.

DESY-HERA.
Tal extrapolação é completamente dirigida pela dinâmica QCD em pequeno-x, envolvida

na seção de choque de dipolos em nossa análise. Isto é diretamente traduzido dentro da
dependência em rapidez da seção de choque pp. Os outros inputs, como os parâmetros
na função de onda, parte real e correções de skewness e efeitos de absorção são considera-
dos apenas para a normalização geral. É importante mencionar que nossas predições têm
parâmetros livres. Os inputs na função de onda do méson são determinados pelas suas
condições de normalização. Os parâmetros fenomenológicos na seção de choque de dipolo
foram determinados por um ajuste aos dados de DESY-HERA para a função de estru-
tura do próton F2 em pequeno-x [57] e testados em processos exclusivos em energias de
DESY-HERA [54, 64].

Finalmente, realizamos predições para a próxima tomada de dados do LHC no modo

próton-próton. Encontramos
dσJ/ψ
dy

= 6.2 nb e 7.9 nb para rapidez central em energias de 8

e 14 TeV, respectivamente. Para o estado ψ(2S) a extrapolação dá
dσψ(2S)

dy
= 1.0 nb e 1.4 nb

para as mesmas energias em rapidez central. Os valores encontrados estão abaixo daqueles

preditos pela aproximação k⊥ [62], que são
dσJ/ψ
dy

≃ 11 nb e
dσψ(2S)

dy
≃ 2 nb para energia de

14 TeV em rapidez central.
A Fig. 4.11 mostra uma comparação de nossas predições para a produção dos mésons

J/Ψ e Ψ(2S) com dados de LHCb, apresentada na Ref. [67]. Em ambos os casos, um bom
acordo com os dados é verificado.

4.4 Conclusão

Neste caṕıtulo abordamos a produção coerente e incoerente de mésons J/Ψ e Ψ(2S) em
colisões PbPb e pp, em energias de 2,76 TeV e 7 TeV, respectivamente. As predições
apresentadas para a produção coerente e incoerente do méson J/Ψ em interações PbPb
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Fig. 4.11: Distribuição de rapidez da produção de J/Ψ (superior) e Ψ(2S) (inferior) com-
parada com dados da colaboração LHCb. Figura retirada de [67].
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estão em razoável acordo com o dados experimentais, sendo que a opção de sombreamento
moderado é mais adequada na descrição dos dados da colaboração ALICE. As predições
para a produção do méson Ψ(2S) são as primeiras apresentadas na literatura. Para o
caso de colisões pp, as predições estão em bom acordo com os dados experimentais da
colaboração LHCb, assim como a razão J/Ψ/Ψ(2S) encontrada é fortemente consistente
com a determinação de LHCb. No caṕıtulo seguinte, abordamos o processo Drell-Yan, o
qual, assim como a produção de mésons, é importante para estudar a f́ısica de pequeno - x.



Caṕıtulo 5

Produção de diléptons no limite de

altas energias

Assim como o DIS, a produção de pares de léptons com grande massa invariante em
colisões hadrônicas também pode ser usada para estudar a estrutura dos hádrons. Os
conceitos do modelo de pártons utilizados no DIS, podem ser aplicados a outros tipos de
colisões hadrônicas, como por exemplo, o processo Drell-Yan (DY). Este caṕıtulo trata do
processo Drell-Yan a partir do modelo de dipolos (a revisão teórica associada segue as Refs.
[68] , [69] e [70]) e apresentamos predições para a produção de diléptons de baixa massa.

5.1 O Processo Drell-Yan

No processo Drell-Yan, em mais baixa ordem, dois hádrons colidem e um quark prove-
niente de um dos hádrons aniquila um antiquark do outro hádron gerando um fóton que,
por sua vez, flutua em um par de léptons, conforme mostrado na Fig.5.1.

A escala do processo DY é a massa invariante do par de léptons no estado final, a
qual corresponde ao momentum transferido no processo, enquanto que no DIS, a escala é o
momentum transferido Q2. Assim, para o processo DY,

M2 = q2 > 0 (5.1)

onde qµ é o quadrimomentum do fóton virtual. O quadrado da energia de centro de massa
dos hádrons colidindo é dado por:

s = (P1 + P2)
2 (5.2)

onde P1 e P2 são os quadrimomenta do hádron 1 e do hádron 2, respectivamente. Uma
variável útil para trabalhar com processos DY com alvo fixo é a fração de momentum
longitudinal total, xF , conhecida como x de Feynman, definida como:

xF =
2pL√
s
≈ x1 − x2 (5.3)
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Fig. 5.1: Processo Drell-Yan em mais baixa ordem em QCD.

onde pL é o momentum longitudinal do par de léptons, no referencial de centro de massa
hádron-hádron, e x1 e x2 são as frações de momentum total portadas pelos pártons. Assim:

p1 = x1P1 (5.4)

e

p2 = x2P2 (5.5)

onde p1 e p2 são os momenta portados pelos pártons. Assim, podemos escrever:

x1 =
2P2 · q
s

(5.6)

e

x2 =
2P1 · q
s

(5.7)

Além disso, as variáveis x1 e x2 estão relacionadas por:

τ = x1x2 =
M2

s
(5.8)

onde o momentum transverso do fóton virtual foi desprezado.
As frações de momentum portadas pelos pártons que contribuem para a seção de choque

em ordem dominante (LO), podem ser expressas em termos da variável rapidez do par e na
variável de escalamento τ , como

x1 =
√
τey (5.9)

e

x2 =
√
τe−y (5.10)
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A seção de choque partônica da Figura 5.1, é dada por:

dσ̂

dM2
=

4πα2
emǫ

2
i

3NcM2
δ(x1x2s−M2) (5.11)

onde ǫi representa a fração de carga do próton portada de quark de sabor “i” e o fator Nc

é número de cor. Incorporando a seção de choque partônica no meio hadrônico, temos:

dσ

dM2
=
∫ 1

0
dx1dx2

∑

i

{qi(x1,M2)q̄i(x2,M
2) + x1 ↔ x2}

dσ̂

dM2
(5.12)

onde q(x,M2) e q̄(x,M2) são as funções de distribuição partônicas definidas no DIS e descre-
vem a probabilidade de encontrar um quark ou antiquark portando uma fração de momen-
tum x do hádron. Como no processo DY a escala é determinada pelo quadrado da massa
invariante do par de léptons, as funções de distribuição partônicas passam a depender de
M2. A função δ na equação 5.11 nos permite escrever a seção de choque na forma:

M2dσ

dτ
=

4πα2
em

3Nc

∫ 1

0
dx1

∑

i

{qi(x1,M2)q̄i(x2,M
2) + x1 ↔ x2} (5.13)

que explicita o escalamento da seção de choque em termos de τ .
O fato da seção de choque depender de τ e não de M2 e s separadamente (propriedade

de escalamento [71, 72]), concorda com o mecanismo ilustrado na Figura 5.1. Entretanto,
algumas caracteŕısticas da produção DY não podem ser compreendidas na ordem mais baixa
do processo. São estas:

• Os dados experimentais mostram-se acima (por um fator de 2 a 3) dos valores en-
contrados ao calcular as seções de choque diretamente de 5.13, mostrando que mais altas
ordens do processo devem ser consideradas. Estas ordens mais altas podem ser inseridas
através de um fator constante K, o qual independe de M2 e x, mas dependente da energia.

• Os experimentos também apresentam fótons com grande momentum transverso (da
ordem de alguns GeV ). Entretanto, não existem pártons iniciais com momentum transverso
no modelo de partons simples. Fenomenologicamente, uma distribuição em momentum
transverso, usualmente gaussiana, pode ser usada para descrever o pequeno momentum
transverso dos quarks [73, 74].

As correções de primeira ordem em QCD podem ser usadas para resolver estes problemas,
como exemplo, para o subprocesso partônico mostradas na Fig.5.2. A primeira linha da
figura contém as correções virtuais ao propagador de quarks e ao vértice. A segunda linha
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 )
[73, 74, 75]. A última linha mostra os diagramas para o processo Compton (qg → qγ∗),
onde o quark interage com um glúon e emite um fóton, o qual é dominante na região
cinemática onde o par de léptons possui grande pT .

As correções de primeira ordem solucionam vários aspectos fenomenológicos do DY, as
quais explicam como o pT do dilépton é produzido e descreve o comportamento do fator K
[76]. Entretanto, o espectro de momentum transverso não é completamente descrito, sendo,
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Fig. 5.2: Correções QCD em primeira ordem para o processo DY

portanto, necessário investigar as modificações dos resultados devido as correções de mais
altas ordens.

Os resultados teóricos concordam com os dados somente para p2T ∼M2, e divergem para
p2T → 0,

dσ

dp2T
∝ αs(p

2
T )

p4T
(5.14)

enquanto o resultado experimental é, obviamente, finito. A razão para este comportamento
é que grandes logaritmos lnM2/p2T ocorrem em correções de altas ordens e deve-se ressomar
todos esses termos. Isto é posśıvel dentro da QCD perturbativa [77, 78, 79], por uma ressoma
dos glúons suaves irradiados do quark e do antiquark, respectivamente. O resultado indica
que quase nenhum momento transverso intŕınseco é necessário e que praticamente todo pT
é gerado perturbativamente [80].

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 de termos da expansão
se faz necessária. A seção de choque na região p2T ≪ M2 é dominada por contribuições de
logaŕıtmo dominante na forma [81, 68]:

dσ

dp2T
∝ 1

p2T

∑

i=1

[

αs ln

(

M2

p2T

)]i

(5.15)

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

2/p2T ),
em vez de αs e verificamos uma divergência para pT → 0
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Collins, Soper e Sterman [78] desenvolveram um formalismo no qual os logaŕıtmos domi-
nantes e não dominantes na seção de choque (5.15) são considerados, de forma a descrever
a distribuição em momentum transverso do DY. Neste formalismo, a seção de choque fica
escrita como:

dσ

dp2TdMdy
(total) =

dσ

dp2TdMdy
(ressom) +

dσ

dp2TdMdy
(pert)− dσ

dp2TdMdy
(assin) (5.16)

Os termos divergentes quando pT → 0 são controlados por uma parte que contém os
termos da série ressomados, de forma que, para pequeno momentum transverso, o termo

dσ
dp2T dMdy

(ressom) descreve a distribuição de momentum transverso. O comportamento diver-

gente da série perturbativa para pequeno pT , passa a ser controlado pelo termo assintótico.
Assim, para pequeno pT as contribuições perturbativa e assintótica se cancelam, de

modo que a contribuição de ressoma representa a seção de choque; para grande pT as
contribuições de ressoma e assintótica se cancelam e a distribuição em pT é descrita pela
parte perturbativa. Para muito alto pT apenas a parte perturbativa deve ser considerada,
visto que a parte de ressoma contém todas as ordens, enquanto a parte assintótica contém
apenas termos até segunda ordem, de forma que as contribuições não se cancelam neste
caso. O formalismo acima descrito apresenta bom acordo com os dados [82].

5.2 Formalismo de dipolos para o DY

Nas regiões cinemáticas dispońıveis nos atuais aceleradores, os efeitos de saturação po-
dem ser melhor compreendidos. Nestas regiões, a produção de diléptons massivos em co-
lisões hadrônicas (processo DY) pode ser utilizada para investigar o limite de alta densidade
partônica, visto que este processo é uma prova clara da distribuição de glúons através do
processo Compton da QCD. O formalismo adequado para trabalhar com efeitos de saturação
e efeitos nucleares é o formalismo de dipolos, o qual é formulado no referencial de repouso
do alvo, onde o DY é visto como o bremsstrahlung de um fóton virtual emitindo um par de
léptons, como mostra a Fig.5.3.

No formalismo de dipolos, a seção de choque para a radiação de um fóton virtual a partir
de um quark espalhando em um nucleon (N) pode ser escrita como [83]:

dσT,L(qN → γ∗X)

d lnα

∫

d2r⊥|ΨT,L
γ∗q(α, r⊥)|2σdip(αr⊥) (5.17)

sendo que as funções de onda são dadas por [83]:

|ΨT,L
γ∗q (α, ~ρ)|2 = |ΨT

γ∗q(α, ~ρ)|2 + |ΨL
γ∗q(α, ~ρ)|2 , (5.18)

|ΨT
γ∗q(α, ~ρ)|2 =

αem
π2

{m2
fα

4K2
0 (ηρ) + [1 + 1− α]ηK2

1(ηρ)} , (5.19)

|ΨL
γ∗q(α, ~ρ)|2 =

2αem
π2

M2(1− α)K2
0(ηρ)} , (5.20)

onde σdip é a mesma seção de choque de dipolo do DIS, r⊥ é a separação transversa fóton-
quark, e o argumento da seção de choque de dipolo, αr⊥, é o deslocamento do quark do
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Fig. 5.3: Um quark ou antiquark do projétil espalha com o campo de cor do alvo e irradia
um fóton (antes ou depois do espalhamento), o qual flutua em um par de léptons.

projétil no espaço de parâmetro de impacto devido a radiação do fóton virtual, diferente-
mente do caso do DIS, onde a separação do dipolo é simplesmente r⊥.

Apesar de não haver, fisicamente, dipolo neste caso, 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 [84].

Uma grande vantagem do formalismo de dipolos é o fato da distribuição de momentum
transverso ser finita para pequeno pT → 0, mesmo em ordem dominante, caracteŕıstica
associada com a saturação existente na seção de choque de dipolo.

No formalismo de dipolos, a distribuição de momentum transverso DY é dada por [85]:

d3σ(pp→ l+l−X)

dydM2dp2T
=

αem
3M2

x1

∫ αmax

x1

dα

α

Nf
∑

q=1

e2q

[

q
(

x1
α

)

+ q̄
(

x1
α

)]

×
∫

d2r⊥d
2r

′

⊥e
i~pT (~r⊥−~r′

⊥
)[ψTγ∗q(α, r⊥)Ψ

T∗
γ∗q(α, r

′

⊥) + ψLγ∗q(α, r⊥)Ψ
L∗
γ∗q(α, r

′

⊥)]

×1

2
[σdip(x, αr⊥) + σdip(x, αr

′

⊥)− σdip(x, α|~r⊥ − ~r
′

⊥|)] (5.21)

Três, das quatro integrais da expressão (5.21) podem ser resolvidas analiticamente, tendo
como resultado [86]:

dσDY

dM2dxFdp2T
=

α2
em

6π3M2

1

(x1 + x2)

∫

dρW (ρ, pT )σdip(ρ) (5.22)

sendo a função peso W (ρ, pT ), dada por:

W (ρ, pT ) =
∫ αmax

x1

dα

α

Nf
∑

q=1

e2q

[

q
(

x1
α

)

+ q̄
(

x1
α

)]

×
{

[m2
qα

4 + 2M2(1− α)2]

[

1

p2T + η2
T1(ρ)−

1

4η
T2(ρ)

]
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Fig. 5.4: A função peso W (ρ, pT ) em termos de ρ, para diferentes valores de pT [85].

+[1 + (1− α)2]

[

ηPT
p2T + η2

T3(ρ)−
T1(ρ)

2
+
η

4
T2(ρ)

]

(5.24)

com

T1(ρ) = ρJ0(pTρ/α)K0(ηρ/α)/α (5.25)

T2(ρ) = ρ2J0(pTρ/α)K1(ηρ/α)/α
2 (5.26)

T3(ρ) = ρJ1(pTρ/α)K1(ηρ/α)/α (5.27)

As funções de Bessel Ji governam o comportamento de W (ρ, pT ) em função de ρ. Como
mostra a Figura 5.4, para grande pT os dipolos de grande separação são suprimidos. Se pT
decresce, dipolos com grande ρ tornam-se significativos. Para pT = 0 a função W (ρ, pT )
seleciona grandes dipolos (mais significativos para maior energia). Portanto, o setor não
perturbativo do processo governa o regime de pequeno pT , enquanto o comportamento para
grande pT é quase completamente dominado por dipolos de pequeno ρ.

5.3 A seção de choque de dipolo

Nas seções anteriores expressamos as seções de choque do DIS e do DY em função da
seção de choque de dipolo. Portanto, a σdip é uma quantidade necessária para o cálculo
dessas seções de choque. A seção de choque de dipolo é de interesse não apenas em DIS e
DY, mas também em outros processos, como por exemplo, o espalhamento ṕıon - próton.
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Neste caso, a função de onda do ṕıon na representação espacial Ψπ(ρ) dá a probabilidade de
encontrar um par quark - antiquark com uma dada separação transversa dentro do ṕıon.

Entretanto, a seção de choque de dipolo é amplamente desconhecida, podendo ser ex-
pressa em termos da densidade de glúons, apenas em pequenas distâncias ρ. Contudo,
existem diversas parametrizações dispońıveis na literatura, as quais descrevem σqq̄(ρ), sem
considerar explicitamente a evolução QCD da densidade de glúons. Uma delas é a parame-
trização fornecida pelo modelo de saturação de Golec - Biernat e Wusthoff (GBW) [87, 88],
dada por

σqq̄(x, ρ) = σ0

[

1− exp

(

− ρ2Q2
0

4(x/x0)λ

)]

(5.28)

onde Qsat = (x/x0)
λ é a escala de saturação, Q0 = 1 GeV e os parâmetros σ0 = 23.03mb,

x0 = 0.0003 e λ = 0.288 são fitados. Esta seção de choque de dipolo decresce em pequenas
distâncias αρ2 (transparência de cor) e satura em grandes separações.

5.4 Um estudo da produção Drell-Yan de baixa

massa em CERN LHC no formalismo de dipolos

As seções de choque para produzir pares de léptons pelo processo Drell-Yan (DY), obedecem
a propriedade de fatorização e são finitas em primeira ordem em teoria de perturbação, em
momento transverso suficientemente grande, pT . Por outro lado, existe um amplo programa
de investigação tratando a região de baixo pT , como uma aproximação convencional de
fatorização que dá resultados divergentes para pT → 0. O estudo da seção de choque DY,
com diléptons portando grandes valores de momentum transverso, tem longa história e está
relacionado ao espalhamento profundamente inelástico (DIS), produção de fóton direto e
produção de jatos, como uma importante prova da dinâmica de hádron em curta distância.
Além de ajudar a restringir as funções distribuição de pártons (PDFs) nos núcleons, o grande
apelo da produção de diléptons em processos DY em alvos nucleares é que eles são provas
sem cor da dinâmica de quarks e glúons. Isto é, eles escapam ilesos através do meio colorido
da colisão de alta energia. Assim, os diléptons podem ser uma prova eficaz do estado inicial
da matéria criado em colisões de ı́ons pesados, visto que eles interagem com o meio apenas
eletromagneticamente e, portanto, fornecem uma base para a interpretação dos modelos de
jet-quenching. Neste sentido, foi mostrado [68, 89] que aquelas provas eletromagnéticas são
cruciais para determinar a f́ısica dominante na região frontal em RHIC e LHC.

Foi mostrado [90] que ambos os processos, produção direta de fóton e produção de par
de dilépton Drell-Yan podem ser descritos dentro da mesma abordagem de dipolo de cor,
sem nenhum parâmetro livre. Tal formalismo, desenvolvido em [91] para o caso das seções
de choque total e difrativa, pode também ser aplicado à radiação [92, 83]. No referencial
de repouso do alvo, o processo DY parece um bremsstrahlung [93] de um fóton massivo a
partir de um quark entrando. Os fótons podem ser emitidos antes ou depois de um quark
ser espalhado pelo próton. Embora no processo do bremsstrahlung eletromagnético por um
quark, não haja a participação de um dipolo f́ısico, a seção de choque pode ser expressa
através da seção de choque de interação σdip de um dipolo qq̄ [93] .
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A relação entre este formalismo e a usual fatorização colinear pQCD foi estudada em
detalhes na in Ref. [94]. O formalismo de dipolos oferece um caminho simples para calcular
a distribuição de momentum transverso em processos DY, mesmo na região de baixo-pT .
A fenomenologia correspondente a investigação do papel desempenhado nas abordagens de
altas energias na distribuição pT em DY foi investigada muito antes na Ref. [85]. Resultados
de ordem αs no modelo de pártons não podem ser diretamente comparados a tal aproxima-
ção, visto que ela não é uma expansão num parâmetro espećıfico. As contribuições de gráficos
de mais alta ordem, aumentam por um fator ln(1/x2) e correções não perturbativas podem

ser inclúıdas. Por exemplo, na Ref. [95], uma expansão twist em potências de
(

Qsat

Mℓℓ

)2
(Qsat é

a escala de saturação eMℓℓ é a massa invariante do dilépton) foi desenvolvida. Foi mostrado
que twist dominante é uma boa aproximação para o resultado completo para massasMℓℓ ≥ 6
GeV. Recentemente, a seção de choque DY difrativa foi investigada em detalhes dentro do
formalismo de dipolos [96]. O correspondente efeito de quebra de fatorização no DY difrativo
conduz a propriedades muito distintas dos observáveis, comparado a cálculos baseados na
fatorização QCD.

Nosso objetivo é investigar em detalhes a seção de choque DY de baixa massa em ener-
gias de LHC, usando a abordagem de dipolos de cor, discutindo diversos aspectos fenome-
nológicos. Focamos principalmente em rapidez frontal e em energias dispońıveis em LHC.

5.4.1 Formalismo Teórico

Consideramos a produção Drell-Yan em colisões pp em altas energias, usando a aproximação
de dipolos, a qual é adequada para processos de altas energias, isto é, pequeno x2, e sua
região de validade é esperada ser próxima de x2 < 0.01. A produção DY de baixa massa
certamente prova a f́ısica de pequeno-x, especialmente o caso de rapidez frontal. Uma
vantagem de tal aproximação é descrever razoavelmente a produção de fóton direto e a
produção de diléptons no mesmo formalismo teórico e fornece seções de choque finitas no
limite pT → 0. A distribuição de momentum transverso pT do bremsstrahlung do fóton
virtual nas interações quark-núcleon, integrada sobre o momentum transverso final do quark,
foi derivada em [93] em termos do formalismo de dipolos,

d3σqN(q → qγ∗)

d(lnα) d2~pT
=

1

(2π)2
∑

in,f

∑

L,T

∫

d2~r1d
2~r2e

i~pT .(~r1−~r2)

× φ⋆T,Lγq (α,~r1)φ
T,L
γq (α,~r2)

×
[

1

2
(σdip(x2, αr1) + σdip(x2, αr2))

− 1

2
σdip(x2, α(~r1 − ~r2))

]

, (5.29)

onde ~r1 e ~r2 são as separações transversas quark-fóton nas duas amplitudes de radiação
contribuindo para a seção de choque, σdip. O parâmetro α é a fração de momentum do quark
portada pelo fóton, e é a mesma em ambas as amplitudes, visto que a interação não altera
a distribuição de momentum longitudinal. Na Eq. (5.29), T significa fótons transversos e
L fótons longitudinais. A dependência em energia da seção de choque de dipolo, que vem
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através da variável x2 = 2(p1 · q)/s = (MT/
√
s) e−y (com MT =

√

M2 + p2T ), onde p1 é o
quadrimomentum do projétil e q é o quadrimomentum do dilépton, é gerada pela radiação
adicional de glúons que pode ser ressomada na aproximação de ln(1/x) dominante.

Na Eq. (5.29) a função de onda do cone de luz do quark projétil da flutuação γq foi
decomposto em componentes transversa φTγq(α,~r) e longitudinal φ

L
γq(α,~r) e uma média sobre

a polarização inicial do quark e uma soma sobre os estados de polarização final do quark são
realizadas. As expressões para as componentes T e L da função de onda são bem conhecidas
em mais baixa ordem [93, 85]. A seção de choque hadrônica pode ser obtida da seção de
choque partônica elementar Eq. (5.29) somando as contribuições dos quarks e antiquarks
pesados com a correspondente função de distribuição partônica (PDFs),

d4σ(pp→ ℓ+ℓ−X)

dydM2d2~pT
= Keff

αem
3πM2

∫ 1

x1

dα

α
F p
2

(

x1
α
, µ2

)

× dσqN(q → qγ∗)

d(lnα) d2~pT
, (5.30)

onde as PDFs do projétil entraram em uma combinação que pode ser escrita em termos da
função de estrutura do próton F p

2 , com x1 = (MT /
√
s) ey. Para a escala dura µ entrando na

função de estrutura do próton na Eq. (5.30), tomamos µ2 = β[(1−x1)M2+p2T ] e a escala de
energia da seção de choque de dipolo introduzida na Eq. (5.29) é dada pela variável x2. A
dependência da seção de choque na escolha da escala dura pode ser obtida variando o valor
de β (o valor padrão é β = 1). A quantidade Keff leva em consideração as contribuições
DY de mais alta ordem. Por simplicidade, tomamos a expressão [97]:

Keff(µ
2) = 1 +

αs(µ
2)

2π

(

1 +
4

3
π2
)

, (5.31)

onde a constante de acoplamento variável (running) é calculada na escala µ2 =M2.
Uma parte importante nos cálculos de dipolo de cor é a seção de choque de dipolo. Ela

é teoricamente desconhecida, embora diversas parametrizações têm sido propostas. Aqui,
consideramos algumas parametrizações anaĺıticas que dependem da propriedade de escala-
mento geométrico. Neste caso, ela é uma função de uma variável de escalamento rQsat(x)
onde Qsat é a chamada escala de saturação, a qual define a escala de momentum trans-
verso onde a f́ısica das recombinações partônicas é relevante e, em geral, é modelada como
Qsat ∝ x−λ/2. Uma caracteŕıstica comum nestes modelos é que para x decrescendo, a seção
de choque de dipolo satura para dipolos de tamanho pequeno e, em pequeno r, como a QCD
perturbativa implica, σ ∼ r2 desaparece, isto é, o fenômeno de transparência de cor. Em
uma forma geral, ela pode ser parametrizada como [98],

σdip(x,~r; γ) = σ0

[

1− exp

(

−r
2Q2

sat

4

)γeff
]

, (5.32)

onde a quantidade γeff é a chamada dimensão anômala efetiva. Na parametrização GBW
[98], γeff = 1 e os parâmetros restantes são fitados a dados de DIS HERA em pequeno-x. A

escala de saturação é definida como Q2
sat(x) =

(

x0
x

)λ
. Essa parametrização dá uma descrição

bastante boa dos dados de DIS em x < 10−2.
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A principal diferença entre os distintos modelos fenomenológicos, usando parametrizações
como a Eq. (5.32), vem do comportamento predito pela dimensão anômala, que determina
a transição do regime não linear para o regime de escalamento geometricamente estendido,
bem como do regime de escalamento geométrico estendido para o regime DGLAP. É o com-
portamento de γ que determina a queda da seção de choque hadrônica com o aumento de pT .
Diversos modelos na literatura consideram a forma geral γeff = γsat +∆(x, r; pT ), onde γsat
é a dimensão anômala na escala de saturação e ∆ simula o começo da região de escalamento
geométrico e o regime DGLAP. A fim de levar em consideração esta possibilidade, também
consideramos o modelo de saturação fenomenológico previamente apresentado, nomeado
CGC [57].

Antes de calcular numericamente a seção de choque dada pela Eq. (5.30), discutiremos
sobre o cálculo semi-anaĺıtico que é permitido na abordagem de dipolo de cor, na região
de transparência de cor. Neste caso, uma expressão para a distribuição pT pode ser escrita
usando a Eq. (5.30) e as expressões para a distribuição de momentum transverso pT do
fóton do bremsstrahlung na interação quark-núcleon, Eq. (5.29). A equação expĺıcita para
a seção de choque diferencial DY, Eq. (5.30), é dada por:

d4σ (pp→ ℓ+ℓ−X)

dydM2d2~pT
=

α2
em

6π3M2

∫ 1

x1

dα

α
F p
2

(

x1
α
,Q2 = µ2

)

×
{

[

m2
qα

4 + 2M2(1− α)2
]

[

I1

(p2T + ε2)
− I2

4ε

]

+ [1 + (1− α)2]

[

εpT I3

(p2T + ε2)
− I1

2
+
ε I2

4

]}

, (5.33)

onde ε2 = (1− α)M2 + α2m2
q . As quantidades I1,2,3 são as integrais de Hankel de ordem 0

(I1,2) e ordem 1 (I3) dadas por:

I1 =
∫ ∞

0
dr rJ0(pT r)K0(ε r) σdip(x2, αr),

I2 =
∫ ∞

0
dr r2J0(pT r)K1(ε r) σdip(x2, αr),

I3 =
∫ ∞

0
dr rJ1(pT r)K1(ε r) σdip(x2, αr). (5.34)

Aqui, K0,1(x) denotam as funções de Bessel modificadas de segundo tipo e mq é a massa
efetiva do quark.

Considerando o intervalo efetivo onde a seção de choque de dipolo é dominada pela
região de transparência de cor, pode-se usar a parametrização GBW e tomar seu limite de
pequeno-r, para calcular analiticamente as integrais da Eq. (5.34). Neste caso, podemos
tomar a aproximação σdip ≈ σ0(r

2Q2
sat), na região onde pT ≫ Qsat. Em energias de LHC,

a escala de saturação t́ıpica é dada em unidades de GeV. O resultado final para a seção de
choque hadrônica é, então,

dσ(pp→ ℓ+ℓ−X)

dydM2d2~pT
≈ α2

emσ0Q
2
sat

6π3M2

∫ 1

x1

dα

α
F p
2

(

x1
α
,Q2

)

×
{

[

m2
qα

4 + 2M2(1− α)2
]

[

p2T
(p2T + ε2)4

]
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Fig. 5.5: Seção de choque diferencial DY de baixa massa, d3σ/dM2dY dpT , como uma
função do momentum transverso do dilépton, pT , em energia de

√
s = 7 TeV. Os

gráficos são para massa do dilépton fixa (M = 6 e 10 GeV) e distintas rapidezes
do par de léptons (Y = 0, 2, 4).

+ [1 + (1− α)2]

[

p4T + ε4

2(p2T + ε2)4

]}

(5.35)

No que segue, calculamos a seção de choque diferencial da produção DY de baixa massa
em colisões hádron-hádron, focando em medidas recentes feitas pelas colaborações ATLAS
[99] e LHCb [100].

5.4.2 Resultados Numéricos

Vamos agora apresentar alguns resultados numéricos relativos a produção de diléptons de
baixa massa, no regime de energia do LHC de

√
s = 7 TeV [101]. Para a função de estru-

tura do próton na Eq. (5.30) tomamos a parametrização [102], a qual é válida no regime
cinemático em que estamos interessados. A sensibilidade para diferentes escolhas de F2 é
muito pequena. Além disso, a fim de considerar a região de limiar x2 → 1, corrigimos a
seção de choque de dipolo, multiplicando-a por uma fator (1−x2)7. Consideramos mq = 0.2
GeV para a massa efetiva do quark. Na Fig. 5.5, mostramos os resultados da seção de
choque diferencial d3σ/dM2dY dpT (em unidades de pb), como uma função do momentum
transverso do dilépton pT . Aqui, as predições são obtidas usando a seção de choque de
dipolo GBW e usando a escala dura µ2 = (1− x1)M

2 + p2T . Note que o espectro pT é bas-
tante senśıvel ao modelo particular da seção de choque de dipolo (especialmente em grande
momentum transverso), como depende do comportamento da dimensão anômala efetiva,
como já discutido. Na figura da esquerda, é mostrado o caso para massa invariante fixa de
M = 6 GeV e para a amostra de valores da rapidez do dilépton incluindo rapidez central e
frontal, isto é, Y = 0, 2 e 4, respectivamente. As mesmas notações são usadas na figura da
direita, onde agora a massa invariante é M = 10 GeV. Como esperado, o caso de grande
rapidez apresenta a menor seção de choque, e o pico nas distribuições é deslocado para
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Fig. 5.6: Distribuição de massa invariante na taxa 12 < Mℓℓ < 66 GeV.

grandes valores de momentum transverso. Na situação cinemática em questão, o pico está
localizado em momentum em torno de pT ≈ 1 GeV. O deslocamento e a posição do pico
podem ser entendidos avaliando a expressão semi-anaĺıtica (5.35). Um problema claro no
cálculo numérico, usando o espectro pT completo, é devido aos integrandos fortemente os-
cilantes aparecendo nas Eqs. (5.34), que tornam a integração em pT uma tarefa complicada,
principalmente para altos valores de massa.

Na Fig. 5.6 apresentamos a distribuição de massa invariante em rapidez média, obtida
de duas diferentes implementações da seção de choque de dipolo, tomadas de trabalhos
fenomenológicos recentes. Consideramos o modelo GBW (linha tracejada) e o modelo CGC
(linha sólida), os quais envolvem a dimensão anômala variável. A principal divergência
entre estes dois modelos ocorre em grande pT , o que gera normalizações completamente
distintas para a distribuição de massa invariante do dilépton. Os cortes considerados são
semelhantes aos apresentados pela análise da colaboração ATLAS [99] para processo Drell-
Yan di-muon de baixa massa. Os cortes relacionados nesta análise em energia de

√
s = 7

TeV e luminosidade integrada 36 pb−1 foram momentum transverso, pµT > 6 GeV e região
de massa do di-muon 12 < Mℓℓ < 66 GeV. Aqui, consideramos a integração sobre a rapidez
do bóson na taxa |Yℓℓ| < 2.5 e momentum transverso do dilépton pT ≥ 3 GeV. Distintos
cortes em pT conduzem a normalizações completamente diferentes para a distribuição de
massa invariante. Não impomos cortes relacionados aos múons individuais como feito nas
análises de ATLAS [99]. Os resultados apresentados aqui são consistentes com a seção de
choque diferencial ao ńıvel de Born extrapolada usando análise simétrica.

A principal dependência em M2 da seção de choque DY pode ser quantitativamente
entendida no formalismo de dipolos de cor. No caso da seção de choque integrada em pT ,

foi mostrado na Ref. [95] que a expansão twist em potências positivas da razão
(

Qsat

Mℓℓ

)2
pode

ser realizada. A contribuição twist dominante dá [95]:

d2σ

dydM2
≈ α2

emσ0
12π2M2

Q2
sat(x2)

M2
F p
2

(

x1,M
2
)
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√
s = 7 TeV impondo cortes do momentum
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×
{

4

3
γE − 1 +

2

3

[

ψ
(

5

2

)

− ln
Q2

sat(x2)

4M2(1− x1)

]}

,

a menos de contribuições de O(1− x1). A fórmula twist dominante exata é muito próxima
dos resultados all-twist em energias de LHC na regiãoM > 6 GeV [95]. Na região de rapidez
central considerada acima 〈Y 〉 = 0, a escala de saturação muda de 〈Q2

sat〉 ≃ 0.4 GeV2 até
〈Q2

sat〉 ≃ 0.2 GeV2 na região de massa invariante 12 < Mℓℓ < 66 GeV, respectivamente.
Nesta situação, o resultado anaĺıtico dado na Eq. (5.35) deve ser bastante confiável. Seria
oportuno, no futuro, investigar os efeitos da evolução DGLAP QCD na seção de choque
de dipolo e também a dependência no parâmetro de impacto do modelo CGC, como feito
recentemente nas Refs. [103] e [104].

Finalmente, focamos na região de rapidez frontal. Na Fig. 5.7, a distribuição de rapidez,
dσ/dY , é calculada para o intervalo 2 < Y < 4.5, considerando os dois modelos fenome-
nológicos (mesma notação do gráfico anterior) e usando a escala dura µ2 = 1

2
[(1−x1)M2+p2T ].

Foi encontrado, que a distribuição de rapidez é senśıvel a escolha da escala dura, como
também ocorre para a aproximação pQCD LO. A divergência entre os modelos aqui, é mais
forte do que para a distribuição de massa. O principal ponto aqui, é que a distribuição de
rapidez é dirigida pela dimensão anômala efetiva, que é distinta nos modelos. Impomos um
corte para o momentum transverso do dilépton de pT > 6 GeV e dois intervalos distintos
de massa invariante. Isto é, no gráfico superior temos 20 ≤ Mℓℓ ≤ 40 GeV, enquanto que
no gráfico inferior temos 10.5 ≤ Mℓℓ ≤ 20 GeV. A motivação para tal corte é devida às
medidas recentes da colaboração LHCb [100] da seção de choque DY de baixa massa.

As medidas coletadas com uma luminosidade integrada de 37 pb−1 são para o estado
final dimúon, tendo múons dentro da pseudorapidez de 2 to 4.5, momentum transverso do
múons pµT > 3 GeV (pµT > 15 GeV para altas massas) em duas regiões de massa distintas. Na
regiões de rapidez frontais consideradas aqui, a escala de saturação está no intervalo 0.6 ≤
〈Q2

sat〉 ≤ 1.2 GeV2 para 〈Mℓℓ〉 ≃ 15.25 GeV. Valores ligeiramente menores são encontrados
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Fig. 5.8: Esquerda: Seção de choque invariante DY em
√
s = 39 GeV como função de

pT comparada com dados da colaboração E866 [107]. Direita: Seção de choque
diferencial d2σ/dMdy at

√
s = 1800 GeV como função da massa invariante

comparada com dados da colaboração CDF [108].

para massas mais altas 〈Mℓℓ〉 ≃ 30 GeV.
A Fig. 5.8 (esquerda) mostra a seção de choque invariante como função de pT em

energia
√
s = 39 GeV. Os resultados da colaboração E866 [107] são também apresentados

(〈xF 〉 ≃ 0.63 e 4.2 ≤ Mµ+µ− ≤ 5.2 GeV). Na Fig. 5.8 (direita) , a seção de choque d2σ/dMdy
(para |y| < 1) é mostrada para energia de

√
s = 1800 GeV como função da massa invariante.

Dados da colaboração CDF [108] são também apresentados, considerando também dados
para grande massa invariante. A curva sólida apresenta as predições usando o modelo CGC
para a seção de choque de dipolo e a curva tracejada apresenta predições usando a GBW.
O formalismo de dipolos de cor descreve adequadamente a seção de choque para baixas e
altas energias na região cinemática de sua validade. Tal aproximação também é consistente
com cálculos QCD além da ordem dominante [105].

Resumindo, mostramos que a produção DY de baixa massa pode ser tratada no formal-
ismo de dipolos de cor sem nenhum parâmetro livre, usando a seção de choque de dipolo,
determinada da atual fenomenologia em DIS. Foi mostrado anteriormente [106], que em
rapidez central em RHIC e Tevatron, efeitos de saturação não desempenham um papel sig-
nificante para a taxa medida de pT . Esta situação pode ser modificada em LHC, até em
rapidez média, como a escala de saturação é aumentada por um fator bastante grande.

5.5 Conclusão

Neste caṕıtulo, abordamos o processo DY, o qual pode ser usado para provar a estrutura
interna dos hádrons. Mostramos nossas predições para a seção de choque diferencial para
a produção de dilépton em energias de 7 TeV e as comparamos com dados preliminares
da colaboração ATLAS, assim como dados das colaborações E866 e CDF para processos
com energia de 39 GeV e 1800 GeV, respectivamente. Nossas predições descrevem ade-
quadamente os dados considerados. Os cortes considerados em pT foram motivados por
medidas recentes da colaboração LHCb, estes cortes conduzem a diferentes normalizações
para a distribuição de massa invariante. No caṕıtulo seguinte, apresentamos as conclusões
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e perspectivas futuras.



Conclusão

Neste trabalho estudamos processos frontais em energias de LHC, como a produção
de mésons e de diléptons. Processos frontais são processos que ocorrem com a emissão ou
produção de part́ıculas em pequenos ângulos no estado final. Praticamente todos os expe-
rimentos do LHC têm capacidade operacional para estudo de espalhamentos frontais, o que
nos permitirá investigar em mais detalhes a F́ısica de pequeno - x.

O formalismo utilizado é o modelo de dipolos de cor, onde hádrons e fótons podem ser
considerados como pares quark-antiquark (dipolos) e o processo é caracterizado pela seção
de choque de dipolo representando a interação destes dipolos de cor com o alvo (próton ou
núcleo).

Calculamos a seção de choque de produção coerente e incoerente dos mésons J/Ψ
e Ψ′ em colisões PbPb e pp em energias de LHC. Para colisões PbPb, calculamos a dis-
tribuição de rapidez da produção de J/Ψ e Ψ(2S) em energias de 2.76 TeV, utilizando dois
modelos distintos para os efeitos nucleares, um modelo de sombreamento nuclear moderado
e um modelo de sombreamento nuclear mais forte, assim como consideramos o caso sem
sombreamento nuclear. As predições usando RG = 1 (sem sombreamento) é consistente
com cálculos prévios utilizando o mesmo formalismo. A opção de sombreamento mode-
rado descreve bem os dados de ALICE, sendo portanto preferida na presente análise. As
predições apresentadas para o estado 2S são as primeiras predições deste estado em colisões
núcleo-núcleo apresentadas na literatura. As predições para o estado 2S seguem a forma
geral das predições para o estado 1S. Para o caso incoerente, as predições apresentadas
descrevem bem os dados recentes da colaboração ALICE.

Para colisões pp, calculamos a distribuição de rapidez da produção de J/Ψ e Ψ(2S)
em energias de LHC de 7 TeV. A normalização relativa e o comportamento em energia
são bem reproduzidos no regime frontal. As predições estão em bom acordo com os dados
experimentais de LHCb para o estado 1S. A razão Ψ(2S)/J/Ψ é fortemente consistente
com a determinação de LHCb. Os valores obtidos para a seção de choque integrada para a
produção exclusiva do estado 1S são consistentes com outros cálculos utilizando o mesmo
formalismo. As predições apresentadas são independentes de parâmetros. Também reali
zamos predições para as próximas medidas de LHC no modo pp, em energias de 8 TeV e 14
TeV; os valores encontrados estão abaixo dos valores preditos pelas aproximações usando
fatorização kT . A principal dependência sendo provada na produção exclusiva de mésons em
colisões pp é o comportamento em energia da seção de choque de fotoprodução (dado que
o fluxo de fótons é bem conhecido). Os dados de LHCb cobrem uma ordem de magnitude
de energia de centro de massa fóton-próton acima do regime t́ıpico de DESY-HERA. Tal
extrapolação é completamente dirigida pela dinâmica QCD em pequeno-x e incorporada
na seção de choque de dipolo em nossa análise. Isto é traduzido diretamente dentro da
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dependência em rapidez da seção de choque pp.
Calculamos também a distribuição de rapidez e a seção de choque diferencial da

produção de Drell-Yan de baixa massa em energias de LHC de 7 TeV e comparamos com
dados das colaborações E866 e CDF em energias de 39 GeV e 1800 GeV, respectivamente.
O espectro pT é senśıvel ao modelo utilizado para a seção de choque de dipolo, pois depende
do comportamento da dimensão anômala efetiva. Como esperado, o caso de maior rapidez,
dá a menor seção de choque e o pico da distribuição é deslocado para grandes valores de
momentum transverso. Distintos cortes em pT conduzem a diferentes normalizações para
a distribuição de massa invariante. Os cortes considerados foram motivados por medidas
recentes da colaboração LHCb. As predições apresentadas descrevem bem os dados de E866
e CDF.

Portanto, podemos concluir que a aproximação de dipolos de cor é uma ferramenta
útil no limite de altas energias considerado, o que nos permite estudar a dinâmica QCD de
pequeno-x envolvida nos processos. Tal aproximação gera resultados completamente con-
sistentes com os dados experimentais dispońıveis, fornecendo uma alternativa mais simples
e eficaz para os cálculos de seções de choque diferenciais em altas energias. A concordância
dos resultados apresentados com os dados experimentais, mostra a robustez do modelo uti-
lizado na descrição dos processos considerados, sendo relevante para o estudo da produção
frontal no regime de altas energias.

Futuramente, pretendemos implementar os cálculos feitos para os mésons J/Ψ e
Ψ(2S) também para o méson Υ.



Apêndice A

Solução da Equação DGLAP em

pequeno x

Em pequeno x a distribuição de glúons é dominante, ou seja, neste limite é relevante
apenas obter a evolução da distribuição de glúons, desprezando-se a distribuição de quarks.
Portanto, podemos escrever (2.55) no regime de pequeno x, como:

∂G(x,Q2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π

∫ 1

x

dy

y

{

PGG

(

x

y

)

G(y,Q2)
}

, (A.1)

que pode ser reescrita na forma:

∂G(x,Q2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π

∫ 1

0
dy
∫ 1

0
dzδ(x− yz)PGG(z)G(y,Q

2) . (A.2)

Integrando em x, obtemos:

∫ 1

0

dx

x
xn
∂G(x,Q2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π

∫ 1

0
dy
∫ 1

0
dz
∫ 1

0
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x
xnδ(x− yz)PGG(z)G(y,Q

2) . (A.3)

Definindo a transformada de Mellin:

F (w, ϕ) = f(x) =
1

2πi

∫

dyewyF (y, ϕ)

e sua inversa:

F (y, ϕ) = f(x) =
1

2πi

∫ +i∞

−i∞
dwewyF (w, ϕ) ,

teremos que

An =
∫ 1

0

dz

z
znPGG(z) ,
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G̃(n,Q2) =
∫ 1

0

dy

y
ynG(y,Q2) .

Logo, resulta:

∂G̃(n,Q2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π

∫ 1

0
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z
znPGG(z)

∫ 1

0
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ynG(n,Q2) , (A.4)

∂G̃(n,Q2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π
AnG̃(n,Q

2) . (A.5)

Usando que PGG pode ser expressa, para z → 0, por

PGG(z) =
6

z
, (A.6)

teremos:

An =
6

n− 1
. (A.7)

Logo,

∂G̃(n,Q2)

∂ lnQ2
=
αs(Q

2)

2π

6

n− 1
G̃(n,Q2) , (A.8)

cuja solução é dada por:

G̃(n,Q2) = Cn exp(γs logQ
2) , (A.9)

onde:

γs =
3αs

π(n− 1)
.

Assumindo:

Cn =
G̃(Q2

0)

(Q2
0)
γs
, (A.10)

então:
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G̃(n,Q2) = G̃(Q2
0) exp

(3αs
π

t

n− 1

)

. (A.11)

Usando a transformada de Mellin inversa, podemos escrever:

xG(x,Q2) =
1

2πi

∫ +i∞

−i∞
dnx−(n−1)G̃(n,Q2) , (A.12)

xG(x,Q2) =
1

2πi

∫ +i∞

−i∞
dn exp[H(n)]G̃(n,Q2) , (A.13)

onde:

H(n) = (n− 1) log

(

1

x

)

+
3αs
π

t

n− 1
.

Para grandes valores de log(1/x) e t, estimamos H(n) expandindo sobre seu ponto de sela

f(x) ≈ f(x0) +
1

2
|f ′′(x0)||x− x0|2 ,

o que resulta em:

xG(x,Q2) = constante

√

π(n− 1)3

6αst
exp

[

(n− 1) log

(

1

x

)

+
3αs

π

t

(n− 1)

]

. (A.14)

Sendo:

(n− 1) =

√

3αst

π log (1/x)

para dH/dt = 0, então:

xG(x,Q2) = constante

[

log(1/x)
αs

2π
log(Q2/Q2

0)

]3/4

exp

{

2

[

3αs

π
log

(

1

x

)

log

(

Q2

Q2
0

)]1/2}

, (A.15)

a qual é a solução da DGLAP no regime de pequeno x. Esta solução nos mostra que
a distribuição de glúons cresce infinitamente com o decréscimo de x, ou seja, em altas
energias, temos um número muito grande de glúons portando pequena fração de momentum
do núcleon.



Apêndice B

A Formulação do Cone de Luz

O espaço-tempo é definido como uma estrutura quadri-dimensional, a qual combina as três
dimensões espaciais com a dimensão temporal. Esse conceito que unifica o espaço e o tempo,
proposto por Minkowski, permite um melhor entendimento dos fenômenos relativ́ısticos. Na
teoria da relatividade, a descrição do espaço-tempo, como uma estrutura única, é funda-
mental para descrever os fenômenos f́ısicos.

Dirac propôs a construção de formas dinâmicas a partir da descrição do estado inicial de
um sistema relativ́ıstico em qualquer superf́ıcie do espaço- tempo em que as distâncias entre
pontos destas superf́ıcies não apresentem conexão causal [109]. Considera–se uma superf́ıcie
no espaço-tempo formada por uma frente de onda plana avançando com a velocidade da
luz, a qual é chamada de frente. Um exemplo de frente é dada pela equação:

u0 − u3 = 0 (B.1)

Nesta teoria, as variáveis dinâmicas referem-se a condições f́ısicas em uma frente. o que
faz com que as quantidades fundamentais associadas com transformações infinitesimais de
coordenadas deixem a frente invariante, a qual é chamada de frente de luz.

Nessa teoria, as variáveis dinâmicas referem-se a condições f́ısicas em uma frente. Uma
destas dinâmicas é a do cone de luz, na qual as componentes tempo e espaço são dadas por
[110]:

x+ = x0 + x3 (B.2)

x− = x0 − x3 (B.3)

~x⊥ = (x1, x2) (B.4)

A esta dinâmica atribúıdo um conjunto de transformaes do grupo de Poincaré, cinemáticas
e independentes da interação, as quais deixam o hiper-plano tangente ao cone de luz
x+ = x0 + x3 = 0 invariante (Fig. B.1).

Os momentos na formulação do cone de luz, são dados por [110]:

p− = p0 − p3 (B.5)

p+ = p0 + p3 (B.6)

~p⊥ = (p1, p2) (B.7)

No cone de luz, x+ representa a coordenada temporal, e o operador energia é p−.
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Fig. B.1: x+ = 0 - hiper-plano tangente ao cone de luz.

A formulação da frente de luz é interessante, pois oferece o maior número de geradores
cinemáticos e incluem algumas trasfomações de Lorentz. O frente de luz apresenta 7 ger-
adores cinemáticos e 3 geradores dinâmicos, os quais são identificados a partir da algebra de
Poincaré. Os geradores cinemáticos são: E⊥, P

+, ~p⊥, K3 e J3. E os geradores dinâmicos:
~F⊥ e P−.

As translações (P+, ~P⊥) e algumas transformações de Lorentz particulares compõem o
grupo dos geradores cinemáticos, os quais satisfazem as seguintes relações de comutação
[110]:

[K3, Er] = −iEr (B.8)

[J3, Er] = iǫrsEs (B.9)

[Er, Ps] = −iδrsP+ (B.10)

[K3, P
+] = −iP+ (B.11)

[J3, Pr] = iǫrsPs (B.12)

onde ǫrs = ǫsr, ǫ12 = 1, ǫii = 0.
Um dos operadores do grupo cinemático é o operador de spin:

J3 = J3 +
1

P+
(E1P2 − E2P1) (B.13)

Um dos geradores dinâmicos é o hamiltoniano:

P− =
1

P+
(M2 + ~P 2

⊥), (B.14)

onde M2 = P 2, o qual está associado a traslação do hiper-plano x+ = 0. O operador ~F⊥
representa rotaç oes do hiper-plano x+ = 0.

As relações de comutação não nulas são as seguintes [110]:

[K3, P
−] = iP− (B.15)
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[K3, Fr] = iFr (B.16)

[Pr, Fs] = iδrsP
− (B.17)

[Er, Fs] = −i(δrsK3 + ǫrsJ3) (B.18)

[Er, P
−] = −iPr (B.19)

[J3, Fr] = iǫrsFs (B.20)

[P+, Fr] = iPr (B.21)
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