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to all above colleagues and related friends, thanks for the patience and for helping me to
feel at home, while so far away from my homeland.

I should also thank all the people from the Department of Radiation Sciences for the
excellent work conditions and nice atmosphere.

Um agradecimento ao pessoal do Instituto de F́ısica da UFRGS por todo apoio e suporte
ao longo destes anos de Pós-Graduação. Aos colegas de Pós-Graduação do IF-UFRGS, em
especial aos colegas da sala M204, de conferências, de experiência didática. Marcelo, Moisés,
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Resumo

Neste trabalho de tese investigamos o papel de dinâmica perturbativa e não-perturbativa
da Cromodinâmica Quântica, a teoria das interações fortes, em processos de produção de
quarks pesados e de quarkonium - estados ligados de um par de quarks pesados.

Um aspecto importante na produção de quarks pesados consiste no tratamento de ordens
mais altas em QCD perturbativa, que abordamos por meio de elementos de matriz QCD
em segunda ordem dominante (NLO) e através de um gerador de eventos Monte Carlo,
mais útil fenomenologicamente, onde a produção perturbativa de pares QQ̄ é obtida utili-
zando elementos de matriz em ordem dominante e a aproximação de chuveiros partônicos de
processos em ordens mais altas. Os processos suaves formando estados ligados de quarko-
nium são descritos em termos do modelo de evaporação de cor (CEM), ou alternativamente
através do modelo de interações suaves de cor (SCI) e do modelo da lei das áreas genera-
lizado (GAL). Neste trabalho, calculamos as distribuições em xF e p⊥ para o J/ψ e ψ′ em
hadroprodução em alvo fixo e no colisionador pp̄ do Tevatron. Outros observáveis como a
seção de choque total para J/ψ, ψ′ e charme aberto também são reproduzidos. Além disso,
extrapolamos os modelos para descrever a produção de J/ψ e Υ no futuro colisionador
LHC, onde as taxas de produção de J/ψ estão até uma ordem de magnitude acima de outra
predição da literatura, o qual pode implicar em J/ψ ser um rúıdo não negligenciável para
estudos de violação da simetria CP no LHC.

Além disso, com o objetivo de descrever as taxas de produção relativas entre os vários
estados de charmonium, desenvolvemos um modelo para o mapeamento do espectro cont́ınuo
de massas do par cc̄ produzido perturbativamente, nas ressonâncias de charmonium, onde
introduzimos uma correlação entre a massa invariante do par produzido perturbativamente
e a massa f́ısica do estado de charmonium.

Outra abordagem importante ao estudo dos aspectos perturbativos e não-perturbativos
da QCD na produção de quarks pesados é o formalismo de fatorização k⊥, o qual investi-
gamos em processos de fotoprodução de charme e bottom, com ênfase em resultados de um
modelo de saturação. Efeitos de evolução DGLAP também são estudados, considerando
a derivada da distribuição de glúons. Analisamos em detalhe seções de choque totais e
distribuições em pT , mostrando as regiões de validade de cada descrição.

Através do estudo de vários aspectos perturbativos e não-perturbativos da QCD, este tra-
balho de tese contribui para um melhor entendimento da conexão entre essas duas dinâmicas.



Abstract

In this thesis work we investigate the role of perturbative and non-perturbative Quantum
Chromodynamics (QCD), the theory of strong interactions, in processes producing heavy
quarks and quarkonium - bound states of a heavy quark-antiquark pair. An important
point is the treatment of higher order perturbative QCD, which we address as a comparison
between next-to-leading order (NLO) QCD matrix element calculation and a more pheno-
menologically useful Monte Carlo event generator, where the perturbative production of
QQ̄ pairs is instead obtained through leading order matrix elements and the parton shower
approximation of the higher order processes. The soft processes forming quarkonium bound
states are described by the Colour Evaporation model (CEM) or, alternatively the Soft
Colour Interaction model (SCI) and the Generalized Area Law model (GAL). In this work,
we calculate the xF and p⊥ distributions of J/ψ and ψ′ in hadroproduction at fixed target
and pp̄ Tevatron collider. Other observables like the total cross section for J/ψ, ψ′ and
open charm are reproduced as well. Besides, we extrapolate the models to give predictions
of J/ψ and Υ at the future LHC collider, and we have found that the J/ψ production rates
are up to an order of magnitude larger than an earlier prediction in the literature, which
might imply that J/ψ is a non-negligible background for CP violation studies at the LHC.

Moreover, aiming at describing the relative rates of different charmonium states, we have
developed an improved model for mapping the continuous cc̄ mass spectrum on the physical
charmonium resonances, where we have introduced a correlation between the invariant mass
of the pair produced perturbatively and the physical masses of the charmonium states.

Another important approach to the study of perturbative and non-perturbative aspects
of QCD in heavy quark production is the k⊥ factorization formalism, which we investigated
in processes of charm and bottom photoproduction, with emphasis on the results of a satu-
ration model. DGLAP evolution effects are also studied, by considering the derivative of the
gluon distribution. We have analised in detail the total cross sections and pT distributions,
showing the validity regions of each description.

The study of the perturbative and non-perturbative aspects of QCD addressed in this
thesis work contributes to a better understanding of the interplay between these two dynamics.
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2.3 Aproximação de chuveiros partônicos e ordens mais altas . . . . . . . . . . . 66
2.4 Conclusões . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 67
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4.4 Resultados para Υ em DESY HERA . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 86
4.5 Conclusão . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 89

5. Produção de charmonium em colisões hadrônicas: I. . . . . . . . . . . . . 91
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5.2 Descrição teórica da produção de charmonium . . . . . . . . . . . . . . . . . 92

5.2.1 Produção de cc̄ em QCD perturbativa . . . . . . . . . . . . . . . . . 92
5.2.2 Formação de charmonium em QCD não-perturbativa . . . . . . . . . 95
5.2.3 Combinando pQCD e QCD não-perturbativa . . . . . . . . . . . . . . 95

5.3 Resultados e comparação com os dados . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 98
5.3.1 Resultados para experimentos de alvo fixo . . . . . . . . . . . . . . . 98
5.3.2 Resultados para o colisionador pp̄ Tevatron . . . . . . . . . . . . . . . 106

5.4 Conclusões . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 108
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- QCD - CromoDinâmica Quântica (Quantum ChromoDynamics)
- SCI - Interações Suaves de Cor (Soft Colour Interactions)
- SLAC - Stanford Linear Accelerator Center (Stanford, Califórnia)
- SM - Modelo Padrão (Standard Model)
- SU(n) - (Grupo) Unitário Especial de orden n
- TEVATRON - acelerador próton-antipróton do Fermilab



Introdução

Formas de pensar

Pensar livre, certo
Pensar certo, mandatório.

(Inspirado numa inscrição no University

Hall, Uppsala Universitet)

Inspiração

Criação da mente humana
curiosidade raqúıtica
f́ısica pragmática, materialista
ant́ıtese da poesia.

A Cromodinâmica Quântica (QCD) é a teoria que descreve as interações fortes entre
quarks e glúons. No regime de altas energias, a descrição perturbativa da QCD está bem
estabelecida teoricamente, devido à presença de alguma escala perturbativa grande o su-
ficiente para que a constante de acoplamento da QCD seja um bom parâmetro para uma
expansão perturbativa. Neste regime, uma colisão hadrônica pode ser descrita no modelo
de pártons, onde a interação entre os hádrons colidindo é tratada em termos da interação
entre os elementos pontuais constituintes dos hádrons iniciais (quarks), suplementado por
correções de interações entre quarks e glúons. A interação elementar entre quarks e glúons,
descrita em termos de diagramas de Feynman da QCD, é chamada interação dura. Além
do espalhamento duro, os pártons podem iniciar cadeias de radiação de muitos pártons, um
exemplo são os chuveiros partônicos de estado inicial e final, onde ocorre uma cadeia de
desdobramentos também governados pelos vértices da QCD (interação) ou por equações de
evolução. Muitos avanços têm sido feitos no cálculo de processos nas primeiras ordens de
teoria de perturbação, e até mesmo cálculos em todas as ordens considerando contribuições
dominantes e subdominantes, bem como no desenvolvimento de equações de evolução para
as distribuições partônicas nos vários regimes. Embora a QCD perturbativa venha evoluindo
de maneira notável, processos envolvendo contribuições de longas distâncias ou baixos mo-
menta não podem ser descritos da mesma maneira, pois a teoria de perturbação falha devido
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à inexistência de uma escala perturbativa, implicando em valores crescentes ou mesmo não
controlados para a constante de acoplamento, de forma que a série perturbativa em ter-
mos de diagramas de Feynman diverge. Este regime de acoplamento forte está presente em
várias fases dos processos de espalhamento envolvendo hádrons.

O entendimento da QCD não-perturbativa per se, como a obtenção do confinamento
dos quarks nos hádrons a partir de primeiros prinćıpios é um dos grandes problemas ainda
sem solução em f́ısica. Relacionado a este problema está o fenômeno da hadronização,
mecanismo pelo qual pártons portando carga de cor transformam-se em hádrons incolores,
podendo então ser detectados experimentalmente. Até o momento presente, a eliminação
da cor dos pártons tem sido tratada apenas por modelos fenomenológicos para a parte
não-perturbativa do processo.

Dentro do problema geral de eliminação de cor enquadram-se os processos para a formação
de quarkonium, um estado ligado de um par de quarks pesados. Nesta tese, comparamos
vários modelos de produção de quarkonium, que abordam de formas diversas o problema
da QCD não-perturbativa, fazendo, basicamente, uma fenomenologia para interações com
glúons suaves, ou seja, glúons com baixo momentum, estando portanto fora do regime de
validade da descrição perturbativa. Além disso, apresentamos contribuição original no de-
senvolvimento de modelos de formação de charmonium a partir de pares de quarks charme-
anticharme produzidos perturbativamente. Para tanto, desenvolvemos um modelo de ma-
peamento de pares cc̄ em estados de charmonium, introduzindo correlações entre a massa
invariante do par charme-anticharme e o estado f́ısico de charmonium detectado experimen-
talmente.

No que diz respeito às contribuições da pQCD, existem na literatura cálculos perturba-
tivos para a produção de quarks pesados, a ńıvel de um laço, bem como grandes esforços
para o cálculo de ordens mais elevadas, como o cálculo a ńıvel de dois laços e formalismos de
ressomas, que procuram levar em conta termos de ordens mais altas numa série infinita que
soma contribuições dominantes e subdominantes. Os resultados obtidos para cálculos além
da próxima ordem dominante são até o momento bastante limitados, dada a grande com-
plexidade do problema. Por exemplo, o cálculo em terceira ordem de teoria de perturbação
(NNLO) envolve cálculos de integrais sobre o momentum de dois laços, e o problema do
tratamento e eliminação das divergências torna-se bastante intrincado. Nesta tese, fazemos
amplo uso de cálculos perturbativos, em especial de um cálculo em segunda ordem de teoria
de perturbação (NLO) para a hadroprodução de sabores pesados.

Para levarmos em conta termos de mais altas ordens do que NLO e também explorar-
mos as vantagens de uma abordagem Monte Carlo, utilizamos o gerador de eventos Pythia,
onde é posśıvel incluir vários efeitos perturbativos e não-perturbativos, além de obter resul-
tados semelhantes ao método experimental de detecção, podendo-se obter qualquer variável
acesśıvel experimentalmente. Nesta abordagem Monte Carlo, pode-se considerar todos os
diagramas QCD em ordem dominante, combinados com processos de radiação partônica
na aproximação de logaŕıtmo dominante. Desta forma, quarks pesados podem ser criados
no espalhamento duro, ou durante a evolução dos chuveiros partônicos. No espalhamento
duro, as probabilidades são governadas pelos elementos de matriz em ordem dominante.
Nos chuveiros partônicos, um par de quarks pesados pode ser criado num desdobramento
a partir do vértice g → QQ̄, sendo toda a evolução do chuveiro governada pelas equações
de evolução DGLAP. Por incluir um número muito grande de desdobramentos partônicos,



Introdução 3

o mecanismo de chuveiros partônicos consiste numa aproximação ao cálculo de todas as
ordens de teoria de perturbação, na aproximação de logaŕıtmo dominante. Tais termos de
ordens mais altas não estão presentes num cálculo completo em NLO, o qual já é bastante
intrincado. O cálculo completo de ordens além de NNLO é praticamente inviável dentro
dos métodos conhecidos até o momento, sendo portanto o método Monte Carlo útil para
acessarmos estas ordens mais elevadas.

Desenvolvimentos futuros na interface entre Monte Carlo e cálculos NLO incluem a im-
plementação destes em geradores de eventos, o que vem sendo alvo de grandes esforços na
comunidade de f́ısica de part́ıculas. Um problema não trivial é a combinação de elementos de
matriz NLO com processos de radiação partônica contendo funções de desdobramento NLO.
A combinação de todos estes processos deve ser implementada de uma maneira consistente,
eliminando dupla contagem. Outro problema sobre a implementação de cálculos NLO em
geradores de eventos é a falta de uma interpretação probabiĺıstica para as contribuições vir-
tuais, ou seja, envolvendo laços de quarks, glúons e campos fantasmas. Estas contribuições
têm em geral sinal negativo, contendo divergências que cancelam as divergências presentes
nos diagramas de emissões reais, onde se têm emissões reais de pártons suaves (com mo-
mentum nulo ou muito pequeno) e colineares. O cancelamento das divergências torna-se
muito mais complexo e dif́ıcil com o aumento da ordem de cálculo, de NLO para NNLO.

A combinação de um cálculo perturbativo acurado a ńıvel de um laço com modelos para
a formação de quarkonium é um dos assuntos desenvolvidos nesta tese. Fazemos extensa
fenomenologia da produção de charmonium e bottomonium em colisionadores hadrônicos,
tanto para energias relativamente baixas de alvo fixo, quanto para altas energias do co-
lisionador Tevatron do Fermilab. Também fazemos predições para o futuro colisionador
LHC do CERN. Os resultados apresentados nesta tese representam diferentes regimes ci-
nemáticos, onde se pode estudar os efeitos rećıprocos dos regimes duro e suave da QCD, ou
seja, associados à f́ısica de curta e longa distância (perturbativa e não-perturbativa).

Dentre as prioridades dos colisionadores atuais e futuros destaca-se a procura por provas
da existência de um novo estado da matéria onde os quarks e glúons aparecem desconfinados
num plasma de quarks e glúons. Este estado teria sido produzido em momentos após
o ‘big-bang’, e expectativas para a a sua obtenção em colisões de ı́ons pesados de altas
energias têm produzido intensa atividade no colisionador RHIC e na preparação para o
futuro colisionador LHC do CERN. Uma das provas da existência do plasma de quarks
e glúons seria a supressão de quarkonium, ou seja, uma diminuição da taxa de produção
de estados ligados de quark-antiquark pesado. Nesta tese, não abordamos o problema
da supressão de quarkonium, estando mais preocupados com os modelos de produção de
quarkonium por si só. Em contrapartida, apresentamos resultados que servem de base para a
posterior inclusão de efeitos nucleares e de alta densidade em colisões próton-núcleo e núcleo-
núcleo. Ou seja, nossos resultados servem de limite para cálculos incluindo efeitos nucleares;
em outras palavras, modelos mais complexos deveriam recair em nossos resultados no limite
em que os diversos efeitos são desprezados. Além disso, os modelos de produção têm de ser
muito bem entendidos, eliminando incertezas que poderiam ser a origem de discrepâncias
com os experimentos, o que poderia camuflar a assinatura ineqúıvoca do plasma de quarks
e glúons no contexto de colisões relativ́ısticas de ı́ons pesados produzindo quarkonium.

Uma parcela significativa da comunidade cient́ıfica de f́ısica de part́ıculas está envolvida
com o entendimento do modelo padrão (SM) ou na busca de posśıveis extensões. Para o
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estabelecimento do modelo padrão será necessária a detecção experimental da part́ıcula de
Higgs, conectada com o mecanismo geração de massa dos léptons. A origem das massas
dos quarks e léptons é ainda um problema sem solução a partir de primeiros prinćıpios,
sendo estas massas tratadas até o presente como parâmetros fenomenológicos do modelo
padrão. Muitas destas respostas podem estar em f́ısica ainda não inclúıda no modelo padrão,
existindo por exemplo extensões supersimétricas onde bósons e férmions são tratados em
pé de igualdade, como parceiros supersimétricos. Processos QCD como o de produção e
decaimento de quarkonium estão presentes como rúıdo em muitas das procuras por nova
f́ısica, devendo portanto ser entendidos e controlados. A colaboração ATLAS, com o detector
de mesmo nome, num dos futuros experimentos do LHC no CERN, está envolvida com a
procura por sinais de novas part́ıculas ainda não inclúıdas no modelo padrão. O estudo da
violação da simetria CP em decaimentos de mésons B (quark bottom (antibottom) ligado
a um antiquark (quark) leve) fará parte do programa experimental da colaboração ATLAS,
no qual nossos resultados do caṕıtulo 7 têm impacto direto. Ressaltamos este aspecto
mostrando que a produção da part́ıcula J/ψ poderá ser um rúıdo mais substancial do que
esperado em análise existente na literatura. Esta análise terá então que ser levada em conta
na construção dos geradores de eventos para o tratamento dos dados desta colaboração.

Além do problema da produção de quarkonium nos contextos perturbativo e não-per-
turbativo, esta tese trata de outros aspectos fundamentais da QCD, como a forma de fa-
torização (separação de f́ısica de curtas e longas distâncias) QCD mais apropriada para
descrever os diversos regimes cinemáticos. A fórmula de fatorização usual é a chamada fa-
torização colinear, onde se considera que os pártons constituintes do próton tomam parte no
espalhamento duro sem possuir nenhum momentum transverso, a ńıvel perturbativo, sendo
portanto colineares com o próton. Esta aproximação funciona bem em muitas aplicações fe-
nomenológicas, mas apresenta deficiências. Algumas distribuições experimentais só podem
ser descritas com a inclusão ad hoc de um momentum transverso intŕınseco nos pártons ini-
ciais, motivado pelo movimento de Fermi dentro do próton. Contudo, valores de momentum
transverso intŕınseco muito altos podem ser requeridos, o que não pode ser motivado apenas
pelo movimento de Fermi, tipicamente não-perturbativo. Torna-se necessário, o tratamento
perturbativo do momentum transverso inicial dos pártons participantes do espalhamento
duro. Isto levou a um novo formalismo de fatorização, chamado fatorização k⊥. Muitos
aspectos interessantes da interface entre f́ısica perturbativa e não-perturbativa devem ser in-
troduzidos ou revistos neste novo formalismo, muito em voga atualmente, como a saturação
partônica e f́ısica de pequeno x. Dedicamos pois a última parte desta tese à fenomenologia
do formalismo de fatorização k⊥, no contexto espećıfico da produção de quarks pesados em
colisões lépton-hádron.

Esta tese está dividida em várias partes distintas, conectadas pelo tema geral de produção
de quarks pesados. Os primeiros três caṕıtulos consistem de uma revisão bibliográfica de
fundamentos gerais e espećıficos necessários no desenvolvimento deste trabalho de tese. No
caṕıtulo 1, apresentamos a fundamentação teórica geral para o entendimento deste trabalho
de tese, onde abordamos a Cromodinâmica Quântica, com seus vários aspectos perturbativos
e não-perturbativos. O caṕıtulo 2 contém fundamentação teórica espećıfica, com a descrição
dos cálculos e abordagens perturbativas utilizados em caṕıtulos seguintes, em fenomenologia
e modelagem originais. No caṕıtulo 3 apresentamos os modelos não-perturbativos relevantes
para a produção de quarkonium, com ênfase nos modelos utilizados nesta tese. Estes mo-
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delos tem a caracteŕıstica comum de considerar que um par de quarks pesados pode ser
produzido portando o número quântico de cor, mas o mecanismo para a eliminação de cor
e posterior formação do estado f́ısico de quarkonium apresenta particularidades em cada
modelo. Um dos objetivos desta tese foi justamente comparar os modelos de produção de
quarkonium, vendo até que ponto eles descrevem a f́ısica não-perturbativa, também presente
nestes processos, principalmente na formação do estado ligado.

Os caṕıtulos 4 a 9 consistem em aplicações fenomenológicas, modelagem e desenvolvi-
mentos teóricos originais. A maioria dos resultados desenvolvidos nesta tese encontram-se
publicados em revistas internacionais com árbitro, e portanto acesśıveis a toda comunidade
(os artigos são listados no ińıcio desta tese).

O caṕıtulo 4 apresenta uma abordagem efetiva e alternativa aos modelos de Pomeron,
para a descrição de eventos difrativos produzindo quarkonium. Tratamos em especial da
produção elástica do méson Υ no colisionador HERA. Este trabalho também pode ser
enquadrado como uma aplicação fenomenológica de modelos de interações suaves de cor,
como descrito no caṕıtulo 3, apresentando contudo um caráter isolado em relação aos demais
caṕıtulos, e consistindo de novos desenvolvimentos do trabalho de dissertação de mestrado
do mesmo autor.

Os caṕıtulos 5 a 8 consistem na parte mais substancial deste trabalho de tese, onde se
desenvolve extensa fenomenologia para a produção de quarkonium em colisões hadrônicas.
Para tanto, combinamos em trabalho original abordagens perturbativas para a produção de
quarks pesados com modelos não-perturbativos para formação de quarkonium, incluindo o
problema de neutralização de cor. No caṕıtulo 5, descrevemos o nosso método para combinar
as contribuições perturbativas e não-perturbativas. Analisamos várias combinações posśıveis
e aplicamos esta modelagem para a produção de charmonium em colisões hadrônicas em am-
plo cenário experimental. Os resultados e análises incluem vários experimentos de alvo fixo,
a energias moderadas, até altas energias do colisionador Tevatron. Providos da abordagem
NLO e Monte Carlo e dos modelos não-perturbativos de Evaporação de Cor e de Interações
suaves de cor, conseguimos uma boa descrição dos dados em ampla região cinemática. Nossa
abordagem Monte Carlo, em particular, pode ser usada em outras aplicações práticas que
porventura venham a surgir.

No caṕıtulo 6, desenvolvemos um modelo original para o mapeamento de pares cc̄ em
estados de charmonium, refinando os modelos de evaporação de cor e de interações suaves
de cor. Introduzimos uma correlação entre a massa invariante do par cc̄ produzido per-
turbativamente e a massa do estado f́ısico de charmonium, o que pode ser usado para uma
melhor descrição das razões entre diferentes estados de charmonium.

O caṕıtulo 7 consiste num estudo paralelo ao do caṕıtulo 5, com ênfase na comparação
entre os modelos não-perturbativos nas abordagens baseadas no Monte Carlo Pythia.
Comparamos três modelos existentes na literatura, para produção de J/ψ no colisionador
Tevatron, estendendo nossos resultados para regiões cinemáticas que poderão ser analisadas
neste experimento, para um melhor entendimento do mecanismo de produção. Apresenta-
mos também predições para o futuro colisionador LHC do CERN, de relevância inclusive
na medida da violação da simetria CP, estudada pela colaboração ATLAS.

No caṕıtulo 8, desenvolvemos um estudo análogo ao apresentado nos caṕıtulos 5 e 7,
para a famı́lia do quark bottom. Neste caso espera-se uma melhor descrição da fase pertur-
bativa do para o quark charme, devido ao valor mais alto para a massa do quark bottom,
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a qual pode ser utilizada para definir a escala perturbativa. Analisamos então várias com-
binações das abordagens perturbativas e modelos de produção de quarkonium, no contexto
da produção de bottomonium em colisões hadrônicas.

O caṕıtulo 9 trata da fenomenologia do formalismo de fatorização k⊥ no contexto do
colisionador HERA do DESY, consistindo num terceiro bloco de resultados originais desta
tese, abordando um problema diferente dos tratados até então. O estudo é mais dirigido
à abordagem perturbativa, incluindo o momentum transverso dos pártons iniciais, partici-
pantes do espalhamento duro, bem como aspectos não-perturbativos mediante um modelo
de saturação partônica.

Em suma, esta tese trata de um estudo bastante abrangente de aspectos perturbativos
e não-perturbativos da Cromodinâmica Quântica, no contexto da produção de quarks pe-
sados, com ênfase na combinação de abordagens perturbativas e modelos de produção de
quarkonium para uma descrição mais completa desses fenômenos.

Os caṕıtulos são seguidos pelas conclusões resultantes das várias análises desenvolvidas
neste tese, dos aspectos da f́ısica da produção de quarkonium e de quarks pesados em QCD.
Também incluimos um resumo dos recentes progressos teóricos e experimentais relacionados
aos assuntos desta tese, com o intuito de apresentar quais são os tópicos de interesse na área
no futuro.



Caṕıtulo 1

A Cromodinâmica Quântica

Part́ıculas

Quebrar-se matéria
pra o seu interior entender:
quarks e glúons duma teia
movem-se rápidos, em cadeia.

Naquelas distâncias ı́nfimas,
muito se pode, entre glúons e quarks.
duras batidas, liberdade
limites suaves.

Lentos, os quarks
escravos se tornam, na rede
confinados sutilmente
presos por cordas
não aparecem diretamente.

De tudo fazem, então se vestem
num universo incolor
feito de cor e anticor.

Como fantasmas, nesta teoria
onde até estes existem,
constrói-se a matéria que aqui persiste.

Ah matéria bruta...
estes ı́nfimos tijolinhos
ora libertinos, ora reprimidos!
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Este caṕıtulo apresenta uma revisão de conceitos básicos da teoria das interações fortes
e sua aplicação em processos de espalhamento profundamente inelástico e em colisões
hadrônicas. Após uma breve descrição do modelo padrão de f́ısica de part́ıculas, procedere-
mos na descrição das interações fortes, introduzindo conceitos fundamentais que servirão de
base teórica para esta tese. Consideramos aspectos da QCD perturbativa, necessária para
o cálculo dos processos f́ısicos, bem como elementos da QCD não-perturbativa, importantes
para a obtenção dos hádrons no estado final. Métodos que combinem estes dois regimes da
QCD devem ser utilizados para uma descrição completa da maioria dos fenômenos aborda-
dos nesta tese.

1.1 O Modelo Padrão

A matéria conhecida no universo é composta, em seu ńıvel mais fundamental, de quarks e
léptons. Estes constitúıntes fundamentais interagem através da troca de bósons vetoriais
de calibre. As quatro forças fundamentais que governam todas as interações da matéria são
as forças eletromagnética, forte, fraca e gravitacional1. A força eletromagnética atua sobre
todas as part́ıculas que possuem carga elétrica, sendo responsável pelas ligações qúımicas e
pela maioria dos fenômenos quotidianos. A força gravitacional atua sobre todas as part́ıculas
que possuem massa, sendo muito mais fraca do que a força elétrica, e só é sentida quando
da presença de objetos muito massivos (por exemplo estrelas e planetas). As forças forte e
fraca atuam em distâncias microscópicas, da ordem do núcleo atômico. A força forte atua
sobre part́ıculas portando carga de cor, sendo responsável por manter os quarks ligados,
formando hádrons tais como prótons e nêutrons, bem como por manter o núcleo atômico
unido (apesar da repulsão elétrica entre os prótons). A força forte consiste no tema central
desta tese, e será abordada extensivamente nas seções seguintes. A força fraca atua sobre
todos os quarks e léptons, e em geral sobre todas part́ıculas portadoras de carga de isospin
fraco, sendo responsável por decaimentos radiativos e muitas reações envolvendo quarks e
léptons.

O conjunto de part́ıculas elementares e forças fundamentais (excluindo a gravitacional)
formam o Modelo Padrão [1] para f́ısica de part́ıculas, que descreve todas as part́ıculas
elementares atualmente conhecidas [2] e suas interações. Os dois ingredientes principais do
Modelo Padrão são a Teoria Eletrofraca [3, 4, 5, 6, 7, 8] e a Cromodinâmica Quântica [9],
formando o grupo de simetria U(1) × SU(2) × SU(3). A Teoria Eletrofraca, representada
pelo grupo U(1) × SU(2), unifica a Eletrodinâmica Quântica (grupo abeliano U(1)em), e
a Teoria Eletrofraca (grupo de isospin SU(2) e de hipercarga U(1)Y ). A Cromodinâmica
Quântica é a teoria que descreve as interações fortes.

Na tabela 1.1, listamos as part́ıculas constitúıntes do modelo padrão, que formam toda
a matéria conhecida no universo, bem como os mediadores das forças eletromagnética,
eletrofraca e forte. Os quarks e léptons são férmions, ou seja, possuem spin 1/2, obedecendo
ao prinćıpio de exclusão de Pauli. Os quarks possuem carga elétrica fracionária, existindo
três gerações de quarks, cada geração constituida de um quark com carga 2/3 e outro com
carga −1/3, são elas: (up, down), (charme, strange) e (top, bottom). Ao passo que os

1 A quantização da interação gravitacional ainda é um problema não resolvido. Portanto, a existência do
gráviton, mediador desta interação, é ainda especulativa.
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Massa Cargas
Part́ıcula [GeV] elétrica isospin cor

νe neutrino do elétron < 108 0 +1/2 0
e elétron 0.000511 -1 −1/2 0
νµ neutrino do múon < 0.0002 0 +1/2 0

Léptons µ múon 0.106 -1 −1/2 0
ντ neutrino do tau < 0.02 0 +1/2 0
τ tau 1.777 -1 −1/2 0

Férmions u up 0.003 2/3 +1/2 3
d down 0.006 −1/3 −1/2 3

Quarks c charm 1.3 2/3 +1/2 3
s strange 0.1 −1/3 −1/2 3
t top 174.3 2/3 +1/2 3
b bottom 4.3 −1/3 −1/2 3

γ fóton 0 0 0 0
Bósons Z0 bóson Z 91.19 0 0 0

W± bóson W 80.42 ±1 ±1 0
g glúon 0 0 0 8

Tab. 1.1: Constituintes do modelo padrão, mediadores das forças e suas propriedades. Va-
lores segundo o Particle Data Group [2]

quarks u, d, s podem ser considerados não massivos (têm massas pequenas), os quarks c, b
e t possuem massas elevadas. Os léptons também aparecem em três gerações, podendo ser
classificados em dubletos; para cada lépton portador da carga elétrica elementar (elétron,
múon, tau) existe um neutrino (part́ıcula sem carga elétrica) correspondente. Quanto à
interação, os léptons interagem através da força eletromagnética, mediada pelo fóton, e da
força fraca, mediada pelo bóson Z (neutro) e pelos bósons carregados W±. Omitimos da
tabela o bóson de Higgs [10], tido como responsável pela geração de massa dos férmions no
modelo padrão [11, 12, 13]. A sua descoberta está sendo investigada e é uma das razões
principais para a construção do futuro colisionador LHC no CERN.

A validade do modelo padrão tem sido confirmada em uma grande variedade de ex-
perimentos e testes de precisão, com poucas indicações de desvios [1, 14, 15]. Contudo,
muitas questões fundamentais como a razão para as cargas e massas dos quarks e léptons
assumirem os valores particulares que conhecemos, não podem ser entendidas a partir do
modelo padrão, mas tão somente medidas em laboratório. Espera-se portanto que exista
uma teoria mais fundamental por detrás. Dentro deste contexto são esperadas extensões do
modelo padrão em uma variedade de modelos teóricos [14, 15].

Outra questão de importância fundamental é a violação da simetria CP , onde C e P
são os operadores de conjugação de carga e paridade, respectivamente. A violação desta
simetria fornece um importante v́ınculo para o estabelecimento do modelo padrão e de
suas extensões, estando também ligada a questões cosmológicas mais profundas como a
quantidade de matéria e anti-matéria presente no universo.



Caṕıtulo 1. A Cromodinâmica Quântica 10

1.2 A Cromodinâmica Quântica

A Cromodinâmica Quântica (QCD) é a teoria das interações fortes que descreve a interação
entre quarks e glúons [9, 16, 17]. Ao contrário da Eletrodinâmica Quântica (QED), onde os
fótons mediam a interação eletromagnética mas não interagem entre si, na QCD os glúons
tanto mediam a interação quanto podem auto-interagir, resultando em caracteŕısticas pe-
culiares à QCD. As duas caracteŕısticas mais marcantes são a liberdade assintótica e o
confinamento, que asseguram dois regimes distintos: uma teoria de quarks e glúons assin-
toticamente livres a distâncias pequenas, e uma teoria confinante de hádrons a grandes
distâncias. Os hádrons, que são os estados assintóticos detectados nos experimentos, são
diferentes dos campos fundamentais presentes no Lagrangeano, associados aos quarks e
glúons. A carga de cor associada aos quarks e glúons só pode ser detectada indiretamente,
pois os hádrons são necessariamente objetos neutros (sem carga de cor).

1.2.1 Representação de grupo

A QCD é representada pelo grupo de simetria não abeliano SU(3), que contém três graus
de liberdade, correspondendo a três cargas de cor, denotadas R, G e B, com as respectivas
anticores. Os geradores do grupo são as matrizes de Gell-Mann, oito matrizes hermitianas
linearmente independentes, λ1, ..., λ8, com detλi = 1. Junto com os autovetores de cor,
geram os oito estados de cor dos glúons,

RḠ,RB̄,GR̄,GB̄, BR̄, BḠ,
1√
2
(RR̄−GḠ),

1√
6
(RR̄−GḠ− 2BB̄) , (1.1)

que formam a representação octeto de cor para glúons. Há ainda um nono estado de glúon
posśıvel,

1√
3
(RR̄ +GḠ+BB̄), (1.2)

um singleto de cor que não carrega carga, portanto não media a interação entre cargas de
cor.

Os quarks são representados por três cores (três anticores para antiquarks), sendo repre-
sentados por tripletos, e denota-se por [3] e [3̄] as menores representações não triviais para
quarks e antiquarks, respectivamente. Os mésons são formados de pares quark-antiquark,
e correspondem a uma das representações irredut́ıveis em [3] ⊗ [̄3]:

[3] ⊗ [3̄] = [8] ⊕ [1] (1.3)

1.2.2 A QCD perturbativa

Na QCD, os quarks e glúons estão associados a campos de interação [9]. Os campos de
quarks são representados por espinores de Dirac de quatro componentes, ψik (́ındice de
sabor k e de cor i), e os campos de glúons são representados por oito campos de Yang-
Mills, Aaµ. As regras de Feynman podem ser obtidas em teoria de perturbação a partir do
Lagrangeano da QCD, que pode ser escrito como

LQCD = Lclássico + Lf.g. + LFP (1.4)
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O Lagrangeano clássico é dado por

Lclássico =

nf
∑

k=1

ψ̄k(iγ
µDµ −mk)ψk −

1

4
F a
µνF

µν
a (1.5)

onde o termo de férmion soma sobre todos os sabores de quarks de massa mk, e omitimos
os ı́ndices de cor (neste termo), impĺıcitos na descrição. A derivada covariante é dada por
Dµ = ∂µ + igTaA

a
µ , onde g é a constante de acoplamento forte, Ta são as matrizes de cor

da representação de SU(Nc) (geradores do grupo). No termo de glúon, F a
µν é o tensor

intensidade do campo de glúons Aaµ(x),

F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ − gfabcAbµA

c
ν , (1.6)

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

de estrutura do grupo SU(Nc), onde Nc é o número de cores. Este último termo é o
responsável pelo caráter não abeliano da QCD.

O termo de fixação de gauge Lf.g. é arbitrário (a amplitude para qualquer processo deve
ser invariante de gauge), pode-se por exemplo escolher o gauge covariante,

Lf.g. = − 1

2λ
(∂µAaµ)

2 , (1.7)

onde λ é um parâmetro arbitrário. A escolha do calibre covariante introduz graus de liber-
dade não-f́ısicos, que podem ser cancelados mediante a introdução de um campo complexo
fict́ıcio χa chamado fantasma de Faddeev-Popov, contribuindo com o termo

LFP = (∂µχ
a∗)(∂µδac − gfabcAbµ)χ

c . (1.8)

Estes campos fict́ıcios são escalares e têm tanto caráter fermiônico (variáveis de Grassmann,
obedecendo a estat́ıstica de Fermi) quanto bosônico (propagador bosônico), não aparecendo
como part́ıculas externas mas tão somente em diagramas com laços internos.

As regras de Feynman da QCD podem ser obtidas através do formalismo de integrais
de trajetória, desenvolvido por Feynman [18]. O Lagrangeano da QCD pode ser separado
numa parte livre L0 e numa de interação Lint (termos de interação contêm o acoplamento g
da teoria), a partir dos quais se obtém um funcional gerador (vide ref. [19] para o método
geral e ref. [9] para o caso espećıfico da QCD)

Z[J, ξ, ξ∗, η, η] = exp

{

i

∫

d4xLint
(

δ

iδJaµ
,

δ

iδξa∗
,

δ

iδ(−ξa) ,
δ

iδη
,

δ

iδ(−η)

)}

Z0[J, ξ, ξ
∗, η, η]

(1.9)
onde Z0 é o funcional gerador para campos livres

Z0 =

∫

[dA][dχ][dχ̄][dψ][dψ̄] exp

{

i

∫

d4x(L0 + AaµJ
aµ + χa∗ξa + ξa∗χa + ψ̄η + η̄ψ)

}

(1.10)
onde Jaµ, ξ, ξ∗, η, η̄ são funções fonte para glúons, campos fantasmas e férmions, respectiva-
mente. A partir do funcional gerador acima, pode-se obter as funções de Green da teoria e,
conseqüentemente, o valor esperado dos observáveis f́ısicos. Expandindo-se o funcional ge-
rador em série de potências na constante de acoplamento g, obtém-se as regras de Feynman
da QCD (vide Fig. 1.1) para os propagadores, vértices e laços, a partir do que é posśıvel
calcular seções de choque de processos envolvendo interações fortes de quarks e glúons.
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Fig. 4: Feynman rules for QCD

6

Fig. 1.1: Regras de Feynman para a QCD em um gauge covariante. Os glúons são represen-
tados por espirais, férmions por linhas sólidas e fantasmas por linhas tracejadas.

Renormalização

O cálculo de processos QCD através das regras de Feynman é bem definido para diagramas
do tipo árvore (sem laços), contudo em ordens além da dominante aparecem divergências
que, se não eliminadas, inviabilizam o poder preditivo da teoria. Estas divergências apare-
cem em contribuições envolvendo laços (loops), como por exemplo os gráficos de auto-energia
do glúon, quark e campos fantasmas (Fig. 1.2). Neste caso, a aplicação das regras de Feyn-
man resulta em integrais sobre o momentum do laço, que pode assumir qualquer valor,
gerando assim divergências ultravioletas, associadas às contribuições de momentum infinito
do laço.

O primeiro passo para o tratamento de integrais divergentes consiste no procedimento
de regularização, onde se dá um sentido matemático às integrais divergentes. Existem
vários esquemas de regularização, um dos mais utilizados é o da regularização dimensional,
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kk
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q
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q

q + k

(e)

1

Fig. 1.2: Diagramas contribuindo para as auto-energias do glúon (a,b,c), quark (d) e cam-
pos fantasmas (e).

onde se trata o número de dimensões do espaço-tempo como um parâmetro, d. As integrais
divergentes são então calculadas num espaço de menor dimensionalidade (d = 4−2ε < 4, com
ε pequeno e d não inteiro), obtendo-se resultados finitos. As divergências aparecem então
como pólos do tipo 1/ε (ou seja, o resultado é divergente no limite f́ısico d = 4). A teoria
regularizada é ainda definida pelo Lagrangeano da eq. (1.4), mas com o acoplamento g subs-
titúıdo por gµε, com ε = 2− d/2, e com uma uma escala arbitrária de massa µ denominada
escala de renormalização, de forma que a constante de acoplamento permaneça adimensional
em d dimensões. A remoção dos infinitos da teoria é então realizada subtraindo-se as
singularidades através da redefinição dos campos e parâmetros no Lagrangeano e da soma
de contratermos que cancelam as divergências. Um procedimento espećıfico para absorver
os infinitos é chamado esquema de renormalização. Um esquema largamente utilizado é o
esquema de subtração mı́nima modificado MS [20]. O Lagrangeano renormalizado pode ser
obtido através da redefinição dos campos e parâmetros como [9]

Aaµ = Z
1/2
3 Aarµ , χa(∗) = Z̃

1/2
3 χa(∗)r , ψ = Z

1/2
2 ψr , λ = Z3λr , (1.11)

onde Z3, Z̃3, e Z2 são as constantes de renormalização dos campos gluônico, fantasma e
de quarks. Valores expĺıcitos para estas constantes no esquema MS podem ser encontrados
em [9]. Correções de mais altas ordens aos vértices (vide Fig. 1.3) e ao propagador de
quark (para o qual contribui a auto-energia do quark) também resultam em infinitos, sendo
conveniente a renormalização da constante de acoplamento e das massas dos quarks,

g = Zggr , m = Zmmr , (1.12)

onde Zg e Zm são as constantes de renormalização da constante de acoplamento e da massa
dos quarks. As massas reais dos quarks são dadas pela posição p2 = m2

f ı́s do pólo no
propagador de quark, para o qual a auto-energia (denominada Σ) contribui dinamicamente
(m2

f ı́s = m2 + Σ(p2 = m2
f ı́s, m

2)) devido às interações. Após a renormalização dos campos
e parâmetros, obtém-se um Lagrangeano renormalizado que mantém a forma e as simetrias
do Lagrangeano original, podendo ser usado como ponto de partida em cálculos numa dada
ordem, levando a resultados finitos.
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Fig. 1.3: Exemplos de correções de vértice de três glúons (a,b,c), quark-glúon (d,e) e
fantasma-glúon (f,g).

A Liberdade Assintótica

A renormalização do acoplamento requer a introdução da escala µ onde as divergências
ultravioletas nos diagramas com laços são subtráıdas, e as quantidades calculadas passam a
depender desta escala. Qualquer observável f́ısico A que dependa de alguma escala de ener-
gia Q deve, contudo, ser independente da escolha do esquema e da escala de renormalização,
que são apenas construções teóricas. Ou seja,

µ2 d

dµ2
A

(

µ2

Q2
, αs(µ

2)

)

= 0 , (1.13)

onde o observável depende de µ tanto explicitamente como implicitamente através do aco-
plamento renormalizado (também utilizamos a definição αs = g2/(4π) para a constante de
acoplamento). Desenvolvendo a equação acima, obtém-se

µ2 d

dµ2
A(µ, αs) =

(

µ2 ∂

∂µ2
+ β(αs)

∂

∂αs

)

A(µ, αs) = 0 , (1.14)

onde a função β é definida por β = µ2∂αs/∂µ
2, podendo ser calculada perturbativamente,

β(αs) = −β0α
2
s − β1α

3
s − ... , (1.15)

com

β0 = (11Nc − 2nf )/3 (LO) , β1 = 102 − 38nf/3 (NLO) . (1.16)
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Isto leva a uma equação para a dependência em µ do acoplamento renormalizado:

µ2∂αs(µ
2)

∂µ2
= −αs(µ

2)

4π
β0 −

(

αs(µ
2)

4π

)2

β1 + ... , (1.17)

A solução desta equação é conhecida como constante de acoplamento variável (running).
Em NLO, se escreve como

αs(Q
2)

4π
=

1

β0 ln(Q2/Λ2
QCD)

− β1 ln[ln(Q2/Λ2
QCD)]

β3
0 ln2(Q2/Λ2

QCD)
+ O

(

1

ln3(Q2/Λ2
QCD)

)

(1.18)

A constante ΛQCD é um parâmetro da teoria, tendo um valor definido para uma dada
ordem (LO, NLO, NNLO) e esquema de renormalização, com um valor situado na vizinhança
de 200 MeV.

Uma das caracteŕısticas mais importantes da QCD, a liberdade assintótica, já está pre-
sente na constante de acoplamento em ordem dominante (LO),

αsLO(Q2) =
1

b ln(Q2/Λ2
QCD)

, (1.19)

onde b = β0/4π. Ou seja, a constante de acoplamento decresce com o aumento da energia,
que em outras palavras significa que os quarks e glúons são assintoticamente livres no regime
de altas energias. De fato, esta é a propriedade que nos habilita a fazer teoria de perturbação
quanto estivermos num regime de energia alta o bastante para que αs seja suficientemente
pequena. O limite mı́nimo da escala de energia a partir do qual é posśıvel aplicarmos teoria
de perturbação é de 1 GeV, embora valores maiores sejam desejáveis. Se um dado processo
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Fig. 1.4: Comparação entre dados para o acoplamento forte extráıdos de vários proces-
sos (DIS, e+e−, colisões hadrônicas) e a evolução da constante de acoplamento
αs(µ = Q) [21].
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tiver uma escala caracteŕıstica acima desse valor, está caracterizada uma escala perturbativa
ou escala dura. A dependência da constante de acoplamento com a energia pode ser vista
na Fig. 1.4, comparada a dados de vários processos. Para energias baixas, a constante de
acoplamento cresce, o acoplamento é forte e não mais se pode tratar os quarks e glúons
como livres. Este é o regime do confinamento, onde os métodos da QCD perturbativa não
podem mais ser aplicados (vide seção 1.6). A maioria dos processos hadrônicos envolve estes
dois regimes, sendo necessário o tratamento dos efeitos rećıprocos da QCD perturbativa e
não-perturbativa, como será descrito no final deste caṕıtulo e ao longo desta tese.

1.3 A QCD e o Espalhamento Profundamente

Inelástico

Muitos aspectos da QCD e do modelo de pártons são melhor ilustrados em processos es-
pećıficos como o espalhamento profundamente inelástico (DIS), descrito brevemente a se-
guir. Discussão mais detalhada pode ser encontrada em vasta literatura (vide por exemplo
[22, 23, 24, 25]).

O espalhamento profundamente inelástico caracteriza-se pelo processo onde um lépton
(l) é espalhado por um nucleon (N), numa interação de troca de um bóson vetorial de
calibre e produzindo um estado hadrônico final X segundo a reação l(k)N(P ) → l′(k′)X ,
representada na figura (1.5).

k k′

P

X

q

1

Fig. 1.5: O espalhamento profundamente inelástico lépton-nucleon.
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As variáveis cinemáticas usuais do espalhamento profundamente inelástico são

Q2 = −q2 = −(k − k′)2 (1.20)

s = (k + P )2 (1.21)

W 2 = (P + q)2 = P ′2 (1.22)

x ≡ Q2

2P.q
(1.23)

ν ≡ P.q

mN
(1.24)

y ≡ P.q

P.k
, (1.25)

onde k e k′ são os quadrimomenta do lépton inicial e final, P e mN são o quadrimomentum e
a massa do nucleon, P ′ é o quadrimomentum do sistema hadrônico final. As variáveis s e W 2

são o quadrado da energia de centro de massa dos sistemas lépton-nucleon e bóson-nucleon,
respectivamente. No sistema de repouso do nucleon, ν é a energia do bóson trocado e y é a
fração da energia do lépton portada pelo bóson. A variável x é conhecida como variável x de
Bjorken, cuja interpretação será dada a seguir. O quadrado do quadrimomentum transferido
(quadrado da massa do bóson virtual), q2 < 0, determina a escala dura do processo, sendo
o poder de resolução com que o bóson virtual resolve a estrutura do nucleon.

Em processos de corrente neutra, o lépton inicial é do mesmo tipo que o final, e o bóson
trocado pode ser um fóton virtual γ∗ ou um bóson Z. No caso de corrente carregada, os
léptons inicial e final são diferentes, e um W± media a interação (por exemplo, ep→ νX). A
seção de choque diferencial inclusiva (i.e., X não é especificado) pode ser fatorizada no pro-
duto de um tensor associado ao vértice leptônico, calculado por regras de Feynman da QED,
com um tensor descrevendo o vértice hadrônico, para o qual não há uma forma anaĺıtica
expĺıcita devido ao desconhecimento da estrutura do nucleon. O tensor hadrônico pode
contudo ser parametrizado em termos dos quadrimomenta presentes no vértice hadrônico.
A seção de choque resultante pode ser escrita como

d2σ(l±N)

dxdQ2
=

2πα2

xQ4
[Y+F

lN
2 (x,Q2) ∓ Y−xF

lN
3 (x,Q2) − y2F lN

L (x,Q2)] , (1.26)

onde Y± = 1±(1−y)2. As funções Fi são conhecidas como funções de estrutura: são funções
escalares de duas variáveis que contêm toda informação a respeito do vértice hadrônico. A
função de estrutura F lN

2 está conectada à seção de choque transversa (ex., componente
transversa do fóton virtual) sendo a contribuição dominante. A função de estrutura longi-
tudinal F lN

L e a função de estrutura F lN
3 são tratadas como correções QCD, sendo que FL só

é importante na região de grande y. Por outro lado, xF lN
3 é negligenciável para Q2 � m2

Z ,
e a interação fraca pode ser desprezada neste limite, onde apenas a parte eletromagnética
(fóton) contribui.

As variáveis x e Q2 podem ser obtidas experimentalmente pela detecção do lépton final,
sendo dadas pelas energias inicial Ek e final Ek′ e do ângulo de espalhamento θ do lépton
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no sistema de repouso do nucleon,

x =
2EkEk′ sin

2(θ/2)

mN (Ek − Ek′)
(1.27)

Q2 = 4EkEk′ sin
2(θ/2) . (1.28)

Desta forma, pode-se determinar experimentalmente as funções de estrutura Fi para um
dado valor de x e Q2. Por outro lado, os modelos teóricos para a estrutura hadrônica devem
predizer o comportamento destas funções ou de parte delas.

No limite de Bjorken, onde Q2 → ∞ para x fixo, as funções de estrutura F2 são funções
apenas de x e aproximadamente independentes de Q2. Este fato foi inicialmente obser-
vado nos experimentos DIS do SLAC (Stanford Linear Accelerator) na década de 60 [26],
e ficou conhecido como escalamento de Bjorken [27]. Este escalamento foi interpretado
como devido ao nucleon ser constitúıdo por componentes pontuais livres, os pártons. Se o
nucleon tivesse uma estrutura mais complexa, as funções de estrutura apresentariam uma
dependência com a virtualidade do bóson, pois a estrutura interna do nucleon poderia ser
excitada de forma diferente para diferentes valores de Q2. Foi assim estabelecido o modelo
de pártons. Num sistema de referência onde o nucleon se move muito rápido, o nucleon
apresenta uma contração espacial e dilatação temporal de forma que as massas e o momen-
tum transverso dos pártons possam ser desprezados. Sem movimentos internos e portanto
sem interações entre pártons, cada párton se move paralelamente ao nucleon portando uma
fração de momentum x′i, de forma que

∑

i x
′
iP = P . Assim, cada párton pode participar

do espalhamento duro sem ser influenciado pelos outros pártons, chamados espectadores.
Em primeira ordem, um párton com momentum x′P espalha o fóton virtual, produzindo
outro párton de momentum p′, conforme mostrado na figura (1.6). A seção de choque do
espalhamento profundamente inelástico lépton-nucleon l+N → l′ +X é a soma incoerente
de probabilidades no espalhamento elástico l + qi → l′ + q′i. Desprezando-se a massa dos
pártons, a conservação de momentum no vértice párton-bóson, x′P + q = p′, implica em

x′ =
Q2

2P.q
= x , (1.29)

ou seja, x pode ser interpretado como a fração de momentum do nucleon portada pelo
párton interagente.

A probabilidade de encontrarmos um párton dentro do nucleon, portando uma fração de
momentum x, é descrita pelas densidades partônicas fi(x), e a seção de choque diferencial
do DIS pode ser escrita na forma fatorizada

dσ =
∑

q,q̄

∫

dξ fq(ξ) dσ̂

(

x

ξ

)

, (1.30)

onde dσ̂ é a seção de choque para o subprocesso elementar l q(q̄) → l q(q̄). A função de
estrutura F2 se reduz à forma

F2 = x
∑

i

e2i fi(x) , (1.31)
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Fig. 1.6: O espalhamento profundamente inelástico no modelo de pártons.

onde ei é a carga elétrica da i-ésima espécie de párton. A identificação dos pártons com
os quarks [22, 23] implica em uma densidade partônica para cada quark ou anti-quark, e a
soma acima se dá sobre todas as famı́lias de quarks que contribuem numa dada energia.

Os quarks constituintes dos hádrons são de dois tipos: quarks de valência e quarks do
mar. Os quarks de valência têm origem exclusivamente não-perturbativa, sendo primeira-
mente introduzidos por Gell-Mann e Zweig [28] quando da descrição espectroscópica dos
hádrons por meio do grupo unitário de simetria SU(3). Os quarks do mar originam-se
de reações de criação de pares part́ıcula-antipart́ıcula por meio de flutuação dos propaga-
dores da interação forte. Como estão sempre aos pares e têm cargas opostas, a contri-
buição ĺıquida à carga do hádron vem apenas dos quarks de valência, que reproduzem os
números quânticos observados. Por exemplo, o próton é composto de três quarks de valência,
dois quarks u e um quark d, mais contribuições do mar, o que dá uma carga elétrica re-
sultante 2/3 + 2/3 − 1/3 = 1. Além da carga elétrica, outros números quânticos como
número bariônico, isospin, hipercarga, etc, devem ser somados para reproduzir os números
quânticos do hádron. Dessa forma, é posśıvel obtermos v́ınculos nas distribuições partônicas
dos quarks impondo regras de conservação de um dado número quântico. São as regras de
soma, dadas em termos de integrais sobre as distribuições partônicas com pesos associados
ao número quântico em questão, que devem reproduzir os números quânticos do nucleon.
Por exemplo, a regra de soma de momentum

∑

i

∫ 1

0

xifi(x)dxi = 1 , (1.32)

implica que somando-se as frações de momentum portadas por todos os pártons constituintes
do hádron, deve-se obter o seu momentum total.
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Verificou-se experimentalmente que, incluindo-se na regra de soma de momentum apenas
as distribuições de quarks, obtém-se um valor de aproximadamente 1/2 [29], indicando que a
metade do momentum do próton deve estar associada a pártons sem carga elétrica (glúons)
e portanto não diretamente detectáveis em experiências de DIS.

1.3.1 A Fatorização das Funções de Estrutura

A maioria das seções de choque de interesse apresentam divergências infravermelhas, que
representam a sensitividade à f́ısica de longa distância ou de pequenos momenta. Em
particular, seções de choque QCD onde se tem um ou mais hádrons no estado inicial sempre
apresentam este problema, pois os hádrons são necessariamente objetos não-perturbativos.
Em distâncias da ordem do tamanho de um hádron, a constante de acoplamento da QCD
é grande e portanto a QCD perturbativa não é diretamente aplicável.

A fatorização é um procedimento pelo qual se extrai quantidades sem divergências infra-
vermelhas das seções de choque, separando assim as dinâmicas de curta e de longa distância.
Segundo o teorema da fatorização colinear [30], as funções de estrutura podem ser escritas
na seguinte forma fatorizada:

F h
a (x,Q2) =

∑

i=f,f,g

∫ 1

x

dξC(i)
a

(

x

ξ
,
Q2

µ2
,
µ2
F

µ2
, αs(µ

2)

)

φi/h(ξ, µF , µ
2) + O(m2/Q2) , (1.33)

a = 1, 2, onde os C
(i)
a

(

x
ξ
, Q

2

µ2 ,
µ2

F

µ2 , αs(µ
2)
)

são as funções coeficiente, que são livres de di-

vergências infravermelhas e são independentes do hádron externo h, e φi/h(ξ, µF , µ
2) é a

distribuição do párton i no hádron h. A dependência das distribuições e funções coeficiente
com a escala de renormalização µ deve ser compensada de forma que a função de estrutura
(que é a quantidade f́ısica medida) seja independente desse parâmetro.

A separação entre a parte de curta e de longa distância se dá na escala de fatorização
µF . Toda a dependência de curta distância está nas funções coeficiente, que podem ser
calculadas perturbativamente. Toda a dependência de grandes distâncias (contendo infinitos
se calculadas em QCD) é absorvida nas distribuições partônicas.

O teorema da fatorização pode ser aplicado para seções de choque inclusivas, onde se
soma sobre todos os estados finais. Da mesma forma que para as funções de estrutura,
obtém-se que a parte de longa distância (com divergências infravermelhas) pode ser fato-
rizada nas distribuições partônicas, enquanto que a parte de curta distância é a seção de
choque calculada a ńıvel partônico, com as divergências já subtráıdas. Neste caso, a parte
de curta distância é a seção de choque partônica de espalhamento duro, que caracteriza os
subprocessos partônicos que ocorrem a curta distância, onde a pQCD é aplicável.

As funções coeficiente sem divergências infravermelhas Ca podem ser calculadas, num
dado esquema de fatorização, comparando-se expressões perturbativas para as funções de
estrutura F f

a de pártons de sabor f com as distribuições φi/f do párton i no párton f ,
usando a equação (1.33) expandida até a ordem apropriada. Ambas F f

a e φi/f apresentam
divergências infravermelhas, devendo ser definidas através de algum procedimento de re-
gularização. As funções coeficiente, contudo, são livres dessas divergências. Uma vez que
os Ca’s estão determinados para alguma ordem, (1.33) pode ser comparada com medidas
experimentais de Fh

a para se determinar as distribuições partônicas no hádron h.
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Não há uma forma única de separar as partes de longa e de curta distância. Esta
ambigüidade é removida com a escolha (arbitrária) de algum esquema de fatorização. Os
esquemas mais usados em QCD são o esquema DIS e o MS [20, 31]. No esquema DIS todas
as correções são absorvidas na definição das distribuições partônicas, de forma que a relação

F
(h)
2 (x, µ2) = x

∑

i

e2iφ
(DIS)
i/h (ξ, µ2)fi(x) (1.34)

seja válida em todas as ordens de teoria de perturbação. No esquema MS, as distribuições
são definidas como elementos de matriz de operadores de criação e aniquilação que contam
o número de quarks ou de glúons portando uma fração ξ de momentum do hádron.

O modelo de pártons corresponde ao termo de mais baixa ordem na expressão (1.33).
Já o teorema da fatorização é um resultado de teoria de campos, independente de modelo
e provado para todas as ordens [30]. Veremos na próxima seção que os termos além do
modelo de pártons estão basicamente associados à radiação de glúons, o que leva à quebra
do escalamento de Bjorken, uma generalização natural do modelo de pártons dentro da
QCD.

1.3.2 As Equações de Evolução DGLAP

O modelo de pártons é uma aproximação de ordem zero, não incluindo processos QCD de
interação entre quarks e glúons. Entre as evidências para a presença de glúons no nucleon
estão a medida experimental da regra de soma de momentum e a quebra do escalamento de
Bjorken, onde as funções de estrutura apresentam uma dependência em Q2. Estas violações
de escalamento são conseqüência natural da QCD, conforme veremos a seguir considerando
emissões de glúons.

Podemos reescrever a forma fatorizada do modelo de pártons (Eq. 1.30) para a função
de estrutura F2,

F2(x) =
∑

q,q̄

∫ 1

x

dξ fq(ξ) F̂
q
2

(

x

ξ

)

, (1.35)

onde F̂ q
2 é a função de estrutura elementar de quarks, conectada à seção de choque de foto-

absorção virtual para o espalhamento γ∗q (Fig. (1.7a)), que no modelo de pártons é dada
por

F̂ q
2 (z) = e2

q δ(1 − z) , (1.36)

que reproduz a expressão (1.31).
Considerando a emissão e absorção de glúons obtemos as contribuições mostradas na

Fig. 1.7, até a ordem α1
s , envolvendo termos de emissões de glúons reais, Figs. (1.7b,c), e

contribuições virtuais de correções de vértice (1.7d) e auto energia (1.7e,f). Os diagramas
de emissões reais (Fig. 1.7b,c) apresentam dois tipos de singularidades: singularidades
colineares, quando o glúon é emitido paralelamente ao quark (1.7b), e singularidades devido
à emissão de glúons soft (momentum nulo). Estas divergências soft se cancelam na soma das
contribuições reais e virtuais. As divergências colineares podem ser regularizadas impondo-
se um corte κ2

0 no momentum transverso κ2
⊥ do quark espalhado, e a contribuição em O(αs)
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(a) (b) (c)

(d) (e) (f)

1

Fig. 1.7: Processos contribuindo para o espalhamento γ∗q em ordem α1
s.

para F̂ q
2 é dada por

F̂ q
2 (z, Q2) =

αs
2π
e2qz

[

Pqq(z) ln
Q2

κ2
0

+ h(z)

]

, (1.37)

onde Pqq(z) e h(z) são funções finitas. Somando-se (1.36) e (1.37), a função de estrutura
fica

F2(x,Q
2) =

∑

q,q̄

e2qx

{

f 0
q (x) +

αs
2π

∫ 1

x

dξ

ξ
f 0
q (ξ)

[

Pqq

(

x

ξ

)

ln
Q2

κ2
0

+ hq

(

x

ξ

)]

+ ...

}

, (1.38)

onde o ı́ndice 0 denota distribuições partônicas não renormalizadas. Podemos introduzir
uma escala de fatorização µ2 e decompor o logaŕıtmo divergente acima como

ln
Q2

κ2
0

= ln
Q2

µ2
+ ln

µ2

κ2
0

; (1.39)

a função hq(z) pode também ser separada em duas partes, hq(z) = h̃q(z) + h′q(z). A
singularidade ln(µ2/κ2

0) e o termo h′(z) podem ser absorvidos na redefinição da distribuição
de quarks. As funções de distribuição renormalizadas são definidas como

q(x, µ2) = f 0
q (x) +

αs
2π

∫ 1

x

dξ

ξ
f 0
q (ξ)

[

Pqq

(

x

ξ

)

ln
µ2

κ2
0

+ h′q

(

x

ξ

)]

+ ... (1.40)
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p

Fig. 1.8: Representação das funções de desdobramento.

A separação das funções h define o esquema de fatorização. Em termos de q(x, µ2), a função
de estrutura se escreve como

F2(x,Q
2) =

∑

q,q̄

e2qx

∫ 1

x

dξ

ξ
q(ξ, µ2)Cq

(

x

ξ
,Q2, µ2

)

, (1.41)

onde Cq(x/ξ,Q2, µ2) é a função coeficiente, dada por

Cq(z, Q2, µ2) = δ(1 − z) +
αs
2π

[

Pqq(z) ln
Q2

µ2
+ h̃q(z)

]

+ ... (1.42)

As funções coeficiente são essencialmente as funções de estrutura partônicas regularizadas
e renormalizadas.

Uma vez que F2(x,Q
2) é um observável f́ısico, não pode depender da escala não f́ısica

µ2. Diferenciando a Eq. (1.41) com respeito a lnµ2, obtemos uma equação governando a
dependência de escala das distribuições de quarks

∂F2(x,Q
2)

∂ lnµ2
≡ 0 ⇒ ∂q(x, µ2)

∂ lnµ2
=
αs
2π

∫ 1

x

dy

y
Pqq

(

x

y

)

q(y, µ2) . (1.43)

Esta equação ı́ntegro-diferencial é parte das conhecidas equações DGLAP, obtidas parale-
lamente por Dokshitzer, Gribov e Lipatov [32, 33] e por Altarelli e Parisi [34]. A função
de desdobramento Pqq(x) representa a probabilidade de um quark emitir outro quark com
fração de momentum x (vide Fig. 1.8). Além desta contribuição, o quark pode se originar
do desdobramento de um glúon num par qq̄. A evolução da distribuição de quarks é dada
por

∂q(x, µ2)

∂ lnµ2
=
αs
2π

∫ 1

x

dy

y

[

Pqq

(

x

y

)

q(y, µ2) + Pqg

(

x

y

)

g(y, µ2)

]

. (1.44)

Analogamente, podemos obter a equação DGLAP para a distribuição de glúons

∂g(x, µ2)

∂ lnµ2
=
αs
2π

∫ 1

x

dy

y

[

∑

i

Pgq

(

x

y

)

qi(y, µ
2) + Pgg

(

x

y

)

g(y, µ2)

]

, (1.45)

onde a soma se dá sobre os sabores de quarks e antiquarks. As funções de desdobramento
podem ser expandidas em αs,

P (x) =
∑

n

αnsP
(n)(x) . (1.46)
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Em ordem dominante, são dadas por (Fig. 1.8)

Pqq(z)
(0) =

4

3

[

1 + z2

(1 − z)+

+
3

2
δ(1 − z)

]

, (1.47)

Pqg(z)
(0) =

1

2

[

z2 + (1 − z)2
]

, (1.48)

Pgq(z)
(0) =

4

3

[

1 + (1 − z)2

z

]

, (1.49)

Pgg(z)
(0) = 6

[

z

(1 − z)+
+

1 − z

z
+ z(1 − z)

]

+

(

33 − 2nf
6

)

δ(1 − z) , (1.50)

onde a distribuição 1/(1 − z)+ é definida pela prescrição

∫ 1

0

dz
f(z)

(1 − z)+

=

∫ 1

0

dz
f(z) − f(1)

(1 − z)
. (1.51)

A solução das equações acopladas (1.44) e (1.45) tem como resultado as distribuições
partônicas evolúıdas em Q2, dadas as condições iniciais q(x,Q2

0) e g(x,Q2
0) numa escala

inicial Q2
0 grande o suficiente para a validade da teoria de perturbação (Q2

0 � Λ2
QCD)

[32, 33, 34].
É conveniente utilizarmos a variável t = lnQ2/µ2 e trabalharmos com combinações

de simetria de sabor SU(nf ), as distribuições partônicas não singleto ‘qNS’ e singleto ‘Σ’,
definidas por

qNS(x,Q2) = q(x,Q2) − q̄(x,Q2) (1.52)

Σ(x,Q2) =
∑

i

[qi(x,Q
2) + q̄i(x,Q

2)] , (1.53)

onde a soma se dá sobre todos os sabores ativos (que participam da evolução). As equações
DGLAP tomam a forma

∂qNS(x, t)

∂t
=

αs(t)

2π

∫ 1

x

dy

y
Pqq

(

x

y

)

qNS(y, t) (1.54)

∂

∂t

(

Σ(x, t)
g(x, t)

)

=
αs(t)

2π

∫ 1

x

dy

y





Pqq

(

x
y

)

2nfPqg

(

x
y

)

Pgq

(

x
y

)

Pgg

(

x
y

)





(

Σ(y, t)
g(y, t)

)

(1.55)

É conveniente introduzirmos os momentos das distribuições partônicas e das funções de
desdobramento, definidos pelas respectivas transformadas de Mellin no espaço da variável
conjugada N ,

f(N, t) =

∫ 1

0

dx xN−1f(x, t) , (1.56)

γ(N,αs) =

∫ 1

0

dx xN−1P (x, αs) , (1.57)
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Fig. 1.9: Resultados experimentais para a função de estrutura F2 como uma função de Q2

em x fixo comparados ao ajuste global usando evolução DGLAP (LO, NLO e
ressoma de ln(1/x)) realizado pelo grupo MRST [35] .

onde as funções γ são conhecidas como dimensões anômalas. As eqs. DGLAP tornam-se
então equações algébricas expressas como produtos de momentos,

∂qNS(N, t)

∂t
=

αs(t)

2π
γqq(N, t)qNS(N, t) (1.58)

∂

∂t

(

Σ(N, t)
g(N, t)

)

=
αs(t)

2π

(

γqq 2nfγ
qg

γgq γgg

)(

Σ(N, t)
g(N, t)

)

(1.59)

A solução para os momentos não-singleto é dada por

qNS(N, t) = qNS(N, t0)

(

αs(t0)

αs(t)

)γqq(N,αs)/2πb

. (1.60)

Para obtermos as distribuições no espaço em x, usamos a transformada integral de Mellin
inversa,

qNS(x, t) =
1

2πi

∫ C+i∞

C−i∞
dN x−NqNS(N, t) , (1.61)

onde o contorno de integração no plano complexo N é paralelo ao eixo imaginário e está
à direita das singularidades do integrando. Os momentos singletos podem ser resolvidos
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Fig. 1.10: Distribuições partônicas determinadas por ajustes aos dados [36] (Colaboração
ZEUS, em HERA).

com uma matriz solução similar. As soluções obtidas podem ser utilizadas em ajustes aos
dados como os da Fig. (1.9) [35]. Para a extração das distribuições partônicas a partir
dos dados, assume-se uma dada parametrização inicial em função da variável x para as
diferentes distribuições partônicas em uma escala baixa de virtualidade Q2

0. Utiliza-se então
as equações de evolução DGLAP para evoluir as distribuições partônicas a qualquer Q2 mais
alto, onde observáveis são medidos. Pelo ajuste dos parâmetros utilizados na parametrização
das condições iniciais, evolúıdas perturbativamente aos dados, selecionam-se os parâmetros
não-perturbativos na descrição [36]. Um exemplo de tal procedimento é mostrado na Fig.
(1.10), onde as distribuições partônicas são dadas em uma escala Q2 = 10 GeV2 [36]. Para
grande x os quarks u e d são dominantes. A contribuição de quarks de mar (S), originados
de pares de quarks produzidos em desdobramento gluônico g → qq̄ , cresce em pequeno x,
mas a distribuição dominante nesta região é a distribuição gluônica.

Devemos notar que na resolução das equações DGLAP, levam-se em consideração todas
as contribuições proporcionais a

[

αs(Q
2) ln

(

Q2

Q2
0

)]n

, (1.62)

com forte ordenamento nos momenta transversos dos pártons nas cascatas partônicas e
correspondendo à aproximação de logaŕıtmo dominante (LLA), válida no limite

αs(Q
2) ln

(

1

x

)

� αs(Q
2) ln

(

Q2

Q2
0

)

< 1 . (1.63)
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Fig. 1.11: Diagramas escada representativos das equações (a) DGLAP; (b) BFKL .

1.3.3 Ressomas em QCD

Cada observável f́ısico pode ser escrito, em QCD perturbativa, como uma série de potências
em αs. Nestas séries, a constante de acoplamento vem acompanhada de logaŕıtmos que
podem vir a se tornar grandes, devendo então ser ressomados. O uso de equações de grupo
de renormalização em DIS permite a ressoma de grandes logaŕıtmos do tipo lnQ2, dando
origem às equações DGLAP. Na região de x pequeno, existe outra classe importante de
logaŕıtmos, do tipo ln(1/x), que devem ser tratados cuidadosamente. De acordo com o tipo
e as potências dos logaŕıtmos que são efetivamente somados, obtém-se diferentes equações
de evolução.

Na aproximação de logaŕıtmo lnQ2 dominante (LLA), termos do tipo αns lnnQ2 são
ressomados. Em cada ordem perturbativa, somente a potência mais alta em lnQ2 é retida,
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podendo-se escrever simbolicamente (omitindo-se os coeficientes):

LLA :
∑

n

αns lnnQ2

(

lnn
1

x
+ lnn−1 1

x
+ ...

)

. (1.64)

Diagramaticamente, em LLA considera-se num calibre f́ısico, gráficos de escada (vide Fig.
1.11a) com ordenamento forte nos momenta transversos da cascata,

Q2 � k2
⊥ � k2

1⊥ � k2
2⊥...� k2

n⊥ . (1.65)

Os momenta longitudinais são ordenados fracamente

x < x1 < x2 < ... < xn < 1 . (1.66)

Levando-se em conta potências subdominantes em lnQ2, isto é, termos do tipo αns lnn−1Q2,
obtém-se a aproximação de próxima ordem lnQ2 dominante (NLLA, next-to-leading lnQ2).
As aproximações LLA e NLLA levam às equações DGLAP em ordem dominante (LO) e em
próxima ordem dominante (NLO), respectivamente.

No limite de pequeno x, retém-se em LLA apenas termos dominantes em ln(1/x), levando
à aproximação de duplo logaŕıtmo dominante (DLLA):

DLLA :
∑

n

αns lnnQ2 lnn
1

x

(

lnn
1

x
+ lnn−1 1

x
+ ...

)

. (1.67)

Diagramaticamente, isto equivale a considerar, num calibre f́ısico, gráficos de escada de
glúons (glúons são dominantes em x pequeno) - vide Fig. 1.11b - com ordenamento forte
tanto em k2

i⊥ quanto em x, isto é, Eq. (1.65) e

x� x1 � x2 � ...� xn � 1 . (1.68)

Em LLA e DLLA somente as potências dominantes de ln(1/x) acompanhadas pelas
potências dominantes de lnQ2 são consideradas. Na prática, para x muito pequeno o mo-
mentum transferido não é muito grande, devendo-se somar os termos dominantes em ln(1/x)
não acoplados às potências dominantes de lnQ2. Isto leva à aproximação de logaŕıtmo
ln(1/x) dominante (LLxA), representada simbolicamente por

LLxA :
∑

n

αns lnn
1

x

(

lnnQ2 + lnn−1Q2 + ...
)

. (1.69)

Pode-se observar que há uma correspondência Q2 ↔ 1/x entre as aproximações LLA e
LLxA. Esta última leva à equação BFKL [37, 38, 39, 40] (vide seção 1.3.5), que ressoma
escadas de glúons (vide Fig. 1.11b) com forte ordenamento em momentum longitudinal
(1.68) e nenhum ordenamento em momentum transverso,

k2
⊥ ' k2

1⊥ ' k2
2⊥... ' k2

n⊥ . (1.70)
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1.3.4 O formalismo de fatorização-k⊥

Consideremos o processo de espalhamento profundamente inelástico lépton-nucleon. No
limite de grande energia de centro de massa γ∗p, W 2 (ou pequeno x), uma nova forma de
fatorização está presente [41, 42]. Esta fatorização é dependente do momentum transverso
k⊥ dos glúons (dominantes a pequeno x) e as funções de estrutura em pequeno x são escritas
como convoluções sobre x e k⊥ da distribuição de glúons não integrada F(x,k⊥), com
funções de estrutura gluônicas calculáveis perturbativamente descrevendo o espalhamento
γ∗g. Em contraste com a fatorização colinear, descrita na seção 1.3.1, no esquema de
fatorização k⊥ nenhum ordenamento nos momentos transversos é assumido nos diagramas
escada gluônicos. A fórmula de fatorização k⊥ para a seção de choque γ∗p é escrita como:

σγ
∗p
λ (x,Q2) =

∫

dk2

k2

∫

dx′

x′
F
( x

x′
,k2
)

σ̂γ
∗g
λ (x′,k2, Q2) . (1.71)

onde λ denota a polarização do fóton virtual e σ̂γ
∗g
λ é a seção de choque gluônica, com o

glúon inicial fora da camada de massa. A distribuição de glúons não-integrada pode ser
definida como,

F(x,k2) =
∂ [ xG(x,k2) ]

∂ ln k2 , (1.72)

onde a função de glúon não-integrada fornece a probabilidade de encontrar um párton
(glúon) com fração de momento x e momento transverso k. A distribuição de glúon colinear
usual pode ser obtida através da integração de F(x, k2) em k,

G(x,Q2) =

∫ Q2

dk2

k2 F(x,k2) . (1.73)

Na aproximação de logaŕıtmo dominante ln(1/x), podemos fazer a simplificação, x/x′ →
x, uma vez que

lnn
( x

x′

)

= lnn x

[

1 + O
(

1

ln x

)]

. (1.74)

Portanto, a Eq. (1.71) tomando como zero o limite inferior da integração em x′, torna-se

σγ
∗p
λ (x,Q2) =

∫

dk2

k2 F(x,k2)

∫ 1

x

dx′

x′
σ̂γ

∗g
λ (x′,k2, Q2) , (1.75)

Para manter contato com o formalismo BFKL, podemos escrever a seção de choque γ∗p
no limite de grande W 2 na seguinte forma, representada na Fig. 1.12

σγ
∗p
λ (x,Q2) =

1

(2π)4

∫

d2k

k2

∫

d2k′

k′ 2 Φλ(k
2, Q2) Φp(k

′ 2)F (x,k,k′) , (1.76)

onde Φλ é o fator de impacto do fóton, Φp é o fator de impacto do próton, e F é a am-
plitude BFKL, contendo uma escada de glúons reggeizados [43, 25]. Os fatores de cor são
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p p

γ? γ?

k

k
′

Φλ

F

Φp

1

Fig. 1.12: Elementos para a fatorização em altas energias. Os fatores de impacto Φp e
Φλ são representados nos extremos superior e inferior, enquanto o núcleo F é
representado pela oval central.

incorporados nos fatores Φλ e Φp. A amplitude BFKL F e o fator de impacto do fóton
podem ser calculados em pQCD. O fator de impacto do próton, contudo, possui caráter
não-perturbativo, devendo ser determinado fenomenologicamente. A distribuição de glúons
não-integrada está relacionada a Φp(k

′) e F (x,k,k′) pela seguinte relação,

F(x,k2) =
1

(2π)3

∫

d2k′

k′ 2 Φp(k
′ 2)F (x,k,k′) . (1.77)

Usando a Eq. (1.77), e comparando as Eqs. (1.76) e (1.75), obtém-se a seguinte relação
entre o fator de impacto do fóton e as seções de choque γ∗g,

Φλ(k
2, Q2) = 2 k2

∫ 1

0

dx′

x′
σ̂γ

∗g
λ (x′,k2, Q2) , (1.78)

e a uma outra forma para a fórmula de fatorização-k⊥,

σγ
∗p
λ (x,Q2) =

1

(2π)

∫

d2k

k4 F(x,k2) Φλ(k
2, Q2) . (1.79)

Resumindo, os aspectos não-perturbativos sobre a estrutura do próton estão inclúıdos
em Φp, i.e. em F(x,k2). O cálculo perturbativo de F permite entender a evolução em x
de F(x,k2), uma vez que uma distribuição de entrada inicial F(x0,k

2) seja dada, i.e. uma
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forma espećıfica para Φp seja assumida. Finalmente, o fator de impacto Φλ, ou equivalente-
mente a seção de choque gluônica, pode ser obtida pelo cálculo dos diagramas fóton-glúon
a ńıvel de um laço [25].

O caṕıtulo 9 desta tese será dedicado à fenomenologia deste formalismo em processos de
fotoprodução de sabores pesados.

1.3.5 A Equação de Evolução BFKL

Para processos onde x é pequeno, masQ2 não é grande o suficiente para tornar a aproximação
de duplo logaŕıtmo dominante válida, a equação de Balitsky-Fadin-Kuraev-Lipatov (BFKL)
[37, 38, 39, 40], foi proposta como a descrição correta. Neste esquema, os desdobramentos
partônicos no diagrama escada são fortemente ordenados em momentum longitudinal, não
havendo ordenamento em escala transversa. Este formalismo é aplicável no limite onde

αs(Q
2) ln

(

Q2

Q2
0

)

� αs(Q
2) ln

(

1

x

)

< 1 , (1.80)

e ressoma os termos
[

αs(Q
2) ln

(

1

x

)]n

, (1.81)

na denominada aproximação de ln(1/x) dominante. A equação BFKL pode ser formulada
em termos de uma equação ı́ntegro-diferencial para a função de glúon não-integrada F(x, k2)
[43, 25],

∂F(x,k2
⊥)

∂ ln(1/x)
=

3αs
π

k2
⊥

∫ ∞

0

dκ2
⊥

κ2
⊥





F(x,κ2
⊥) −F(x,k2

⊥)

|κ2
⊥ − k2

⊥|
+

F(x,k2
⊥)

√

4κ4
⊥ + k4

⊥



 , (1.82)

onde, na aproximação de logaŕıtmo ln(1/x) dominante, a constante de acoplamento αs é
um parâmetro fixo. Resolvendo-se a equação BFKL com uma distribuição inicial F(x0,k

2
⊥),

obtém-se a distribuição de glúon não integrada F(x,k2
⊥) evolúıda para valores menores de

x. A equação BFKL (1.82) pode ser resolvida tomando-se a transformada de Mellin de
F(x,k2

⊥) com respeito à k2
⊥,

f(x, γ) =

∫ ∞

0

d

(

k2
⊥

k2
0⊥

)(

k2
⊥

k2
0⊥

)−γ−1

F(x,k2
⊥) , (1.83)

onde k2
0⊥ é uma escala arbitrária fixa introduzida para termos uma quantidade adimensional.

Em termos de f(x, γ), a eq. BFKL escreve-se como

∂f(x, γ)

∂ ln(1/x)
= K(γ)f(x, γ) , (1.84)

onde K(γ) é o núcleo transformado. A solução é

f(x, γ) = f(x0, γ)

(

x

x0

)−K(γ)

. (1.85)
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A distribuição de glúon não integrada pode então ser obtida tomando-se a transformada de
Mellin inversa de f(x, γ)

F(x,k2
⊥) =

1

2πi

∫ c+∞

c−∞
dγ

(

k2
⊥

k2
0⊥

)γ

f(x0, γ)

(

x

x0

)−K(γ)

. (1.86)

A solução da equação BFKL para pequeno x pode então ser escrita como

F(x,k2
⊥) ∼

(

x

x0

)−λ [
(k2

⊥/k
2
0⊥)

ln(x/x0)

]1/2

exp

(

− ln2(k2
⊥/k

2
0⊥)

6(αs/π)28ζ(3) ln(x/x0)

)

, (1.87)

onde λ = (3αs/π)4 ln 2 ≈ 0.5 para αs = 0.2, ζ(n) é a função zeta de Riemann. As carac-
teŕısticas principais desta solução são

• forte crescimento da distribuição de glúons com o decréscimo de x, com um compor-
tamento dominante do tipo F(x,k2

⊥) ∼ x−λ;

• difusão nos momenta transversos - F(x,k2
⊥) é uma distribuição gaussiana em ln(k2

⊥/k
2
0⊥),

com uma largura crescendo como
√

ln(x/x0) para x → 0. Assim, a evolução em x
alarga a distribuição em ln(k2

⊥).

Além da equação BFKL, a equação de evolução CCFM (Catani-Ciafaloni-Fiorani--
Marchesini) também ressoma logaŕıtmos do tipo αx ln(1/x). Uma caracteŕıstica diferen-
ciada desta equação é a introdução do ordenamento angular nas emissões de pártons, com
o objetivo de incluir efeitos de coerência [44, 45, 46, 47]. Além disso, têm a propriedade de
se reduzir à BFKL no limite de pequeno x e a evolução DGLAP para x e Q2 grandes.

Existem na literatura várias formulações com o objetivo de controlar o crescimento da
distribuição de glúons na região de pequeno x, resultando em diferentes equações de evolução
[48, 49]. Dentre estes formalismos destacam-se os formalismos GLR [50], AGL [51, 52],
de Kovchegov [53] e MV-JKWL [54, 55]. O formalismo GLR está baseado em efeitos de
recombinação partônica em pQCD, introduzindo correções de unitariedade nesta equação
de evolução [50]. O formalismo AGL, desenvolvido por Ayala Filho, Gay Ducati e Levin
[51, 52], ressoma a troca de múltiplos diagramas de escadas gluônicas na aproximação DLA,
gerando uma equação não linear (AGL) que estende a equação GLR para até o ińıcio do
regime de altas densidades partônicas. A equação de Kovchegov consiste numa generalização
não linear da equação BFKL dentro do formalismo de dipolos [53]. O formalismo MV-JKWL
[54, 55] baseia-se numa teoria de campos efetiva para sistemas muito densos. Essas equações
de evolução têm regiões de validade distintas, podendo recair na DGLAP ou BFKL em casos
limites [48, 49].

1.4 Processos QCD em colisões hadrônicas

Embora a discussão nas seções anteriores tenha se restringido ao espalhamento profunda-
mente inelástico, os resultados permanecem válidos para colisões hadrônicas. Neste caso,
ocorre a colisão de dois hádrons (prótons, antiprótons, ṕıons, nêutrons, etc) e as interações
ocorrem mediante o espalhamento dos pártons provenientes de ambos os hádrons, como
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Fig. 1.13: Descrição partônica de um processo de espalhamento duro entre dois quarks
numa colisão hadrônica. Os dois ćırculos sombreados representam os dois
hádrons iniciais e o ćırculo central representa a interação dura.

representado na Fig. 1.13. Neste caso, a fórmula de fatorização colinear se escreve como
[56]

σ(P1, P2) =
∑

i,j

∫

dx1dx2fi(x1, µ
2
F )fj(x2, µ

2
F ) σ̂ij

(

p1, p2, αs(µ
2
R),

Q2

µ2
F

,
Q2

µ2
R

)

, (1.88)

onde fi,j(x1,2, µ
2) são as distribuições partônicas dos hádrons iniciais e σ̂ij são as seções

de choque para o espalhamento duro (curtas distâncias) dos pártons do tipo i e j. µF,R
são as escalas de fatorização e renormalização, p1,2 = x1,2P1,2 são momenta dos pártons
que participam na interação dura, e Q é a escala caracteŕıstica do espalhamento duro, ou
seja uma escala de momentum associada ao processo e grande o suficiente para permitir a
expansão perturbativa em potências da constante de acoplamento αs(µ

2). A seção de choque
de curta distância pode ser calculada em série de perturbação na constante de acoplamento
variável (running), tendo a seguinte expansão em ordem (n+ k):

σ̂ = αks

n
∑

m=0

c(m)αms , (1.89)

onde os coeficientes c(m) são funções das variáveis cinemáticas e da escala de fatorização, k
é a potência dominante para um dado processo.

As escalas de fatorização e renormalização são parâmetros arbitrários, dos quais os ob-
serváveis f́ısicos devem ser independentes. Uma variação das escalas produz uma variação
dos coeficientes perturbativos em ordens mais altas, tal que a seção de choque em todas as
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Fig. 1.14: Diagramas de processos 2 → 2.

ordens seja independente das escalas,

∂σ

∂µF
=

∂σ

∂µR
= 0 . (1.90)

Freqüentemente, considera-se a simplificação µ = µF = µR, e se escolhe µ = Q, a escala do
espalhamento duro.

Convém ressaltar que a Eq. (1.88) descreve apenas uma parcela dos eventos de colisões
hadrônicas, não se aplicando a colisões envolvendo apenas part́ıculas suaves no estado final.

Subprocessos QCD 2 → 2

Os subprocessos QCD 2 → 2 são relevantes em várias aplicações, como na produção de
dois jatos (grosseiramente falando, jatos são feixes de part́ıculas produzidas originadas a
partir dos pártons emergentes do espalhamento duro). Estes subprocessos QCD relevantes
estão mostrados na Fig. 1.14. Podemos definir as variáveis de Mandelstam para estes
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subprocessos (seja o processo genérico ab→ cd) ,

ŝ ≡ (pa + pb)
2 = 2pa · pb (1.91)

t̂ ≡ (pc − pa)
2 = −2pc · pa (1.92)

û ≡ (pc − pb)
2 = −2pc · pb , (1.93)

onde utilizamos a aproximação de massas nulas, p2
i = m2

i = 0. As seções de choque corres-
pondentes são dadas por

dσ̂

dt̂
=
πα2

s

ŝ2
|M(ab → cd)|2 , (1.94)

onde os elementos de matriz invariantes, mediados (somados) em cor e spin sobre os estados
iniciais (finais), são dados por [57, 58]

|M(qq′ → qq′)|2 = |M(qq′ → qq′)|2 =
4

9

ŝ2 + û2

t̂2
(1.95)

|M(qq → qq)|2 =
4

9

(

ŝ2 + û2

t̂2
+
ŝ2 + t̂2

û2

)

− 8

27

ŝ2

ût̂
(1.96)

|M(qq → q′q′)|2 =
4

9

t̂2 + û2

ŝ2
(1.97)

|M(qq → qq)|2 =
4

9

(

ŝ2 + û2

t̂2
+
t̂2 + û2

ŝ2

)

− 8

27

û2

ŝt̂
(1.98)

|M(qq → gg)|2 =
32

27

t̂2 + û2

t̂û
− 8

3

t̂2 + û2

ŝ2
(1.99)

|M(gg → qq)|2 =
1

6

t̂2 + û2

t̂û
− 3

8

t̂2 + û2

ŝ2
(1.100)

|M(gg → gg)|2 =
9

2

(

3 − t̂û

ŝ2
− ŝû

t̂2
− ŝt̂

û2

)

(1.101)

|M(gq → gq)|2 = −4

9

ŝ2 + û2

ŝû
+
û2 + ŝ2

t̂2
, (1.102)

onde todos os elementos de matriz acima envolvem pártons não massivos. Em conseqüência,
as seções de choque são divergentes para p⊥ → 0, necessitando-se de um procedimento de
regularização para obter-se resultados finitos. Estes subprocessos serão considerados nos
caṕıtulos seguintes, quando trataremos de aplicações dos geradores de eventos QCD na
produção de quarks pesados. Nesta tese, que tem como ponto central a produção de quarks
pesados, também utilizaremos elementos de matriz massivos correspondentes aos processos
de produção de um par de quarks pesados, onde as massas dos quarks pesados serão levadas
em consideração explicitamente.

1.5 Evolução QCD e Chuveiros Partônicos

Partindo-se da interação dura, pode-se adicionar correções radiativas de estado inicial e
final. Estas emissões são tratadas usualmente na liguagem de chuveiros partônicos [59, 60,
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Fig. 1.15: Exemplo de um processo de produção múltipla de pártons pelo mecanismo de
chuveiros partônicos. Os chuveiros partônicos de estado inicial (ISPS) são in-
iciados por dois pártons provenientes dos hádrons iniciais, e precedem a in-
teração dura (representada na figura pelo processo 2 → 2, gg → qq̄), no final
da cadeia de evolução. Ambos os pártons emergentes da interação dura iniciam
uma cadeia de desdobramentos, os chuveiros partônicos de estado final (FSPS),
até que todos os pártons atinjam a camada de massa (on-shell).

61, 62, 63, 64]. Na aproximação de logaŕıtmo dominante, um chuveiro partônico pode ser
visto como uma seqüência de desdobramentos a → bc , conforme mostrado na Fig. 1.15,
onde a part́ıcula a gera o desdobramento nas part́ıculas b e c. Cada part́ıcula resultante
pode sofrer novos desdobramentos, evolúındo numa estrutura de árvore. Os desdobramentos
inclúıdos na descrição QCD são q → qg, g → gg, g → qq̄, embora emissões eletromagnéticas
(fótons) também possam ser inclúıdas.

Os algoŕıtmos de chuveiros são usualmente referidos como chuveiros de logaŕıtmo do-
minante. Contudo, cálculos anaĺıticos nesta ordem não contêm v́ınculos de conservação de
energia-momentum: a radiação de um quark é descrita na aproximação de que o quark não
perde energia quando um glúon é irradiado, tal que efeitos de múltiplas emissões fatori-
zam [65]. Portanto, a conservação de energia-momentum é classificada como uma correção
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em próxima ordem de logaŕıtmo dominante (NLLA). No chuveiro gerado via Monte Carlo,
a conservação de energia–momentum é expĺıcita em cada desdobramento. A inclusão do
fenômeno de coerência e escolhas otimizadas de escalas αs, também são classificadas como
correções de mais altas ordens. Embora o resultado final não seja de completa precisão
NLO/NLL, é mais acurado do que um cálculo anaĺıtico simples em ordem LO/LL.

Na formulação de chuveiros, a cinemática de cada desdobramento é descrita em termos
de duas variáveis, Q2 e z. A variável Q2 tem dimensões de massa quadrada, estando
relacionada à escala de massa ou de momento transverso do desdobramento. A variável z
dá a partição (sharing) da energia e momentum do párton a entre as duas part́ıculas filhas,
onde o párton b porta uma fração z e o párton c uma fração 1 − z da energia do párton a.

A probabilidade de um párton originar um desdobramento é dada pelas equações de
evolução DGLAP [33, 32, 34]. É conveniente introduzirmos a variável

t = ln(Q2/Λ2) ⇒ dt = d ln(Q2) =
dQ2

Q2
, (1.103)

onde Λ é a escala Λ da QCD em αs. Em termos das variáveis t and z, a probabilidade
diferencial dP para um párton a se ramificar se escreve como

dPa =
∑

b,c

αs(t)

2π
Pa→bc(z) dt dz . (1.104)

onde a soma se dá sobre todos os desdobramentos permitidos, q → qg para quarks, g → gg e
g → qq̄ para glúons. Aqui as funções de desdobramento são consideradas sem os termos das
‘prescrições +’ e δ(1−z), eqs. (1.47) - (1.50). Estes termos são necessários para assegurar a
conservação de sabor e energia nas equações anaĺıticas. Na abordagem Monte Carlo, estas
conservações ocorrem em cada desdobramento. Deve-se contudo introduzir um corte no
domı́nio em z a fim de evitar as regiões singulares de produção de muitos glúons suaves.

A variável t desempenha uma função análoga ao tempo na evolução do chuveiro. Nos
chuveiros de estado final, t decresce gradualmente a partir do espalhamento duro, e nos de
estado inicial aumenta gradualmente até atingir a escala do espalhamento duro. Para um
dado valor de t, define-se a integral da probabilidade de desdobramento sobre os valores
permitidos de z,

Ia→bc(t) =

∫ zmax(t)

zmin(t)

dz
αs(t)

2π
Pa→bc(z) . (1.105)

Em primeira aproximação, a probabilidade de ocorrer um desdobramento durante uma
pequena região de valores de t, δt, é dada por

∑

b,c Ia→bc(t) δt, e assim a probabilidade para
nenhuma emissão fica 1 −∑b,c Ia→bc(t) δt.

Se a evolução do párton a inicia num ‘tempo’ t0, a probabilidade deste párton não ter se
ramificado num ‘tempo posterior’ t > t0 é dada pelo produto das probabilidades de que não
se ramificou em nenhum dos pequenos intervalos δt entre t0 e t. Tomando o limite δt → 0,
a probabilidade de nenhum desdobramento pode ser obtida por exponenciação:

Pnenhum desdobramento(t0, t) = exp

{

−
∫ t

t0

dt′
∑

b,c

Ia→bc(t
′)

}

= Sa(t) . (1.106)
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Assim, a probabilidade real de ocorrer um desdobramento de a em t é dada por

dPa
dt

= −dPnenhum desdobramento(t0, t)

dt
=

(

∑

b,c

Ia→bc(t)

)

exp

{

−
∫ t

t0

dt′
∑

b,c

Ia→bc(t
′)

}

.

(1.107)
O primeiro fator é a probabilidade de desdobramento em primeira aproximação, o se-

gundo é a supressão devido à conservação da probabilidade total: se um párton já se rami-
ficou num ‘tempo’ t′ < t, não pode mais se ramificar em t. Este fator tem estreita analogia
com o fator exponencial familiar em decaimentos radioativos. Na linguagem de chuveiros
partônicos, o fator exponencial Sa(t) = Pnenhum desdobramento(t0, t) é conhecido como fator de
forma de Sudakov [66].

A estrutura acima é do mesmo tipo que aquela tratada pelo algoritmo veto (seção B
do apêndice B), o qual é usado extensivamente na simulação Monte Carlo de chuveiros
partônicos.

1.5.1 Chuveiros Partônicos de Estado Final

Os chuveiros partônicos de estado final [59, 60, 61] são do tipo tempo, i.e., todas as virtua-
lidades são positivas, m2 = E2 − p2 ≥ 0. Para o exemplo mostrado na Fig. 1.15, temos o
seguinte ordenamento

tmax ≥ p′1
2 ≥ p′2

2 ≥ ... ≥ t0 ' 1GeV 2 , (1.108)

onde a virtualidade máxima permitida tmax é fixada pelo espalhamento duro (Q2, W 2 ou
alguma função de Q2 e W 2), depois do qual a virtualidade diminui em cada desdobramento
subsequente, até a escala de corte Q2

0. Esta escala de corte regula divergências soft e
colineares nas probabilidades de emissão.

Devido ao ordenamento decrescente em virtualidades, a integral de t0 a t nas eqs. (1.106)
e (1.107) é substitúıda por uma integral de t a tmax. Como o fator de forma de Sudakov é
definido pelo cut-off inferior t0, i.e. dá a probabilidade de que um párton iniciando numa
escala t terá se desdobrado até a escala de corte inferior t0, o fator de “não-desdobramento”
é na verdade Pnenhum desdobramento(tmax, t) = Sa(tmax)/Sa(t).

A seqüência de desdobramentos pode ser constrúıda por um processo iterativo envol-
vendo os seguintes passos:

• escolher p′1
2 a partir da distribuição dPa

dt
;

• escolher os pártons b e c a partir das contribuições relativas
∑

b,c

∫

dz ... ;

• escolher z a partir de αs(t)
2π

Pa→bc(z).

Este processo é iterado para desdobramentos subseqüentes até que p′i
2 atinja o valor de

t0. A cinemática de um desdobramento depende das massas dos pártons ‘filhos’ através de
v́ınculos nos limites [65, 67, 68].

Alguns detalhes adicionais merecem ser citados. No Monte Carlo Pythia, a variável de
evolução Q2 é associada com o quadrado da massa do párton originando o desdobramento,
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Q2 = m2
a para a→ bc. Conseqüentemente, t = ln(Q2/Λ2) = ln(m2

a/Λ
2). Esta escolha de Q2

não é única, e outros programas utilizam outras definições: Herwig usaQ2 ≈ m2/(2z(1−z))
[69, 70, 71] e Ariadne Q2 = p2

⊥ ≈ z(1 − z)m2 [72].
A escolha da variável de desdobramento z também não é única, podendo ser definida

como fração de E, pz, E + pz, etc. Estas definições coincidem no limite colinear t→ 0, mas
diferem para t não nulo, dando diferentes comportamentos subdominantes [73].

Efeitos de coerência e ordenamento angular também devem ser levados em conta. Estu-
dos teóricos [74, 75] mostram grandes efeitos de interferência destrutiva na região de ângulos
de emissão não ordenados. Em primeira aproximação, estes efeitos de coerência podem ser
levados em conta em programas de chuveiros partônicos requerendo um ordenamento estrito
em termos de ângulos de emissão decrescentes (vide Fig. 1.16).

θ1

θ′

2

θ2

θ3

θ1 > θ′

2
...

θ1 > θ2 > θ3 ...

1

Fig. 1.16: Exemplo de ordenamento angular entre desdobramentos sucessivos.

Uma manifestação do fenômeno de coerência é o efeito de Chudakov [76] (originalmente
descoberto em QED). Consideremos por exemplo o desdobramento q0 → qg. O q e o g cria-
dos dividem cargas de cor-anticor opostas, portanto não podem emitir glúons subseqüentes
incoerentemente. O efeito ĺıquido é reduzir a quantidade de emissão de glúons soft: uma
vez que o glúon soft (emitido em grandes ângulos) corresponde a um grande comprimento
de onda, este glúon soft não resolve as cargas de cor separadas do q e do g, sendo sensitivo
somente à carga ĺıquida portada por q0. Tal glúon soft g′ (na região θq0g′ > θqg) pode
ser pensado como sendo emitido por q0 e não pelo sistema q–g. Considerando-se somente
emissões associadas com o q ou o g, há em boa aproximação uma interferência destrutiva
completa nas regiões de ângulos de abertura não decrescentes, enquanto que nas regiões
de ângulos de abertura decrescentes (θqg′ < θqg e θgg′ < θqg) os pártons irradiam indepen-
dentemente. Os detalhes do padrão de interferência de cor se refletem numa distribuição
azimutal não uniforme [65].

Para um desdobramento a→ bc, a aproximação cinemática

θa ≈
p⊥b
Eb

+
p⊥c
Ec

≈
√

za(1 − za)ma

(

1

zaEa
+

1

(1 − za)Ea

)

=
1

√

za(1 − za)

ma

Ea
(1.109)

é usada na derivação do ângulo de abertura [65]. Sendo θb (do desdobramento b → de
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subseqüente) calculado similarmente, o requerimento θb < θa é equivalente à restrição em z

zb(1 − zb)

m2
b

>
1 − za
zam2

a

. (1.110)

O último aspecto a ser mencionado é a escolha da escala em αs, para a qual existem
várias alternativas, como αs(m

2), αs fixo, ou αs(p
2
⊥), onde p2

⊥ ≈ z(1 − z)m2. Estudos de
correções NLO favorecem esta última escolha [77, 78].

1.5.2 Chuveiros Partônicos de Estado Inicial

Chuveiros partônicos de estado inicial [62, 63, 64] são do tipo espaço, isto é, os pártons no
interior da cadeia de evolução têm virtualidades negativas, m2 = E2 − p2 < 0. A evolução
se dá no sentido inverso de t, onde primeiro o espalhamento duro é selecionado e o chuveiro
partônico que o precedeu é subsequentemente reconstrúıdo. Esta reconstrução inicia-se no
espalhamento duro, numa escala Q2

max, evolúındo-se passo a passo para trás em direção a
valores menores de Q2, até o párton que iniciou o chuveiro, na escala de corte Q2

0.
O procedimento de evolução iniciando no espalhamento duro e evoluindo para trás em

t consiste em se desfazer a evolução DGLAP até Q2

dfb(x, t)

dt
=
∑

a,c

∫

dx′

x′
fa(x

′, t)
αs
2π

Pa→bc

( x

x′

)

. (1.111)

onde a partir do párton b, pretende-se obter o párton a que gerou o desdobramento a →
bc, e assim sucessivamente. Esta eq. expressa o fato de que num pequeno aumento dt
existe uma probabilidade para o párton a com fração de momentum x′ ser resolvido num
párton b em x = zx′ e num párton c em x′ − x = (1 − z)x′. Na evolução para trás, num
correspondente decréscimo dt um párton b pode ser atribuido a um párton a (desfazendo-se
o desdobramento) que o originou, com uma probabilidade relativa dada por

dPb =
dfb(x, t)

fb(x, t)
= |dt|

∑

a,c

∫

dx′

x′
fa(x

′, t)

fb(x, t)

αs
2π

Pa→bc

( x

x′

)

≡ |dt|λ(t) . (1.112)

Somando-se sobre muitos intervalos dt, a probabilidade de não ocorrer o desdobramento
exponencia no fator de forma

Sb(x, tmax, t) = exp

{

−
∫ tmax

t

dt′ λ(t′)

}

; (z ≡ x

x′
)

= exp

{

−
∫ tmax

t

dt′
∑

a,c

∫

dz
αs(t

′)

2π
Pa→bc(z)

x′fa(x
′, t′)

xfb(x, t′)

}

, (1.113)

dando a probabilidade de o párton b permanecer em x de tmax até t < tmax. Esta expressão
é similar à de radiação de estado final (Sa(t) na eq. (1.106)), exceto na dependência com
as densidades partônicas dos pártons a e b: a probabilidade de b vir do desdobramento de
um párton a é proporcional ao número de pártons a presentes no hádron, e inversamente



Caṕıtulo 1. A Cromodinâmica Quântica 41

proporcional ao número de pártons b. Isto assegura que a correta composição partônica ao
longo da evolução.

A escolha da virtualidade t, do párton a (tipo de desdobramento) e da fração de energia
z (z = x/x′ = xb/xa) para cada desdobramento é feita de forma análoga aos chuveiros
partônicos de estado final.

Algumas particularidades são comentadas a seguir. A escolha de tmax para o primeiro
desdobramento (que termina no espalhamento duro) não é única, podendo ser Q2, W 2, ou
uma função destas variáveis. Outra caracteŕıstica do algoritmo de ISPS é que o ângulo
azimutal ϕ do desdobramento é selecionado isotropicamente, isto é, efeitos de coerência não
são inclúıdos em chuveiros partônicos de estado inicial (em Pythia).

1.6 A QCD não-perturbativa

A teoria da QCD perturbativa é válida no regime de curtas distâncias. Para longas distâncias,
o acoplamento QCD torna-se forte e teoria de perturbação não pode ser aplicada. Existe
uma variedade de métodos não-perturbativos, como QCD de rede (QCD numa rede com
o espaço-tempo discretizado) [79, 80], regras de soma [81, 82], teoria de perturbação qui-
ral [83], cálculo com instantons [84], expansão em 1/Nc [85], etc. O avanço nestas áreas
é contudo mais lento do que na teoria perturbativa, devido a grande complexidade do
problema, e freqüentemente se recorre a modelos fenomenológicos para descrever a fase
não-perturbativa.

1.6.1 Confinamento

Quarks isolados nunca foram observados livremente na natureza, dáı a hipótese de serem
confinados em hádrons. A força entre dois quarks aumenta com o aumento da separação r,
de forma que a energia potencial V do sistema diverge,

V (r) → ∞ com r → ∞ . (1.114)

Em qualquer colisão a energia dispońıvel é finita, assim é imposśıvel a produção de quarks
isolados.

Um exemplo de potencial que pode representar a interação QCD entre um quark e um
antiquark num estado singleto de cor,

V (r) = −4

3

αs
r

+ kr , (1.115)

onde k é uma constante conhecida como tensão da corda.
Este potencial tem sido usado extensivamente em modelos relativ́ısticos de estados

ligados de cc̄ e bb̄, com bons resultados, sendo também compat́ıvel com cálculos não-
perturbativos de QCD de rede. Para pequenas distâncias r � 1/k, o potencial é Coulom-
biano, como em QCD perturbativa, ao passo que para grandes distâncias há um crescimento
linear da energia com a separação do par. Uma explicação qualitativa do potencial confi-
nante é a seguinte [86]. Quando a separação do par quark-antiquark é pequena comparada
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ao raio de confinamento, o campo de glúons tem uma forma análoga de um campo de dipo-
los na eletrodinâmica clássica. As linhas deste campo cromoelétrico ocupam todo o espaço
(e o potencial decai como 1/r como em QED). Quando a separação se torna da ordem do
raio de confinamento, há uma atração rećıproca das linhas de campo, fazendo-as colapsarem
num tubo ao longo da linha que liga o qq̄. Uma vez que o fluxo elétrico é o mesmo através
de qualquer superf́ıcie fechada contendo o quark ou o antiquark, o campo elétrico é não
nulo somente dentro do tubo, formando um chamado tubo de fluxo (ou uma uma corda,
como veremos na próxima seção). Um aumento adicional da separação não muda a forma
do campo de glúons, aumentando apenas o tamanho do tubo de fluxo. Como o campo de
glúon está essencialmente concentrado num tubo, a energia contida no tubo é proporcional
ao seu comprimento. Em outras palavras, há uma energia de campo constante por unidade
de comprimento, o que implica num termo linear para o potencial. Um modelo de confi-
namento que induz a atração das linhas de campo como postulado acima, implicando no
confinamento por potencial linear é o efeito de Meissner dual [87]. A representação f́ısica de
um potencial crescendo linearmente com a separação entre o q e o q̄ também é suportada
por estudos de QCD de rede.

Até o momento, não existe nenhuma prova rigorosa do confinamento a partir de primei-
ros prinćıpios, embora estudos de QCD de rede tenham avançado nesta direção [88]. Um
fenômeno diretamente relacionado com o confinamento é o da hadronização, assunto que
trataremos mais em detalhe a seguir.

1.6.2 Hadronização e o modelo de Lund

A formação de hádrons a partir de pártons (processo conhecido como fragmentação ou
hadronização) é muito pouco entendida do ponto de vista de cálculos anaĺıticos, sendo
então descrita a partir de modelos fenomenológicos. Um dos modelos mais originais e com
grande aplicação fenomenológica na descrição do processo de hadronização é o modelo de
Lund [89, 90], de fenomenologia de cordas. No modelo de Lund, os pártons são conectados
por uma corda relativ́ıstica sem massa, representando um fluxo de cor unidimensional entre
eles. Devido à auto interação dos glúons, as linhas do fluxo de cor não se espalham no
espaço mas estão contidas numa região tubular de pequena espessura transversa, podendo
ser descritas aproximadamente por uma corda. A energia armazenada no campo de cor
permite a criação de pares qq̄, e o sistema quebra-se em partes menores e menores até que
hádrons sejam formados.

A tensão na corda κ representa a energia por unidade de comprimento. O seu valor
fenomenológico é κ ' 1 GeV/fm, consistente com estudos de QCD de rede, fenomenologia
de Regge e espectroscopia do quarkonium pesado.

A medida que o q e o q̄ se afastam, a energia potencial armazenada na corda aumenta,
e a corda pode romper, produzindo um novo par q′q̄′, conforme a Fig. 1.17. Os pares qq̄
são produzidos através do processo de tunelamento, cuja probabilidade é dada por

exp(−πm2
⊥/κ) = exp(−πm2/κ) exp(−πp2

⊥/κ) (1.116)

onde m é a massa do quark e p⊥ o momento transverso com respeito à corda. O primeiro
fator suprime a criação de quarks pesados, o segundo representa a distribuição de momento
transverso do quark e do antiquark por uma gaussiana.
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q q̄q
′

q̄′

1

Fig. 1.17: Descrição de uma corda esticada entre um par qq̄ em separação. No ponto
central, a corda é quebrada, originando um novo par qq̄.

��� ���

Fig. 1.18: Ilustração de um processo iterativo de fragmentação de cordas até a produção
dos hádrons. Em b), hádrons são representados pelos modos ‘ioiô’ de uma corda
relativ́ıstica sem massa.
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Fig. 1.19: Descrição do modelo de Lund de cordas aplicado ao processo de aniquilação
elétron-pósitron em um fóton que dá origem a um par qq̄, a partir do qual uma
corda unidimensional liga todos os pártons conectados ao par original. Também
mostrados os ‘kinks’ na corda representando os glúons.

O movimento do quark e do antiquark conectados por uma corda é equivalente a um
modo ‘ioiô’ de uma corda relativ́ıstica sem massa, como mostrado na Fig. (1.18). No
referencial do centro de massa do par qq̄, o quark e o antiquark oscilam como num sistema
massa-mola. Para a formação de mésons, o quark e o antiquark produzidos em dois processos
de quebras de corda adjacentes ajustam sua energia e momentum a fim de atingir a massa
do méson. Bárions podem ser criados de maneira similar, juntando-se um diquark com um
quark, sendo a probabilidade de formação de diquarks suprimida em relação à de formação
de pares qq̄.

Uma corda resulta num conjunto de hádrons orientados ao longo do comprimento da
corda. Para um sistema de pártons resultantes do espalhamento duro e da evolução de chu-
veiros partônicos, cada conexão de cor entre os pártons resulta numa corda unidimensional
entre eles. Cada glúon, tendo duas conexões de cor, dá origem a dois segmentos de corda.
Em outras palavras, glúons são tratados como excitações localizadas (kinks) da corda rela-
tiv́ıstica sem massa (vide Fig. 1.19). Este procedimento é finito no infravermelho, pois trata
da mesma forma glúns duros e glúons suaves, estes últimos não produzindo singularidades.
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H
A

D
R

O
N

I
Z

A
Ç
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Fig. 1.20: Representação esquemática das diferentes fases que podem estar presentes num
gerador de eventos.

1.7 Os Geradores de Eventos QCD

Os geradores de eventos QCD baseiam-se na fatorização do processo f́ısico em diferentes
fases tratadas separadamente. Para a descrição de um evento t́ıpico de altas energias, a
colisão pode ser descrita pelos seguintes passos (vide Fig. 1.20):

• As part́ıculas incidentes têm subestrutura, parametrizada pelas funções de distri-
buição partônicas (PDF).

• Um párton de cada feixe incidente inicia uma seqüência de desdobramentos (ex.
q → qg), dando origem a um chuveiro partônico de estado inicial (IS), evoluindo
através das eq. DGLAP até a escala da interação dura.

• Interação dura entre os dois pártons, descrita pelos elementos de matriz (EM) calcu-
lados em pQCD.
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• Os quarks e glúons provenientes do espalhamento duro desenvolvem os chuveiros
partônicos de estado final (FS), uma cadeia de desdobramentos também descritas
pela evolução DGLAP.

• Múltiplas interações (MI) : Além do espalhamento duro, outros pártons podem in-
teragir em outros espalhamentos de natureza semidura, ou seja, não completamente
caracterizados por uma escala perturbativa.

• Remanescentes (RT): fora os pártons participando nas interações duras, sobra o
restante dos hádrons. O tratamento dos remanescentes consiste na modelagem de sua
estrutura interna e efeitos nos observáveis finais.

• Hadronização: Campos de força confinantes conectam objetos com cargas de cor
(quarks, glúons e remanescentes), produzindo hádrons singleto de cor.

• Muitos dos hádrons produzidos são instáveis e decaem.

Os geradores de eventos QCD permitem um tratamento completo das interações, le-
vando à produção do estado final. Neste tratamento leva-se em conta tanto aspectos da
QCD perturbativa quanto de efeitos não-perturbativos, como explicitado acima. Adicio-
nalmente, pode-se incluir particularidades dos detectores como a sua eficiência nas diversas
regiões cinemáticas, simulando o processo de detecção. Em outras palavras, com toda a
teoria e modelos implementados num código computacional, pode-se obter a distribuição de
part́ıculas no estado final, de forma análoga ao experimento real. A versatilidade para se
introduzir novos efeitos e combinar todas as partes torna o método Monte Carlo bastante
útil para fins práticos. Uma abordagem mais detalhada do método Monte Carlo pode ser
encontrada no apêndice B.

Existem vários geradores de eventos QCD, que se diferenciam pela sua abrangência e
particularidades no tratamento da parte perturbativa e dos efeitos não-perturbativos. Os
dois geradores de eventos QCD mais utilizados no presente são os programas Monte Carlo
Pythia [67] e Herwig [69, 70, 71]. Em todas as simulações realizadas nesta tese utilizamos
o Monte Carlo Pythia, do grupo de Lund, suplementado por rotinas adicionais de acordo
com os modelos utilizados. Este é o gerador de eventos QCD melhor documentado na
literatura [65, 67, 68], incluindo uma grande variedade de processos f́ısicos.

1.8 Conclusão

Neste caṕıtulo apresentamos uma revisão de f́ısica relevante para o desenvolvimento desta
tese. O foco central é a descrição da Cromodinâmica Quântica, que é a teoria das interações
fortes. Muitos aspectos da QCD são mais facilmente entendidos na descrição de proces-
sos t́ıpicos como o espalhamento profundamente inelástico e as colisões hadrônicas. Neste
formalismo, podemos definir os conceitos básicos de distribuições partônicas, equações de
evolução e fatorização da seção de choque. Um aspecto perturbativo de bastante relevância
nesta tese, e portanto apresentado em separado, é a descrição de processos com radiação
partônica, tratado nos geradores de eventos QCD na forma de chuveiros partônicos.
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A QCD não-perturbativa é um problema ainda não resolvido, sendo tratado por meio
de modelos e métodos especiais. Revisamos aqui importantes aspectos não-perturbativos
da QCD como o confinamento e a hadronização, seguindo em particular a abordagem do
modelo de Lund.

Finalmente, efeitos perturbativos e não-perturbativos devem ser combinados para a des-
crição completa dos eventos f́ısicos. Uma tratamento complexo desses efeitos pode ser
combinado em geradores de eventos QCD, brevemente descritos nesta Introdução.

Nos caṕıtulos seguintes, segue o estudo espećıfico de processos de produção de quarks
pesados, onde os conceitos gerais apresentados neste caṕıtulo serão largamente utilizados.
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A Produção de Quarks Pesados na
QCD perturbativa

Dureza

Neste deserto árido de contas engenhosas
por um instante perdi-me
Laços, glúons suaves, infinitos,
cancelam-se em números finitos.
Quarks pesados:
duros, podem ser domados.

Em vão, tento
mais altas ordens computar...
Então, pra uma multidão
de glúons emitidos,
lanço dados
pesados
por formulescos intricados
Chuveiros de pártons ressomados!

2.1 Introdução

Este caṕıtulo é destinado à descrição perturbativa de processos de produção de um par
de quarks pesados em colisões hadrônicas. Cálculos perturbativos podem ser realizados
quando da presença de uma escala perturbativa, tal que a constante de acoplamento nessa
escala seja pequena o suficiente para servir como parâmetro numa expansão em série de
potências contendo os diagramas de Feynman relevantes. As massas dos quarks pesados são
suficientemente grandes para servir como uma escala perturbativa.

Serão consideradas duas abordagens ao cálculo perturbativo. A primeira abordagem
é um cálculo QCD completo em NLO, até a ordem O(α3

s). Os cálculos serão apresen-
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tados em bastante detalhe, e os resultados serão utilizados nos caṕıtulos subseqüentes,
quando da produção de estados ligados de um par de quarks pesados, como charmonium e
bottomonium. A segunda abordagem é a aproximação de chuveiros partônicos, que inclui
todas as ordens de teoria de perturbação na aproximação de logaŕıtmo dominante.

2.2 Cálculo em NLO

Os subprocessos relevantes são

g + g → Q+ Q̄, q + q̄ → Q + Q̄, α2
s, α

3
s, (2.1)

g + g → Q+ Q̄ + g, q + q̄ → Q + Q̄+ g, α3
s, (2.2)

g + q → Q+ Q̄+ q, g + q̄ → Q+ Q̄+ q̄, α3
s, (2.3)

incluindo as ordens O(α2
s) e O(α3

s).

2.2.1 Cinemática

As variáveis cinemáticas dos subprocessos partônicos são definidas como segue. Os processos
de dois corpos (dois pártons no estado final, conforme figura abaixo), correspondendo às
Eqs. (2.1), são descritos em termos dos invariantes

p1

p2

k1

k2

1

s = (p1 + p2)
2, (2.4)

t = (p1 − k1)
2 −m2

Q = (p2 − k2)
2 −m2

Q, (2.5)

u = (p1 − k2)
2 −m2

Q = (p2 − k1)
2 −m2

Q, (2.6)

onde p1,2 são os momenta dos pártons incidentes e k1,2 são os momenta do quark e antiquark
pesados, respectivamente. Os pártons estão na camada de massa, ou seja, p2

1,2 = 0 e k2
1,2 =

m2
Q, onde mQ é a massa dos quarks pesados. O ćırculo acima representa o espalhamento

duro. O elemento de espaço de fase de duas part́ıculas em d = 4− 2ε dimensões é dado por
(vide Ap. A)

dΦ2 =
22ε

Γ(1 − ε)

(

4π

s

)ε
1

16π
β1−ε sin−2ε θ1d cos θ1, (2.7)

onde β =
√

1 − ρ, ρ = 4m2
Q/s e θ1 é o ângulo entre p1 e k1 no sistema centro de massa dos

pártons incidentes. Segue que

t = −1

2
s(1 − β cos θ1). (2.8)

Os processos de três corpos (três pártons no estado final), Eqs. (2.2) e (2.3), são carac-
terizados por cinco quantidades escalares independentes:
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s = (p1 + p2)
2, (2.9)

tk = (p1 − k)2, (2.10)

uk = (p2 − k)2, (2.11)

q1 = (p1 − k1)
2 −m2

Q, (2.12)

q2 = (p2 − k2)
2 −m2

Q, (2.13)

p1

p2

k1

k2

k

1

onde k é o momentum do terceiro párton (g, q, q̄) no estado final. Os cinco invariantes
restantes podem ser relacionados aos invariantes acima pelas equações

s2 = (k1 + k2)
2 = s+ tk + uk, (2.14)

q̂1 = (p1 − k2)
2 −m2

Q = −s− tk − q1, (2.15)

q̂2 = (p2 − k1)
2 −m2

Q = −s− uk − q2, (2.16)

ω1 = (k + k1)
2 −m2

Q = −q1 + q2 − tk, (2.17)

ω2 = (k + k2)
2 −m2

Q = −q1 − q2 − uk. (2.18)

É conveniente introduzirmos as variáveis x e y, onde x = s2/s, y = cos θ2, sendo θ2 o
ângulo entre p1 e k no sistema CM dos pártons incidentes. Temos que

ρ ≤ x ≤ 1, −1 ≤ y ≤ 1, (2.19)

e

tk = −1

2
s(1 − x)(1 − y), uk = −1

2
s(1 − x)(1 + y). (2.20)

No sistema CM do sistema QQ̄ os quadrimomenta são dados por

p1 = p0
1(1, 0, 0, 1), (2.21)

p2 = p0
2(1, 0, sinψ, cosψ), (2.22)

k = k0(1, 0, sinψ′, cosψ′), (2.23)

k1 =
1

2

√
s2(1, βx sin θ2 sin θ1, βx cos θ2 sin θ1, βx cos θ1), (2.24)

k2 =
1

2

√
s2(1,−βx sin θ2 sin θ1,−βx cos θ2 sin θ1,−βx cos θ1). (2.25)

onde

p0
1 =

s+ tk
2
√
s2
, p0

2 =
s+ uk
2
√
s2
, k0 = −tk + uk

2
√
s2

, (2.26)

cosψ = 1 − s

2p0
1p

0
2

, sinψ > 0, (2.27)

cosψ′ = 1 − tk
2p0

1k
0
, sinψ′ > 0, (2.28)

βx =
√

1 − 4m2
Q/sx. (2.29)
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Os invariantes q1 e q2 podem ser escritos como

q1 = −s+ tk
2

(1 − βx cos θ1), (2.30)

q2 = −s+ tk
2

(1 + βx cos θ2 sin θ1 sinψ′ + βx cos θ1 cosψ′). (2.31)

Temos agora todos os invariantes escritos em função de x, y, θ1,θ2 e s. Podemos também
escrever o espaço de fase de três corpos como

dΦ3 = HNdΦ
(x)
2

s1−ε

2π
(1 − x)1−2ε(1 − y2)−εdy sin−2ε θ2dθ2 , (2.32)

onde

H =
Γ(1 − ε)

Γ(1 + ε)Γ(1 − 2ε)
= 1 − π2

3
ε2 + O(ε3), (2.33)

N =
(4π)ε

(4π)2
Γ(1 + ε), (2.34)

dΦ
(x)
2 =

22ε

Γ(1 − ε)

(

4π

sx

)ε
1

16π
β1−2ε
x sin−2ε θ1d cos θ1dx. (2.35)

2.2.2 Descrição do cálculo

O cálculo NLO de hadroprodução de um par de quarks pesados está implementado no código
HVQMNR [91], que calcula seções de choque totais [92], distribuições de uma part́ıcula [93] e
correlações [91]. No caso da seção de choque total, integra-se sobre o espaço de fase de ambos
os quarks. As distribuições de uma part́ıcula fornecem informação sobre distribuições de
um (anti-)quark pesado no estado final, onde se integra sobre o espaço de fase do segundo
quark (antiquark). No caso das correlações, obtém-se informação sobre distribuições em
variáveis dependentes dos momenta de ambos quark e antiquark pesado, ou seja, do par
quark-antiquark. A implementação do cancelamento das singularidades infravermelhas e
colineares entre os diagramas virtuais, reais e as funções de estrutura NLO estão explicadas
em detalhe no artigo [91], o que será discutido nesta seção. Limitar-no-emos a mostrar
alguns detalhes gerais da contribuição de fusão glúon-glúon, uma vez que as expressões
completas (bem como a sua derivação) são muito extensas para serem apresentadas nesta
tese [91, 92, 93, 94, 95, 96, 97]. Além disso, as contribuições de todos os subprocessos estão
implementadas no código acima mencionado e que utilizaremos nos caṕıtulos seguintes.

Os diagramas em ordem dominante que contribuem no processo gg → QQ̄ estão mos-
trados na Fig. 2.1. A amplitude correspondente é dada em LO por

Aa1a2
ij = ū( k1 )

[

(−ig/ε2)t
a2
ik

i

/k1 + /p2 −m
(−ig/ε1)t

a1
kj + (−ig/ε1)t

a1
ik

i

/k1 + /p1 −m
(−ig/ε2)t

a2
kj

+ (−igγρ)ta3ij
−i

(p1 + p2)2
(−g)fa1a2a3 Γρµν(−p1 − p2, p1, p2)ε1µε2ν

]

v(k2) . (2.36)

O fator de cor no terceiro termo desta equação pode ser escrito como

ifa1a2a3 ta3ij = ta2ik t
a1
kj − ta1ik t

a2
kj , (2.37)
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1

Fig. 2.1: Diagramas em LO para o processo gg → QQ̄

e a amplitude Aa1a2
ij pode ser escrita como a soma de dois termos com estruturas de cor

independentes
Aa1a2
ij = A(1)g2ta1ik t

a2
kj + A(2)g2ta2ik t

a1
kj , (2.38)

A(1) = ū(k1)

[

(−i/ε2)
i

/k1 + /p2 −m
(−i/ε1)

− −i
(p1 + p2)2

γρΓ
ρµν(−p1 − p2, p1, p2)ε1µε2ν

]

v(k2) , (2.39)

A(2) = ū(k1)

[

(−i/ε1)
i

/k1 + /p1 −m
(−i/ε2)

+
−i

(p1 + p2)2
γρΓ

ρµν(−p1 − p2, p1, p2)ε1µε2ν

]

v(k2) . (2.40)

As correções de O(α3
s) são de dois tipos: emissões reais e emissões virtuais, conforme

mostrado na Fig. 2.2. Para os processos 2 → 3, descritos nas Eqs. (2.2) e (2.3), expressões
anaĺıticas compactas são dadas na ref. [96, 97]. O método de regularização dimensional é
usado para regularizar as divergências infravermelhas e colineares na integração do espaço
de fase dos processos 2 → 3.

Correções virtuais aos termos de Born (LO) foram calculados em d = 4 − 2ε dimensões
nas refs. [94, 95, 92]. Estas correções são negativas e divergentes, cancelando divergências
presentes nas contribuições suaves e colineares. A seção de choque virtual em O(α3

s) é obtida
do termo de interferência entre a amplitude virtual e a de Born,

∑

(AVAB∗ +ABAV ∗), com
AV ≡ εµ(k1)ε

ν(k2)AV
µν. A amplitude virtual AV

µν contém integrações sobre os momenta dos
quarks e glúons virtuais presentes nos laços.

A contribuição dos diagramas de emissões reais para o processo gg → QQ̄ + X (em d
dimensões) é dada por

dσ(r)
gg = M(r)

gg (s, tk, uk, q1, q2)dΦ3 , (2.41)

M(r)
gg (s, tk, uk, q1, q2) =

1

2s

1

[2(1 − ε)(N2
c − 1)]2

∑

spin,cor

|A(r)|2 , (2.42)

onde A(r) é a amplitude invariante, e o número de estados de polarização de glúon em 4−2ε
dimensões é dado por 2(1− ε). A seção de choque invariante M(r)

gg apresenta singularidades
em tk = 0 e uk = 0, correspondendo à emissão de um glúon suave (x = 1) e colinear
(y = ±1). Contudo, pode ser mostrado [91] que a função

fgg(x, y, θ1, θ2) = 4tkukM(r)
gg (s, tk, uk, q1, q2) (2.43)
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Diagramas de emissões reais

+ ...

Diagramas de emissões virtuais

+ ...

1

Fig. 2.2: Diagramas de correções reais e virtuais de ordem O(α3
s) aos diagramas iniciados

por dois glúons, produzindo um par de quarks pesados (e um glúon adicional no
caso das correções reais).

é regular para y = ±1 e x = 1. Usando as Eqs. (2.20) e (2.32), obtém-se

dσ(r)
gg = HNdΦ

(x)
2

s−1−ε

2π
dy sin−2ε θ2dθ2(1 − x)−1−2ε(1 − y2)−1−εfgg(x, y, θ1, θ2). (2.44)

A fim de separar a parte da singularidade infravermelha, pode-se expandir o termo ( 1 − x )−1−2ε

no limite de ε pequeno (vide Eq. (A.6) do Ap. A),

(1 − x)−1−ε = − β̃
−4ε

2ε
δ(1 − x) +

(

1

1 − x

)

ρ̃

− 2ε

(

log(1 − x)

1 − x

)

ρ̃

+ O(ε2) (2.45)

onde β̃ é definido por β̃ =
√

1 − ρ̃, e as distribuições nos parênteses são definidas de acordo
com as prescrições

∫ 1

ρ̃

h(x)

(

1

1 − x

)

ρ̃

dx =

∫ 1

ρ̃

h(x) − h(1)

1 − x
dx (2.46)

∫ 1

ρ̃

h(x)

(

log(1 − x)

1 − x

)

ρ̃

dx =

∫ 1

ρ̃

[h(x) − h(1)]
log(1 − x)

1 − x
dx , (2.47)
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para uma função teste h(x) suficientemente regular. O parâmetro ρ̃ é escolhido na região
ρ < ρ̃ < 1. Isto assegura a convergência das integrações numéricas, com x suficientemente
próximo de 1 (limite suave). A seção de choque de choque pode então ser escrita como

dσ(r)
gg = dσ(s)

gg +HNdΦ
(x)
2

s−1−ε

2π
dy sin−2ε θ2dθ2

×
[

(

1

1 − x

)

ρ̃

− 2ε

(

log(1 − x)

1 − x

)

ρ̃

]

(1 − y2)−1−εfgg(x, y, θ1, θ2) , (2.48)

onde

dσ(s)
gg = HNdΦ

(x)
2

s−1−ε

2π
dy sin−2ε θ2dθ2

×
[

− β̃
−4ε

2ε
δ(1 − x)

]

(1 − y2)−1−εfgg(x, y, θ1, θ2) . (2.49)

A componente suave da seção de choque é determinada pelo comportamento infraver-
melho dominante de fgg, que pode ser obtido sem o cálculo completo do elemento de matriz
real em d dimensões, mas apenas explorando-se as propriedades gerais da emissão de glúons
suaves, no procedimento descrito a seguir.

Limite suave e divergências infravermelhas

Vamos descrever o cálculo da seção de choque para a reação gg → QQ̄g, no limite onde
o momentum k do glúon emitido vai a zero. Para tanto, consideremos a emissão de um
glúon suave a partir de gráficos no ńıvel de Born. Uma singularidade suave aparece somente
quando o glúon é emitido de uma linha externa. Para um glúon suave com momentum k,
ı́ndice de cor b e ı́ndice de Lorentz ν emitido de uma linha de glúon com momentum p,
ı́ndice de cor a e polarização ε, com amplitude de Born Aa = Aµ

aεµ, temos a amplitude
(Fig. 2.3a)

Aν
ab = −gfabcΓµνρ(p,−k, k − p)εµ

−igρσ
(k − p)2

Aσ
c , (2.50)

onde Γµνρ(p, k, r) = gµν(p− q)ρ + gνρ(q− r)µ + gρµ(r− p)ν é um tensor associado ao vértice
de três glúons.

No limite de pequeno k, usando a transversalidade da polarização de glúon, pµε
µ = 0, e

a propriedade de calibre pµAµ
a = 0, a amplitude (2.50) simplifica para

Aν
ab = +ig

pν

p · kfabcAc + termos não singulares. (2.51)

Considerando-se a emissão de um glúon suave de uma linha de quark final com momentum
p e ı́ndice de cor i e amplitude genérica Ai = ū(p)Ãi, temos (Fig. 2.3b)

Aν
ib = ū(p)(−igγν)tbij

i

(/p+ /k −m)
Ãj = g

pν

p · k t
b
ijAj + termos não singulares. (2.52)
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Aσ
c

p k
a, µ b, ν

(a)

Ãj

p, i

k

(b)

Ãj

(c)

1

Fig. 2.3: Contribuições para a amplitude gg → QQ̄g no limite quando k (o momentum do
glúon emitido) torna-se suave.

Do mesmo modo, para uma emissão suave a partir de uma linha de antiquark final (Fig.
2.3c),

Aν
ib = −g pν

p · kAjt
b
ji + termos não singulares. (2.53)

Considerando todas as possibilidades de emissão de um glúon suave a partir do diagrama
gg → QQ̄, obtém-se a amplitude completa para emissão de um glúon suave

Aa1a2,bν
ij = +Aca2

ij ig
pν1
p1 · k

fa1bc + Aa1c
ij ig

pν2
p2 · k

fa2bc

+ tbikAa1a2
kj g

kν1
k1 · k

−Aa1a2
ik tbkjg

kν2
k2 · k

, (2.54)

onde a amplitude LO é dada pela eq. (2.36).
Tomando o quadrado da amplitude acima, somando e fazendo a média sobre cor e spin

dos pártons finais e iniciais, respectivamente, e dividindo pelo fator de fluxo, pode-se obter
a seção de choque no limite suave,
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M(s)
gg = M1

TF
DA

{

[(p1k2) + (p2k1)]CACF + [(p1k1) + (p2k2)]CA

(

CF − 1

2
CA

)

+
1

2
(p1p2)C

2
A − [(k2k2) + (k1k1)]C

2
F + 2(k1k2)

(

CF − 1

2
CA

)2
}

+M2
TF
DA

{

[(p2k2) + (p1k1)]CACF + [(p2k1) + (p1k2)]CA

(

CF − 1

2
CA

)

+
1

2
(p1p2)C

2
A − [(k2k2) + (k1k1)]C

2
F + 2(k1k2)

(

CF − 1

2
CA

)2
}

+M12
TF
DA

(

CF − 1

2
CA

)

{[(p1k2) + (p2k2) + (p1k1) + (p2k1)]CA

− [(k2k2) + (k1k1)]CF + 2(k1k2)

(

CF − 1

2
CA

)}

, (2.55)

onde

M1 =
g6

2s(2 − 2ε)2

[

8t(t2 + u2)

s2u
+ 8ρ

t

u
− 2ρ2 s

2

u2
− 16ε

t(u2 − st)

s2u
+ 8ε2

t

u

]

(2.56)

M2 =
g6

2s(2 − 2ε)2

[

8u(t2 + u2)

s2t
+ 8ρ

u

t
− 2ρ2 s

2

t2
− 16ε

u(t2 − su)

s2t
+ 8ε2

u

t

]

(2.57)

M12 =
g6

2s(2 − 2ε)2

[

16
t2 + u2

s2
+ 16ρ− 4s2ρ2

tu
+ 32ε

tu− s2

s2
+ 16ε2

]

, (2.58)

com ρ = 4m2
Q/s, CA = 3, CF = 4

3
, TF = 1

2
, DA = 8, DF = 3. Os fatores eikonais do tipo

(vw) são definidos por

(vw) =
v · w

v · k w · k . (2.59)

Integrando-se a expressão acima em x, y e θ2, obtém-se a seção de choque no limite
suave

dσ(s)
gg = −HNdΦ2

1

4πε
s−1−εβ̃−4εf (s)

gg (θ1) , (2.60)

onde

f (s)
gg (θ1) =

∫

dxdydθ2δ(1 − x)(1 − y2)−1−ε sin−2ε θ2
[

4tkukM(s)
gg

]

x=1
, (2.61)

onde os resultados das integrações envolvendo os fatores eikonais contêm pólos do tipo 1/ε,
e estão listados no Apêndice A.

Limites colineares

A fim de separar a parte colinear da seção de choque, pode-se expandir o termo (1− y)−1−ε

da Eq. (2.48) no limite de ε pequeno (vide Eq. (A.7) do Ap. A), retendo apenas termos de
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µ, a

ν, b

=

µ, a

ν, b

+ TERMOS REGULARES

1

Fig. 2.4: Decomposição da amplitude gg → QQ̄g no limite de k (o momentum do glúon
emitido) colinear a p1.

ordem ε0,

(1 − y)−1−ε = −[δ(1 + y) + δ(1 − y)]
(2ω)−ε

2ε

+
1

2

[(

1

1 − y

)

ω

+

(

1

1 + y

)

ω

]

+ O(ε) (2.62)

onde as distribuições nos parênteses são definidas de acordo com as prescrições
∫ 1

1−ω
h(y)

(

1

1 − y

)

ω

dy =

∫ 1

1−ω

h(y) − h(1)

1 − y
dy (2.63)

∫ −1+ω

−1

h(y)

(

1

1 + y

)

ω

dy =

∫ −1+ω

−1

h(y) − h(1)

1 + y
dy, (2.64)

para uma função teste h(x) suficientemente regular. O parâmetro ω é escolhido na região
0 < ω ≤ 2, o que assegura a convergência das integrações numéricas, com y suficientemente
próximo de ±1 (limite colinear). A seção de choque (2.48) fica

dσ(r)
gg = dσ(s)

gg + dσ(c+)
gg + dσ(c−)

gg + dσ(f)
gg , (2.65)

onde

dσ(c±)
gg = NdΦ

(x)
2

s−1−ε

2π
dy sin−2ε θ2dθ2

[

(

1

1 − x

)

ρ̃

− 2ε

(

log(1 − x)

1 − x

)

ρ̃

]

×
[

−(2ω)−ε

2ε
δ(1 ∓ y)

]

fgg(x, y, θ1, θ2) , (2.66)

dσ(f)
gg = N

s−1

64π2
βxd cos θ1dθ2dydx

(

1

1 − x

)

ρ̃

[(

1

1 − y

)

ω

+

(

1

1 + y

)

ω

]

fgg(x, y, θ1, θ2). (2.67)

Os limites colineares correspondem à configuração onde o párton de estado final (g, q ou
q̄) torna-se colinear a um dos pártons incidentes. No caso gg → QQ̄g, k torna-se colinear
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a p1 e tk → 0 (y = ±1), aparecendo termos singulares neste limite [91]. A amplitude pode
ser decomposta na soma de dois termos (conforme Fig.2.4)

Aµν
ab = Aα

c

iPρα(p1 − k)

(p1 − k)2
(−g)Γµνρ(p1,−k, k − p1)fcab + Rµν

ab , (2.68)

onde

Pµν(k) = −gµν +
ηµkν + ηνkµ

η · k (2.69)

é o projetor de spin do propagador de glúon. O primeiro termo corresponde às configurações
onde o glúon com momentum k é emitido diretamente pela linha inicial com momentum
p1, e o segundo termo contém todos os outros gráficos, de forma que somente o primeiro
termo é singular no limite colinear. Entretanto, podem haver singularidades nos termos de
interferência entre o primeiro e o segundo termo. É conveniente trabalhar no calibre do
cone de luz, definido em termos de um vetor η, tal que η2 = 0 e η · p1 6= 0. Neste calibre, R
não contribui para a parte singular. O momentum k pode ser decomposto como

k = (1 − x)p1 + ηξ + k⊥, (2.70)

onde

ξ = − k2
⊥

(1 − x)2p1 · η
, (2.71)

tal que

tk = (p1 − k)2 = − k2
⊥

1 − x
. (2.72)

Em termos dessas variáveis, o vértice de três glúons pode ser simplificado, notando que
termos proporcionais a (p1 − k)ρ, pµ1 e kν dão contribuição nula quando contráıdos com os
projetores de spin correspondentes, resultando

Γµνρ(p1,−k, k − p1) =
2

x
kρ⊥g

µν + 2kµ⊥g
νρ + 2

kν⊥
1 − x

gµρ + O(k2
⊥) . (2.73)

A amplitude pode ser reescrita como

Aµν
ab = Aα

c

iPρα(p1 − k)

(p1 − k)2
(−g)

[

2

x
kρ⊥g

µν − 2kµ⊥g
νρ + 2

kν⊥
1 − x

gµρ + O(k2
⊥)

]

fcab + Rµν
ab . (2.74)

O primeiro termo acima é de ordem 1/k⊥, sendo o quadrado deste termo a única contribuição
para a singularidade na potência 1/tk, e o segundo termo não contribui. Negligenciando k⊥
no projetor de spin dos glúons, este fator pode ser aproximado por

−gµν⊥ = −gµν +
pµ1η

ν + pν1η
µ

η · p1

. (2.75)

O momentum p1 − k no argumento de Aα
c pode ser substitúıdo por xp1, e Aα

c torna-se a
amplitude de Born. A seção de choque no limite colinear resulta em

M(r)
gg = −4CAg

2

tk
M(b)

gg (xp1, p2, k1)

[

x(1 − x) +
x

1 − x
+

1 − x

x

]

+
4CAg

2

tk

(2 − 2ε)(1 − x)

x

[

k̂ρ⊥k̂
σ
⊥ − gρσ⊥

2 − 2ε

]

×M(b)
gg ρσ

(xp1, p2, k1), (2.76)



Caṕıtulo 2. A Produção de Quarks Pesados na QCD perturbativa 59

onde k̂ρ⊥ = kρ⊥/|k⊥| e M(b)
gg (xp1, p2, k1) = −M(b)

gg ρσ(xp1, p2, k1)g
ρσ
⊥ é a seção de choque inva-

riante para o subprocesso gg → QQ̄ a ńıvel de Born.
Em termos das funções f definidas na Eq. (2.43), pode-se escrever no limite colinear

fgg(x,±1, θ1, θ2) = f (c±)
gg (x, θ1) + f̃ (c±)

gg (x, θ1, θ2) (2.77)

onde

f (c+)
gg (x, θ1) = 16CAg

2s(1 − x)M(b)
gg (xp1, p2, k1)

×
[

x(1 − x) +
x

1 − x
+

1 − x

x

]

, (2.78)

f̃ (c±)
gg (x, θ1, θ2) = −16CAg

2s
(2 − 2ε)(1 − x)2

x

[

k̂ρ⊥k̂
σ
⊥ − gρσ⊥

2 − 2ε

]

×M(b)
gg ρσ

(xp1, p2, k1) . (2.79)

O primeiro termo contém a função de desdobramento Pgg, em 4− 2ε dimensões. O segundo

termo não contribui, pois
∫ π

0
f̃

(c±)
gg (x, θ1, θ2) sin−2ε θ2dθ2 = 0 . Integrando a equação (2.66)

em y e θ2, obtém-se

dσ(c±)
gg = −s

−ε

ε̄

(

2

ω

)ε
CAα

(b)
s

π

[

(

1

1 − x

)

ρ̃

− 2ε

(

log(1 − x)

1 − x

)

ρ̃

]

×
[

x +
(1 − x)2

x
+ x(1 − x)2

]

M(b)
gg (xs, q2,1)dΦ

(x)
2 , (2.80)

onde α
(b)
s = αsµ

2ε é a constante de acoplamento em d dimensões, onde o sufixo (b) denota a
quantidade não renormalizada (bare). Notemos que a divergência no termo colinear aparece
como um pólo na forma

1

ε̄
=

1

ε
− γE + log (4π) , (2.81)

como predito pelo teorema da fatorização [30].

Cancelamento das divergências

De acordo com o teorema da fatorização, qualquer seção de choque partônica pode ser
escrita como

dσij(p1, p2) =
∑

kl

∫

dσ̂kl(x1p1, x2p2)Γki(x1)Γlj(x2)dx1dx2 , (2.82)

Γij(x) = δijδ(1 − x) − 1

ε̄

αs
2π
Pij(x) +

αs
2π
Kij(x) + O(α2

s), (2.83)

onde dσ̂ é livre de singularidades no limite ε = 0. Os fatores colineares Γij são usualmente
absorvidos nas funções de estrutura hadrônicas, e a seção de choque f́ısica é expressa como

dσH1H2(p1, p2) =
∑

kl

∫

dσ̂kl(x1p1, x2p2)f
H1
k (x1, µ)fH2

l (x2, µ)dx1dx2 , (2.84)
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onde f
H1(2)

k é distribuição do párton k no hádron H1(2). Como conseqüência, tanto dσ̂ quanto
as distribuições partônicas dependem da escala µ.

As funções Kij(x) na eq. (2.83) são completamente arbitrárias, mas a definição de σ̂kl
depende da escolha de Kij(x). A escolha Kij(x) = 0 corresponde ao esquema de subtração
MS [20], ao qual nos limitaremos nesta descrição.

Expandindo-se a eq. (2.82) ordem por ordem em teoria de perturbação, pode-se escrever
[91]

dσ̂gg(p1, p2) = dσgg(p1, p2) +
1

ε̄

αs
2π
dσ(b)

gg (x1p1, p2)Pgg(x1)dx1

+
1

ε̄

αs
2π
dσ(b)

gg (p1, x2p2)Pgg(x2)dx2 (2.85)

= dσgg(p1, p2) +
1

ε̄

αs
2π
Pgg(x)M(b)

gg (xs, q2)dΦ
(x)
2

+
1

ε̄

αs
2π
Pgg(x)M(b)

gg (xs, q1)dΦ
(x)
2 (2.86)

onde a função de desdobramento pode ser desenvolvida,

Pgg = 2CA

[

x

(1 − x)+
+

1 − x

x
+ x(1 − x) + 2πb0δ(1 − x)

]

= 2CA

[

x

(1 − x)ρ̃
+

1 − x

x
+ x(1 − x) + (2πb0 + 2 log β̃)δ(1 − x)

]

, (2.87)

onde b0 = (11CA − 4TFnlf)/12π, CA = NC = 3, TF = 1
2
, nlf é o número de sabores leves.

A seção de choque partônica, após a subtração das divergências colineares, torna-se

dσ̂gg = dσ(b)
gg + dσ̂(c+)

gg + dσ̂(c−)
gg + dσ̂(s)

gg + dσ(v)
gg + dσ(f)

gg (2.88)

onde

dσ̂(c±)
gg =

CAαs
π

[

(

log
s

µ2
+ log

ω

2

)(

1

1 − x

)

ρ̃

+ 2

(

log(1 − x)

1 − x

)

ρ̃

]

×
[

x+
(1 − x)2

x
+ x(1 − x)2

]

M(b)
gg (xs, q2,1)dΦ

(x)
2 (2.89)

dσ̂(s)
gg = dσ(s)

gg +
CAαs
π

1

ε̄
(2πb0 + 2 log β̃)M(b)

gg (x, t)dΦ2. (2.90)

As singularidades restantes em dσ̂
(s)
gg se cancelam com as singularidades na contribuição

virtual, e a quantidade
dσ(sv)

gg = dσ̂(s)
gg + dσ(v)

gg (2.91)

é finita, conseqüentemente a expressão completa para dσ̂gg também é finita. Os termos de

emissões reais dσ̂
(c±)
gg e dσ

(f)
gg requerem contudo particular atenção. A contribuição de dσ

(f)
gg



Caṕıtulo 2. A Produção de Quarks Pesados na QCD perturbativa 61

aos observáveis f́ısicos é dada por

σ
(f)
H1H2

=
1

(16π2)(64π2)

∫

dx1dx2f
H1
g (x1, µ)fH2

g (x2, µ)
βx
s

d cos θ1dθ2dydx

×
(

1

1 − x

)

ρ̃

[(

1

1 − y

)

ω

+

(

1

1 + y

)

ω

]

×fgg(x, y, θ1, θ2)g(x1, x2, x, y, θ1, θ2) . (2.92)

A função g é uma quantidade genérica, da qual deve-se calcular a média. Esta função pode
envolver um conjunto de funções θ, implementando um conjunto de cortes experimentais
no estado final, ou selecionando um histograma para alguma quantidade cinemática de
interesse, como uma distribuição. A presença da função g inviabiliza o cálculo anaĺıtico
da integral acima. A fim de utilizar-se métodos numéricos, tem-se que resolver o problema
das singularidades regularizadas de acordo com as prescrições ρ̃ e ω. O método genérico
utilizado para obter o espaço de fase a partir de uma distribuição qualquer é explicado no
apêndice B. Utilizando as definições das distribuições ρ̃ e ω, Eqs. (2.46), (2.47), (2.63 e
(2.64), pode-se escrever a Eq. (2.92) na seguinte forma

σ
(f)
H1H2

=
1

(16π2)(64π2)

∫

dx1dx2f
H1
g (x1, µ)fH2

g (x2, µ)
d cos θ1dθ2dydx

s(1 − x)

×
{

βx

[

fgg(x, y)g(x, y)− fgg(x, 1)g(x, 1)

1 − y
+
fgg(x, y)g(x, y)− fgg(x,−1)g(x,−1)

1 + y

]

−β
[

fgg(1, y)g(1, y)− fgg(1, 1)g(1, 1)

1 − y
+
fgg(1, y)g(1, y)− fgg(1,−1)g(1,−1)

1 + y

]}

=
1

(16π2)(64π2)

∫

dx1dx2f
H1
g (x1, µ)fH2

g (x2, µ)
d cos θ1dθ2dydx

s(1 − x)

×
{

βx

[

2fgg(x, y)g(x, y)

1 − y2
− fgg(x, 1)g(x, 1)

1 − y
− fgg(x,−1)g(x,−1)

1 + y

]

−β
[

2fgg(1, y)g(1, y)

1 − y2
− fgg(1, 1)g(1, 1)

1 − y
− fgg(1,−1)g(1,−1)

1 + y

]}

. (2.93)

O cálculo da expressão acima procede segundo os seguintes passos:

(i) Gerar os valores randômicos x̃1, x̃2, x̃, ỹ, θ̃1, θ̃2 (satisfazendo os limites cinemáticos
apropriados), com um peso dado por

h =

∫

dx1dx2d cos θ1dθ2dydx

n
, (2.94)

onde n é o número total de pontos randômicos.
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(ii) Calcular as seguintes quantidades:

W =
h

(16π2)(64π2)

βx̃
s̃
fH1
g (µ, x̃1)f

H2
g (µ, x̃2)

2fgg(x̃, ỹ, θ̃1, θ̃2)

(1 − x̃)(1 − ỹ2)
,

W+ =
h

(16π2)(64π2)

βx̃
s̃
fH1
g (µ, x̃1)f

H2
g (µ, x̃2)

−fgg(x̃, 1, θ̃1, θ̃2)
(1 − x̃)(1 − ỹ)

,

W− =
h

(16π2)(64π2)

βx̃
s̃
fH1
g (µ, x̃1)f

H2
g (µ, x̃2)

−fgg(x̃,−1, θ̃1, θ̃2)

(1 − x̃)(1 + ỹ)
,

W s =
h

(16π2)(64π2)

β

s̃
fH1
g (µ, x̃1)f

H2
g (µ, x̃2)

−2fgg(1, ỹ, θ̃1, θ̃2)

(1 − x̃)(1 − ỹ2)
,

W s+ =
h

(16π2)(64π2)

β

s̃
fH1
g (µ, x̃1)f

H2
g (µ, x̃2)

fgg(1, 1, θ̃1, θ̃2)

(1 − x̃)(1 − ỹ)
,

W s− =
h

(16π2)(64π2)

β

s̃
fH1
g (µ, x̃1)f

H2
g (µ, x̃2)

fgg(1,−1, θ̃1, θ̃2)

(1 − x̃)(1 + ỹ)
, (2.95)

onde s̃ = x̃1x̃2sH , βx̃ =
√

1 − 4m2/(s̃x̃). Para ρ̃ > ρ e ω < 2, pode-se fazer as
substituições

W = Wθ(ỹ − 1 + ω) ,

W− = W−θ(−ỹ − 1 + ω) ,

W s = W sθ(x− ρ̃) ,

W s+ = W s+θ(ỹ − 1 + ω)θ(x− ρ̃) ,

W s− = W s−θ(−ỹ − 1 + ω)θ(x− ρ̃) , . (2.96)

(iii) Chamar a rotina de sáıda, função de x1, x2, x, y, θ1, θ2 e w, seis vezes, com argumentos
x1 = x̃1, x2 = x̃2, θ1 = θ̃1, θ2 = θ̃2, e

x = x̃ , y = ỹ , w = W , (2.97)

x = x̃ , y = 1 , w = W+ , (2.98)

x = x̃ , y = −1 , w = W− , (2.99)

x = 1 , y = ỹ , w = W s , (2.100)

x = 1 , y = 1 , w = W s+ , (2.101)

x = 1 , y = −1 , w = W s− , (2.102)

respectivamente. A rotina de sáıda calcula os valores g(x1, x2, x, y, θ1, θ2), multiplica-
os pelo peso w e acumula os resultados em histogramas apropriados.

Vejamos agora as contribuições colineares à seção de choque de produção. Deve-se
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calcular a seguinte integral

σ
(c±)
H1H2

=
Ncαs
π

∫

dx1dx2f
H1
g (x1, µ)fH2

g (x2, µ)
βx
16π

×
[

(

log
s

µ2
+ log

ω

2

)(

1

1 − x

)

ρ̃

+ 2

(

log(1 − x)

1 − x

)

ρ̃

]

×
[

x+
(1 − x)2

x
+ x(1 − x)2

]

×M(b)
gg (xs, q2,1)g(x1, x2, x,±1, θ1, θ2)d cos θ1dx . (2.103)

Neste caso, a estrutura da singularidade é mais simples que no caso das emissões reais. Os
passos para a integração numérica são os seguintes:

(i) Gerar os valores randômicos x̃1, x̃2, x̃, θ̃1, θ̃2 (satisfazendo os limites cinemáticos
apropriados), com um peso dado por

h =

∫

dx1dx2d cos θ1dθ2dx

n
, (2.104)

onde n é o número total de pontos randômicos.

(ii) Calcular as seguintes quantidades:

W (c±) =
Ncαs
π

fH1
g (x1, µ)fH2

g (x2, µ)
βx
16π

×
[(

log
s

µ2
+ log

ω

2

)

1

1 − x
+ 2

log(1 − x)

1 − x

]

×
[

x+
(1 − x)2

x
+ x(1 − x)2

]

M(b)
gg (xs, q2,1)g(x1, x2, x,±1, θ1, θ2) (2.105)

W (c±)
s = −Ncαs

π
fH1
g (x1, µ)fH2

g (x2, µ)
βx
16π

×
[(

log
s

µ2
+ log

ω

2

)

1

1 − x
+ 2

log(1 − x)

1 − x

]

× M(b)
gg (xs, q2,1)g(x1, x2, 1,±1, θ1, θ2)θ(x− ρ̃) . (2.106)

(iii) Chamar a rotina de sáıda duas vezes, com argumentos x1 = x̃1, x2 = x̃2, y = ±1,
θ1 = θ̃1, θ2 = θ̃2, e

x = x̃ , w = W (c±) , (2.107)

x = 1 , w = W (c±)
s , (2.108)

(2.109)

respectivamente. A rotina de sáıda calcula os valores wg(x1, x2, x, y, θ1, θ2), e os acu-
mula nos histogramas apropriados.
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O resultado final não depende da escolha particular de ρ̃ e ω, como pode ser visto na
Eq. (2.62). Diferentes escolhas levam a diferentes valores para as contribuições separadas

dσ
(sv)
gg , dσ̂

(c±)
gg e dσ

(f)
gg , que não são quantidades f́ısicas e somente a sua soma completa faz

sentido. Contudo, a escolha ρ̃ > ρ e ω < 2 para facilita o cálculo numérico, pois a subtração
dos contratermos só é realizada se x é suficientemente próximo de 1 e y é suficientemente
próximo de ±1,

ρ̃ > ρ < x < 1 , 1 − ω < y < 1 ou − 1 < y < −1 + ω . (2.110)

Isto resulta na redução do tempo de cálculo e numa melhor convergência das integrações
numéricas. Por outro lado, a escolha de ρ̃ muito próximo de 1 ou ω muito próximo de 0
dá origem a divergências logaŕıtmicas nas contribuições real e colinear, que são canceladas
por termos em ln β̃ na contribuição infravermelha mas que prejudicam a convergência do
resultado.

O procedimento descrito acima permite o cálculo de correlações na produção de um par
de quarks pesados, ou seja, o cálculo de distribuições dependentes de alguma função dos
quadrimomenta do sistema quark e antiquark pesado (par QQ̄). A escolha da função g defi-
nida acima permite selecionarmos a distribuição desejada, como por exemplo o momentum
transverso, a rapidez, e a distribuição angular do par QQ̄, por exemplo. Para comparar os
nossos resultados com os de um particular experimento, a função g pode também conter
cortes nas variáveis cinemáticas, simulando os set-ups experimentais e/ou a precisão dos
detectores.

A escolha de g descrita no parágrafo acima também nos permite combinar este cálculo
pQCD com modelos de produção de quarkonium, levando em conta efeitos não-perturbativos.
Estes modelos serão descritos no próximo caṕıtulo, e a combinação do cálculo perturbativo
com os efeitos não perturbativos será descrita em trabalho original que apresentaremos no
caṕıtulo 5 desta tese.

2.2.3 Seção de choque total

Até o momento fizemos a discussão aplicada à seção de choque diferencial de produção de
um par de quarks pesados. A seção de choque total correspondente pode ser escrita como

σ(S) =
∑

ij

∫

dx1dx2f
H1
i (x1, µ)fH2

j (x2, µ) σ̂ij(x1x2S,m
2, µ2) , (2.111)

onde S é o quadrado da energia centro de massa dos hádrons A e B em colisão. A seção de
choque total de curta distância σ̂ pode ser escrita como

σ̂ij(s,m
2, µ2) =

α2
s(µ

2)

m2
Fij

(

ρ,
µ2

m2

)

, (2.112)

onde i, j especificam os tipos de pártons. As funções adimensionais Fij têm a seguinte
expansão perturbativa [92]

Fij

(

ρ,
µ2

m2

)

= F (0)
ij (ρ) + 4παs(µ

2)

[

F (1)
ij (ρ) + F (1)

ij (ρ) ln
µ2

m2

]

+ O(α2
s) . (2.113)
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A dependência da seção de choque com a energia é dada em termos da razão ρ = 4m2/s e
β =

√
1 − ρ. As funções correspondentes ao termo de ordem dominante são

F (0)
qq̄ (ρ) =

πβρ

27
[2 + ρ] (2.114)

F (0)
gg (ρ) =

πβρ

192

[

1

β
(ρ2 + 16ρ+ 16) ln

(

1 + β

1 − β

)

− 28 − 31ρ

]

(2.115)

F (0)
gq (ρ) = F (0)

gq̄ (ρ) = 0 . (2.116)

No cálculo de Fij em teoria de perturbação é necessária a fatorização e renormalização das
singularidades de massa, e as subtrações são feitas na escala µ. A dependência em µ é
mostrada explicitamente em (2.113). A escala µ é um parâmetro não f́ısico; a seção de
choque f́ısica, contudo, deve ser invariante com respeito a mudanças de µ ordem por ordem
de teoria de perturbação. No cálculo de O(α3

s), variações de µ levam a correções de O(α4
s),

µ2 d

dµ2
σ = O(α4

s) . (2.117)

Usando a equação de grupo de renormalização para o acoplamento,

dαs(µ
2)

d lnµ2
= −b0α2

s − b1α
3
s + O(α4

s) , (2.118)

e as eqs. DGLAP em mais baixa ordem, Eqs. (1.44) e (1.45),

µ2 d

dµ2
fi(x, µ

2) =
αs(µ

2)

2π

∑

k

∫ 1

x

dz

z
P

(0)
ik (z)fk(

x

z
, µ2) + ... , (2.119)

pode-se obter a partir de (2.117) o termo F (1)

ij , que controla a dependência em µ das contri-
buições perturbativas de altas ordens,

F (1)

ij (ρ) =
1

8π2

[

4πb0F (0)
ij (ρ) −

∫ 1

ρ

dz1

∑

k

F (0)
kj (

ρ

z1
)P

(0)
ki (z1)

−
∫ 1

ρ

dz2

∑

k

F (0)
ik (

ρ

z2
)P

(0)
kj (z2)

]

. (2.120)

As expressões das funções F(1)
ij (ρ) e F (1)

ij (ρ) são extensas, portanto referimos o leitor para
Ref. [92], para as expressões completas. Por exemplo, para a contribuição gg, temos

F (1)

gg (ρ) =
1

8π2

[

π

192

{

2ρ(59ρ2 + 198ρ− 288) ln

(

1 + β

1 − β

)

+12ρ(ρ2 + 16ρ+ 16)h2(β) − 6ρ(ρ2 − 16ρ+ 32)h1(β)

− 4

15
β(7449ρ2 − 3328ρ+ 724)

}

+ 12f (0)
gg (ρ) ln

(

ρ

4β2

)]

, (2.121)
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onde as funções auxiliares h1 e h2 são dadas por

h1(β) = ln2

(

1 + β

2

)

− ln2

(

1 − β

2

)

+ 2Li2

(

1 + β

2

)

− 2Li2

(

1 − β

2

)

,

h2(β) = Li2

(

2β

1 + β

)

− Li2

(

2β

1 − β

)

, (2.122)

onde Li2 é a função dilogaŕıtmo (eq. (A.16) do ap. A).
Por completicidade e referências futuras, escrevemos abaixo as seções de choque partônicas

em ordem dominante para os processos gg → QQ̄ e qq̄ → QQ̄ [100], obtidas diretamente
das Eqs. (2.112), (2.114) e (2.115),

σ̂qq→QQ(Q2) =
4πα2

s(Q
2)

27Q2
β(2 + ρ) (2.123)

σ̂gg→QQ(Q2) =
πα2

s(Q
2)

3Q2

[

−
(

7 +
31

4
ρ

)

1

4
β +

(

1 + ρ +
1

16
ρ2

)

ln

(

1 + β

1 − β

)]

,(2.124)

onde ρ =
4m2

Q

Q2 , β = (1 − ρ)1/2, e Q2 é o quadrado da massa invariante do par QQ, Q2 =
xAxBs; xA e xB são as frações de momentum dos hádrons A e B portada pelos pártons
correspondentes, s é a variável de Mandelstam usual.

2.3 Aproximação de chuveiros partônicos e ordens

mais altas

Como um método alternativo para descrever a produção de pares QQ̄ em pQCD, utilizare-
mos nos caṕıtulos 5, 7 e 8 o programa Monte Carlo Pythia [67], onde são inclúıdos todos
os processos QCD 2 → 2

g q → g q, g g → g g, q q̄ → q ′q̄′,

qq′ → q q′, g g → q q̄, qq̄ → gg, (2.125)

com os elementos de matriz correspondentes [57, 58], Eqs. (1.94)-(1.102). Os pártons in-
cidentes e espalhados podem irradiar quarks e glúons, ramificando-se como descrito pelas
equações de evolução DGLAP [32, 33, 34]. Um par de quarks pesados pode então ser produ-
zido como descrito pelos elementos de matriz LO qq̄ → QQ̄ e gg → QQ̄ (com dependência
expĺıcita com a massa mQ) ou pelo desdobramento g → QQ̄ nos chuveiros partônicos, já
abordados na seção 1.5 desta tese. Uma contribuição t́ıpica de chuveiros partônicos está
mostrada na fig. 8.2. Em geral, o par QQ̄ pode se originar de qualquer desdobramento a
partir dos chuveiros partônicos de estado inicial ou final. No caso de ISPS, pode ocorrer o
desdobramento g → QQ̄ e o Q ou o Q̄ pode inclusive participar do espalhamento duro (por
ex, gQ → gQ, com elementos de matriz não massivos). Apesar dos chuveiros partônicos
serem uma aproximação, têm a vantagem de cobrir ordens arbitrariamente mais altas, não
sendo limitada a NLO. Nos caṕıtulos seguintes, mostraremos os resultados e as vantagens
desta abordagem, especialmente para altas energias.
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Fig. 2.5: Uma contribuição t́ıpica de um par de quarks pesados sendo produzido no chuveiro
partônico de estado final (FSPS), após o espalhamento duro (no caso, gq → gq).
Também é mostrada a radiação de quarks e glúons nos chuveiros partônicos de
estado inicial (ISPS).

2.4 Conclusões

Neste caṕıtulo, apresentamos duas abordagens para o cálculo perturbativo da produção de
um par de quaks pesados. Descrevemos em detalhe um cálculo em segunda ordem dominante
(NLO) existente na literatura, que aplicaremos em caṕıtulos seguintes, combinado com
modelos de produção de estados ligados de um par de quarks pesados. Este cálculo a
ńıvel de um laço contém divergências colineares e infravermelhas (momentum nulo) que são
subtráıdas pelos diagramas de correções virtuais. O cálculo NLO completo, incluindo o
cancelamento numérico das divergências, está implementado num programa computacional
capaz de calcular a seção de choque total, distribuições em uma variável (dependo apenas
do quark ou do anti-quark pesado) e correlações (variáveis que dependem tanto do quark
quanto do anti-quark pesado, por exemplo o momentum transverso do parQQ̄ ou a fração de
momentum longitudinal portada por esse par). Descrevemos neste caṕıtulo o procedimento
para o cálculo de correlações e da seção de choque total, de interesse para esta tese.

Ainda no âmbito de cálculos perturbativos em ordens mais altas, existem atualmente
cálculos perturbativos em ordens além de NLO, que utilizam-se de técnicas de ressomas de
correções de glúons suaves na região próxima ao limiar de produção [101, 102]. Contudo,
estes cálculos ainda estão limitados à distribuições de uma part́ıcula no estado final, na
região próxima ao limiar. Além disso, esforços em direção a um cálculo NNLO, ou seja,
a ńıvel de dois laços ainda não têm sido bem-sucedidos dado a sua grande complexidade.
Portanto, neste tese, limitamo-nos a melhor descrição teórica suficientemente geral para os
nossos propósitos, ou seja, ao cálculo em NLO.

Outra abordagem para o cálculo perturbativo, também descrita neste caṕıtulo (associada
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à seção 1.5 do caṕıtulo 1) consiste na abordagem de chuveiros partônicos, implementada em
geradores de eventos tais como o Monte Carlo Pythia, utilizado nas simulações computa-
cionais desta tese. Este método tem muitas vantagens em relação ao cálculo NLO: por estar
implementado em geradores de eventos, pode ser facilmente utilizado para determinação de
distribuições em qualquer variável que dependa da configuração final das part́ıculas detec-
tadas, assim qualquer variável experimental pode ser facilmente acessada de forma análoga
ao processo real de detecção das part́ıculas. Além disso, este método pode ser combinado
com outros efeitos perturbativos e não-perturbativos, contribuindo para uma descrição mais
completa dos fenômenos. Outra discussão bastante atual concentra-se em esforços no sen-
tido de implementar-se chuveiros partônicos em NLO (e.g., funções de desdobramento em
NLO), onde até o presente momento ainda não se obteve uma abordagem consistente com-
binando chuveiros partônicos e elementos de matriz em NLO. Por isso, utilizaremos nesta
tese apenas um dos programas Monte Carlo dispońıveis, no caso o Monte Carlo Pythia,
que trata os chuveiros partônicos apenas na aproximação de logaŕıtmo dominante.

Em suma, o cálculo NLO e a aproximação de chuveiros partônicos são descrições com-
plementares para a produção perturbativa de pares de quarks pesados. O próximo caṕıtulo
(cap. 3) trata da produção e formação de quarkonium a partir de um par de quarks pesados,
o que também recebe contribuições de f́ısica não-perturbativa, além da f́ısica perturbativa es-
tudada neste caṕıtulo. Nos caṕıtulos seguintes (caps. 5 - 8) combinaremos as duas descrições
perturbativas desenvolvidas neste caṕıtulo com modelos de produção de quarkonium e efei-
tos não-perturbativos envolvidos, e faremos extensa fenomenologia com os modelos teóricos
resultantes de modelagem original.



Caṕıtulo 3

Produção de Quarkonium e
Interações Suaves de Cor

Quarks pesados

De part́ıculas mais leves
surgem os mais pesados quarks
Suprimem infinitos
espúrios, paraĺıticos.
Enérgicos, bem descritos,
desenhados, calculados
Enxergados?!

Eram duros,
mas suavemente se ligam,
pra depois virar pó de múons!

3.1 Introdução

No caṕıtulo anterior, descrevemos aspectos perturbativos da produção de um par de quarks
pesados, onde a presença de uma escala dura associada à massa dos quarks pesados permite a
expansão perturbativa na constante de acoplamento da QCD. Entretanto, estes quarks pesa-
dos não são encontrados livres na natureza, mas se ligam formando part́ıculas como mésons
e bárions. A formação do estado ligado envolve processos com pequena transferência de mo-
mentum, que não podem ser descritos somente por QCD perturbativa. Assim, o processo
de produção de uma part́ıcula composta de um par de quarks pesados envolve duas etapas
distintas - a produção de um par de quarks pesados a ńıvel perturbativo e a subseqüente
ligação numa part́ıcula que pode então ser detectada nos experimentos envolvendo colisões
hadrônicas e leptônicas.

Neste caṕıtulo, fazemos uma revisão dos modelos de produção de quarkonium, que consi-
deram de forma distinta as contribuições perturbativas relevantes e os efeitos de f́ısica não-
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perturbativa. Muita ênfase será dada nos efeitos não-perturbativos de interações suaves de
cor, que tratam de trocas de glúons não-perturbativos (de baixo momentum) e da eliminação
da cor levando à formação de estados singleto de cor. Nos caṕıtulos seguintes, empregare-
mos alguns destes modelos em análises originais da produção de quarkonium, bem como em
predições destes modelos num amplo cenário experimental.

Iniciamos este caṕıtulo com a apresentação do sistema de quarkonium, seguido pela
descrição dos modelos para a sua produção.

3.1.1 A espectroscopia do charmonium e do bottomonium

Quarkonium é um estado ligado de um par de quarks pesados QQ̄. O méson charmonium
é formado por um par cc̄ (charme-anticharme), ao passo que o bottomonium é formado por
um par bb̄ (bottom-antibottom). No caso do quark top, um par tt̄ não chega a formar um
estado ligado, pois devido a grande massa, os quarks têm um tempo de vida muito curto e
decaem separadamente.

Estados de quarkonium são caracterizados pelos números quânticos JPC , onde J é o
momento angular, P a paridade, C a conjugação de carga. A espectroscopia do quarkonium
pode ser obtida resolvendo-se a equação de Schrödinger para um potencial confinante entre
o par de quarks pesados, tipicamente de QCD de rede [103, 104]. Os estados de paridade e
conjugação de carga PC = −+, +−, −− e ++ têm correspondência uńıvoca com o estado de
momentum angular 2S+1LJ do sistema QQ̄ - 1(L par)J ,

1(L ı́mpar)J ,
3(L par)J ,

3(L ı́mpar)J ,
respectivamente, onde S, L e J são o momentum angular de spin, orbital e total do sistema
QQ̄. Os números quânticos são relacionados por P = (−1)L+1, C = (−1)L+S , além disso
pode-se definir a paridade G = (−1)L+S+I , onde I é o isospin. Com respeito à corrente,
os mésons podem ser classificados em escalares (JP = 0+), pseudo-escalares (JP = 0−),
vetoriais (JP = 1−), vetoriais axiais (JP = 1+), tensoriais (JP = 2+), pseudo-tensoriais
(JP = 2−), etc.

A espectroscopia do charmonium está esquematizada na Fig. 3.1, onde também estão
mostrados os decaimentos hadrônicos e eletromagnéticos observados experimentalmente.
Acima do limiar DD̄, o par cc̄ não permanece ligado, ao invés disso o quark c e o antiquark
c̄ ligam-se separadamente a antiquarks e quarks leves, respectivamente, produzindo mésons
abertos, conforme a tabela 3.1.

A espectroscopia do bottomonium está esquematizada na Fig. 3.2, onde também estão
mostrados os decaimentos hadrônicos e eletromagnéticos observados experimentalmente.

méson constituição massa (MeV) méson constituição massa (MeV)
D+ (D−) cd̄ (c̄d) 1869.4 B+ (B−) ub̄ (ūb) 5279.1

c D0 (D
0
) cū (c̄u) 1864.1 b B0 (B

0
) db̄ (d̄b) 5279.3

D+
s (D−

s ) cs̄ (c̄s) 1969.0 B0
s (Bs

0
) sb̄ (s̄b) 5369.6

Tab. 3.1: Exemplos de estados fundamentais de charme e bottom abertos, sua constituição
e propriedades [2]. Não inclúıdos na tabela estados excitados (D∗, etc), nem
misturas de estados [2].
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Fig. 3.1: Conhecimento atual do sistema de charmonium e transições [2]. Estados e
transições incertos são indicados por linhas tracejadas.

De forma análoga ao sistema de charmonium, acima do limiar BB̄ o par bb̄ não permanece
ligado, sendo que o quark b e o antiquark b̄ ligam-se separadamente a antiquarks e quarks
leves, respectivamente, produzindo mésons B (vide tabela 3.1).

Os estados de quarkonium podem ser obtidos a partir de pares quark-antiquark pesados,
sendo estes últimos produzidos perturbativamente. A transição do par QQ̄ para o estado de
quarkonium envolve elementos não perturbativos, como mecanismo de ligação dos quarks
nos mésons. A modelagem desta transição é realizada através dos modelos de produção de
quarkonium, que constituem o foco principal deste caṕıtulo.

3.1.2 O Modelo Singleto de Cor

Os modelos de produção de quarkonium baseiam-se em fórmulas de fatorização ad-hoc, não
provenientes de primeiros prinćıpios. Em contraste, a fatorização para processos inclusivos
(onde se soma sobre os estados finais) é um resultado de teoria de campos, formalmente
provado para todas as ordens de teoria de perturbação[30]. Diferentes modelos de produção
de quarkonium assumem diferentes formas de fatorização da seção de choque, combinando de
forma diversa as contribuições perturbativas e não perturbativas. A hipótese de fatorização
assumida em cada modelo deve então ser verificada através do confronto dos resultados dos
modelos de produção com os resultados experimentais.

No modelo singleto de cor [105, 106], baseado em QCD perturbativa, supõe-se a formação
direta das ressonâncias pesadas a curtas distâncias. A seção de choque é escrita na forma

σ(ab→ 2S+1LJ +X; ŝ,M2) =

∣

∣

∣

∣

dl

drl
Rnl(0)

∣

∣

∣

∣

2

Gab(ŝ,M
2;αs(mQ)) , (3.1)

onde Gab é um fator de curta distância (calculável perturbativamente) que descreve a
produção do par QQ num estado singleto de cor e com os mesmos números quânticos do
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Fig. 3.2: O esquema de ńıveis dos estados de bb̄ no sistema de bottomonium [2]. Estados
estabelecidos são mostrados com linhas cont́ınuas. Também são mostradas as
transições hadrônicas e radiativas.

estado de quarkonium a ser formado [107]. Como conseqüência, as regras de seleção de cor
e spin restringem a quantidade de diagramas que contribuem e fazem com que diferentes es-
tados de quarkonium sejam produzidos por diferentes dinâmicas. O fator de longa distância
é dado pelo módulo quadrado da l-ésima derivada da função de onda na origem, onde Rnl é
a solução da parte radial da equação de Schrödinger para um potencial fenomenológico que
liga o par QQ. Este potencial apresenta as caracteŕısticas da QCD de liberdade assintótica
a curtas distâncias e confinamento a grandes distâncias. Para a part́ıcula J/ψ ou ψ′, a
função de onda na origem R(0) pode ser determinada a partir da expressão não-relativ́ıstica
para a largura de decaimentos leptônicos,

Γ(ψ → e+e−) =
16πα2e2c
M2

ψ

|Rψ(0)|2 . (3.2)

A Fig. 3.3 mostra um exemplo de diagrama singleto de cor, para fotoprodução do méson
J/ψ, em ordem mais baixa.
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Fig. 3.3: Diagrama contribuindo para fotoprodução de J/ψ no modelo singleto de cor.

Efeitos não-perturbativos não considerados no CSM também são importantes na produção
de quarkonium. Com efeito, predições pQCD do modelo singleto de cor resultam numa
seção de choque que subestima por um fator de 50 os dados de produção de charmonium a
grande momento transverso no Tevatron [108, 109, 110, 111, 112, 113]. Assim, modelos de
produção de quarkonium devem levar em conta os efeitos rećıprocos entre QCD perturbativa
e não-perturbativa. É o caso dos modelos de evaporação de cor (CEM) [114, 115], de in-
terações suaves de cor (SCI) [116], da lei das áreas generalizada (GAL) [117] e octeto de cor
(COM) [118, 119, 120, 121, 122]. Nestes modelos, o par QQ̄ produzido perturbativamente
num estado octeto de cor pode ser transformado em singleto de cor através de interações
suaves que podem ser vistas como uma troca de glúons não-perturbativos. A consideração
das contribuições octeto de cor produz um aumento da seção de choque de produção de
quarkonium por mais de uma ordem de magnitude, descrevendo bem os dados do Tevatron
para quarkonium produzido com grande momento transverso.

Outra posśıvel solução do problema é o uso do CSM associado ao formalismo de fato-
rização kT (vide seção 1.3.4 e cap.9), onde se considera que os pártons iniciais estão fora da
camada de massa [123, 124, 125].

Nas seções seguintes faremos uma descrição dos modelos de produção de quarkonium, que
levam em conta de forma distinta a dinâmica QCD não-perturbativa envolvida na formação
dos estados de quarkonium.

3.2 O Modelo de Evaporação de Cor

A hipótese básica no modelo CEM [114, 115] é que a troca de cor nas interações suaves
randomizam as cargas de cor, de forma que não permanece nenhuma informação sobre a
configuração de cor originada nas interações duras anteriores (vide Fig. 3.4). Probabilidades
para estados com uma dada carga de cor podem ser obtidas da álgebra do grupo SU(3)
de cor, aplicando a relação 3 ⊗ 3̄ = 1 ⊕ 8 ao par QQ̄ composto de um tripleto e anti-
tripleto. Como todos os estados de cor têm o mesmo peso, isto implica que o par QQ̄
terá a probabilidade 1/9 de estar num estado singleto de cor e 8/9 de estar num estado
octeto de cor. Supõe-se então que todos os pares QQ̄ singleto de cor com massa invariante
abaixo do limiar para a produção do quark pesado aberto formarão estados de charmonium.
Estados singleto de cor acima deste limiar, bem como pares QQ̄ num estado octeto de cor
(independente da massa invariante) produzirão quark pesado aberto através do mecanismo
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de hadronização. A seção de choque para a produção de quarkonium e de sabor pesado
aberto pode ser escrita como

σquarkonium =
1

9

∫ 2mD,B

2mQ

dmQQ

dσQQ
dmQQ

(3.3)

σQ aberto =
8

9

∫ 2mD,B

2mQ

dmQQ

dσQQ
dmQQ

+

∫

√
s

2mD,B

dmQQ

dσQQ
dmQQ

, (3.4)

onde mQQ̄ é a massa invariante do par QQ̄ , mQ é a massa do quark charme e 2mD,B é

o limiar para a produção de mésons DD no caso do charme e BB̄ no caso do bottom. A
seção de choque diferencial a ńıvel partônico dσQQ/dmQQ é a convolução usual da seção de
choque calculada em QCD perturbativa com as distribuições partônicas para os hádrons
iniciais (incidentes e/ou espalhados).

A seção de choque total de quarkonium é então distribúıda nos diferentes estados. No
caso de charmonium, temos

σi = ρi σcharmonium (i = J/ψ, ηc, χc, ψ
′ ...) . (3.5)

onde as frações da seção de choque total de charmonium ρi são por hipótese independentes
da energia e do processo duro que originou o par cc̄. Analogamente, para bottomonium
podemos escrever

σi = ρi σbottomonium (i = Υ(1S), ηb, χb(1P ), Υ(2S), Υ(3S) ...) . (3.6)

Os parâmetros não-perturbativos ρi são na prática determinados por comparação com os
dados experimentais. Para J/ψ, esta fração está na faixa ρJ/ψ =0.4–0.5 [114, 115].
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Fig. 3.4: Representação esquemática do CEM. O retângulo representa as interações suaves
que eliminam a cor do par QQ̄.
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O modelo CEM é uma das abordagens mais simples da neutralização de cor, onde
o efeito das interações suaves está impĺıcito nos fatores não-perturbativos. Este modelo
fornece ums boa descrição fenomenológica de vários processos de produção até o presente
domı́nio de energia [114, 115, 126, 127, 128, 129, 130, 131]. CEM também fornece uma
descrição alternativa aos modelos de Pomeron para a descrição do processo de fotoprodução
de J/ψ, D e Υ em HERA [132, 133], bem como a descrição de processos com lacunas de
rapidez [134].

3.3 O Modelo de Interações Suaves de Cor

O modelo SCI (Soft Colour Interactions) [135, 136] introduz uma descrição expĺıcita das
interações suaves entre pártons e hádrons remanescentes emergindo do processo de espal-
hamento duro. Nestes processos suaves, as transferências de pequeno momentum são negli-
genciadas, em primeira aproximação. O efeito importante são as trocas de cor, que mudam
a topologia de cor do evento, alterando o estado hadrônico final. O modelo introduz um me-
canismo expĺıcito onde a cor-anticor, correspondendo a glúons não-perturbativos, pode ser
trocada entre pártons e remanescentes1. Isto pode ser visto como pártons interagindo sua-
vemente com o campo de cor do meio ou campo de cor de fundo (background) dos hádrons
iniciais, ao se propagar por este meio. Este fenômeno é uma parte natural do processo no
qual pártons bare são vestidos (dressed) em não-perturbativos e forma-se um tubo de fluxo
de cor confinante entre esses pártons. Estas trocas de cor levam a diferentes topologias dos
campos de força confinante de cor (cordas), produzindo diferentes estados hadrônicos após
a hadronização.

O modelo SCI está implementado em dois programas conhecidos como Monte Carlo
de Lund, são eles o programa Lepto [137] para espalhamento profundamente inelástico
e Pythia [67] para colisões hadrônicas. As interações duras a ńıvel partônico são dadas
pelos elementos de matriz perturbativos tradicionais e por chuveiros partônicos, que não são
alterados por efeitos não-perturbativos mais suaves. A probabilidade de haver a troca de um
glúon suave entre pártons e remanescentes não pode ser calculada e é portanto tomada como
uma constante dada pelo parâmetro fenomenológico R, que é o parâmetro livre do modelo.
Como resultados destas trocas, as conexões de cor, em termos de cordas entre pártons, são
alteradas antes de se aplicar o modelo de Lund tradicional [89] para a hadronização.

O modelo SCI fornece uma nova explicação de eventos com lacunas de rapidez tanto
no espalhamento profundamente inelástico quanto nos processos duros em colisões pp̄ no
Tevatron [138, 139], sempre usando o mesmo valor R = 0.5 do SCI. Aplicando a mesma
implementação Monte Carlo, também se consegue reproduzir os dados de Tevatron para
charmonium e bottomonium a grande p⊥ [116]. O aumento na taxa de produção ocorre
devido à possibilidade de um par cc̄ produzido perturbativamente num estado octeto de cor
ser transformado num estado singleto de cor como resultado destas interações suaves. O
mapeamento dos pares cc̄ com massa abaixo do limiar para produção de charme aberto, é
feito baseado em estat́ıstica de spin, não havendo a necessidade de novos parâmetros livres.
Isto resulta numa fração de um estado espećıfico de quarkonium i com momento angular

1 O conteúdo dos hádrons iniciais que não participa da interação dura é denominado remanescente.
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Fig. 3.5: Representação esquemática do SCI. As linhas duplas representam as reconexões
das cargas de cor. O glúon tem suas cargas de cor reconectadas aos remanescentes
por meio de cordas de cor, no modelo de Lund tradicional. As linhas duplas
ligando o par QQ̄ representam as interações suaves por reconexões de cor não-
perturbativas, tornando-o um singleto de cor.

total Ji dado por

fi =
Γi

∑

k Γk
(3.7)

onde Γ = (2Ji + 1)/ni corresponde a uma largura parcial. Estados excitados radialmente
são suprimidos pelo número quântico principal ni. Este modelo fornece uma boa descrição
da produção de diferentes estados de quarkonium observados no Tevatron [116].

3.4 O Modelo da Lei das Áreas Generalizado

Um modelo alternativo similar ao SCI é o modelo da Lei das Áreas Generalizado (GAL)
[117] para as interações suaves de cor, formulado em termos de interações entre cordas
conectando os pártons. A troca de cor entre cordas muda a topologia de cor do evento,
resultando numa outra configuração de cordas.

A probabilidade de interação entre duas cordas é obtida através de uma generalização
da lei de supressão das áreas e−bA, onde A é a área varrida pela corda no espaço de energia-
momentum [90]. O modelo usa a medida Aij = (pi + pj)

2 − (mi + mj)
2 para a porção de
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corda entre os pártons i e j. Isto resulta na probabilidade

R = R0(1 − e−b∆A) , (3.8)

que depende da variação da área ∆A resultante da mudança de topologia das cordas. O fator
exponencial favoresce cordas mais curtas e dáı favorescendo a produção de quarkonium.

O parâmetro R0 e alguns parâmetros do modelo de hadronização, por exemplo b, são
obtidos do ajuste a dados de espalhamento profundamente inelástico e de aniquilação e+e−

[117]. Valores recomendados destes parâmetros [140] estão mostrados na tabela 3.2.

Parâmetro Descrição SCI GAL
versão de Pythia: 5.7 6.1 5.7 5.7

MSTP(188) Master switch for Soft Colour Exchanges 2 2 3 3
PARP(188) String reconnection probability R0 0.5 0.5 0.1 0.1
MSTP(187) Master switch for Sea Quark Treatment 2 2 2 2
PARP(187) Sea Quark Treatment parameter 0.44 0.44 0.44 0.44
MSTJ(16) Treatment of small mass systems 0 0
PARJ(42) String parameter b 0.45 0.45
PARJ(82) Final cascade Q0 2.0 2.0
PARJ(62) Initial cascade Q0 2.0 2.0
MSTP(81) Multiple interactions master switch 1 1 1 1
MSTP(82) Multiple interactions version 1 1 1 1
PARP(81) Multiple interactions pT 0 2.5 2.2 2.0 1.9
MSTP(92) Energy sharing in remnant 1 1 1 1

Tab. 3.2: Tabela para valores recomendados de parâmetros internos do programa Pythia

nos modelos SCI e GAL [140].

3.5 O Modelo Octeto de Cor

No modelo Octeto de Cor (COM) [118, 119, 120, 121, 122, 141], a seção de choque é fatori-
zada numa parte de curta distância, onde um par QQ̄ é produzido num estado com números
quânticos bem definidos (2S+1LJ), podendo estar num estado octeto de cor, e numa parte de
longa distância, associada à probabilidade deste estado se converter não-perturbativamente
num estado de quarkonium. Estas probabilidades são dadas pelos elementos de matriz da
QCD não-relativ́ıstica (NRQCD) [122], que é uma teoria de campos efetiva constrúıda a
partir da QCD, mas tomando-se o limite não-relativ́ıstico nos termos envolvendo quarks
pesados. A seção de choque para a produção de um estado de quarkonium H pode ser
escrita como

σ(H) =
∑

n

Fn

mdn−4
Q

< OH
(1,8)(

2S+1LJ) > , (3.9)

onde Fn são os coeficientes que contêm a f́ısica de curta distância, < OH
(1,8)(

2S+1LJ) > são os
elementos de matriz que parametrizam a parte de longa distância, mQ é a massa do quark
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Fig. 3.6: Diagramas contribuindo para fotoprodução de charmonium segundo o modelo oc-
teto de cor [141], incluindo tanto diagramas singleto (a) quanto octeto (b) de
cor.

pesado Q, dn é a dimensão dos elementos de matriz (dn = 6, 8 para estados S, P ), de forma
que os Fn são adimensionais e eq. (3.9) tem dimensão de seção de choque. A soma se dá
sobre os estados contribuindo para o espaço de Fock do hádron H conforme a expansão

|H = n2S+1LJ > = O(1)|QQ(2S+1LJ ; 1) > +O(v)|QQ(2S+1(L± 1)J , 8)g >

+ O(v2)|QQ(2S+1LJ ; 8)gg > +... , (3.10)

onde v é a velocidade relativa do par QQ. Os coeficientes de curta distância Fn são associa-
dos com a produção, em distâncias de ordem 1/mQ ou menores, de um par QQ no estado n
(momento angular 2S+1LJ e cor 1 (singleto de cor) ou 8 (octeto de cor)), podendo ser calcu-
lados em teoria de perturbação em αs(mQ) usando métodos de diagramas de Feynman. Na
Fig. 3.6 são mostrados exemplos de diagramas singleto e octeto de cor, para fotoprodução
de charmonium em ordem mais baixa. Efeitos de longa distância, incluindo aqueles relacio-
nados com a hadronização do QQ no estado n para o estado ligado H, são parametrizados
pelos elementos de matriz no vácuo de operadores NRQCD < OH

(1,8)(
2S+1LJ) >, que obede-

cem leis de escalamento com respeito à v, a velocidade do (anti-)quark pesado no sistema
de referência do estado ligado. Portanto, a Eq. (3.9) é uma dupla expansão em αs e em
v. A importância dos seus vários termos é determinada pela ordem em v dos elementos de
matriz NRQCD e pela ordem em αs(mc) dos coeficientes Fn.

Os elementos de matriz NRQCD não são calculáveis perburbativamente, sendo na prática
determinados experimentalmente. Na hipótese de universalidade, ou seja, de serem inde-
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Fig. 3.7: Medidas da polarização do J/ψ e ψ ′ em colisões hadrônicas no colisionador
Tevatron, confrontadas com as predições do COM. Os modelos CEM, SCI e GAL
assumem a produção não polarizada, como representado pelas linhas tracejadas.

pendentes da parte de curta distância, é posśıvel extráı-los de um experimento e a partir
dáı predizer as seções de choque para outros processos.

Conforme mencionado, todos os modelos descritos neste caṕıtulo, à exceção do CSM,
descrevem os dados de charmonium produzido a grande momentum transverso e altas ener-
gias do Tevatron, além de processos de fotoprodução [142]. Além das predições para as
seções de choque de produção de quarkonium, um observável relevante para distinguir entre
os modelos é a polarização do estado de quarkonium, podendo ser medida através da dis-
tribuição angular no decaimento leptônico

dΓ(ψ → l+l−)

d cos θ
∝ 1 + cos2 θ , (3.11)

onde θ é o ângulo entre o tri-momentum do lépton no sistema de repouso do ψ e o tri-
momentum do ψ no sistema de laboratório. A assimetria polar α pode estar no intervalo
−1 < α < 1, onde α = 1 corresponde à polarização transversa. Na Fig. 3.7 mostramos as
medidas da polarização do J/ψ no Tevatron [143] confrontado com o modelo octeto de cor
[144]. Nos modelos de interações suaves CEM, SCI e GAL o quarkonium é produzido não
polarizado, o que é consistente com os dados atuais.

3.6 Conclusão

O processo de formação de estados ligados também envolve f́ısica de longas distâncias ou
pequenos momenta, e conseqüentemente elementos não perturbativos, pois nessa região a
constante de acoplamento é grande o suficiente para inviabilizar o tratamento perturbativo
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via diagramas de Feynman. Uma vez que ainda não se tem uma solução para o problema da
QCD não perturbativa, devemos recorrer a modelos fenomenológicos que tentam descrever os
seus aspectos essenciais. No caṕıtulo 1, descrevemos o fenômeno da hadronização em termos
do estabelecido modelo de Lund, bem como uma descrição heuŕıstica do confinamento.

Neste caṕıtulo apresentamos uma descrição detalhada de modelos de produção de quark-
onium, com ênfase em modelos de interações suaves, que introduzem uma modelagens es-
pećıficas para a parte não-perturbativa do processo. Nestes modelos, o par de quarks pe-
sados QQ pode ser produzido perturbativamente num estado octeto de cor, sendo esta cor
eliminada posteriormente através de interações de troca de glúons suaves (glúons de baixo
momento).

Nos caṕıtulos seguintes, estes modelos serão combinados com as respectivas contribuições
perturbativas, em extensa fenomenologia que abordará o papel da QCD perturbativa e não-
perturbativa nos mecanismos de produção de quarkonium. Iniciemos com uma aplicação
espećıfica do CEM no caṕıtulo 4, em fotoprodução elástica de charmonium e bottomonium.
Nos caṕıtulos 5 a 8 abordaremos os modelos de produção mais amplamente, juntamente com
diferentes tratamentos perturbativos, aplicados a produção de charmonium e bottomonium
em colisões hadrônicas.



Caṕıtulo 4

A Fotoprodução elástica de
quarkonium

Proposta alternativa

Um alquimista tentou entender o diffrato

com uma pilha de formulários intrincados
pra o seu pomerão desejado.

Chega, simplista e sorrateiro,
num suave devaneio
para este experimento.
Suave ou duro pomerão,
será mais que abstração?

Ah pomerões...
Nada antes, nada depois.
Durante?
Dois duros, um duro e um suave
No final diferença não se faz!

4.1 Introdução

As colisões hádron-hádron ou lépton-hádron produzem normalmente uma quantidade muito
grande de hádrons, que são detectados em todas as direções dentro dos detectores. Pro-
cessos difrativos são, contudo, uma classe importante de eventos que se caracterizam pela
existência de regiões onde não se detecta nenhuma part́ıcula, chamadas lacunas de rapidez1.

1 Um ângulo sólido do espaço pode ser determinado através do ângulo azimutal e do ângulo polar θ, este
último sendo o ângulo entre a part́ıcula produzida e o eixo de colisão. Uma variável cinemática bastante
utilizada é a rapidez, relacionada à variável pseudo-rapidez, dada por η = − ln tan θ

2
. Para part́ıculas sem

massa, η = y. As regiões de rapidez não povoadas por part́ıculas caracterizam as lacunas de rapidez.
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Adicionalmente, os hádrons iniciais podem ser detectados intactos após a interação, na
direção do tubo do feixe (beam pipe). Estas são as duas caracteŕısticas básicas de processos
difrativos. A origem destes processos é atribúıda ao fato de não haver troca de nenhum
número quântico no canal t (por exemplo, de cargas de cor).

A fotoprodução difrativa de mésons vetoriais é usualmente descrita considerando-se a
troca de dois glúons (Pomeron perturbativo, em mais baixa ordem de teoria de perturbação),
distribuições partônicas não diagonais e a contribuição da parte real da amplitude de es-
palhamento para a seção de choque. Neste caṕıtulo, analisamos a fotoprodução difrativa
de quarkonium em HERA, utilizando uma descrição alternativa em termos do modelo de
Evaporação de Cor (CEM), onde a seção de choque é determinada pela seção de choque da
fusão bóson-glúon e propriedades do grupo SU(3) de cor para a produção do estado final
sem cor. Verificamos que os dados de HERA podem ser bem descritos pelo CEM, tanto
para a famı́lia do charme (méson J/Ψ) quanto para a famı́lia do bottom (méson Υ). Além
disso, propomos a análise da razão R = σΥ/σJ/Ψ para discriminarmos entre as distintas
abordagens. Os resultados desta investigação encontram-se publicados nas Refs. [132, 133].

A operação bem-sucedida do colisionador elétron-próton HERA iniciou uma nova era de
investigação teórica e experimental sobre foto- e leptoprodução difrativa de mésons vetoriais.
Do ponto de vista experimental, o acelerador HERA estendeu o domı́nio de energia acesśıvel
por mais de uma ordem de magnitude em relação aos experimentos anteriores. Os dados
de HERA têm mostrado que as seções de choque para a produção exclusiva de mésons
vetoriais crescem rapidamente com a energia, quando comparados a experimentos de alvo
fixo, se uma escala dura está presente no processo. Do ponto de vista teórico, a produção de
mésons vetoriais foi mostrada ser um processo muito interessante na finalidade de testar a
inter-relação entre os regimes perturbativo e não-perturbativo da QCD. (Vide por exemplo
a Ref. [146] para um artigo de revisão). Em processos semi-inclusivos, como na produção de
sabores pesados, a seção de choque é descrita em termos de um fator perturbativo associado
à seção de choque dos subprocessos partônicos, e um fator não-perturbativo representado
pelas distribuições partônicas (fatorização da seção de choque). Entretanto, esta fatorização
da seção de choque em termos de f́ısica dura (perturbativa) e f́ısica suave (não-perturbativa)
não se aplica a taxas de produção exclusiva de quarkonium [147], que constituem uma
pequena fração da seção de choque total de sabores pesados. Isto traz novos desafios à
f́ısica de quarkonium.

Este caṕıtulo tem um caráter isolado em relação aos caṕıtulos seguintes. Trata, em par-
ticular, de uma modelagem para processos de fotoprodução elástica do méson Υ. Consiste
também numa extensão do modelo proposto na dissertação de mestrado [148], para a carac-
terização deste tipo de evento difrativo por meio do modelo de evaporação de cor, descrito
no caṕıtulo anterior. Antes de introduzirmos a nossa proposta, iniciemos com uma descrição
da abordagem corrente para estes processos difrativos.
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Fig. 4.1: Diagrama para produção difrativa de mésons vetoriais em HERA, γ ∗p→ V p.

4.2 Fotoprodução elástica de quarkonium na

descrição usual

A descrição usual dos processos de foto- e leptoprodução de mésons vetoriais, encontrada
na literatura, baseia-se na hipótese de que o méson é produzido num estado singleto de
cor já a ńıvel perturbativo. Isso pode ser obtido através da troca de dois glúons (ou do
Pomeron, em mais altas ordens), que combinados não portam cor (ou de forma mais geral,
portando os números quânticos do vácuo) [149, 150, 151]. Neste formalismo, a amplitude de
espalhamento pode ser escrita, no sistema de repouso do alvo (próton), na forma fatorizada
de uma seqüência de eventos bem separados no tempo, conforme a fig. 4.1:

I. o fóton flutua num par quark-antiquark (descrito em termos de uma função de onda
do fóton),

II. este par qq é espalhado pelo alvo (próton),

III. o par qq forma (acoplamento) um méson vetorial (descrito em termos de uma função
de onda do méson vetorial).

A interação entre o par qq e o próton é mediada pela troca de dois glúons num estado
singleto de cor. Além disso, a amplitude para a troca de dois glúons é proporcional à

distribuição de glúons xg(x,Q
2
), com x = (M2 + Q2)/W 2 e Q

2 ≈ 1
4
(M2 + Q2), onde W é

a energia do γp no sistema centro de massa e M é a massa invariante do sistema quark-
antiquark. No caso da produção de um méson pesado, a massa do quark pesado funciona
como uma escala dura, permitindo a aplicação da QCD perturbativa mesmo no limite de
fotoprodução, Q2 = 0. Este formalismo tem sido desenvolvido e refinado, em particular
na determinação da função de onda do méson vetorial no sistema do cone de luz [152],
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descrevendo razoavelmente os dados de J/Ψ em HERA. Quando aplicado a dados recentes
de Υ em HERA [153, 154], a correta descrição dos dados requer a introdução de novos
efeitos que contribuem significativamente [155, 156], como:

• distribuições partônicas não diagonais, que são uma generalização das distribuições
partônicas convencionais, acessando informação não-perturbativa sobre os hádrons
[157].

• a parte real da amplitude de espalhamento [158, 156], por meio de relações de dispersão
incluindo uma potência subdominante em 1/x [156].

Em Ref. [156], encontrou-se uma forte correlação entre a massa do estado produzido difra-
tivamente e a dependência da seção de choque com a energia. Esta correlação implica numa
dependência em energia distinta para fotoprodução de Υ e de J/Ψ. Uma das principais mo-
tivações para o estudo de fotoprodução difrativa de mésons vetoriais no modelo de Pomeron
é a possibilidade de obter um observável sensitivo ao comportamento da distribuição de
glúons, devido à dependência quadrática da seção de choque com a distribuição de glúons
neste modelo [149, 150, 151, 159].

4.3 A evaporação de cor e a fotoprodução elástica de

quarkonium

Uma visão alternativa do processo de fotoprodução difrativa foi proposto na Ref. [132],
onde a fotoprodução de J/Ψ foi analisada usando o modelo de evaporação de cor (CEM)
[160], em lugar do modelo de Pomeron. Neste caso, a seção de choque para o processo é
dada essencialmente pela seção de choque da fusão bóson-glúon, mais uma hipótese baseada
no grupo de cor SU(3) para a formação do méson sem cor, sem forçar a propriedade singleto
de cor a ńıvel perturbativo. No CEM aplicado à fotoprodução difrativa, a seção de choque
é linearmente proporcional à distribuição de glúons. Com esta abordagem, obtemos em
Ref. [132, 148], uma predição sem parâmetros livres que descreve muito bem os dados de
fotoprodução elástica de J/Ψ em HERA.

Neste caṕıtulo, estendemos a aplicação do CEM para dados recentes de Υ em HERA
e verificamos que, fixando os parâmetros livres em hadroprodução de Υ, este modelo des-
creve razoavelmente os resultados experimentais, sem a necessidade de introduzir a troca
do Pomeron a ńıvel perturbativo, ou a parte real da amplitude de espalhamento. Além
disso, propomos a análise da razão R = σΥ/σJ/Ψ para discriminarmos entre as distintas
abordagens.

Como já descrevemos o modelo de evaporação de cor no caṕıtulo anterior, faremos
aqui uma descrição simplificada na argumentação que se segue, seguindo inicialmente a
formulação do CEM pelos autores de [126], ligeiramente diferente da explicada no caṕıtulo
3 (mais tarde, relacionaremos as duas formulações). Uma das principais incertezas na
produção de quarkonium está relacionada com a transição do estado com cor para o méson
singleto de cor. A maior parte dos pares QQ̄ é em geral produzida num estado octeto de
cor, havendo posteriormente a neutralização de sua cor e a formação da ressonância f́ısica.
Esta neutralização de cor ocorre por interação com o campo de cor que permeia a reação.
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Fig. 4.2: O processo de fotoprodução de um par QQ pelo mecanismo de fusão bóson-glúon.

No caso da fotoprodução difrativa, o fóton e o próton podem interagir de forma que o
próton permaneca intacto, e após a reação se tenha um par de quarks pesados sem cor.
Forçando-se a produção de um objeto sem cor já a ńıvel perturbativo, baseia-se na hipótese
de uma interação dura com o campo de cor. Neste caso, o objeto trocado entre o fóton e
o próton consiste de um objeto sem cor (modelos de Pomeron), o que a ńıvel perturbativo
pode ser descrito em mais baixa ordem como sendo a troca de dois glúons. Contudo, se o
objeto sem cor for produzido a ńıvel não-perturbativo, então não há uma restrição mı́nima
no número de glúons trocado com o próton, podendo inclusive ser um único glúon duro,
e os efeitos da troca de cor são neutralizados pela troca posterior de um ou mais glúons
suaves, como se efetivamente não houvesse troca de cor. A hadronização nos estados de
bottomonium a partir dos pares bb é não-perturbativa, envolvendo a emissão dos glúons
suaves. Dependendo dos números quânticos do estado final de bottomonium, um diferente
elemento de matriz é necessário para a produção deste estado. A média destes elementos
de matriz não-perturbativos é combinada no fator F [nJPC ], supostamente universal, ou
seja, independente do processo e da cinemática envolvida, e descreve a probabilidade de o
par bb formar um estado de quarkonium (e.g.Υ(nJPC)) com um dado spin J , paridade P ,
e conjugação de carga C. Uma vez que F seja fixado para cada estado (Υ, Υ′ or Υ′′), o
modelo prediz a dependência da seção de choque com a energia e momentum [126, 127].

Considerando a fotoprodução elástica de Υ em HERA, a seção de choque no CEM é
dada por

σ[Υ(nJPC)] = F [nJPC ] σ[bb] , (4.1)

onde os fatores de longa distância F podem ser escritos em termos da probabilidade 1/9
de termos um par singleto de cor após as interações suaves, multiplicado pela fração do
bottomonium total carregada pelos diferentes estados, de modo similar ao considerado por
[160] e Cap. 3, onde os fatores ρ para charmonium são tidos como universais. A contribuição
de curta distância é dada por

σ[bb] =

∫ 2mB

2mb

dMbb

dσ[bb]

dMbb

. (4.2)

Aqui σ[bb] é a seção de choque mediada sobre cor e spin para a produção de um par de
quarks pesados no processo de fusão bóson-glúon γg → bb (vide Fig. 4.2); Mbb é a massa



Caṕıtulo 4. A Fotoprodução elástica de quarkonium 86

invariante do par bb, mb é a massa do quark bottom e 2mB é o limiar do BB. A seção de
choque diferencial é dada pela convolução da seção de choque partônica com a distribuição
de glúons no próton (ver por ex. (Eq. (4) na Ref. [132]). A seção de choque partônica do
subprocesso de fusão bóson-glúon é bem conhecida, sendo dada em ordem dominante por
[100]

σ̂γg→bb̄(ŝ) =
4πααse

2
b

ŝ

[(

1 + γ +
1

2
γ2

)

ln

(

1 +
√

1 − γ

1 −√
1 − γ

)

− (1 + γ)
√

1 − γ

]

, (4.3)

onde α = 1/137 é a constante de acoplamento eletromagnética, γ = 4m2
b/ŝ, ŝ = M 2

bb,
eb = −1

3
é a carga do quark bottom. Este subprocesso contribui para fotoprodução elástica,

pois em LO toda energia do fóton é transferida para o par bb . Correções de ordens mais
altas são importantes para a seção de choque inclusiva e para a seção de choque inelástica.
Assim, as interações suaves têm duplo efeito - eliminar a cor do par QQ , permitindo a
produção de quarkonium, e permitir a produção elástica com a troca de apenas um glúon
perturbativo, ocorrendo trocas de glúons suaves na parte não-perturbativa do processo.

Conforme já discutimos no caṕıtulo 3, no CEM o efeito destas interações suaves está
impĺıcito nos fatores não-perturbativos. Uma modelagem expĺıcita para as trocas suaves de
cor é feita no modelo SCI [135, 136], que é baseado essencialmente na mesma idéia geral.
No SCI, requerendo-se lacunas de rapidez ou um próton intacto no estado final (próton
detectado no tubo do feixe, como se o próton inicial tivesse continuado sua trajetória sem
ter interagido), obteve-se explicitamente uma boa descrição de vários processos difrativos,
como produção difrativa de J/ψ e de bottom aberto no Tevatron [138, 139]. Isto mostra
que trocas de glúons suaves podem realmente ter um papel significante em difração.

4.4 Resultados para Υ em DESY HERA

O modelo CEM tem sido usado na predição de Υ em processos hadrônicos e nucleares [126],
com os parâmetros F [nJPC] determinados a partir de resultados experimentais em energias
de alvo fixo. Como enfatizado nas referências [127] e [160], bem como no trabalho [129]
também apresentado nesta tese, o CEM descreve notavelmente a produção de quarkonium
no Tevatron. Os dados de produção de Υ são normalmente apresentados como a soma dos
estado S fundamental Υ e dos estados excitados Υ′ and Υ′′, devido a baixa resolução de
massa para separar claramente os picos, somente o fator global F [Υ + Υ′ + Υ′′] = 0.044 foi
determinado. Este fator inclui tanto a produção direta destes estados quanto decaimentos
em cadeia de estados de maior massa, conforme explicitados na Fig. 3.2. Conforme discutido
na Ref. [161], o isolamento das seções de choque para a produção direta de cada Υi requer
a detecção dos fótons irradiados associados com os decaimentos em cadeia, o que não foi
posśıvel até o momento mas que poderá ser posśıvel com o advento do LHC. Considerando-
se algumas suposições com respeito a cadeia de decaimentos, da importância relativa dos
estados χbi(1P ), χbi(2P ), das razões de produção Υ′/Υ, Υ′′/Υ, e das razões de ramificação
Br(Υi → µ+µ− [161], foram estimados os seguintes valores de F para a produção direta de
Υi [161]: F d[Υ] = 0.023, F d[Υ′] = 0.02, F d[Υ′′] = 0.0074, onde o ı́ndice d indica produção
direta. Transcrevendo estes valores de F para o nosso formalismo utilizando os fatores
ρ, através da relação Fi = 1/9ρi, onde 1/9 é a probabilidade de que o par bb esteja num
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Fig. 4.3: Predições do Modelo de Evaporação de Cor para a fotoprodução de Υ em HERA.
A seção de choque em função da energia de centro de massa do sistema fóton-
próton W . Os dados são resultados das colaborações ZEUS [153] e H1 [154] para
a fotoprodução direta do estado Υ, que devem ser comparados com a linha cheia.
A contribuição total Υ + Υ′ + Υ′′ também é mostrada (linha tracejada).

estado singleto de cor após as trocas de glúons de baixo momento, e os ρi são os fatores
supostamente universais correspondentes às frações da seção de choque de bottomonium
carregada pelos diferentes estados de bottomonium. Os valores de ρ são, da discussão
acima,

ρd[Υ] = 0.207 , ρd[Υ′] = 0.18 , ρd[Υ′′] = 0.066 . (4.4)

Tendo estes parâmetros livres determinados a partir de processos hadrônicos, podemos uti-
lizar o CEM para predizer a produção de Υ em reações γp em HERA. Este método também
utiliza as hipóteses usadas na análise experimental da colaboração ZEUS [153], de que as
taxas de produção relativas de Υ, Υ′ e Υ′′ são as mesmas que as medidas em colisões hádron-
hádron. Neste ponto, o seguinte comentário é pertinente: na Ref. [161] a hadroprodução de
Υ foi calculada considerando-se as contribuições NLO para a seção de choque, o que implica
em o fator F determinado dos dados não conter contribuições perturbativas além de LO,
sendo considerado um fator universal que descreve a probabilidade de formação dos estados
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Fig. 4.4: Predições do Modelo de Evaporação de Cor para a fotoprodução de J/Ψ em
HERA: seção de choque em função da energia de centro de massa do sistema
fóton-próton W . Os dados são os novos resultados de H1 para fotoprodução de
J/Ψ [154].

de quarkonium. Além disso, nos cálculos na Ref. [161] utilizou-se a parametrização MRS
D−′

das densidades partônicas [162]; contudo, conforme análises posteriores da supressão de
Υ para o detector CMS 2, foi demonstrado que os dados de Υ também podem ser descritos
usando a parametrização GRV 94 LO [163] das densidades partônicas.

A seção de choque σ[bb] é calculada em ordem dominante (LO) usando a parametrização
GRV 94 LO [163], mb = 4.75 GeV, mB = 5.279 GeV e escalas de fatorização e renorma-
lização µ = (Mbb)

1/2 [160, 132]. Na figura 4.3, apresentamos nossas predições para foto-
produção de Υ em energias de HERA. Mostramos tanto a contribuição total Υ + Υ′ + Υ′′

quanto a contribuição direta Υ, uma vez que as seções de choque medidas pelas cola-

2 VOGT, R. CMS NOTE 1998/061.
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borações H1 e ZEUS não selecionaram o estado de Υ direto, mas apresentaram os dados
integrados sobre o intervalo de massa do µ+µ− incluindo pelo menos as ressonâncias Υ, Υ′

e Υ′′. Verificamos que os resultados experimentais existentes não nos permitem discriminar
entre as contribuições distintas. Salientamos que nossos resultados não apresentam nenhum
parâmetro livre e que o modelo CEM descreve razoavelmente bem os poucos resultados
experimentais existentes.

A simplicidade do CEM contrasta fortemente com o número de suposições necessárias nos
modelos de Pomeron para descrever o mesmo conjunto de dados. Neste trabalho, propomos
um observável para discriminar entre estes modelos. Como citamos acima, na fotoprodução
difrativa de Υ os modelos de Pomeron predizem um crescimento mais rápido com a energia
do que na fotoprodução de J/ψ, devido à forte correlação entre a massa do estado produzido
difrativamente e a dependência da seção de choque com a energia. Em contraste, no modelo
CEM o crescimento da seção de choque é diretamente determinado pela distribuição de
glúons xg(x, µ), onde µ é a escala de fatorização. Portanto, a dependência com a energia
da razão

RCEM =
σΥ

σJ/Ψ
, (4.5)

pode ser usada para discriminar entre modelos.
Como um passo intermediário para calcularmos a razão RCEM , mostramos na Fig. 4.4

nosso cálculo prévio de σJ/Ψ, contrastado com os dados mais recentes de HERA [154]. Vemos
que estes dados podem ser explicados razoavelmente sem nenhum ajuste de parâmetros,
tomados como os previamente usados em publicação anterior [132, 148]. Este fato indica
mais uma vez a possibilidade de o CEM poder ser usado para explicar fotoprodução elástica
de J/ψ.

Na Fig. 4.5, apresentamos a dependência da razão RCEM = σΥ/σJ/Ψ com a energia,
calculada utilizando o CEM, onde σΥ representa a produção direta de Υ, e utilizamos
os resultados da Ref.[132] para calcularmos σJ/Ψ e os resultados acima para σΥ. Nossos
resultados mostram que esta razão é quase constante (apresenta um crescimento muito
lento) no regime cinemático de HERA, em contraste ao modelo de Pomeron [156], onde é
predito um crescimento acentuado desta razão (conforme Ref. [156], RPom ∝ W ). Esta
razão foi também obtida em [155], onde o valor predito concorda com os dados, dentro dos
erros experimentais, para o glúon MRS, mas subestima o resultado para o glúon GRV, com
um crescimento mais acentuado. No nosso caso, a razão RCEM = σΥ/σJ/Ψ concorda com o
limite inferior da barra de erro observado por ZEUS [153], tanto para a parametrização de
glúon MRS quanto para a GRV.

4.5 Conclusão

A motivação original para o estudo de fotoprodução difrativa foi a possibilidade da extração
da distribuição de glúons do próton. No entanto, a dependência com a distribuição de glúons
é uma das principais diferenças entre as descrições da fotoprodução difrativa no modelo de
Pomeron e no CEM. Ao passo que o Modelo de Pomeron tem uma dependência quadrática
em xg, no CEM esta dependência é linear. Nossos resultados mostram que antes de extrair a
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Fig. 4.5: Predições do Modelo de Evaporação de Cor para a dependência com a energia
da razão RCEM = σΥ
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em fotoprodução em HERA. Resultado experimental da

colaboração ZEUS [153].

distribuição de glúons dos dados de Υ e J/ψ de HERA, deve-se primeiramente determinar
a descrição correta deste processo, por exemplo medindo-se o comportamento com a energia
da razão σΥ/σJ/Ψ.

O Modelo de Evaporação de Cor descreve um grande conjunto de dados de hadro e
fotoprodução, como mostrado nas Refs. [160, 132, 129] e nos caṕıtulos 5 e 7. Usando
este modelo, obtemos neste caṕıtulo uma descrição sem parâmetros livres da fotoprodução
de Υ em energias de HERA. Verificamos que este modelo simples descreve razoavelmente
os resultados experimentais, similarmente aos modelos de Pomeron. Uma caracteŕıstica
distinta entre os modelos é que o CEM prediz um crescimento mais lento com a energia da
razão entre as seções de choque de J/ψ e Υ . Claramente, se mais dados precisos se tornarem
dispońıveis, a discriminação entre os modelos será posśıvel, o que nos permitirá concluir se
o CEM é somente um modelo fenomenológico para as energias dos experimentos atuais, ou
se contém alguma dinâmica não-perturbativa subjacente importante para o entendimento
das interações suaves no processo de neutralização de cor.

Nos caṕıtulos seguintes, apresentamos um estudo mais geral dos modelos de produção,
associados com diferentes contribuições perturbativas e não-perturbativas, em colisões hadrônicas
produzindo quarkonium, tanto para energias moderadas de alvo fixo quanto para altas ener-
gias do Tevatron e do futuro LHC do CERN.



Caṕıtulo 5

Produção de charmonium em colisões
hadrônicas: I.

Teoria x Experiência

Confronta teus arabescos
com resultados pitorescos
de aceleradores gigantescos.

Lápis e martelo,
só em conjunção
têm sentido.

5.1 Introdução

Neste caṕıtulo, estudamos aspectos da dinâmica QCD dura e suave em colisões hadrônicas,
contribuindo para a produção de charmonium. A inter-relação entre estes dois regimes,
ou seja, QCD perturbativa (pQCD) e não-perturbativa, é particularmente importante. A
massa do quark charme mc provê uma escala grande o suficiente para termos a constante
de acoplamento forte αs(m

2
c) suficientemente pequena e aplicarmos pQCD na descrição da

produção de um par cc̄ a ńıvel partônico. A subsequente formação de um estado ligado
de charmonium, por outro lado, é um fenômeno não-perturbativo onde novos efeitos são
importantes, como a eliminação de cor do par cc̄ produzido num estado octeto de cor. A
consideração de determinados efeitos não-perturbativos leva aos vários modelos de produção,
cuja apresentação detalhada foi feita no caṕıtulo 3. Por outro lado, a produção perturbativa
de um par de quarks pesados foi apresentada em detalhe no caṕıtulo 2, podendo ser aplicada
para a produção de charme e de bottom. A descrição completa da produção de charmonium
pode ser obtida combinando-se as fases perturbativa e não-perturbativa, sendo este o tema
geral deste caṕıtulo. Os resultados aqui obtidos constituem um dos pontos centrais desta
tese, estando publicados na Ref. [129].

Para a produção perturbativa de um par cc̄, empregamos os elementos de matriz exatos,
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Fig. 5.1: Ilustração de processos de produção de cc̄ em (a) ordem dominante e (b) uma
contribuição em NLO de pQCD.

dispońıveis em NLO [92, 93, 91], cuja descrição do cálculo foi apresentada no caṕıtulo 2.
Como um método alternativo, usamos os elementos de matriz em ordem dominante, comple-
mentados pela contribuição de chuveiros partônicos, fornecendo um tratamento aproximado
de ordens arbitrariamente mais altas. Esta segunda alternativa é utilizada em programas
Monte Carlo que também incluem o fenômeno não-perturbativo da hadronização, propor-
cionando a simulação de eventos completos. Estes geradores de eventos são muito úteis
fenomenologicamente, uma vez que qualquer observável f́ısico pode ser extráıdo e compa-
rado em detalhe com os resultados experimentais. Nossos resultados mostram que estas
duas abordagens levam efetivamente a resultados semelhantes, dando suporte teórico ao
uso fenomenológico dos geradores de eventos.

Os modelos são testados em detalhe e contrastados com dados de produção de J/ψ em
interações hadrônicas. Estes dados são dispońıveis de experimentos de alvo fixo e em coli-
sionadores, cobrindo uma extensa faixa de energia. Seções de choque totais e distribuições
diferenciais nas variáveis xF e p⊥ são em geral bem descritas. Esta análise proporciona, em
particular, um maior discernimento dos efeitos suaves, contribuindo para o entendimento
da QCD não-perturbativa.

5.2 Descrição teórica da produção de charmonium

A descrição teórica separa as partes duras e suaves do processo, baseando-se no teorema
da fatorização em QCD [30]. Assim, consideramos primeiramente a produção perturbativa
a ńıvel partônico, seguida pela formação não-perturbativa dos estados ligados de charmo-
nium. Por último, combinaremos essas duas fases em modelos completos e originais que
utilizaremos a seguir.

5.2.1 Produção de cc̄ em QCD perturbativa

A QCD perturbativa pode ser aplicada na produção de cc̄ , uma vez que a massa do quark
charme mc é suficientemente grande para tornar αs(m

2
c) um parâmetro pequeno para a

expansão perturbativa. Os processos em ordem dominante são gg → cc̄ (Fig. 5.1a) e qq̄ → cc̄.
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Sabe-se contudo que cálculos de produção de quarks pesados têm grandes contribuições de
diagramas de próxima ordem depois da dominante (NLO) [92, 93]. Correções virtuais aos
processos de ordem dominante juntamente com emissões partônicas colineares e suaves, dão
um aumento da seção de choque, o que pode ser descrito aproximadamente por um fator
K multiplicado pela seção de choque em ordem dominante. Além disso, alguns diagramas
NLO árvore (sem laços) com um terceiro párton duro contribuem significativamente, sendo
uma das contribuições mais importantes mostrada na Fig. 5.1b. Apesar de ser um processo
em ordem O(α3

s), com um desdobramento do glúon produzido, g → cc̄, seguido ao processo
básico 2 → 2, gg → gg, este termo é numericamente grande uma vez que gg → gg tem uma
seção de choque O(α2

s) muito maior (cerca de 100 vezes) do que nos processos de produção
de cc̄ em LO.

A fim de tratarmos todas estas contribuições de forma apropriada, podemos utilizar
os cálculos dispońıveis dos elementos de matriz em NLO, que consideram explicitamente
a massa do quark pesado [92, 93, 91] . A consideração das massas é particularmente im-
portante em energias mais baixas, onde é vital a obtenção do comportamento correto no
limiar de produção (ou seja, para energias próximas a duas vezes a massa de um quark
pesado). Nossa primeira abordagem é portanto utilizar o código HVQMNR [91], tendo
implementado o cálculo NLO descrito no caṕıtulo 2. Neste programa é posśıvel separar-
mos a contribuição de ordem O(α2

s) (LO), tal que o efeito das correções NLO pode ser
analisado. Os parâmetros livres do cálculo NLO são a massa do quark charme, mc, e as
escalas de fatorização e renormalização. Quanto ao esquema de renormalização , utilizamos
o esquema MS, usado extensivamente em cálculos pQCD. Para as escalas de fatorização
e renormalização , utilizamos a opção padrão no programa, ou seja o quadrado da massa
transversa, µ2 = m2

c + 〈p2
⊥〉, onde 〈p2

⊥〉 = (p2
c ⊥ + p2

c̄ ⊥)/2 é o momento transverso médio dos
quarks charme e anticharme. A massa do quark pesado é o principal parâmetro que afeta a
normalização da seção de choque. Encontramos que o valor usual mc = 1.5 GeV funciona
bem em nossas comparações com os dados abaixo.

Os processos LO isoladamente ou com correções virtuais NLO juntamente com emissões
soft e colineares não podem produzir um J/ψ com grande momentum transverso p⊥ . A
razão é que o p⊥ essencialmente nulo dos pártons iniciais não pode ser conservado se o par
cc̄ for produzido com grande momento transverso, a menos que exista um outro párton
duro para balancear o p⊥ do par de quarks pesados. Relevantes para produção de J/ψ a
grande p⊥ são portanto diagramas árvore NLO contendo um terceiro párton duro, ou seja,
as contribuições reais discutidas no caṕıtulo 2. A contribuição NLO dominante é mostrada
na Fig. 5.1b. Nas altas energias presentes nos colisionadores, ordens ainda mais altas do que
NLO podem ser importantes, uma vez que muitos glúons podem ser emitidos e a virtualidade
não precisa ser muito alta a fim de permitir um desdobramento num par cc̄. Correções de
ordens mais altas do que NLO são bastante complexas e ainda não estão dispońıveis em
termos de elementos de matriz exatos, mas podem ser aproximadamente descritas usando a
abordagem de chuveiros partônicos (PS), dispońıvel em alguns geradores de eventos Monte
Carlo.

Portanto, como um método alternativo para descrevermos a produção pQCD de pares
cc̄, usamos o programa Monte Carlo Pythia [67], onde são inclúıdos todos os processos
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Fig. 5.2: Uma contribuição t́ıpica de um par de quarks pesados sendo produzido no chuveiro
partônico de estado final (FNPS), após o espalhamento duro (no caso, gq → gq).
Também mostrado a radiação de quarks e glúons nos chuveiros partônicos de
estado inicial (ISPS).

QCD 2 → 2

g q → g q, g g → g g, q q̄ → q ′q̄′, (5.1)

qq′ → q q′, g g → q q̄, qq̄ → gg, (5.2)

com os elementos de matriz correspondentes (conforme Fig. 1.14 e Eqs. (1.94) - (1.102)).
Os pártons incidentes e espalhados podem irradiar quarks e glúons, ramificando-se como
descrito pelas equações de evolução DGLAP [32, 33, 34]. Um par de quarks pesados pode
então ser produzido como descrito pelos elementos de matriz LO qq̄ → cc̄ e gg → cc̄
(com dependência expĺıcita na massa mc) ou pelo desdobramento g → cc̄ nos chuveiros
partônicos. Em Pythia, a escolha de um destes dois modos se dá através da escolha do
parâmetro MSEL, onde o modo MSEL=4 gera a produção de cc̄ com elementos de matriz
massivos, e o modo MSEL=1 gera elementos de matriz não massivos. Neste último caso, a
produção de cc̄ ocorre nos chuveiros partônicos. Para evitarmos dupla contagem nos dois
tipos de processos acima, rejeitamos os eventos que produzem um par cc̄ no espalhamento
duro, na opção não massiva MSEL=1. Uma contribuição t́ıpica de chuveiros partônicos está
mostrada na Fig. 5.2. Apesar de ser uma aproximação, tem a vantagem de cobrir ordens
arbitrariamente mais altas, não sendo limitada a NLO. Quanto às escalas de fatorização
e renormalização, utilizamos os valores pré-determinados em Pythia, ou seja o quadrado
da massa transversa dos pártons emergentes nos processos 2 → 2 (mesmas escalas que no
cálculo NLO). A massa do charme, com bastante influência na normalização da seção de
choque, é escolhida como mc = 1.35 GeV para obter-se concordância geral com os dados
abaixo.
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O método Monte Carlo tem importantes vantagens fenomenológicas. Modelos para pro-
cessos QCD suaves podem ser adicionados, resultando na geração de eventos completos que
podem ser analisados do mesmo modo que em eventos reais. Assim, qualquer observável
pode ser extráıdo, incluindo todo o tipo de corte ou requerimento, propiciando uma com-
paração detalhada com os dados. Os elementos de matriz NLO, que contêm correções que
não podem ser facilmente interpretadas em termos probabiĺısticos (correções virtuais contri-
buem negativamente para a seção de choque), não foram implementados em um gerador de
eventos. Uma vez que estas duas abordagens para descrever pQCD têm suas vantagens e
desvantagens, é importante investigarmos até que ponto elas concordam e podem ser usadas
em diferentes aplicações.

5.2.2 Formação de charmonium em QCD não-perturbativa

A formação de estados hadrônicos ligados ocorre através de processos com pequenas trans-
ferências de momentum, de forma que o αs correspondente é grande, impedindo o uso
de teoria de perturbação. A falta de um método adequado para calcular processos não-
perturbativos nos força a usar modelos fenomenológicos para descrever a formação de esta-
dos de charmonium a partir de pares cc̄ produzidos perturbativamente. Como mencionado
anteriormente, existem alguns modelos que tratam a parte não perturbativa, baseados na
idéia geral de que a carga de cor de um par cc̄ pode ser convertida de octeto para singleto
através de processos QCD suaves. Um par cc̄ singleto de cor com uma massa invariante
abaixo do limiar para charme aberto (mcc̄ < 2mD) pode então formar um estado de char-
monium. Deste modo, pares cc̄ num estado octeto de cor, mais abundantes, contribuem e
aumentam consideravelmente a produção de charmonium. Dois modelos deste tipo serão
utilizados nos cálculos deste caṕıtulo, o modelo de Evaporação de Cor (CEM) e o de In-
terações Suaves de Cor (SCI), já descritos no caṕıtulo 3 desta tese.

5.2.3 Combinando pQCD e QCD não-perturbativa

Em prinćıpio, ambos os modelos CEM e SCI para processos suaves podem ser combinados
com as descrições pQCD dos processos duros, i.e. com o programa de elementos de matriz
NLO ou com o gerador Monte Carlo Pythia de elementos de matriz LO mais chuveiros
partônicos. O modelo SCI é, contudo, constrúıdo como um programa anexo a um Monte
Carlo, e na forma presente não pode ser combinado com o programa NLO. Temos portanto
três combinações a considerar.

O primeiro modelo, denominado CEM-NLO é a combinação do modelo CEM com o pro-
grama NLO. Isto é feito implementando-se as fórmulas da seção 3.2 no código do programa
HVQMNR [91], que contém o cálculo NLO descrito no caṕıtulo 2. Em outras palavras,
separamos as contribuições singleto e octeto de cor, conforme a prescrição do modelo CEM
e restringimos o espaço de fase referente às regiões de massa invariante correspondentes a
produção de charmonium e de charme aberto. Obtemos assim resultados do modelo CEM
acurados até a segunda ordem dominante (NLO) na parte pQCD dos processos.

O segundo modelo, denominado CEM-PYTHIA, consiste do modelo CEM implemen-
tado no Monte Carlo Pythia (versão 5.7) [67]. Os pares cc̄ produzidos na parte perturbativa
de Pythia são tratados de acordo com o modelo CEM, no que concerne aos estados de cor
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e projetados nas ressonâncias de charmonium. Aqui, pode-se explorar as vantagens do
método Monte Carlo, aplicado ao modelo CEM.

O terceiro modelo, SCI-PYTHIA, consiste na versão padrão do modelo SCI, já im-
plementado em Pythia 5.7 [67]. Este modelo foi desenvolvido para descrever uma outra
classe de fenômenos, de eventos com lacunas de rapidez no espalhamento duro ep and pp̄.
Estamos, portanto, testando a habilidade desse modelo descrever diferentes fenômenos de
forma universal.

Enquanto que o modelo (SCI-PYTHIA) é utilizado na sua versão original, a utilização
do modelo de evaporação de cor no Monte Carlo Pythia consiste numa nova abordagem
que introduzimos com o objetivo de comparar formalismos e explorar todas as vantagens
advindas do método Monte Carlo.

Conforme a discussão acima a respeito da massa do charme e os resultados que seguirão
da escolha deste parâmetro, usamos mc = 1.5 GeV no modelo baseado em NLO e mc =
1.35 GeV nos modelos baseados em Pythia. Os modelos completos também incluem alguns
outros ingredientes que descrevemos a seguir. Para obtermos a seção de choque de produção
de pares de quark charme, devemos convoluir os elementos de matriz pQCD a ńıvel partônico
com as distribuições partônicas dos hádrons que participam das colisões. No programa
NLO em CEM-NLO, usamos a parametrização CTEQ5M [164] para prótons e SMRS [165]
para ṕıons, que são parametrizações em NLO baseadas no esquema de renormalização MS.
O formalismo pQCD LO em Pythia é casado (matched) com parametrizações LO. Em
CEM-PYTHIA, utilizamos a parametrização CTEQ4L [166], ao passo que em SCI-PYTHIA
utilizamos a parametrização CTEQ3L [167], a fim de termos o mesmo modelo SCI que o
comparado aos dados em investigações prévias. Para o ṕıon, utilizamos a parametrização LO
GRV-P [168] em ambos os modelos baseados no gerador de eventos Pythia. A incerteza
devido à escolha das parametrizações partônicas foi investigada, sendo pequena quando
comparadas as parametrizações CTEQ4L, GRV 94 e MRS, como discutiremos abaixo.

Um elemento adicional é o momento transverso intŕınseco k⊥ dos pártons dentro dos
hádrons incidentes. Tanto no programa NLO quanto em Pythia, os componentes de um
vetor ~k⊥ podem ser escolhidos de uma distribuição gaussiana (o método para gerar pontos
do espaço de fase (e.g. valores de momentum) a partir de uma função está explicado no
apêndice B). A largura da gaussiana é esperada ser de umas poucas centenas de MeV,
correspondendo ao movimento de Fermi dentro de um hádron de tamanho 1 fermi, mas
valores um pouco mais altos são tipicamente usados fenomenologicamente. Usamos a largura
de 0.6 GeV tanto em CEM-NLO quanto em CEM-PYTHIA, ao passo que o valor um pouco
mais alto de 0.8 GeV foi usado em SCI-PYTHIA. Notamos que o uso destes valores um
pouco mais altos do que a escala ΛQCD (que seria a escala de momentum t́ıpica para f́ısica
suave na escala hadrônica) vem ao encontro do novo valor padrão 1 GeV nas últimas versões
de Pythia 6 [68]. Variações desta largura da gaussiana serão discutidas abaixo.

O efeito de alteração do momento transverso do estado de charmonium produzido devido
às trocas de glúons suaves que neutralizam a cor do par cc̄ também foi considerado no CEM-
PYTHIA. Introduzimos este efeito adicionando ao momentum do charmonium um momento
transverso p⊥ aleatório, tomado a partir de uma distribuição gaussiana com largura 0.6 GeV,
da mesma forma que para o momento transverso intŕınseco. No método Monte Carlo, uma
forma de gerar esta variação a partir de uma distribuição gaussiana é o que descrevemos a
seguir. Lançando mão de um gerador de números aleatórios, e considerando uma gaussiana
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CEM-NLO CEM-PYTHIA SCI-PYTHIA

pQCD cálculo NLO LO+PS LO+PS
mecanismo não-pQCD glúons suaves reconexões de cor
para eliminação de cor estat́ıstica SU(3): ı́dem pártons
parâmetros: 1/9, 8/9 probab. R = 0.5
QQ̄ → quarkonium ρJ/ψ = 0.5 ı́dem estat́ıstica de spin

ρψ′ = 0.066 ı́dem Γi = (2Ji + 1)/ni
mc 1.5 GeV 1.35 GeV 1.35 GeV
próton CTEQ5M CTEQ4L CTEQ3L
ṕıon SMRS GRV-P GRV-P
kT intŕınsico 0.6 GeV 0.6 GeV 0.8 GeV
p⊥ suave (σS) - 0.6 GeV -
versão de Pythia - 5.7 5.7

pQCD dominante
alvo fixo soft+colinear+virtual LO LO
Tevatron diagramas árvore PS PS

Tab. 5.1: Parâmetros dos modelos CEM-NLO, CEM-PYTHIA e SCI-PYTHIA, conforme
descrito no texto, na comparação com dados de alvo fixo.

de largura σs, podemos gerar uma variação de momento do par cc̄ numa direção aleatória.
Para um par cc̄ com momento transverso ~p⊥ = (px, py), a magnitude e a direção desta
variação de momento é dada por

∆P⊥S = σS
√

− ln(R1) (5.3)

ϕ = 2π (R2) , (5.4)

onde R1,2 são dois números randômicos no intervalo [0, 1] obtidos chamando-se por exemplo a
função RLU(0) de Pythia 5.7. Após as interações suaves, o momento transverso resultante
do par cc̄ sofre uma pequena alteração ,

p′x = px + ∆P⊥S cosϕ (5.5)

p′y = py + ∆P⊥S sinϕ (5.6)

Este efeito afeta obviamente a distribuição de momentum transverso do J/ψ, dentro dos
limites da f́ısica suave, sendo significativo em processos onde o charmonium é produzido
com pequeno momento transverso, como é o caso de experimentos de alvo fixo. No modelo
SCI, a variação de momentum nas trocas de glúons suaves é desprezada, sendo essa uma
das razões de termos utilizado uma largura efetiva da gaussiana do momento transverso
intŕınseco ligeiramente maior no caso do SCI (0.8 GeV) para compensar este fato.

Na tabela 5.1, reunimos as informações sobre os modelos quanto as contribuições per-
turbativas e não-perturbativas, parâmetros dos modelos, etc, como descrito acima. Compa-
rando estes três modelos, podemos separar diferentes efeitos, ou seja, efeitos do tratamento
perturbativo e da modelagem não-perturbativa para a formação de charmonium. Tendo
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CEM implementado no programa NLO e em Pythia, podemos comparar explicitamente
as contribuições perturbativas, ou seja NLO versus LO mais a aproximação de chuveiros
partônicos a mais altas ordens. Por outro lado, com SCI e CEM implementados em Py-

thia, podemos comparar explicitamente estes dois modelos não-perturbativos e ver até que
ponto eles levam em conta os efeitos suaves observados, com isso dando um modesto passo
no entendimento de QCD não-perturbativa.

5.3 Resultados e comparação com os dados

Tendo discutido em detalhe os modelos de produção de quarkonium bem como sua com-
binação com o tratamento perturbativo, apresentamos nesta seção os resultados destes mo-
delos. Comparações detalhadas entre os modelos foram realizadas, bem como uma extensiva
comparação com dados tanto de experimento de alvo fixo quanto do colisionador Tevatron
no Fermilab.

5.3.1 Resultados para experimentos de alvo fixo

Nesta seção, vamos comparar os modelos aos dados de diferentes experimentos usando feixes
de prótons, antiprótons e ṕıons em diferentes energias, na faixa de 125 a 800 GeV. Os alvos
são diferentes núcleos, mas os resultados dos experimentos são sempre re-escalados para
representar a seção de choque por nucleon. Com isso, comparamos os modelos direta-
mente com os dados, tratando interações hádron-núcleon sem incluir efeitos nucleares. A
concordância relativamente boa entre os modelos e os dados sugere que os modelos fornecem
uma descrição efetiva dos resultados, não havendo fortes efeitos nucleares que deveriam ter
sido inclúıdos.

Para cada conjunto feixe-alvo a uma determinada energia, fizemos simulações com um
número muito grande de eventos (de até 5 × 106 eventos em alguns casos), no caso dos
modelos baseados em Pythia. Os cálculos do modelo baseado no cálculo NLO, por outro
lado, envolveram um grande número de iterações no cálculo numérico das integrais, resolvi-
das com o Monte Carlo Vegas [122]. Assim, ambos os procedimentos envolveram um tempo
prolongado de cálculo computacional e análises.

Como um primeiro teste importante, comparamos na Fig. 5.3 a dependência na energia
da seção de choque para J/ψ, ψ′ e charme aberto obtida no modelo CEM-NLO, com os
resultados experimentais dispońıveis [169, 170, 171, 172, 173, 174, 175, 176, 177, 178, 179,
180, 181, 182, 183, 184, 185, 186, 187, 188, 189, 190]. Como pode ser visto, obtivemos boa
concordância tanto para a normalização da seção de choque quanto para a dependência
com a energia. Os parâmetros do CEM foram tomados como ρJ/ψ = 0.5 e ρψ′ = 0.066.
O valor de ρJ/ψ = 0.5 é consistente com estudos anteriores, ao passo que o parâmetro ρψ′

foi aqui extráıdo por comparação com os dados, sendo uma nova informação. A seção de
choque de charme aberto é obtida considerando-se todos os pares cc̄ num estado octeto
de cor, juntamente com pares cc̄ singleto de cor com massa invariante acima do limiar
DD (conforme eq. (3.4)). Os resultados obtidos concordam com os dados sem fatores K
adicionais. A massa do quark charme afeta a normalização da seção de choque, notamos
contudo que o o valor mc = 1.5 GeV no modelo CEM-NLO descreve o resultado correto em
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Fig. 5.3: Seção de choque total de J/ψ, ψ′ e charme aberto (mésons D) em interações
próton-próton, em função da massa invariante

√
s; curvas obtidas do modelo

CEM-NLO (evaporação de cor combinado com elementos de matriz NLO pQCD),
comparadas a uma compilação de dados [169, 170, 171, 172, 173, 174, 175, 176,
177, 178, 179, 180, 181, 182, 183, 184, 185, 186, 187, 188, 189, 190].

todos os estudos realizados neste trabalho.
Embora não tenhamos mostrado explicitamente na Fig. 5.3 o resultado dos outros mode-

los, ficará impĺıcito da análise das seções de choque diferenciais que eles também descrevem
a seção de choque total, pois esta pode ser obtida a partir da integração das seções de
choque diferenciais as quais são descritas pelos três modelos, conforme veremos a seguir.

Informações mais detalhadas podem ser obtidas da análise das seções de choque dife-
renciais. Em particular, concentrar-no-emos em distribuições na variável de Feynman xF ,
definida por xF = p‖/p‖max (fração de momentum longitudinal) no sistema CM hadrônico,
e no momento transverso p⊥ do J/ψ produzido. Estas distribuições estão mostradas na
Fig. 5.4, para feixes de prótons de diferentes energias [187, 188, 189, 191, 192]. Como pode
ser visto, os dados são reproduzidos aproximadamente, tanto em forma quanto em norma-
lização, pelos três modelos. Olhando em detalhes das distribuições em xF , observamos que
todas as curvas, em particular a CEM-NLO, decrescem com xF mais lentamente do que
os dados, superestimando um pouco a seção de choque para grande xF . As distribuições
em p⊥ são melhor reproduzidas, com somente pequenas diferenças entre os modelos.
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Fig. 5.4: Distribuições em xF e p2
⊥ do J/ψ produzido com feixes de prótons de energias

800, 530 e 300GeV em alvo fixo. Dados [187, 188, 189, 191, 192] comparados
ao modelo CEM baseado em elementos de matriz NLO pQCD, e CEM e SCI
baseados em elementos de matriz LO mais chuveiros partônicos no Monte Carlo
Pythia .

Tendo o modelo CEM combinado com diferentes tratamentos pQCD da produção de cc̄,
podemos investigar mais em detalhe efeitos pQCD nas distribuições em xF e p⊥ . A Fig. 5.5
ilustra esta comparação para o caso de prótons incidentes com energia de 800 GeV.



Caṕıtulo 5. Produção de charmonium em colisões hadrônicas: I. 101

Fig. 5.5: Distribuições em xF e p2
⊥ do J/ψ (em feixes de prótons de 800 GeV, como na

Fig. 5.4) e variações do tratamento pQCD. CEM baseado no programa NLO com
mc = 1.5 GeV: elementos de matriz NLO e LO, e NLO sem k⊥ intŕınseco. CEM
baseado em Pythia com mc = 1.35 GeV: elementos de matriz LO mais chuveiros
partônicos (PS) e a contribuição PS mostrada separadamente.

Para a distribuição em xF mostrada na Fig. 5.5a, o resultado baseado no programa
NLO completo e o baseado nas contribuições LO+PS concordam muito bem, exceto numa
diferença de uns 20% a pequeno xF . A contribuição LO no cálculo NLO corresponde a menos
de 50% do resultado total, ou seja, as correções NLO são muito importantes. No resultado
LO+PS, contudo, a contribuição PS (com o par cc̄ vindo dos chuveiros partônicos de estado
inicial e final) nos dá uma contribuição pequena, não importante para a seção de choque
total. Assim, nos modelos baseados no programa Pythia, a produção de cc̄ é dominada
pelos processos 2 → 2 em LO, em termos de elementos de matriz contendo explicitamente a
massa do quark charme. O uso de um valor de massa menor, mc = 1.35 GeV, em Pythia,
aumenta a seção de choque, que se torna semelhante à NLO com o valor mais alto de massa,
mc = 1.5 GeV. Também verificamos explicitamente este efeito no programa NLO, onde o
resultado completo é essencialmente reproduzido, tanto em forma quanto em normalização,
pela contribuição LO com o uso da massa do quark charme mais baixa, mc = 1.35 GeV.
Isto demonstra que a correção NLO é simulável por um fator K, provindo de correções
de emissão de pártons suaves e de correções virtuais. Este fator K pode ser levado em
conta efetivamente através do uso de uma massa do quark charme mais baixa nos elementos
de matriz LO, fato que suporta o uso fenomenológico do Monte Carlo Pythia. Embora a
contribuição PS seja pequena na região aqui estudada, esta contribuição torna-se importante
para energias CM mais altas, como veremos em resultados posteriores.

Para o entendimento das diferentes contribuições pQCD, as distribuições em p⊥ (mostradas
na Fig. 5.5b) são ainda mais relevantes. Nos processos LO o par cc̄ não pode ser produzido
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com p⊥ não-nulo, pois não há outros pártons para balancear o p⊥ e obter no total o mo-
mento transverso essencialmente nulo dos pártons iniciais. Incluindo o momento transverso
k⊥ intŕınseco dos pártons iniciais, descrito por uma distribuição gaussiana, dá origem a uma
distribuição decrescente em p⊥ . Os resultados experimentais (Fig. 5.4) mostram uma dis-
tribuição com maior alcance no domı́nio de grande p⊥ , o que só pode ser reproduzido com
a inclusão de processos pQCD de ordens mais altas. O programa NLO dá uma distribuição
em p⊥ com alcance muito maior no domı́nio de grande p⊥ , mas que ainda é modificada
substancialmente pela adição de um k⊥ intŕınseco, na região de p⊥ acesśıvel em energias
de alvo fixo. A distribuição em p⊥ da abordagem Pythia em LO+PS é, para grande p⊥ ,
dominada por desdobramentos de glúons em pares cc̄ nos chuveiros partônicos, ao passo
que a maior parte da seção de choque vem da região de baixo p⊥ onde os diagramas LO
dominam. O resultado LO+PS, que também inclui um k⊥ intŕınseco com a mesma largura
da gaussiana, 0.6 GeV, concorda muito bem com o resultado NLO. Isto nos dá um outra
verificação das abordagens NLO e Monte Carlo.

Embora os resultados da Fig. 5.5 sejam para o caso de prótons incidentes com energia de
800 GeV, os principais efeitos vistos acima e as conclusões decorrentes também são válidas
para outras energias e part́ıculas-feixe. Portanto, omitimos tais decomposições detalhadas
para os casos seguintes, comparando apenas os resultados dos modelos completos com os
dados.

Na Fig. 5.6, mostramos as distribuições em xF e p⊥ de J/ψ produzido com feixes de
antiprótons de diferentes energias [189, 193]. Como pode ser visto, todos os três modelos
reproduzem as caracteŕısticas gerais dos dados, tanto em forma quanto em normalização,
apesar de ocorrerem desvios menos significantes. Em particular, SCI-PYTHIA tende a
superestimar os dados de 125 GeV. Nesta energia, a distribuição em p⊥ tende a cair mais
lentamente para p⊥ mais alto, o que é muito bem descrito pelo modelo CEM-NLO.

A Fig. 5.7 mostra os resultados correspondentes para feixes de ṕıons de diferentes ener-
gias [194, 189, 193]. Novamente, os modelos fornecem uma descrição geral razoável dos
dados. Em 300 GeV os modelos Monte Carlo descrevem melhor os dados, ao passo que em
125 GeV o modelo CEM-NLO tem uma descrição um pouco melhor do que os modelos
Monte Carlo.

Esta comparação com dados de alvo fixo de produção de J/ψ mostra que todos os
três modelos reproduzem as principais caracteŕısticas dos dados. Focando nos detalhes das
diferentes distribuições, vemos várias discrepâncias, de forma que nenhum destes mode-
los fornece uma descrição excelente de todos os dados. Isto é contudo esperado, visto a
simplicidade da parte não-perturbativa destes modelos. As discrepâncias observadas po-
dem portanto estar indicando a necessidade de melhorar os modelos CEM e SCI. Devemos
também lembrar que efeitos nucleares foram negligenciados, o que pode não ser apropriado
para um entendimento detalhado dos dados. Se considerarmos estes modelos como uma
ilustração da incerteza teórica, de forma que as três curvas destes modelos representem uma
banda de incerteza, então não há desvios realmente significativos dos dados nas Figs. 5.4,
5.6 and 5.7. Isto mostra que os efeitos f́ısicos essenciais na produção de J/ψ em energias de
alvo fixo são levadas em conta por esses modelos que combinam pQCD com trocas suaves
de cor.

Dados de produção de ψ′ permitem um teste adicional dos modelos CEM e SCI, que
consideram todos os estados de charmonium como sendo produzidos pela mesma dinâmica.
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Fig. 5.6: Distribuições em xF e p2
⊥ do J/ψ produzido com feixes de antiprótons com ener-

gias de 300 e 125 GeV em alvo fixo. Dados [189, 193] comparados ao CEM
baseado nos elementos de matriz pQCD em NLO, e CEM e SCI baseados nos
elementos de matriz em LO mais chuveiros partônicos no Monte Carlo Pythia.

Embora não haja tantos dados dispońıveis de ψ′ quanto para produção de J/ψ, pode-se
assim mesmo testar as principais caracteŕısticas dos modelos. Na Fig. 5.8 comparamos os
modelos aos dados de distribuições em xF e p⊥ para ψ′ obtidas com feixes de prótons e de
ṕıons. Todos os modelos descrevem muito bem a forma das distribuições. A normalização do
CEM é obtida escolhendo-se ρψ′ = 0.066, i.e. um fator 7.6 menor do que ρJ/ψ. A estat́ıstica
de spin usada no modelo SCI prediz somente um fator 2 de supressão de ψ′, devendo ser
reduzida por um fator 4 adicional para reproduzir os dados. Assim, embora a prescrição da
estat́ıstica de spin funcione razoavelmente para os dados do Tevatron [116], esta prescrição
falha para energias de alvo fixo. Esta discrepância nos instigou a desenvolver um modelo
mais elaborado para o mapeamento de pares cc̄ em diferentes ressonâncias de charmonium,
conforme veremos no caṕıtulo 6.
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Fig. 5.7: Distribuições em xF e p2
⊥ do J/ψ produzido com feixes de ṕıons com energias de

515, 300 e 125GeV em alvo fixo. Dados [194, 189, 193] comparados ao CEM
baseado nos elementos de matriz pQCD em NLO, e CEM e SCI baseados nos
elementos de matriz em LO mais chuveiros partônicos no Monte Carlo Pythia.

Predições para HERA-B

Nesta seção, apresentamos algumas predições para a produção de charmonium em colisões
hadrônicas de alvo fixo a energias de 920 GeV no experimento HERA-B. A medida desta
seção de choque poderá auxiliar na distinção entre os modelos de produção. Por um lado,
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Fig. 5.8: Distribuições em xF e p2
⊥ de ψ′ produzido com feixes de prótons e de ṕıons com

energias de 800 e 515GeV em alvo fixo. Dados [187, 188, 194] comparados ao
CEM baseado nos elementos de matriz pQCD em NLO, e CEM e SCI baseados
nos elementos de matriz em LO mais chuveiros partônicos no Monte Carlo Py-

thia. A normalização do CEM é dada por ρψ′ = 0.066 e no SCI é incluido um
fator de supressão adicional de quatro com respeito à estat́ıstica de spin.

este experimento terá uma maior cobertura na região de xF negativo, em relação a me-
didas prévias em alvo fixo. Por outro lado, a análise combinada de experimentos de alvo
fixo e de colisionadores nos fornece um panorama mais completo de diferentes regiões do
espaço de fase, de energias próximas ao limiar de produção (e valores de x relativamente
grandes) até altas energias (pequeno x). O comportamento das contribuições perturbativas
muda consideravelmente nestes dois regimes. Em energias de alvo fixo, o cálculo NLO é
mais apropriado, ao passo que em altas energias termos de ordens mais altas do que NLO
são importantes, podendo ser aproximadas pelos chuveiros partônicos a altas ordens na
aproximação NLL.

Apresentamos nesta seção uma extensão dos resultados da seção anterior para a produção
de J/ψ em HERA-B, o que pode ser medido num futuro próximo. Os resultados mostrados
na Fig. 5.9 apresentam um comportamento similar aos da seção anterior, para dados de alvo
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Fig. 5.9: Resultados do modelo CEM para as distribuições em xF e pT para a produção de
J/ψ em colisões pN em HERA-B.

fixo. A respeito da predição de Pythia, a maior parte da seção de choque vem do cálculo
massivo, onde o par cc é produzido no espalhamento duro por fusão gg e aniquilação qq̄, com
a massa do charme reduzida conforme discussão anterior. A contribuição do cc produzido
nos chuveiros partônicos não é importante, exceto na região de mais alto p⊥ da distribuição
em p⊥ .

A medida de estados χc também será importante para a discriminação do mecanismo de
produção correto. Para CEM, permitirá a determinação dos fatores ρ para esses mésons, no
caso de a dinâmica perturbativa subjacente ser a mesma para os estados ψ se χc (suposição
dos modelos CEM, SCI e GAL). Modelos como COM e Singleto de Cor (nas abordagens
colinear e da fatorização k⊥) empregam diferentes contribuições perturbativas, predizendo
comportamentos distintos na seção de choque dos diferentes estados JPC .

5.3.2 Resultados para o colisionador pp̄ Tevatron

A fim de investigarmos a dependência dos modelos com a energia, comparamos os resultados
com os dados de colisões pp̄ de energia

√
s = 1800 GeV no colisionador Tevatron do Fermilab.

As colaborações CDF [108, 109, 110, 111] e D0 [112, 113] têm dados para os estados de
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Fig. 5.10: Distribuição em momento transverso de J/ψ e ψ ′ produzidos em interações pp̄
de energia

√
s = 1800 GeV. Dados do colisionador Tevatron das colaborações

CDF [108, 109, 110, 111] e D0 [112, 113] comparados aos resultados do CEM
combinado com elementos de matriz NLO e ao Monte Carlo Pythia.

quarkonium J/ψ, ψ′ e Υ . Estes resultados são bem reproduzidos pelo modelo SCI [116].
Nesta seção, fazemos uma comparação similar dos dados com resultados do CEM.

Na Fig. 5.10 mostramos os resultados do CEM, em ambas as versões NLO e Monte
Carlo, as quais reproduzem os dados na região de menor momento transverso. Na região de
mais alto p⊥ os modelos tendem a superestimar os dados, principalmente o modelo CEM-
NLO. Neste cálculo, usamos os mesmos parâmetros ρ que os utilizados para energias de
alvo fixo, embora se pudesse otimizar a normalização total aos dados do Tevatron tomando
o parâmetro ρ uns 10-20% menor.

Como discutido anteriormente, os processos LO para a produção de cc̄ não são impor-
tantes para produção de charmonium a grande p⊥ . É o caso aqui, onde processos pQCD
de ordens mais altas dão a contribuição principal, i.e. diagramas árvore de ordem O(α3

s)
na abordagem NLO e chuveiros partônicos na abordagem Monte Carlo. O grande fator
K associado com correções de emissão de glúons suaves e correções virtuais aos diagramas
LO, pode estar ausente para a região de grande p⊥ . Com efeito, a abordagem Monte Carlo
não necessita de uma massa do quark charme menor para simular fatores K, mas o mesmo
valor mc = 1.5 GeV é usado tanto em CEM-PYTHIA quanto em CEM-NLO. A forma da
distribuição em p⊥ é bem representada pelos modelos, embora o CEM-NLO em particular
tenda a fornecer uma seção de choque muito grande na região de mais alto p⊥ .

Os resultados da extrapolação dos modelos para as energias do futuro colisionador LHC
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no CERN são apresentados no caṕıtulo 7, onde a produção de J/ψ é considerada como
rúıdo em estudos de violação CP.

5.4 Conclusões

Neste caṕıtulo, desenvolvemos um estudo abrangente da produção de charmonium em in-
terações hadrônicas. Demonstramos a importância tanto de efeitos de dinâmica QCD per-
turbativa quanto não-perturbativa. Para a produção de um par cc̄, mostramos a importância
das contribuições de mais altas ordens em teoria de perturbação. Usando um programa
computacional contendo os elementos de matriz completos em NLO, há um grande au-
mento (por um fator dois) da seção de choque total em relação à contribuição de ordem
dominante. Uma vez que esta grande contribuição origina-se principalmente de emissões de
pártons suaves e colineares combinados com correções virtuais de um laço, pode ser levada
em conta efetivamente através de um fator K global. Por esse motivo, os resultados NLO
podem ser reproduzidos com os elementos de matriz em ordem dominante tendo a massa do
quark charme reduzida a fim de aumentar a seção de choque correspondentemente. Deste
modo, podemos usar para fins práticos o Monte Carlo Pythia, de grande utilidade feno-
menológica. A parte da seção de choque correspondente a alto p⊥ do par cc̄ é, contudo,
dominada por diagramas árvore, dispońıveis em O(α3

s) no programa NLO, bem como nos
chuveiros partônicos da abordagem Monte Carlo.

A formação dos estados de charmonium a partir de um par cc̄ é descrita por dinâmica
não-perturbativa. A fim de se obter a magnitude da produção de charmonium é necessário
levar-se em conta que uma fração dos pares cc̄ num estado octeto de cor, mais abundantes,
possa ser transformada num estado singleto de cor. Esta é a essência do Modelo de Eva-
poração de Cor e do Modelo de Interações Suaves de Cor, considerados neste estudo. O
CEM utiliza-se de fatores de cor SU(3) para designar uma carga de cor randômica ao par
cc̄. Para singletos de cor com massa abaixo do limiar do charme aberto, diferentes estados
são formados com probabilidades dadas por parâmetros fenomenológicos (ρJ/ψ etc). SCI
é um modelo Monte Carlo que simula a troca de glúons suaves entre pártons emergindo
do espalhamento duro e remanescentes do estado hadrônico inicial. Os pares cc̄ que resul-
tam em singleto de cor (abaixo do limiar do charme aberto) formam diferentes estados de
charmonium, baseando-se em estat́ıstica de spin.

Combinando-se CEM ou SCI com o tratamento pQCD, obtemos modelos completos que
descrevem a produção de charmonium observada. A seção de choque total, bem como as dis-
tribuições em xF e p⊥ para J/ψ produzido em colisões de diferentes part́ıculas-feixe e alvos,
podem ser razoavelmente bem descritas no largo espectro de energia coberto por experimen-
tos de alvo fixo e no colisionador Tevatron. Ao usarmos os elementos de matriz completos
em NLO, não há necessidade de introduzirmos um fator K arbitrário, uma vez que a nor-
malização correta é obtida com o CEM usando-se valores convencionais dos parâmetros. O
modelo SCI, tendo seu único parâmetro normalizado por ajuste aos dados de lacunas de
rapidez (ou seja, de uma f́ısica completamente diferente da de produção de quarks pesa-
dos), fornece automaticamente a normalização correta utilizando-se os parâmetros usuais
de Pythia.

Investigando-se os detalhes dos distribuições em xF e p⊥ , alguns desvios dos resultados
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dos modelos dos pontos experimentais podem ser observados. Contudo, considerando-se
que os diferentes modelos representam a incerteza teórica, pode-se argumentar que não há
desvios muito significantes. Isto mostra que os efeitos f́ısicos essenciais na produção de J/ψ
são levados em conta nestes tipos de modelos de trocas suaves de cor, considerados neste
trabalho.

Os modelos também são testados com respeito à produção de ψ′, apesar de neste caso
existirem muito menos dados dispońıveis. As distribuições em xF e p⊥ dispońıveis para ψ′

podem ser reproduzidas pelo CEM quando o parâmetro livre ρψ′ é obtido por ajuste. A
estat́ıstica de spin, que funciona bem para dados de ψ′ no Tevatron, resulta num fator 4
excedente na seção de choque, em relação ao medido em energias de alvo fixo. No caṕıtulo
seguinte, desenvolveremos um modelo expĺıcito que reduz esta discrepância.

Os resultados deste caṕıtulo encontram-se publicados no artigo [129], contribuindo para
o entendimento dos efeitos rećıprocos entre pQCD e interações suaves de cor, mostrando
efeitos essenciais dessas duas dinâmicas.
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Neste caṕıtulo, discutimos as taxas relativas de produção de diferentes estados de char-
monium, desenvolvendo um modelo para o mapeamento do espectro cont́ınuo de massa do
cc̄ nos estados de charmonium.

No caṕıtulo anterior, desenvolvemos a fenomenologia dos modelos Modelo de Evaporação
de Cor e Modelo de Interações Suaves de Cor para a produção de charmonium em colisões
hadrônicas. Uma análise da razão entre a produção de diferentes estados de charmonium
revela, contudo, limitações destes modelos de produção, quanto ao mapeamento do espectro
cont́ınuo de massa do par cc̄ no espectro discreto das ressonâncias f́ısicas de charmonium.
Os esquemas usados previamente empregam fatores simples ajustados aos dados no caso do
CEM e estat́ıstica de spin, conforme referido no cap. 3, seções 3.2 e 3.3, respectivamente.
Este último esquema é expandido e melhorado neste caṕıtulo, a fim de se introduzir uma
correlação entre as massas dos distintos estados de charmonium. Isto melhora a descrição
das taxas relativas observadas, e.g., J/ψ e ψ′.
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méson massa (MeV ) JPC

ψ′ 3685.96 ± 0.09 1−−

ηc(2S) ∼ mχc2 0−+

χc2(1P ) 3556.18± 0.13 2++

hc(1P ) >∼ mχc1 1+−

χc1(1P ) 3510.51± 0.12 1++

χc0(1P ) 3415.1± 0.8 0++

J/ψ 3096.87± 0.04 1−−

ηc(1S) 2979.7 ± 1.5 0−+

Tab. 6.1: Valores das massas e números quânticos de momentum angular, paridade e
conjugação de carga para os estados de charmonium [2].

6.1 Mapeamento de cc̄ em estados de charmonium

Conforme vimos no caṕıtulo anterior, os modelos de produção considerados nesta tese for-
necem uma boa descrição dos dados de charmonium, tanto em experimentos de alvo fixo
quanto no colisionador Tevatron. Entretanto, os fatores independentes da energia que des-
crevem o mapeamento do par cc nos diferentes estados de charmonium não são entendidos
satisfatoriamente. Em particular, a estat́ıstica de spin nos fornece uma razão ψ′/ψ aceitável
no Tevatron [116], mas falha em energias de alvo fixo, onde se requer um fator de supressão
extra de 4 no modelo de interações suaves de cor (SCI). Em outras palavras, a razão ψ′/ψ
apresenta uma dependência com a energia, não levada em conta nestes modelos. Neste
caṕıtulo, tentamos entender este problema desenvolvendo um modelo que introduz uma
correlação entre a massa invariante do par cc̄ e a massa do estado final de charmonium.

Nosso modelo é constrúıdo inspirado nas seguintes considerações. O par cc̄ é produzido
num processo pQCD com uma distribuição cont́ınua de massa invariante mcc̄. Esta distri-
buição cont́ınua deve ser mapeada na distribuição discreta de estados f́ısicos de charmonium.
As interações suaves que transformam o par cc̄ num estado singleto de cor e formam o estado
de charmonium podem modificar a massa deste par por algumas centenas de MeV, que é a
escala t́ıpica das interações suaves, mas grandes alterações do valor da massa deveriam ser
suprimidas. Contudo, os diferentes estados de charmonium (ηc, J/ψ, χc, ψ

′) são separados
sobre uma região de massa com uma largura de aproximadamente 1 GeV (vide tabela 6.1).
Portanto, parece provável que a probabilidade de formar um estado particular de charmo-
nium depende do valor original de mcc̄, e não apenas de um fator global como utilizando
apenas estat́ıstica de spin. Assim, há uma probabilidade maior de formar estados próximos
em massa, com uma pequena flutuação do par cc no estado de charmonium, do que ocorrer
uma maior flutuação de massa e formar um estado de charmonium com massa relativamente
longe da massa do par cc original. Por exemplo, um par cc̄ com massa invariante próxima
do limiar de produção 2mc terá uma probabilidade maior de formar um J/ψ do que formar
o estado excitado ψ′. Por outro lado, um par cc̄ com massa invariante próxima ao limiar do
charme aberto 2mD tem uma probabilidade maior de formar ψ′ do que o J/ψ. Com base
nestas considerações, contrúımos o modelo que descrevemos a seguir.
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As interações de troca de glúons suaves resultam em flutuações da massa do par cc̄, que
podem ser modeladas por uma gaussiana

Gsme(mcc, m) = exp

(

−(mcc −m)2

2σ2
sme

)

, (6.1)

onde mcc é a massa do par original, m a massa do par resultante, e a largura de difusão
σsme é da ordem de algumas centenas de MeV. Denotemos as diferentes ressonâncias de
charmonium i por funções Fi(mi, m) centradas em torno de suas massas f́ısicas mi. Para
um par cc̄ com uma dada massa invariante mcc̄, a probabilidade de formar um certo estado
de charmonium é dada por

Pi(mcc) =

∫

Gsme(mcc, m)Fi(mi, m) dm
∑

j

∫

Gsme(mcc, m)Fj(mj , m) dm
(6.2)

onde a soma se dá sobre todos as ressonâncias de charmonium. Usualmente, as ressonâncias
são representadas por funções de Breit-Wigner P(m2)dm2 = 1

(m2−m2
0)2+m2

0Γ2dm
2, onde mi e

Γ são a massa e a largura da part́ıcula [2, 65]. Como os estados de charmonium são em
geral bastante estreitos, podemos negligenciar a largura destes estados e, conseqüentemente,
aproximar as funções Fi por distribuições delta de Dirac Fi(mi, m) = siδ(m − mi) , onde
inclúımos um fator peso que leva em conta a estat́ıstica de spin, si = (2Ji + 1)/ni. Como
resultado, temos

Pi(mcc) ≈
∫

Gsme(mcc, m) siδ(m−mi) dm
∑

j

∫

Gsme(mcc, m) sjδ(m−mj) dm
=

siGsme(mcc, mi)
∑

j sjGsme(mcc, mj)
. (6.3)

Assim, para uma dada massa invariante mcc do par cc̄ produzido inicialmente na fase
perturbativa, existe uma probabilidade Pi deste par terminar num estado espećıfico de
charmonium.

Uma vez que as interações suaves alteram a massa invariante do par cc̄, deve-se também
considerar flutuações de massa através do limiar do charme aberto 2mD. Assim, um par
originalmente abaixo deste limiar pode, através das interações suaves, atingir um valor de
massa acima do limiar e dáı produzir charme aberto em lugar de charmonium. Da mesma
forma, a massa de um par originalmente acima do limiar pode ser reduzida de forma a
este par terminar na região de produção de charmonium. Para um dado valor de massa
invariante mcc̄, a probabilidade do par terminar na região acima do limiar de produção de
mésons DD é dada pela área da gaussiana das interações suaves nesta região, ou seja,

A(mcc) =
1√

2πσsme

∫ ∞

2mD

exp

(

−(mcc −m)2

2σ2
sme

)

dm =
1

2
erfc

(

2mD −mcc√
2πσsme

)

, (6.4)

onde erfc(x) é a função erro complementar. A área complementar (1 − A), multiplicada
pela função Pi, nos dá a probabilidade de produzir um dado estado de charmonium. Estas
probabilidades são mostradas na Fig. 6.1 para os vários estados de charmonium. Para um
par cc̄ original com massa mcc̄, temos as frações de produção dos diferentes estados. A
probabilidade total resultante para a produção de charmonium, bem como a probabilidade
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Fig. 6.1: As funções de probabilidade [1 − A(mcc)]Pi(mcc) para os diferentes estados de
charmonium, obtidas no modelo de mapeamento, usando uma largura de di-
fusão σsme = 400MeV . Também são mostrados a probabilidade total resultante
para a produção de charmonium, bem como a probabilidade complementar para a
produção de charme aberto.

complementar para a produção de charme aberto, também são mostrados nesta figura.
Notemos as contribuições não-nulas para charmonium na região acima do limiar DD, bem
como produção de charme aberto para mcc̄ originalmente abaixo deste limiar.

A seção de choque para um dado estado de charmonium pode então ser obtida através
da convolução da seção de choque dσcc/dmcc obtida de pQCD (seção de choque diferencial
em massa invariante multiplicada pelas distribuições partônicas das part́ıculas em colisão),
com as funções de probabilidade de charmonium, ou seja,

σi =

∫

√
s

2mc

dmcc
dσcc
dmcc

(1 − A(mcc))Pi(mcc) . (6.5)

Este procedimento para mapear pares cc̄ em estados de charmonium pode ser aplicado
aos modelos CEM e SCI para fins de comparação aos dados. Neste trabalho, detemo-nos
no cálculo de razões entre seções de choque, assim por simplicidade utilizamos na expressão
acima apenas o cálculo pQCD em ordem dominante (Eqs. (2.123) e (2.124) do caṕıtulo 2),
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Fig. 6.2: A razão ψ′/ J/ψ (multiplicada pelas razões de branching correspondentes para
o decaimento em µ+µ−) em interações hádron-hádron de energia CM

√
s. Da-

dos comparados à estat́ıstica de spin e ao nosso modelo de mapeamento, com
diferentes larguras da gaussiana das interações suaves, aplicado ao modelo CEM.

e a parametrização GRV94LO [163] para as distribuições partônicas. O fator K proveniente
de contribuições de ordens mais altas é o mesmo para os diferentes estados de charmonium,
sendo portanto cancelado na razão.

Na figura Fig. 6.2, mostramos a razão entre a produção de ψ ′ e J/ψ, em função da
energia no sistema CM hádron-hádron, para diferentes larguras da gaussiana de interações
suaves, comparado a dados de colisões hadrônicas [195, 108, 109, 110, 111]. Neste cálculo,
estão inclúıdos tanto a produção direta de J/ψ como a produção indireta via decaimentos
de estados superiores χc e ψ′, cujas razões de branching são conhecidas. Estes valores
estão mostrados na tabela 6.2 [196]. Como podemos observar na Fig. 6.2, utilizando a
estat́ıstica de spin isoladamente não se consegue descrever os dados, ao passo que nosso
modelo de mapeamento dá uma boa descrição. Em particular, obtemos uma dependência
caracteŕıstica com a energia, indicada pelos dados.

As frações de J/ψ produzido diretamente e vindo de decaimentos de estados χc e ψ′

são mostradas na Fig. 6.3 [190, 197, 108, 109, 110, 111]. Observamos que as taxas de
produção direta e J/ψ vindo de decaimentos de χc em colisões ṕıon-beŕılio a energia

√
s ∼=

31GeV [197] desviam significantemente dos outros dados. Da mesma forma que no resultado
anterior, fatores simples provenientes de estat́ıstica de spin não dão uma boa representação
dos dados (excluindo os dois pontos acima citados), ao passo que o nosso modelo fornece
uma descrição melhorada, sem grandes discrepâncias.
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Fig. 6.3: Frações de J/ψ produzido diretamente, e vindo dos decaimentos dos estados de
χc e ψ′. Dados [190, 197, 108, 109, 110, 111] comparados aos resultados da
estat́ıstica de spin e ao nosso modelo com diferentes larguras da gaussiana das
interações suaves.

A razão χc1/χc2 é 3 : 5 de acordo com a estat́ıstica de spin. Como estes estados de
charmonium são muito próximos em massa, a correlação em massa introduzida neste tra-
balho não altera significantemente o resultado da estat́ıstica de spin. Além disso, a situação
experimental da determinação desta razão não é clara. O último valor do experimento E771

méson decaimento Γi/Γ
ψ′ → J/ψX (55 ± 5)%
ψ′ → γχc2(1P ) (7.8 ± 0.8)%
ψ′ → γχc1(1P ) (8.7 ± 0.8)%
ψ′ → γχc0(1P ) (9.3 ± 0.9)%

χc2(1P ) → γJ/ψ (13.5 ± 1.1)%
χc1(1P ) → γJ/ψ (27.3 ± 1.6)%
χc0(1P ) → γJ/ψ (6.6 ± 1.8) × 10−3

Tab. 6.2: Decaimentos relevantes entre os estados de charmonium e larguras de decaimento
conhecidos [196].
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é 0.53 ± 0.20 ± 0.07, resultando numa média mundial de 0.31 ± 0.14 para experimentos
de alvo fixo [198]. Por outro lado, em colisões pp̄ no Tevatron, tem-se taxas de produção
aproximadamente iguais para estes dois estados [199].

Temos também verificado que os resultados para J/ψ apresentados no caṕıtulo anterior
não mudam significativamente ao usar-se este procedimento de mapeamento ao invés de
estat́ıstica de spin. A diferença é menor do que 20%, estando portanto dentro da incerteza
dos modelos.

Considerando todos os observáveis das Figs. 6.2 e 6.3, o valor preferencial para σsme é
400 MeV ou menor. Isto vem ao encontro do esperado para a dinâmica não-perturbativa
que este modelo deveria descrever (valores caracteŕısticos em torno de ΛQCD). O novo
ingrediente essencial deste modelo, que é a correlação entre a massa invariante do par cc̄ e
as massas dos diferentes estados de charmonium, nos dá uma melhor descrição de razões dos
diferentes estados, comparado ao uso de fatores constantes baseados em estat́ıstica de spin.
Em particular, estas razões adquirem uma dependência na energia que é particularmente
forte em baixas energias, onde os efeitos de limiar são mais pronunciados. Os dados sugerem
uma tendência por este efeito, mas uma verificação mais precisa é desejável para confirmar
a existência do mesmo.

6.2 Conclusões

Neste caṕıtulo mostramos importantes efeitos da dinâmica de interações suaves na formação
dos estados de charmonium em colisões hadrônicas. Além dos modelos de produção estuda-
dos nesta tese, fizemos uma generalização do modelo de interações suaves, incluindo novos
efeitos não-perturbativos. Assim, as interações suaves de cor não apenas eliminam a cor
do par cc̄ produzido perturbativamente, mas também modificam a massa desse par, e este
efeito torna-se importante na projeção nos diferentes estados de charmonium.

Os modelos de produção de charmonium estudados nesta tese, baseados em interações
suaves de cor, funcionam bem para produção de J/ψ. Contudo, para a produção de outros
estados, a prescrição de mapeamento dando a taxa de produção de um estado espećıfico, ba-
seada em fatores constantes ad-hoc (CEM) ou em estat́ıstica de spin (CEM, SCI), apresenta
limitações. Em particular, o modelo SCI baseado em estat́ıstica de spin para os diferentes
estados de charmonium funciona razoavelmente para dados de ψ′ no Tevatron, mas excede
por um fator quatro a seção de choque de ψ′ em energias de alvo fixo. Esta dependência
com a energia das taxas relativas de diferentes estados de charmonium requer caracteŕısticas
adicionais dos modelos de produção.

Neste caṕıtulo, tentamos resolver este problema desenvolvendo um modelo mais elabo-
rado e original [129], que mapeia os pares cc̄ nas ressonâncias de charmonium. A probabili-
dade de formar um certo estado de charmonium não é dada apenas por estat́ıstica de spin,
mas também por uma correlação entre a massa invariante do par cc̄ e a massa do estado
de charmonium. Ressonâncias com massas próximas às do par cc̄ original são portanto
favorecidas e flutuações através do limiar de charme aberto são consideradas. Este modelo
melhora a descrição das taxas relativas de produção de diferentes estados de charmonium,
cuja dependência com a energia é indicada pelos dados.
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Neste caṕıtulo, modelos de produção de charmonium contendo dinâmica QCD não-
perturbativa são extrapolados para as energias do futuro colisionador LHC. Diferenças de
até uma ordem de magnitude ocorrem na predição de J/ψ no LHC, embora todos os modelos
descrevam os dados do Tevatron para charmonium a grande p⊥ . Um ponto importante no
estudo deste caṕıtulo é o tratamento dos efeitos de mais altas ordens, além de NLO. Também
discutimos a grande taxa de produção de J/ψ obtida nestes modelos, como fonte de rúıdo
para estudos de violação CP.

7.1 Introdução

Nos caṕıtulos anteriores temos discutido e mostrado em detalhe a interface entre efeitos
perturbativos e não-perturbativos da QCD na produção de charmonium, comparando os
modelos de produção completos com dados de alvo fixo e de colisionadores. Mostramos
também o papel das correções NLO, bem como a descrição efetiva dessas correções nas abor-
dagens baseadas em programas Monte Carlo. Na falta de um entendimento mais profundo
de QCD não-perturbativa, utilizamos modelos de produção para um tratamento de efeitos
suaves. Os dados do Tevatron [108, 109, 110, 111, 112, 113] para J/ψ, ψ ′ e Υ produzidos
com grande momento transverso, são subestimados por um fator de até 50 pelo modelo
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singleto de cor (CSM) [105, 106], baseado em pQCD, onde o par QQ̄ deve ser produzido,
já a ńıvel partônico, num estado singleto de cor e com os mesmos números quânticos do
estado de quarkonium a ser detectado. Este déficit de um fator 50 na taxa de produção pode
ser explicado considerando-se pares QQ̄ produzidos num estado octeto de cor, podendo ser
transformados em singleto através de alguma dinâmica soft. Neste caṕıtulo, estendemos
a análise para os seguintes modelos: o Modelo de Evaporação de Cor (CEM) [114, 115],
o Modelo de Interações Suaves de Cor (SCI) [116], o modelo Lei das Áreas Generalizado
(GAL) [117] e o modelo Octeto de Cor (COM) [118, 119, 120, 121, 122]. Todos estes modelos
podem ser otimizados de forma a descrever os dados do Tevatron.

O resultado mais importante deste caṕıtulo consiste na extrapolação destes modelos
para a energia do futuro experimento LHC no CERN, onde examinamos a incerteza teórica
na taxa de produção de charmonium. Dados futuros do LHC nos permitirão discriminar
entre os modelos, contribuindo para o entendimento dos mecanismos não-perturbativos
envolvidos.

A produção de J/ψ é também importante como rúıdo em estudos de violação da simetria
CP (C e P são os operadores conjugação de carga e paridade) baseados em decaimentos de
mésons B em J/ψX, sendo X mésons K0

s , φ etc [200]. O decaimento direto do méson B0
b em

J/ψK0
s não viola a simetria CP. Contudo, no Modelo Padrão esperam-se grandes efeitos de

violação CP em reações envolvendo o méson B neutro. A violação CP ocorre devido ao fato
de os autoestados de interação fraca diferirem dos autoestados de massa, sendo relacionados
por uma matriz de mistura de quarks, a matriz de Cabbibo-Kobayashi-Maskawa (CKM ou
VCKM). Por convenção, esta matriz opera apenas nos quarks com carga negativa (d,s,b)
relacionando-os com os autoestados de interação fraca (d′, s′, b′) por





d′

s′

b′



 = VCKM





d
s
b



 , (7.1)

onde

VCKM =





Vud Vus Vub
Vcd Vcs Vcb
Vtd Vts Vtb



 . (7.2)

A unitariedade da matriz CKM leva a um conjunto de relações entre os seus elementos,
relacionados aos sistemas de mésons neutros compostos de um quark e um antiquark de
diferentes gerações, ou seja, D0(cū), K0(ds̄), B0

d(db̄) e B0
s (sb̄). Para o sistema Bd neutro

tem-se a relação
VudV

∗
ub + VcdV

∗
cb + VtdV

∗
tb = 0 , (7.3)

que pode ser representada por um triângulo no plano complexo, chamado triângulo de
unitariedade, cujos ângulos (α, β, γ) podem ser vinculados através da medida dos vários
modos de decaimento dos mésons B. O mecanismo de oscilação do méson B envolve uma
constante de acoplamento complexa entre os quarks top e down, presente nos diagramas
da Fig. 7.1. A interferência deste acoplamento com o acoplamento de decaimento direto
leva à violação da CP, podendo este efeito ser medido de diferentes taxas de decaimento
para os dois mésons B neutros decaindo no mesmo estado final. A seção de choque para
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Fig. 7.1: Diagramas de Feynman da mistura B0
d/B̄

0
d.

a produção de B no LHC é bastante alta em comparação com colisionadores e+e−, mas
corresponde a apenas uma pequena fração da seção de choque inelástica total (0.7%). O
sistema de filtragem (trigger) para f́ısica de B necessita portanto ser muito seletivo, sendo
baseado tipicamente em léptons do decaimento do J/ψ. Estudos destes sistemas de filtragem
mostram que o J/ψ é de fato uma fonte de rúıdo [201]. O J/ψ que emerge do vértice de
interação primário pode ser distingüido com relativamente boa eficiência do J/ψ proveniente
de decaimentos de B, que são produzidos num vértice secundário localizado tipicamente a
algumas centenas de micrômetros do vértice primário. Contudo, ainda permanece um rúıdo
de charmonium, que afeta as análises de f́ısica de B e estudos associados de violação CP,
como medidas do ângulo de mistura sen2β [201].

Na seção 7.2 discutimos os modelos de produção e sua normalização aos dados do Te-
vatron. A extrapolação para a energia do LHC é feita na seção 7.3, onde analisamos as
diferenças entre os modelos, e por fim consideramos o J/ψ produzido nas colisões, como
fonte de rúıdo em estudos de violação CP [201]. Os resultados deste caṕıtulo encontram-se
publicados na Ref. [202].

7.2 Modelos de interações suaves de cor e

comparação com os dados do Tevatron

Uma descrição detalhada dos modelos CEM, SCI e GAL foi desenvolvida no caṕıtulo 3, e
várias aplicações fenomenológicas foram apresentadas nos caṕıtulos 4 e 5. A seguir, discu-
tiremos apenas alguns aspectos relevantes para o estudo deste caṕıtulo, que trata de mais
aplicações fenomenológicas dos modelos de produção de quarkonium. Os modelos CEM,
SCI e GAL são baseados numa abordagem fenomenológica similar, onde interações suaves
de cor podem mudar o estado de cor de um par cc̄ de octeto para singleto. Estes modelos
empregam os mesmos processos pQCD duros para a produção de um par cc̄, independen-
temente do seu estado de spin. Os processos em ordem dominante (LO) são gg → cc̄ (Fig.
7.2a) e qq̄ → cc̄. A produção de quarks pesados recebe grandes contribuições dos diagramas
em segunda ordem dominante (NLO) [91, 92, 93]. Correções virtuais aos processos LO jun-
tamente com emissões de glúons colineares e suaves dão um aumento da seção de choque que
pode ser aproximado por um fator K multiplicado pela seção de choque LO. Os processos
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Fig. 7.2: Ilustração de processos de produção de cc̄ em (a) ordem dominante (α2
s) e (b)

segunda ordem dominante (α3
s).

LO e estes processos NLO não podem produzir um J/ψ com grande p⊥ , uma vez que não
há nada para compensar o seu p⊥ e resultar no momentum transverso essencialmente nulo
dos pártons iniciais. De importância para a produção de J/ψ a grande p⊥ são os diagramas
árvore NLO, com um terceiro párton duro para balancear o p⊥ do par cc̄. A contribuição
mais importante é dada pelo diagrama da Fig. 7.2b. Embora seja uma correção O(αs) em
termos do desdobramento gluônico g → cc̄ aplicado ao processo básico 2 → 2, gg → gg,
é numericamente grande, pois este tem uma seção de choque O(α2

s) muito maior do que
os processos de produção de cc̄ em LO. Elementos de matriz com massas de quarks não
nulas estão dispońıvel somente até NLO. Ordens ainda mais altas podem ser esperadas ser
importantes no Tevatron e no LHC. A razão é que nestas energias muitos glúons podem ser
emitidos e sua virtualidade não necessita ser muito grande para permitir um desdobramento
num par cc̄. Os processos de mais altas ordens podem ser descritos aproximadamente pela
abordagem de chuveiros partônicos dispońıvel no Monte Carlo Pythia [67], onde em todos
os processos QCD 2 → 2 básicos, os pártons incidentes e espalhados podem se ramificar,
como descrito pelas equações DGLAP [32, 33, 34].

Neste caṕıtulo, com o intuito de comparar os três modelos de produção, nos restringi-
remos a implementação destes modelos no gerador de eventos Pythia 5.7, cuja descrição
sumarizamos na Tab.7.1. A comparação dos modelos CEM, SCI e GAL com os dados
do colisionador Tevatron é mostrada na Fig. 7.3. Como pode ser notado, estes modelos
fornecem uma descrição razoável dos dados, embora GAL apresente uma tendência maior
de superestimar os dados de grande p⊥ . Apesar de haver desvios no comportamento em
momento transverso na região de mais altos valores de p⊥ , a normalização total é descrita
corretamente pelos modelos. Para o modelo CEM, tal é obtido ajustando ρJ/ψ = 0.43 e
massa do charme 1.5 GeV. A parametrização das distribuições partônicas utilizada foi a
CTEQ4L [166], mas verificamos que o resultado varia pouco se usamos as parametrizações
GRVHO [163] ou CTEQ2L [203] (e.g. CTEQ2L reduz a normalização em poucas unidades
percentuais). Os modelos SCI e GAL não foram ajustados a estes dados, mas o resultado
também é sensitivo à massa do quark charme (foi utilizado o valor mc = 1.35 GeV, padrão
no programa Pythia 5.7). Neste caso, as densidades partônicas utilizadas são as mesmas
que as de aplicações prévias destes modelos [138, 139, 135, 136, 116, 117], ou seja, CTEQ3L
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CEM SCI GAL COM

mecanismo LO+PS LO+PS LO+PS seleção de
pQCD diagramas NLO
mecanismo glúons suaves reconexões de cor reconexões de cor glúons suaves
não-pQCD pártons cordas

estat́ıstica SU(3): supressão da área elementos de matriz
parâmetros: 1/9, 8/9 prob. R = 0.5 R = 0.1, b = 0.45 NRQCD
QQ̄ → parâmetro estat́ıstica de spin estat́ıstica de spin projeção→
quarkonium ρJ/ψ = 0.43 Γi = (2Ji + 1)/ni números quânticos
mc 1.5 GeV 1.35 GeV 1.35 GeV 1.48 GeV
próton CTEQ4L CTEQ3L CTEQ4L CTEQ2L,MRSTD0
kT intŕınsico 0.6 GeV 0.6 GeV 0.8 GeV
Pythia 5.7 5.7 5.7 5.7

pQCD dominante
Tevatron PS PS PS NLO
LHC PS (altas ordens) ı́dem ı́dem NLO

Tab. 7.1: Parâmetros dos modelos CEM, SCI, GAL e COM, conforme descrito no texto,
sumarizando a descrição dos modelos utilizados neste caṕıtulo.

Fig. 7.3: Distribuição em momento transverso de J/ψ como observado pelas colaborações
CDF e D0 [108, 109, 110, 111, 112, 113] em interações pp̄ no Tevatron e obtidos
nos modelos CEM, SCI e GAL.
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[167] para SCI e CTEQ4L [166] para GAL. Os valores dos parâmetros essenciais R e R0

nos modelos SCI e GAL são, como discutido no caṕıtulo 3, dados pela taxa de eventos com
lacunas de rapidez no espalhamento profundamente inelástico. Contudo, o modelo SCI é
bastante estável com respeito a variações do parâmetro R, tal que R pode ser escolhido
na faixa 0.2–0.5. Devemos enfatizar que não há necessidade de um fator K arbitrário em
nenhum dos modelos utilizados, uma vez que correções pQCD de ordens mais altas já estão
inclúıdas através da aproximação de chuveiros partônicos.

Tendo em vista a nova tomada de dados no Tevatron com luminosidade aumentada (RUN
II), esperam-se novos dados de J/ψ extendendo-se para mais alto momentum transverso,
o que ajudaria a melhor testar e vincular os modelos de produção. Inclúımos portanto na
Fig. 7.3 predições dos modelos para valores mais altos de p⊥ até 40 GeV, mostrando que os
modelos CEM e SCI são muito próximos, ao passo que o modelo GAL produz uma seção
de choque um tanto mais alta na região de mais alto p⊥ . Novos dados poderiam ajudar a
discriminar ou melhorar os modelos, resultando na redução de incertezas nas predições dos
modelos.

Baseado na habilidade destes modelos reproduzirem razoavelmente os dados do Tevatron
presentes até o momento, vamos a seguir extrapolar para a energia do futuro colisionador
LHC no CERN.

7.3 Extrapolação para o LHC

A aplicação destes modelos de produção para a energia mais alta do colisionador LHC,
i.e.

√
s = 14 TeV, é apropriada uma vez que estes incluem uma dependência razoável

com a energia. A produção do par cc̄ é dada por processos duros tratados por pQCD,
com uma dependência bem definida com a energia. As interações suaves que transformam
estados octeto de cor em singletos de cor não têm uma dependência expĺıcita na energia,
similarmente ao processo de hadronização normal. No entanto, os modelos SCI e GAL
contêm uma dependência impĺıcita na energia, pois eles atuam na topologia do estado
partônico (SCI) ou na topologia de cordas (GAL), os quais dependem da energia de colisão.

Resultados dos modelos, mantendo todos os parâmetros fixos da comparação com os
dados do Tevatron, são mostrados na Fig. 7.4. A distribuição em p⊥ é bastante similar
para os três modelos, apesar de diferirem na região de mais alto-p⊥, e GAL apresentar
um comportamento que decresce um pouco mais lentamente com p⊥. Estas predições não
são esperadas ser muito precisas visto a simplicidade destes modelos que tentam descrever
fenômenos da QCD não-perturbativa, ainda não bem conhecida. A normalização das curvas,
que é por exemplo sensitiva ao valor da massa do quark charme, não deveria ser tomada
como mais precisa do que dentro de um fator dois.

A fim de considerarmos o que pode realisticamente ser medido, mostramos na Fig. 7.4b

a distribuição na pseudo-rapidez do J/ψ, definida como η = 1
2
ln
(

p+pz

p−pz

)

, onde p é o módulo

do tri-momentum e pz é o momentum longitudinal do J/ψ. Também indicamos as regiões de
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Fig. 7.4: Seções de choque diferenciais em momentum transverso e em rapidez para o J/ψ
em colisões pp em energias de

√
s = 14 TeV, baseado nos modelos CEM, SCI e

GAL. Em todos os casos, somente J/ψ com p
J/ψ
⊥ > 10 GeV são considerados.

Em (c, d) considera-se o decaimento do J/ψ em µ+µ−, que são requeridos esta-
rem dentro da região de pseudo-rapidez coberta pelos detectores Atlas e lhc-b,
respectivamente. Por comparação, resultados COM de [204, 205] estão inclúıdos
em (c).

aceitância dos experimentos ATLAS e LHC-b do LHC. Requerendo os múons do decaimento
do J/ψ estarem dentro destas regiões de pseudo-rapidez coberta pelos detectores, obtemos
os resultados (c) e (d) da Fig. 7.4, os quais mostram seções de choque efetivas mais baixas
que no caso geral da Fig. 7.4a, bem como diferenças um pouco maiores entre as curvas
dos diversos modelos. Desta forma, a Fig. 7.4 mostra um comportamento muito pouco
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diferenciado entre os modelos como função da rapidez e do momentum transverso, mas
um estudo mais detalhado das diferenças é prematuro enquanto ainda não se tenha dados
dispońıveis, mostrando que os modelos dão uma descrição razoável da produção de J/ψ
na energia do LHC. Um refinamento dos modelos poderá então reduzir estas diferenças,
assim não está tão claro até que ponto estas diferenças podem ser exploradas a fim de
discriminarmos entre os mesmos e melhor distinguirmos detalhes do mecanismo de produção
de charmonium. Tal discriminação só será posśıvel com a obtenção de dados de alta precisão.

Neste ponto, podemos fazer uma comparação interessante com um cálculo prévio de
produção de J/ψ no modelo COM [204, 205]. Como podemos notar na Fig. 7.4c, o resultado
do COM está significantemente abaixo dos outros modelos. O resultado do modelo COM
baseia-se no uso de elementos de matriz pQCD em NLO. Para alto p⊥ , o processo dominante
é, como discutido acima, o processo gg → cc̄g, de ordem O(α3

s) (Fig. 7.2b). Os autores de
[205] estimaram o efeito de emissões de glúons em mais altas ordens através da aproximação
de um deslocamento da distribuição de momentum do par cc̄ (estimando assim efeitos de
deslocamento de momentum devido às emissões de chuveiros partônicos). Contudo, uma
vez que a contribuição g → cc̄ dos chuveiros partônicos não foi inclúıda, estas correções de
mais alta ordem aplicadas não alteram a normalização da seção de choque para produção
de cc̄, mas apenas alteram a forma da distribuição de momentum, que se torna mais suave
devido à radiação de glúons.

Nossos cálculos com os modelos CEM, SCI e GAL empregam elementos de matriz em
ordem dominante e incluem o mecanismo completo de evolução de chuveiros partônicos,
inclusive as contribuições g → cc̄ em qualquer desdobramento. Este procedimento nos for-
nece uma estimativa da seção de choque de produção de cc̄ inclúındo todas as ordens de
teoria de perturbação. Para vermos até que ponto esta é a razão para a diferença observada,
simulamos os elementos de matriz em O(α3

s), inclúındo apenas os pares cc̄ provenientes do
primeiro desdobramento do chuveiro partônico (conforme a Fig. 7.2b). Isto é feito rodando
o programa Pythia utilizando a opção MSTP(125)=2, que mostra o evento completo in-
clúındo o detalhamento de todas as emissões intermediárias dos chuveiros partônicos. Com
isso, podemos identificar os pares cc̄ provenientes da primeira emissão e rejeitar pares cc̄
provenientes de emissões posteriores. Por exemplo, eventos contendo a emissão de um par
cc̄ após a emissão de um ou mais glúons duros são rejeitados, pois representam processos
em mais altas ordens do que NLO. Os resultados deste procedimento estão mostrados na
Fig. 7.5. Uma vez que estamos interessados em mostrar explicitamente o efeito de omitir
a produção de cc̄ em mais altas ordens, não alteramos os parâmetros do modelo para um
novo ajuste aos dados experimentais (podeŕıamos por exemplo considerar uma massa do
charme menor para compensarmos a perda de contribuições de ordens mais altas). Compa-
rado aos resultados dos modelos completos inclúındo cc̄ de qualquer desdobramento, a nossa
aproximação de primeiro desdobramento resulta de fato numa seção de choque de J/ψ mais
baixa. Na energia do Tevatron (Fig. 7.5a), a diferença é pequena e poderia ser ao menos
parcialmente absorvida na redefinição dos parâmetros como mc e αs. Contudo, na região
de baixo p⊥ , onde os dados são mais precisos, notamos um favorecimento do resultado
completo inclúındo todas as ordens. No LHC (Fig. 7.5), onde se tem muito mais energia
dispońıvel para construir um chuveiro partônico bem mais extendido, a diferença entre o
modelo completo e a aproximação de primeiro desdobramento é bem maior, alcançando até
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Fig. 7.5: Distribuição em momento transverso de J/ψ produzido (a) no Tevatron e (b)
em LHC (|η| < 2.5 no detector de Atlas) para o modelo octeto de cor (COM)
baseado em elementos de matriz em NLO O(α3

s) (das Refs. [204, 205]) e para
o modelo de evaporação de cor (CEM) inclúındo g → cc̄ em todas ordens na
aproximação de chuveiros partônicos e na aproximação ‘NLO’, onde somente
pares cc̄ provenientes do primeiro desdobramento foram inclúıdos. O resultado
desta aproximação de primeiro desdobramento aplicado ao modelo de interações
suaves (SCI) também é mostrado em (b).

uma ordem de magnitude para grande p⊥ . Como pode ser visto na Fig. 7.5b, esta redução
da produção de J/ψ na aproximação de primeiro desdobramento traz os resultados dos mo-
delos CEM e SCI mais próximos do resultado do modelo COM [204, 205]. Este resultado
COM foi obtido utilizando uma parametrização mais antiga das densidades partônicas, a
CTEQ2L. Checamos explicitamente que o uso desta parametrização causa uma redução da
normalização da seção de choque, mas que esta redução é ainda muito inferior do que aquela
omitindo-se as emissões g → cc̄ no chuveiro partônico. Conclúımos portanto que a produção
de cc̄ em ordens mais altas do que O(α3

s) são importantes nas energias do LHC.

Como discutido no ińıcio deste caṕıtulo, também consideramos a produção de J/ψ como
um rúıdo para estudos de violação CP baseados em decaimentos de mésons B tais como
B0
d → J/ψK0

s , B
0
s → J/ψφ, etc [200]. Análises detalhadas foram realizadas para a cola-

boração Atlas [206], levando em consideração condições de filtragem, cortes de aceitância,
critérios de seleção pós-experimento e métodos de reconstrução. Este estudo reporta uma
razão de sinal/rúıdo de 4.1 para o caso do B0

s → J/ψφ. A contaminação estimada do pro-
cesso pp → J/ψX no ńıvel de 3% foi inteiramente devido à produção de J/ψ no modelo
COM implementado no software Monte Carlo da colaboração Atlas. Embora existam ou-
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tros rúıdos mais importantes do que de J/ψ produzido nas colisões, esta razão sinal/rúıdo
de 4.1 pode mais otimista do que a realidade, em vista de nossos resultados de que o modelo
COM fornece uma seção de choque de produção de J/ψ mais baixa do que os modelos CEM,
SCI e GAL.

Neste ponto, não é posśıvel discriminarmos realisticamente quais destes modelos de
produção são mais confiáveis e fornecem a melhor predição para a produção de J/ψ. A
variação nas estimativas destes modelos poderia portanto ser tomada como uma estimativa
da incerteza teórica. Como verificamos na Fig. 7.4c, encontramos seções de choque quase
uma ordem de magnitude maiores que as predições do modelo COM. Contudo, a razão
sinal/rúıdo não diminui por este fator, pois outros rúıdos também estão presentes. No
entanto, isto indica que a produção de J/ψ pode ser um rúıdo importante, resultando
numa razão sinal/rúıdo menor do que as estimativas prévias. Um estudo detalhado deste
assunto vai além do objetivo desta tese, mas os nossos resultados mostram que produção de
J/ψ como resultado das colisões é um rúıdo que não deve ser negligenciado em estudos de
violação CP.

7.4 Conclusões

A produção de charmonium provê um teste fundamental da QCD, inclúındo efeitos pertur-
bativos e não-perturbativos. Vários modelos (COM, CEM, SCI, GAL) foram desenvolvidos,
levando em conta a possibilidade de um par cc̄ produzido perturbativamente num estado oc-
teto de cor ser transformado num singleto de cor através de interações suaves. Esta hipótese
leva ao aumento da produção de charmonium por mais de uma ordem de magnitude, em
comparação às expectativas convencionais baseadas no modelo Singleto de Cor. Todos estes
novos modelos descrevem a taxa de produção de J/ψ produzido a grande momento trans-
verso no Tevatron, sendo portanto normalizados a esta energia. Devido ao fato dos modelos
diferirem mais fortemente para valores mais altos de p⊥ , extendemos os nossos cálculos
para fornecer predições para uma região de p⊥ mais alto, que poderá ser alcançada em
tomadas de dados de alta luminosidade no Tevatron. Dados futuros de maior estat́ıstica
poderão então discriminar entre os modelos ou contribuir para a redução das incertezas nos
resultados dos modelos.

Com a extrapolação dos modelos COM, CEM, SCI e GAL para a energia do LHC,
encontramos diferenças significativas nas predições das seções de choque de produçãode
J/ψ , de até uma ordem de magnitude. Em particular, o resultado COM está abaixo dos
resultados dos outros modelos. Parte desta diferença está relacionada com o fato de que o
modelo COM está baseado em elementos de matriz NLO, ao passo que os outros modelos
incluem produção de cc̄ em ordens ainda mais altas através da aproximação de chuveiros
partônicos em pQCD.

O J/ψ produzido nas colisões também é um rúıdo para estudos de decaimentos de
mésons B em J/ψ, importantes para estudos de violação CP. Uma estimativa anterior
baseada no modelo COM forneceu uma razão favorável sinal/rúıdo de 4.1. Usando a maior
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taxa de produção de J/ψ dos outros modelos, provoca uma redução da razão sinal/rúıdo. A
produção de J/ψ deve portanto ser melhor entendida a fim de se controlar esta contribuição
como um rúıdo para estudos de violação CP.

Este caṕıtulo encerra o estudo desenvolvido nesta tese sobre a produção de charmonia,
estados ligados de um par de quarks charme-anticharme, sendo que os resultados aqui
apresentados encontram-se publicados na Ref. [202]. No caṕıtulo seguinte, desenvolvemos
um estudo análogo para a famı́lia do quark bottom.



Caṕıtulo 8

Produção de bottomonium em
colisões hadrônicas

Famı́lias

Pra cima, pra baixo
estranhos quarks !

Com charme, galanteou-se
No fundo, encontrou-se
Do topo, libertou-se.

8.1 Introdução

O cálculo NLO descrito no caṕıtulo 2 pode ser aplicado para a produção do quark bottom,
onde se poderia esperar uma maior confiabilidade dos cálculos do que no caso do charme.
Enquanto que uma escala da ordem da massa do charm (mc ∼ 1.3 GeV) está no limite
de aplicabilidade da QCD perturbativa, a massa do bottom (mb = 4.5 GeV) fornece uma
escala um tanto mais confiável para a aplicabilidade da pQCD, estando acima de tal li-
mite. Entretanto, resultados recentes baseados no cálculo NLO [92, 93] subestimam os
dados do Tevatron [207, 208, 209, 210, 211, 212, 112, 113] por um fator 2 ou 3, sugerindo a
existência de correções de ordens ainda mais altas. O cálculo de ordens mais altas do que
NLO é extremamente complexo e ainda não está dispońıvel na forma de correlações de duas
part́ıculas, a saber distribuições em variáveis cinemáticas de um par bottom-antibottom.
Para nossos propósitos neste caṕıtulo, limitamo-nos ao cálculo NLO suplementado por fe-
nomenologia para a descrição efetiva destes processos. Correções de ordens arbitrariamente
mais altas podem, por exemplo, ser inclúıdas na aproximação de chuveiros partônicos, o que
consideramos nas abordagens baseadas no Monte Carlo Pythia.

Neste caṕıtulo, ampliamos a gama de investigação dos modelos de interações suaves e
contribuições perturbativas para a famı́lia do quark bottom. Concentramo-nos na produção
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Fig. 8.1: Ilustração do processos de produção de bb̄ em (a) ordem dominante e (b) uma
contribuição em NLO de pQCD.

de bottomonium, estados ligados de bottom-antibottom, em colisões hadrônicas, analoga-
mente ao estudo desenvolvido nos caṕıtulos 5 e 7. Nossos resultados para a fenomenologia
desenvolvida neste caṕıtulo incluem a produção de Υ no colisionador Tevatron, para o qual
existem resultados experimentais dispońıveis, bem como predições para o experimento de
alvo fixo HERA-B e para o futuro colisionador LHC do CERN.

8.2 Modelos teóricos para produção de bottomonium

A descrição teórica da produção de bottomonium segue linhas análogas às da produção de
charmonium, ou seja, na separação das partes duras e suaves do processo, baseando-se no
teorema da fatorização em QCD [30]. Consideremos então os vários estágios do cálculo,
com a produção perturbativa a ńıvel partônico, seguida pela formação não-perturbativa dos
estados ligados de bottomonium, e a combinação dessas duas fases em modelos completos
e originais que utilizaremos a seguir.

8.2.1 Produção de bb̄ em QCD perturbativa

A QCD perturbativa pode ser aplicada na produção de bb̄ , uma vez que a massa do quark
bottom mb é suficientemente grande para tornar αs(m

2
b) um parâmetro pequeno para ex-

pansão perturbativa. Os processos em ordem dominante são gg → bb̄ (Fig. 8.1a) e qq̄ → bb̄.
Sabe-se contudo que cálculos de produção de quarks pesados têm grandes contribuições de
diagramas de próxima ordem além da dominante (NLO) [92, 93]. Correções virtuais aos
processos de ordem dominante juntamente com emissões partônicas colineares e soft, dão
um aumento da seção de choque, o que pode ser descrito aproximadamente por um fator
K multiplicado pela seção de choque em ordem dominante. Além disso, alguns diagramas
NLO árvore (sem laços) com um terceiro párton duro contribuem significativamente, sendo
uma das contribuições mais importantes mostrada na Fig. 8.1b. Apesar de ser um processo
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em ordem O(α3
s), com um desdobramento do glúon produzido, g → bb̄, seguido ao processo

básico 2 → 2, gg → gg, este termo é numericamente grande uma vez que gg → gg tem uma
seção de choque O(α2

s) muito maior do que nos processos de produção de b̄b em LO.

A fim de tratarmos todas estas contribuições de forma apropriada, podemos utilizar os
cálculos dispońıveis dos elementos de matriz em NLO, que consideram explicitamente a
massa do quark pesado [92, 93, 91]. A consideração das massas é particularmente impor-
tante em energias mais baixas, onde é vital a obtenção do comportamento correto no limiar
de produção (ou seja, para energias próximas a duas vezes a massa de um quark pesado).
Em nossa primeira abordagem utilizamos o programa computacional HVQMNR [91], tendo
implementado o cálculo NLO descrito no caṕıtulo 2. Os parâmetros livres do cálculo NLO
são a massa do quark bottom, mb, e as escalas de fatorização e renormalização. Quanto ao
esquema de renormalização, utilizamos o esquema MS, usado extensivamente em cálculos
pQCD. Para as escalas de fatorização e renormalização, utilizamos a opção padrão no pro-
grama, ou seja o quadrado da massa transversa, µ2 = m2

b +〈p2
⊥〉, onde 〈p2

⊥〉 = (p2
b ⊥+p2

b̄ ⊥)/2
é o momentum transverso médio dos quarks bottom e antibottom. A massa do quark pesado
é o principal parâmetro que afeta a normalização da seção de choque. Em nossos cálculos
utilizamos o valor mb = 4.8 GeV, que é o valor padrão no gerador de eventos Pythia, que
constitui a segunda abordagem perturbativa utilizada neste caṕıtulo.

Para a produção de Υ com grande momentum transverso é necessário um terceiro párton
duro para balancear o p⊥ do par de quarks pesados, conservando o momentum essencial-
mente nulo dos pártons iniciais. Relevantes para produção de Υ a grande p⊥ são portanto
diagramas árvore NLO contendo um terceiro párton duro, ou seja, as contribuições reais
discutidas no caṕıtulo 2. A contribuição NLO dominante é mostrada na Fig. 8.1b. Nas
altas energias presentes nos colisionadores, ordens ainda mais altas do que NLO podem ser
importantes, uma vez que muitos glúons podem ser emitidos e a virtualidade não precisa
ser muito alta a fim de permitir um desdobramento num par bb̄. Correções de ordens mais
altas do que NLO são bastante complexas e ainda não estão dispońıveis em termos de ele-
mentos de matriz exatos, mas podem ser aproximadamente descritas usando a abordagem
de chuveiros partônicos (PS), dispońıvel em alguns geradores de eventos Monte Carlo.

Portanto, como um método alternativo para descrevermos a produção pQCD de pares
bb̄, usamos o programa Monte Carlo Pythia [67], onde são inclúıdos todos os processos
QCD 2 → 2

g q → g q, g g → g g, q q̄ → q ′q̄′, (8.1)

qq′ → q q′, g g → q q̄, qq̄ → gg, (8.2)

com os elementos de matriz correspondentes (conforme Fig. 1.14 e Eqs. (1.94) - (1.102)).
Os pártons incidentes e espalhados podem irradiar quarks e glúons, ramificando-se como
descrito pelas equações de evolução DGLAP [33, 32, 34]. Um par de quarks pesados pode
então ser produzido como descrito pelos elementos de matriz LO qq̄ → b̄b e gg → bb̄ (com
dependência expĺıcita na massa mb) ou pelo desdobramento g → bb̄ nos chuveiros partônicos.
Em Pythia, a escolha de um destes dois modos se dá através do parâmetro MSEL, onde
o modo MSEL=5 gera a produção de bb̄ com elementos de matriz massivos, e o modo
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Fig. 8.2: Uma contribuição t́ıpica de um par de quarks pesados sendo produzido no chuveiro
partônico de estado final (FNPS), após o espalhamento duro (no caso, gq → gq).
Também mostrada a radiação de quarks e glúons nos chuveiros partônicos de
estado inicial (ISPS).

MSEL=1 gera elementos de matriz não-massivos. Neste último caso, a produção de b̄b
ocorre nos chuveiros partônicos. Para evitarmos dupla contagem nos dois tipos de processos
acima, rejeitamos os eventos que produzem um par b̄b no espalhamento duro, na opção
não-massiva MSEL=1. Uma contribuição t́ıpica de chuveiros partônicos está mostrada na
Fig. 8.2. Apesar de ser uma aproximação, tem a vantagem de cobrir ordens arbitrariamente
mais altas, não sendo limitada a NLO. Quanto às escalas de fatorização e renormalização,
utilizamos o valor padrão em Pythia, ou seja o quadrado da massa transversa dos pártons
emergentes nos processos 2 → 2 (mesmas escalas que no cálculo NLO). A massa do bottom,
com bastante influência na normalização da seção de choque, é escolhida comomb = 4.8 GeV
em concordância com os valores-padrão no Monte Carlo Pythia utilizado.

Neste caṕıtulo, mostramos que as abordagens NLO e Pythia apresentam os seus me-
lhores resultados em regiões complementares do espaço de fase, fornecendo uma descrição
efetiva dos processos duros. Em energias de alvo fixo, há pouco espaço para a evolução
do chuveiro partônico juntamente com a produção de pares bb̄, e efeitos de limiar são im-
portantes. Por isso, espera-se que o cálculo em NLO forneça uma melhor descrição. Em
energias da ordem ou maiores que as do colisionador Tevatron, o cálculo NLO subestima a
seção de choque, requerendo o cálculo de contribuições em ordens mais altas do que NLO.
Estas ordens mais altas podem ser levadas em conta aproximadamente pela abordagem de
chuveiros partônicos.
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8.2.2 Formação de bottomonium e QCD não-perturbativa

A formação de estados hadrônicos ligados ocorre através de processos com pequenas trans-
ferências de momentum, de forma que o αs correspondente é grande, impedindo o uso de
teoria de perturbação. Devido à falta de um método adequado para calcular processos não-
perturbativos, usamos modelos fenomenológicos para descrever a formação de estados de
bottomonium a partir de pares bb̄ produzidos perturbativamente. Como mencionado ante-
riormente, existem alguns modelos que tratam a parte não perturbativa, baseados na idéia
geral de que a carga de cor de um par bb̄ pode ser convertida de octeto para singleto através
de processos QCD suaves. Um par b̄b singleto de cor com uma massa invariante abaixo do
limiar para bottom aberto (mbb̄ < 2mB) pode então formar um estado de bottomonium.
Deste modo, pares bb̄ num estado octeto de cor, mais abundantes, contribuem e aumentam
consideravelmente a produção de bottomonium. Três modelos deste tipo serão utilizados
nos cálculos deste caṕıtulo, o modelo de Evaporação de Cor (CEM), o de Interações Suaves
de Cor (SCI) e o da Lei das Áreas Generalizada (GAL), já descritos no caṕıtulo 3 desta
tese.

8.2.3 Produção de bottomonium: QCD perturbativa e
não-perturbativa

Em prinćıpio quaisquer dos modelos CEM, SCI e GAL para processos suaves podem ser
combinados com as descrições pQCD dos processos duros, i.e. com o programa de elementos
de matriz NLO ou com o gerador Monte Carlo Pythia de elementos de matriz LO mais
chuveiros partônicos. Os modelos SCI e GAL são, contudo, constrúıdos como programas
anexos a um Monte Carlo, e na forma presente não podem ser combinados com o programa
NLO. Restam portanto algumas combinações a considerar.

• O primeiro modelo, denominado CEM-NLO é a combinação do modelo CEM com
o programa NLO. Este procedimento já foi descrito na seção 5.2.3 do caṕıtulo 5.
Outrossim, para a produção de bottomonium, analisamos eventos com a produção de
um par bottom-antibottom. A prescrição do modelo CEM para a região permitida do
espaço de fase deve portanto ser adaptada aos limiares de produção de bottomonium
e de bottom aberto, conforme descrito na seção 3.2 do caṕıtulo 3. A combinação do
CEM com o cálculo NLO produz resultados do modelo CEM acurados até a segunda
ordem dominante (NLO) na parte pQCD dos processos.

• O segundo modelo, denominado CEM-PYTHIA, consiste no modelo CEM imple-
mentado no Monte Carlo Pythia (versão 6.2) [67], conforme descrito na seção 5.2.3
do caṕıtulo 5. Os pares bb̄ produzidos na parte perturbativa de Pythia são tratados
de acordo com o modelo CEM, no que concerne aos estados de cor e projetados nas
ressonâncias de bottomonium. Neste caṕıtulo, realizamos ajustes aos dados do Teva-
tron para melhor vincular os parâmetros do modelo CEM, especialmente o parâmetro
ρΥ, a fim de se obter uma descrição otimizada dos resultados experimentais e predições
sem parâmetros livres.
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• O terceiro modelo, SCI-PYTHIA, consiste na versão padrão do modelo SCI, já
implementado em Pythia 5.7 [67]. Este modelo foi desenvolvido para descrever uma
outra classe de fenômenos, de eventos com lacunas de rapidez no espalhamento duro
ep and pp̄. Portanto, estamos testando a habilidade desse modelo descrever universal-
mente diferentes fenômenos.

• O quarto modelo, GAL-PYTHIA, consiste em utilizar o modelo da Lei das Áreas
Generalizado como implementado em Pythia 5.7 [67]. Este modelo foi desenvol-
vido para outros propósitos, na descrição de eventos de espalhamento profundamente
inelástico e aniquilação e+e−. No caṕıtulo 7, realizamos uma fenomenologia deste
modelo para a produção de charmonium no Tevatron e no LHC. Aqui fazemos outro
teste deste modelo, na produção de bottomonium no Tevatron, e além de realizamos
predições para LHC.

As três primeiras combinações já foram consideradas no caṕıtulo 5, enquanto que a
quarta combinação foi adicionada no caṕıtulo 7 e inclúıda neste caṕıtulo. Enquanto os
modelos SCI-PYTHIA e GAL-PYTHIA são utilizados em suas versões originais, a
utilização do modelo de evaporação de cor no Monte Carlo Pythia consiste numa nova
abordagem que introduzimos com o objetivo de comparar formalismos e explorar todas as
vantagens advindas do método Monte Carlo. Neste caṕıtulo, um melhoramento em relação
à implementação Monte Carlo de CEM-PYTHIA descrita nos caṕıtulos 5 e 7, foi utilizar
a versão atualizada do Monte Carlo Pythia, ou seja, a versão 6.2 [68].

Conforme já especificado, usamos mb = 4.8 GeV tanto no modelo baseado no cálculo
em NLO quanto nos modelos baseados em Pythia. Alguns ingredientes adicionais destes
modelos completos devem ser descritos. Os elementos de matriz pQCD a ńıvel partônico
devem ser convolúıdos com as distribuições partônicas nos hádrons incidentes, a fim de se
obter a seção de choque hadrônica para a produção de quarks bottom. No programa NLO do
modelo CEM-NLO, usamos a parametrização CTEQ5M [164] para prótons, que é uma para-
metrização em NLO baseada no esquema MS. No formalismo pQCD em ordem dominante
presente em Pythia, empregamos parametrizações também em ordem dominante (LO).
Para CEM-PYTHIA, utilizamos CTEQ5L [164], enquanto que para utilizamos CTEQ3L
[167] para SCI-PYTHIA e CTEQ4L [166] para GAL-PYTHIA, a fim de se ter exatamente
os mesmos modelos SCI e GAL, que foram comparados com os dados em investigações
prévias.

Um outro aspecto a respeito das implementações CEM é o momentum transverso intŕın-
seco k⊥ dos pártons nos hádrons incidentes. Tanto no programa NLO quanto em Pythia,
os componentes de um vetor ~k⊥ podem ser escolhidos de uma distribuição gaussiana. A
largura da gaussiana seria esperada ser de umas poucas centenas de MeV, correspondendo
ao movimento de Fermi dentro de um hádron de tamanho um fermi, mas valores um tanto
maiores são tipicamente usados fenomenologicamente [213, 214, 215, 216]. Em nossos es-
tudos deste caṕıtulo, utilizamos as larguras 0.6-2 GeV. Notemos contudo que o uso destes
valores um tanto mais altos vão ao encontro do novo valor padrão de 1 GeV na última
versão de Pythia [68].
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Através de comparações entre esses quatro procedimentos descritos acima, podemos
separar diferentes efeitos perturbativos e não-perturbativos. Tendo o modelo CEM imple-
mentado no programa NLO e no Monte Carlo Pythia, podemos comparar explicitamente
as contribuições perturbativas, ou seja, NLO versus LO mais a aproximação de chuveiros
partônicos a ordens mais altas. Por outro lado, tendo CEM, SCI e GAL implementados em
Pythia, podemos comparar explicitamente as contribuições não-perturbativas e detalhes
espećıficos para o processo de neutralização de cor.

Em suma, através de vários modelos fenomenológicos e contribuições perturbativas, pre-
tendemos estudar a dinâmica QCD no contexto da produção de bottomonium. Conclúıda
a descrição dos procedimentos teóricos, procedemos a seguir na aplicação destes modelos
na fenomenologia da produção de bottomonium em colisões hadrônicas. Apresentamos os
resultados por ordem crescente de energia, iniciando com energias de alvo fixo, passando a
seguir para energias dos colisionadores Tevatron e do futuro LHC.

8.3 Produção de Υ em alvo fixo em DESY-HERA-B

Nesta seção, apresentamos predições para a produção de bottomonium em colisões pN
de alvo fixo em energias de 920 GeV em HERA-B. A medida destas seções de choque
pode ser útil para melhor vincular ou distinguir entre os modelos de produção. Conforme
já comentado no caṕıtulo 5, estas medidas terão uma melhor cobertura na região de xF
negativo, −0.25 < xF < 0.15. Por outro lado, a análise combinada de experimentos de
alvo fixo e de colisionadores permite obtermos um panorama mais completo das diferentes
regiões do espaço de fase, desde energias próximas ao limiar de produção (e x relativamente
grande) até altas energias (x pequeno). O comportamento das contribuições perturbativas
muda consideravelmente nestes dois regimes. Em energias de alvo fixo, o cálculo NLO
é mais apropriado, ao passo que em altas energias, termos de ordens mais altas do que
NLO são importantes. A aproximação de chuveiros partônicos a mais altas ordens leva em
consideração termos além de NLO, na aproximação NLL.

O estudo da produção de bottomonium em HERA-B, paralelamente ao colisionador
Tevatron permite verificarmos a robustez dos modelos, no comportamento com a energia e
contribuições perturbativas em diferentes regiões do espaço de fase, ou seja, de energias de
alvo fixo até as energias dos colisionadores [129, 202]. Nesta seção, limitemo-nos ao estudo
das diferenças nas abordagem perturbativa. Utilizaremos neste estudo o modelo CEM nas
abordagens NLO e Monte Carlo/chuveiros partônicos. Comparação mais geral entre vários
modelos de produção será realizada para as energias do Tevatron e LHC, onde a abordagem
Monte Carlo mostra-se mais robusta.

Resultados para bottomonium estão mostrados na Fig. 8.3 para ambas as versões CEM-
NLO e CEM-PYTHIA. Analogamente ao caso da produção de charmonium em energias de
alvo fixo, o resultado de Pythia é dominado pelos elementos de matriz massivos em LO,
e a contribuição dos chuveiros partônicos não é importante exceto na região de mais alto
pT . Em ambos os cálculos, utilizamos os mesmos valores para a massa do quark bottom e
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Fig. 8.3: Resultados para as distribuições em xF e pT para produção de Υ(1S) em colisões
pN de alvo fixo em HERA-B. Resultados do modelo CEM em ambas as versões
NLO e Monte Carlo aplicado à produção de bottomonium.

para o fator ρΥ, ou seja, mb = 4.8 (valor padrão em Pythia 6) e ρΥ = 0.23 (vide próxima
seção para a extração do parâmetro ρΥ dos dados do Tevatron). Como podemos observar, o
resultado de Pythia está abaixo do resultado NLO. Este fato é consistente com o caso do
charme, onde foi usada uma massa do charme mais baixa (1.35 GeV) em CEM-PYTHIA a
fim de simularmos os fatores K. Como ainda não há dados dispońıveis para este observável,
não é relevante o ajuste da normalização, limitando-nos a mostrar o comportamento das
duas abordagens.

Os resultados de CEM-PYTHIA mostram a limitação natural da aproximação de chu-
veiros partônicos em energias de alvo fixo. Isto é de certa forma esperado, pois as energias
relativamente baixas e a massa do bottom relativamente alta tornam mais dif́ıcil a produção
de um par de quarks bottom nos chuveiros partônicos, aparte do espalhamente duro. Nesta
região, um cálculo NLO é mais apropriado, pois as correções NLO são importantes. Perto do
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Fig. 8.4: Distribuições em p⊥ para a produção de Υ (1S) no Tevatron. Resultados do
modelo CEM implementados em Pythia e num cálculo em NLO pQCD e consi-
derando um kT intŕınseco. O fator ρΥ(1S) do modelo CEM foi obtido por um
melhor ajuste (best fit) aos dados.

limiar de produção, ordens além de NLO são melhor levadas em conta através de técnicas de
ressomas [101, 102]. Para nossos objetivos, mais direcionados à fenomenologia, utilizamos
apenas as versões-padrão CEM-NLO e CEM-PYTHIA, em todos os resultados do modelo
CEM deste trabalho, que são mais simples de implementar e comparações mais diretas
podem ser obtidas.

8.4 Produção de bottomonium no Tevatron

Nesta seção, comparamos nossos resultados com dados recentes de colisões pp̄ à energia de
s1/2 = 1.8 TeV no Fermilab Tevatron [108, 217, 218]. Uma vez que as energias envolvidas
são muito mais altas que nos experimentos de alvo fixo, a produção de pares b̄b é bem mais
abundante e os mecanismos de produção podem ser melhor estudados.
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O estudo deste caṕıtulo segue linhas similares ao caṕıtulos 5 e 7, comparando os resul-
tados dos modelos aos dados de Υ no Tevatron. Contudo, um novo elemento introduzido
neste trabalho é a obtenção dos parâmetros do modelo CEM para bottomonium. Da análise
dos resultados e comparação com os dados, podemos vincular com maior precisão os fatores
ρ do modelo CEM para os diferentes estados de Υ. Seguimos um procedimento similar ao
usado na Ref. [219, 220], onde os autores obtêm os elementos de matriz não-perturbativos
da NRQCD para a produção de bottomonium no Modelo Octeto de Cor.

Na Fig. 8.4 mostramos nossos resultados para produção de Υ(1S) tanto na versão Monte
Carlo quanto na versão NLO, na região de cobertura do Tevatron, |y| < 0.4. Para a versão
Monte Carlo, obtemos o valor ρΥ(1S) = 0.23 a partir de um ajuste otimizado (best fit) aos
dados. Não é de se esperar que os dados de baixo p⊥ sejam bem descritos, uma vez que a
seção de choque nesta região depende bastante da escolha do momentum transverso mı́nimo
pT min presente nos processos duros (a seção de choque diverge para pT min = 0 no cálculo
não-massivo) e do valor de momentum transverso intŕınseco dos hádrons iniciais; portanto,
os fits para determinar o parâmetro ρΥ são mais confiáveis na região pT > mb. O ajuste
envolve apenas este parâmetro, sendo o comportamento funcional das curvas dado pelos
resultados dos modelos.

Também mostramos na Fig. 8.4 resultados do cálculo NLO com diferentes valores de
kT intŕınseco. Neste caso, o valor ρΥ(1S) = 0.23 não é suficiente para descrever os dados, e
um fator adicional de 2.5 (2.3) é requerido para um ajuste otimizado aos dados para um kT
intŕınseco de largura 1 GeV (2 GeV). Esta discrepância também está presente no cálculo
NLO de produção de bottom aberto no Tevatron, que subestima os dados por um fator

Fig. 8.5: O mesmo que na figura anterior, para a produção de Υ (2S) (esquerda) e Υ (3S)
(direita) no Tevatron. Os fatores ρ do modelo CEM foram obtidos por ajuste
otimizado aos dados.
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2-3 [221, 222, 223, 224]. Uma vez que a parte pQCD da seção de choque CEM-NLO de Υ
está diretamente relacionada à seção de choque para a produção de quarks b, já se poderia
esperar um fator comparável na normalização de seção de choque de Υ.

A Fig. 8.5 mostra resultados similares para a produção das ressonâncias Υ(2S) e Υ(3S).
Fatores ρ correspondentes para o modelo baseado em Pythia são determinados por ajuste
otimizado da normalização aos dados, resultando ρΥ(2S) = 0.10 e ρΥ(3S) = 0.04. Para
o modelo baseado no cálculo NLO, o procedimento de ajuste otimizado requer um fator
K extra de 1.9 − 3.2 (1.8 − 2.7) para o Υ(2S), para kT intŕınseco de largura 1GeV (2
GeV), onde o primeiro e o segundo valor correspondem a um ajuste incluindo os dados
de pT > 3 GeV e pT > 4 GeV. Para a ressonância Υ(3S), os fatores K correspondentes
requeridos nos cálculos NLO são 3 (2.7) para kT intŕınseco de largura 1GeV (2 GeV). Em
média, os fatores K requeridos são similares aos da produção de bottom aberto. Espera-se
portanto que a parte faltante da seção de choque possa ser obtida de contribuições de mais
altas ordens, já importantes nas energias do Tevatron. Como ainda não há um cálculo
completo em NNLO para correlações na produção de um par bb̄ e a fim de mantermos a
simplicidade na análise, usamos os fatores K como determinados acima nos parâmetros
efetivos ρΥ(ns),NLO = KΥ(ns) × ρΥ(ns),Pythia, na extrapolação para o LHC que faremos na
próxima seção.

Fig. 8.6: Resultados dos modelos SCI, GAL e CEM para as distribuições em p⊥ na
produção de Υ (1S) (esquerda) e Υ (2S) (direita) no Tevatron.

Resultados do modelo SCI para produção de bottomonium no Tevatron estão mostrados
na Fig. 8.6. Estas predições não têm a sua normalização ajustada aos dados, uma vez
que usamos a versão convencional do SCI como em aplicações prévias deste modelo [138,
139, 135, 136, 116]. A boa concordância com os dados mostra que as interações suaves de
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Fig. 8.7: Distribuições em p⊥ para a produção de Υ (1S) no Tevatron. Resultados do
modelo CEM implementados em Pythia na geração completa como na Fig. [5]
e considerando apenas os pares bb̄ provenientes da primeira emissão do chuveiro
partônico (curva pontilhado-tracejado).

cor podem explicar a produção de Υ nas energias do Tevatron. Resultados similares para
o modelo GAL são mostrados na Fig. 8.6. Há em geral uma boa descrição dos dados,
embora GAL inicie a superestimar os dados de Υ (1S) para p⊥ em torno de 10 GeV. Esta
tendência já foi observada nos resultados do caṕıtulo anterior, para produção de J/ψ no
Tevatron, o que pode mostrar uma limitação deste modelo para descrever o comportamento
para grande momentum transverso. Se este decréscimo mais lento com p⊥ é conseqüência
da hipótese das interações entre cordas, ou se este desvio pode ser minimizado através de
um refinamento dos seus parâmetros para estas interações, permanece para ser investigado,
numa análise envolvendo um número maior de observáveis.

Neste ponto, podemos fazer uma análise interessante da importância de termos de ordens
mais altas do que NLO na aproximação de logaŕıtmo dominante, de forma similar à realizada
no caṕıtulo 7. Nossos cálculos com o modelo CEM baseado em Pythia usam elementos de
matriz em ordem dominante e incluem a evolução completa do chuveiro partônico, incluindo
a produção de g → bb̄ em qualquer desdobramento. Isto dá uma estimativa da seção de
choque de produção de bb̄ incluindo todas as ordens mais altas. A fim de investigarmos
a importância de ordens além de NLO, simulamos os elementos de matriz em O(α3

s), in-
cluindo apenas os pares bb̄ provenientes do primeiro desdobramento do chuveiro partônico
(cf. Fig. 1b), dando os resultados mostrados na Fig. 8.7. Em comparação ao resultado stan-
dard, incluindo bb̄ de qualquer branching, esta aproximação de ‘primeiro desdobramento’
resulta de fato numa redução da seção de choque de Υ, o que explica parcialmente a neces-
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sidade de fatores ρ mais altos na implementação CEM-NLO. Estes fatores ρ mais altos têm
incorporado efetivamente um fator K (em torno de 2-3), em concordância com resultados
NLO para a produção de bottom em energias do Tevatron [91], que subestimam os dados
[221, 222, 223, 224]. Estes resultados seguem linhas similares com os achados do caṕıtulo
7, onde implementamos a aproximação de primeiro desdobramento aplicada à produção de
charmonium [202]. Com suporte nestes resultados e tendo em mente que estamos levando
em conta contribuições de mais altas ordens na implementação CEM-NLO através do uso
de um fator K impĺıcito nos fatores ρ obtidos do fit aos dados do Tevatron, vamos manter
os fatores dos nossos fits na análise posterior para energias de LHC.

8.5 Predições para bottomonium no LHC

Nesta seção, realizamos uma extrapolação dos modelos utilizados acima para a energia
do LHC, i.e. de

√
s = 14 TeV. Esta extrapolação não envolve parâmetros livres, tendo

os parâmetros já fixados da comparação com os dados do Tevatron. Esta extrapolação é
apropriada uma vez que os modelos incluem uma dependência com a energia na produção
do par bb̄, dada pelos processos QCD duros. Além disso, LHC irá produzir Υ numa maior
cobertura em p⊥ .

Resultados dos modelos, mantendo todos parâmetros fixos da comparação com os dados
do Tevatron, são mostrados na Fig. 8.8 para a produção de Υ(1S) no LHC, na região de
rapidez do experimento ATLAS, |y| < 2.5. Os resultados CEM-NLO e CEM-PYTHIA

Fig. 8.8: Distribuições em p⊥ para a produção de Υ(1S) no LHC (ATLAS). Resultados do
modelo CEM implementado em PYTHIA 6.2 e no programa NLO, e do modelo
GAL (esquerda). O gráfico da direita é um resultado do modelo octeto de cor,
tirado da Ref. [219] para fins de comparação.
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são consistentes, dando uma normalização comparável, e o resultado Pythia produz uma
distribuição em p⊥ com um decréscimo um pouco mais rápido com p⊥ . Estas predições não
deveriam, contudo, serem tomadas como muito precisas, em vista da simplicidade destes
modelos que tentam descrever efeitos de QCD não-perturbativa ainda não conhecidos de
primeiros prinćıpios. A normalização da seção de choque é sensitiva ao valor da massa do
quark bottom e depende da magnitude das ordens mais altas do que NLO, portanto não
deve ser considerada como melhor do que um fator 2. Fig. 8.8 também mostra resultados do
modelo GAL para a produção de Υ (1S) e Υ (2S) no LHC. Os resultados são comparáveis
com os resultados do modelo CEM. Existe uma incerteza razoável na região de baixo p⊥ ,
especialmente para valores de momentum transverso menores do que a massa do quark
bottom. Também inclúımos, para efeito de comparação, um resultado do modelo octeto
de cor, conforme Ref. [219]. Em geral, os resultados dos diferentes modelos concordam
em ordem de magnitude. Para uma comparação mais enfática na discriminação entre os
modelos, será necessária a análise destes resultados juntamente com os dados futuros do
colisionador LHC.

8.6 Conclusão

Com este caṕıtulo encerramos a parte desta tese destinada à produção de quarkonium, onde
combinou-se diferentes modelos e cálculos perturbativos para a descrição da produção de
estados ligados de quarks pesados. Neste caṕıtulo, abordamos a famı́lia do quark bottom,
estudando a produção da ressonância Υ em colisões hadrônicas, desde energias de alvo fixo
até energias do futuro colisionador LHC do CERN.

Devido a maior massa do quark bottom, esperar-se-ia uma maior confiabilidade dos
cálculos perturbativos, com supressão de incertezas na escolha das escalas de fatorização
e renormalização. Contudo, cálculos recentes da produção de um par de quarks bottom
apresentam um déficit na taxa de produção. Este resultado da literatura está em acordo
com os aqui obtidos, onde, também para os estados ligados a seção de choque medida está
acima da calculada. Uma descrição efetiva pode contudo ser obtida para altas energias, com
o uso de modelos fenomenológicos combinados com o formalismo de chuveiros partônicos.
A descrição dos dados não é excelente. Em especial, para baixo momentum transverso as
distribuições são sensitivas à escolha da largura das flutuações devido ao movimento de
Fermi dentro dos hádrons (k⊥ intŕınseco), e larguras um tanto altas são necessárias para
se descrever os dados do Tevatron para a região de baixo pT . Contudo, nas regiões de pT
moderado, os modelos fornecem uma boa descrição dos dados do Tevatron para as diversas
ressonâncias de Υ. No modelo CEM, obtivemos os parâmetros ρΥ a partir ajustes aos dados,
permitindo obter-se resultados para HERA-B e LHC sem o uso de parâmetros livres.

Nossos resultados mostram que as abordagens perturbativas (NLO versus chuveiros
partônicos) complementam-se nas diversas regiões cinemáticas. Para resultados de alvo
fixo em HERA-B, espera-se que a abordagem NLO seja mais eficiente, pois não há energia
abundante para uma evolução estendida dos chuveiros partônicos, com a produção de um
par bb̄ que posteriormente torna-se bottomonium. Contudo, para energias do Tevatron, os
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chuveiros partônicos contribuem substancialmente, onde a abordagem NLO falha por um
fator 2-3 em descrever os dados. Este fato é consistente com os resultados da literatura
para a produção de bottom aberto no Tevatron. Este déficit na taxa de produção pode
portanto estar relacionado com ordens além da segunda ordem dominante (NLO). Por ser
uma aproximação a mais altas ordens de teoria de perturbação, o mecanismo de chuveiros
partônicos apresenta uma melhor eficiência nas energias do Tevatron.

Uma vez que os modelos estejam ajustados aos dados do Tevatron, podem ser extrapola-
dos para as altas energias do futuro colisionador LHC do CERN, o que permite analisarmos o
seu comportamento com a energia. Para estas energias, apresentamos predições que concor-
dam em ordem de magnitude, estando análises mais precisas vinculadas à análise desses
dados vindouros.



Caṕıtulo 9

Fatorização k⊥ e a fotoprodução de
quarks pesados

Separação virtual

Livrando-se de movimentos intŕınsecos
Confinou-se a região suave
E saturou-se pequenos momentos.
Um novo regime anaĺıtico se fez.

Nos caṕıtulos anteriores, abordamos a produção de quarkonium no formalismo da fato-
rização colinear. Para tanto, combinamos o cálculo perturbativo da produção de um par de
quarks pesados com a descrição não-perturbativa da formação do estado de quarkonium. O
cálculo perturbativo continha a simplificação usual de se considerar os pártons iniciais na
camada de massa, desprezando-se as suas virtualidades. Isto implica na necessidade de se
introduzir efeitos fenomenológicos como momentum transverso intŕınseco dos hádrons ini-
ciais. Neste caṕıtulo, dedicamo-nos ao estudo da produção perturbativa de quarks pesados,
considerando as virtualidades não-nulas dos pártons iniciais. O estudo aqui desenvolvido
limita-se ao processo de fotoprodução de quarks pesados, com ênfase nos resultados para o
colisionador HERA.

9.1 Introdução

A investigação da produção de quarks pesados em altas energias possibilita um melhor
entendimento da estrutura interna dos hádrons. Em particular, as massas dos quarks pe-
sados são suficientemente grandes para serem tomadas como uma escala dura, de forma
que a constante de acoplamento forte seja pequena e permita um tratamento perturbativo
do processo via QCD. No colisionador HERA, quarks pesados são produzidos na reação
claramente identificável γp → QQ̄, onde o fóton incidente (real ou virtual) funciona como
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uma sonda que investiga o próton em altas energias de CM, W . Existe uma grande quanti-
dade de dados de produção de quarks pesados em HERA, o que tem gerado muitos estudos
analisando a interface entre os regimes duro e suave da QCD [225, 142]. Contudo, dados de
produção aberta de quarks pesados têm sido limitados por baixa estat́ıstica, e o intervalo
de energia intermediária entre os experimentos de alvo fixo e as altas energias de HERA
ainda não foi coberto. Na hadroprodução no colisionador pp̄ Tevatron a situação é um
pouco melhor, existindo dados precisos da distribuição de momentum transverso dos quarks
pesados produzidos [226, 227]. Antes de prosseguirmos ao cálculo propriamente dito da
fotoprodução de quarks pesados, façamos uma pequena introdução comparativa entre os
formalismos fatorização colinear usual e de fatorização kT .

9.1.1 O formalismo de fatorização colinear

O mecanismo subjacente na produção de quarks pesados em HERA é o da fusão fóton-glúon:
um fóton acoplado ao elétron espalhado interage com um glúon do próton, produzindo um
par quark-antiquark, e.g. cc (charme) ou bb (bottom). Na abordagem colinear da QCD,
baseada no bem conhecido teorema de fatorização colinear [30] (vide seções 1.3.1 e 1.4), o
processo é descrito através de elementos de matriz com os pártons na camada de massa (on-
shell), descrevendo os subprocessos partônicos, convolúıdos com as distribuições partônicas.
Em altas energias, a dinâmica é governada pelos glúons, evoluindo em virtualidades segundo
as eqs. de evolução DGLAP [33, 32, 34]. O momentum transverso das part́ıculas incidentes é
tomado como zero, e no cálculo das seções de choque toma-se a média sobre os dois estados de
polarização transversa do glúon inicial. Assim, o cálculo do processo requer o conhecimento
da função de distribuição de glúons no próton e o cálculo do subprocesso γg. A densidade
de glúons em função da fração de momentum longitudinal x e da escala de virtualidade
Q2 é conhecida com boa precisão da análise global das violações de escalamento da função
de estrutura do próton F2 medida em HERA [164, 228, 229]. Os elementos de matriz
QCD dos processos partônicos foram calculados em NLO [230, 231], ainda permanecendo
grandes incertezas teóricas advindas da massa do quark pesado e das escalas de fatorização
e renormalização, µF e µR.

A abordagem da fatorização colinear tem produzido uma descrição bem sucedida de
distribuições de uma part́ıcula e seções de choque totais para a produção de quarks pesa-
dos. Por outro lado, apesar de muitos sucessos fenomenológicos, alguns resultados desta
abordagem estão em contradição com dados de correlações azimutais e em distribuições
de momentum transverso do par de quarks pesados produzido [232] (para produção de
quarkonium na abordagem colinear, vide e.g. Refs. [142, 129, 202] e caṕıtulos anteriores
desta tese). Este problema é em geral contornado pela introdução de momentum trans-
verso intŕınseco (k⊥) para os pártons incidentes, parametrizado por um perfil gaussiano.
Contudo, o valor médio de k⊥ necessário para descrever correlações azimutais e o espectro
em p⊥ chega a alcançar valores como 〈k⊥〉 ' 1 GeV ou até mesmo 2 − 3 GeV, o que não
é adequado em argumentos não-perturbativos. Além disso, cálculos recentes em NLO da
produção de bottom em colisões hadrônicas [207, 208, 209, 210, 211, 212] subestimam os
dados do Tevatron por um fator de 2 ou 3, sugerindo que contribuições importantes foram
negligenciadas.
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9.1.2 O formalismo de fatorização k⊥

Em altas energias, outro teorema de fatorização passa a ser importante, tratando-se da fato-
rização k⊥ ou abordagem semidura [41, 233, 234, 235], descrito na seção 1.3.4. Nos diagra-
mas relevantes, considera-se as virtualidades e polarizações dos pártons iniciais, levando-se
em conta o momentum transverso q1⊥ e q2⊥ dos pártons incidentes. Os processos são des-
critos através da convolução de elementos de matriz para os subprocessos partônicos com os
pártons fora da camada de massa (off-shell), com as distribuições de pártons não-integradas,
F(x,k⊥) (vide seção 1.3.4). Estas últimas podem recobrar as distribuições partônicas usuais
no limite de duplo logaŕıtmo dominante (DLL), através da integração do momentum trans-
verso k⊥. No limite de energia assintótico, a distribuição de glúons não-integrada deve
obedecer à equação de evolução BFKL [37, 38, 39, 40]. Até o momentum, inexiste uma
determinação acurada desta quantidade, no mesmo ńıvel que para as densidades partônicas
usuais. Os elementos de matriz calculados para os subprocessos relevantes no formalismo de
fatorização k⊥ são mais intrincados que aqueles necessários na abordagem colinear, já em
ordem dominante. Por outro lado, parte significativa das correções NLO e mesmo parte das
correções NNLO às contribuições LO da abordagem colinear, relacionadas à contribuição de
momentum transverso não nulo dos pártons incidentes, já estão inclúıdas na contribuição
LO do formalismo de fatorização k⊥ [232]. Além disso, parte das correções virtuais po-
dem ser ressomadas na função de glúon não integrada [232]. Recentemente, o cálculo das
correções NLO aos subprocessos tem sido realizado e cálculos completos nesta ordem de-
vem aparecer num futuro próximo [236, 237, 238, 239]. Uma caracteŕıstica importante do
formalismo é a equivalência na aproximação de logaŕıtmo dominante com o formalismo de
dipolos de cor [240], tendo este último sido usado numa vasta fenomenologia em HERA
[241, 242, 243, 244, 245, 246]. Além disso, uma questão muito importante é a consistência
do formalismo de fatorização k⊥ inclúındo efeitos de logaŕıtmo subdominante (nonleading-
log) com a fatorização colinear além da ordem dominante [42]: as funções coeficiente e as
funções de desdobramento fornecendo q(x,Q2) e G(x,Q2) são suplementadas com a res-
soma em todas as ordens das contribuições [αs ln(1/x)] em altas energias, em contraste com
o cálculo de teoria de perturbação em ordem fixa.

Dois ingredientes adicionais devem ser levados em conta na abordagem semidura: o
setor infravermelho e efeitos de saturação. A função de glúon não integrada deve evoluir
em momentum transverso através da evolução BFKL para altas energias, levando à difusão
em k⊥ dos glúons iniciais no processo de evolução [247] (vide seção 1.3.5). Neste cenário
de difusão, os valores dos momenta transversos são difundidos para a região infravermelha
(e ultravioleta), onde a descrição perturbativa não é completamente confiável. Portanto, a
evolução deve levar em conta o comportamento correto nesta região. Correções não lineares
calculadas recentemente no formalismo BFKL [248] introduzem um tratamento natural para
estas dificuldades, onde a escala de saturação Qs fornece um corte adequado controlando os
problemas na região infravermelha. A medida que a fração de momentum longitudinal x '
Q2/W 2 decresce, correções de unitariedade tornam-se importantes e controlam o crescimento
acentuado da distribuição de glúon. Neste domı́nio a distribuição de glúon pode saturar
completamente, ou atingir um crescimento logaŕıtmico suave. A abordagem mais atraente
que leva em conta tanto as noções de comportamento infravermelho (confinamento) quanto
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do fenômeno de saturação partônica é o modelo de saturação [249, 250], que é um modelo
do tipo eikonal baseado no formalismo de dipolos de cor, constrúıdo para interações de altas
energias. Neste formalismo, o cenário f́ısico é bastante simplificado de forma que a expressão
para a escala de saturação pode ser prontamente calculada. Os parâmetros ajustáveis do
modelo são obtidos a partir de um ajuste numérico aos dados de HERA na região de pequeno
x. Estes dados envolvem a medida da função de estrutura inclusiva e da seção de choque
total de fotoprodução, assim sendo os parâmetros obtidos deste ajuste são adequados para
outras aplicações do modelo em quantidades mais exclusivas tais como a produção de quarks
pesados.

Este caṕıtulo baseia-se em análises fenomenológicas originais [251] e está organizado
como segue. Na próxima seção apresentaremos a descrição do formalismo de fatorização
k⊥ seguido pelas principais fórmulas para a fotoprodução de quarks pesados no formalismo
de fatorização k⊥ (seção (9.2)), definindo as variáveis cinemáticas relevantes. Além disso,
investigamos a distribuição de glúon não integrada do modelo de saturação, em comparação
com os resultados da derivada da distribuição de glúon integrada, xG(x,k⊥). Na seção
(9.3), apresentamos os nossos resultados para a seção de choque total de fotoprodução de
charme e de bottom, bem como estimativas para a distribuição em p⊥ do quark pesado
produzido. Investigaremos em detalhe os desvios do resultados confrontando a aproximação
de dipolos com um procedimento mais conservador da fatorização k⊥. Ou seja, as escolhas
de escala para a constante de acoplamento e a fração de momentum longitudinal adequada
no argumento da função de glúon não integrada. As predições da derivada da função
de glúon colinear também são estudadas. Na última seção, apresentamos as conclusões e
considerações finais.

9.2 Fotoprodução de quarks pesados no formalismo

de fatorização k⊥

Nesta seção, investigamos o espalhamento de um próton por um fóton quase-real, no forma-
lismo semiduro. No caso de fotoprodução de quarks leves, há um pobre entendimento das
massas efetivas dos quarks leves, associadas a aspectos não-perturbativos do processo e ne-
cessárias para regular divergências. No caso de fotoprodução de quarks pesados, o problema
é resolvido naturalmente graças às massas dos quarks pesados. A abordagem semidura é
válida no domı́nio da seguinte desigualdade dupla: s � µ2 ' ŝ � Λ2

QCD, i.e. a escala de
interação partônica t́ıpica é muito maior do que o parâmetro de cut-off da QCD Λ2

QCD, e
muito menor do que a energia de centro de massa,

√
s.

O formalismo de fatorização k⊥ ressoma na aproximação de logaŕıtmo dominante todas
as contribuições proporcionais a [αs ln(µ2/Λ2

QCD)]n, [αs ln(µ2/Λ2
QCD) ln(1/x)]n e [αs ln(1/x)]n,

correspondendo à ressoma DGLAP colinear [33, 32, 34], à contribuição de duplo logaŕıtmo
e à ressoma BFKL [37, 38, 39, 40], respectivamente. Estas ressomas geram a distribuição
de glúon não integrada, F(x,k⊥), que também depende da escala µ2. Esta distribuição
nos dá a probabilidade de encontrarmos um párton portando uma fração de momentum
longitudinal x e momentum transverso k⊥.
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Requerendo que no limite de duplo logaritmo dominante (DLL), a seção de choque
transversa total de foto-absorção escrita no formalismo de fatorização k⊥ seja consistente
com o mesmo limite do formalismo DGLAP, a distribuição de glúons colinear pode ser
obtida a partir da não integrada por

xG(x, µ2) =

∫ µ2

dk2
⊥

k2
⊥

F(x, k2
⊥) , (9.1)

onde µ2 é a escala do processo, que pode ser Q2, a massa do quark pesado ou o momentum
transverso p⊥ das part́ıculas produzidas, por exemplo. Em particular, na obtenção da Eq.
(9.1), considera-se a condição de ordenamento forte k2

⊥ � p2
⊥ � µ2, onde p⊥ é o momentum

transverso do laço quark-antiquark no vértice do fóton.

A fim de calcularmos a seção de choque de um processo f́ısico [252, 253], devemos convo-
luir a função de glúon não integrada com os elementos de matriz para os subprocessos
partônicos relevantes, com os pártons fora da camada de massa. Nestes elementos de ma-
triz o tensor de polarização do glúon virtual é dado por L

(g)
µν = εµg ε∗νg = kµ⊥k

ν
⊥/|k⊥|2. Vamos

a seguir calcular a seção de choque total e diferencial de fotoprodução de quarks pesados
(charme e bottom), levando em consideração os diagramas mostrados na Fig. (9.1). Mais
detalhes da derivação em formas alternativas podem ser encontrados nas Refs. [41, 254]. O
elemento de matriz correspondente se escreve como

iM = eQ
√

4παem
√

4παsT
a
ijε

µ
γε
ν
g

(

ū(p1)iγµ
i(/k − /p2 +mQ)

(k − p2)2 −m2
Q

iγνv(p2) + ū(p1)iγν
i(/q − /p2 +mQ)

(q − p2)2 −m2
Q

iγµv(p2)

)

(9.2)

onde, como mostrado na Fig. (9.1), p1 e p2 são os quadrimomenta dos quarks pesados
produzidos, q e k são os quadrimomenta do fóton e do glúon, respectivamente. αem, αs são
as constantes de acoplamento eletromagnética e da QCD, mQ, eQ são a massa e a carga
do quark pesado, i e j são os ı́ndices de cor dos quarks (i, j de 1 a 3) da matriz de cor
T a (a = 1, 2, ..., 8). Somando-se M sobre estados finais de cor i, j e tomando-se a média
sobre o estado inicial de cor a, obtém-se o fator de cor 1

8
T aijT

a
ji = 1

8
T aT a = δaa/16 = 1

2
. Os

espinores dos quarks e antiquarks pesados satisfazem

∑

spin1

u(p1)ū(p1) = /p1 −mQ (9.3)

∑

spin2

v(p2)v̄(p2) = /p2 −mQ . (9.4)

As somas sobre polarizações dos pártons iniciais no calibre covariante são dadas por

∑

pol. γ

εµγε
∗ρ
γ → −gµρ (9.5)

∑

pol. g

ενgε
∗σ
g → −gνσ . (9.6)



Caṕıtulo 9. Fatorização k⊥ e a fotoprodução de quarks pesados 148

���������
	������
��


������

�������

� ��� 
�� � 
� �

Fig. 9.1: Os diagramas QCD em ordem dominante para a produção de quarks pesados via
o mecanismo de fusão fóton-glúon. Os momenta das part́ıculas são mostrados e
o ćırculo representa a cadeia de emissões de glúons inclúıdos na distribuição de
glúon não integrada, F(x2,k

2
⊥).

O quadrado dos elementos de matriz somados e mediados sobre cores e polarizações resulta
em

|M|2 =
1

2
× 1

2
× e2Q16π2αemαs

∑

spin 1

∑

spin2

(M11 +M12 +M21 +M22) , (9.7)

onde

M11 = ū(p1)γµ
(/k − /p2 +mQ)

(k − p2)2 −m2
Q

γνv(p2)v̄(p2)γ
ν (/k − /p2 +mQ)

(k − p2)2 −m2
Q

γµu(p1) (9.8)

M12 = ū(p1)γµ
(/k − /p2 +mQ)

(k − p2)2 −m2
Q

γνv(p2)v̄(p2)γ
µ (/q − /p2 +mQ)

(q − p2)2 −m2
Q

γνu(p1) (9.9)

M21 = ū(p1)γν
(/q − /p2 +mQ)

(q − p2)2 −m2
Q

γµv(p2)v̄(p2)γ
ν (/k − /p2 +mQ)

(k − p2)2 −m2
Q

γµu(p1) (9.10)

M22 = ū(p1)γν
(/q − /p2 +mQ)

(q − p2)2 −m2
Q

γµv(p2)v̄(p2)γ
µ (/q − /p2 +mQ)

(q − p2)2 −m2
Q

γνu(p1) . (9.11)

O resultado final da soma sobre spins, traços e contrações pode ser convenientemente ex-
presso em termos das variáveis de Sudakov para o processo ep → QQ̄X em altas energias,
definidas por

p1 = α1P1 + β1P2 + p1⊥ , q = x1P1 + q⊥ , (9.12)

p2 = α2P1 + β2P2 + p2⊥ , k = x2P2 + k⊥ , (9.13)

onde p1⊥, p2⊥, q⊥ e k⊥ são os momenta transversos do quark e antiquark pesados, do
fóton e do glúon, respectivamente. Os momenta do elétron e do próton são denotados
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por P1 e P2. No sistema centro de massa do processo, temos P1 = (
√
s/2, 0, 0,

√
s/2),

P2(
√
s/2, 0, 0,−√

s/2), P 2
1 = P 2

2 = 0 e (P1 · P2) = s/2, sendo
√
s a energia de centro de

massa. Por inspeção simples das Eqs. (9.12) e (9.13) e usando a lei de conservação de
energia-momentum, obtemos as relações,

p2
1 = p2

2 = m2
Q , q2 = q2

⊥ , k2 = k2
⊥ , (9.14)

q⊥ + k⊥ = p1⊥ + p2⊥ . (9.15)

As variáveis de Sudakov podem ser escritas em termos das massas transversas m2
1,2⊥ =

m2
Q + p2

1,2⊥, onde mQ é a massa do quark pesado, e da rapidez dos quarks pesados, y∗1,2, do
seguinte modo

α1 =
m1⊥√
s

exp(y∗1) , α2 =
m2⊥√
s

exp(y∗2) , (9.16)

β1 =
m1⊥√
s

exp(−y∗1) , β2 =
m2⊥√
s

exp(−y∗2) , (9.17)

x1 = α1 + α2 , x2 = β1 + β2 . (9.18)

onde no caso de fotoprodução q = P1, a variável x1 simplifica para x1 = 1 e pode-se definir
α1 ≡ z e α2 ≡ 1− z. As variáveis z e (1− z) correspondem à fração de momentum longitu-
dinal portada pelo quark pesado tendo momentum transverso p1⊥ e p2⊥, respectivamente.

Tendo introduzido as definições e variáveis relevantes, a seção de choque diferencial para
a fotoprodução é expressa como uma convolução da função de glúon não integrada com os
elementos de matriz fora da camada de massa [255, 41, 252],

dσ(γp→ QQ̄X)

d2p1⊥
=

∫

dy∗1 d
2k⊥

F(x2,k
2) |M|2(fora cam.massa)

πα2

, (9.19)

onde os elementos de matriz fora da camada de massa em LO são dados por [255, 252],

|M|2(fora cam.massa) = αem αs(µ
2) e2Q

[

z2 + (1 − z)2

[(p2 − k)2 −m2
Q] [(p1 − k)2 −m2

Q]

+
2m2

Q

k2
⊥

(

z

(p1 − k)2 −m2
Q

− 1 − z

(p2 − k)2 −m2
Q

)2


 , (9.20)

onde αem = 1/137 é a constante de acoplamento eletromagnética e eQ é a carga elétrica do
quark pesado produzido. A escala µ na constante de acoplamento forte será especificada
mais adiante. Em geral, é tomada como sendo igual à virtualidade do glúon, µ2 = k2 em
conexão com o esquema BLM [256]. Na aproximação de ln(1/x) dominante, αs toma um
valor constante. Quando os momenta transversos dos pártons incidentes são suficientemente
menores do que os dos quarks pesados produzidos, obtém-se o resultado da abordagem coli-
near. A expressão final para a seção de choque de fotoprodução considerando a componente
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direta do fóton pode ser escrita como [253]

σfototot =
αem e

2
Q

π

∫

dz d2p1⊥ d
2k⊥

αs(µ
2)F(x2,k

2
⊥;µ2)

k4
⊥

×
{

[z2 + (1 − z)2]

(

p1⊥
D1

+
(k⊥ − p1⊥)

D2

)2

+m2
Q

(

1

D1
+

1

D2

)2
}

, (9.21)

onde D1 ≡ p2
1⊥ +m2

Q e D2 ≡ (k⊥ − p1⊥)2 +m2
Q.

Na Eq. (9.21) a função de glúon não integrada também depende da escala µ2, levada
em consideração em várias parametrizações de F (ver por exemplo Ref. [257] para uma
compilação de várias parametrizações. Temos agora todos os ingredientes para o cálculo
das seções de choque diferencial e total para o processo, escolhendo convenientemente uma
função de glúon não integrada F(x2,k

2
⊥;µ2). O procedimento prático neste caṕıtulo é

considerar uma das parametrizações mais simples dispońıvel na literatura, cobrindo um
tratamento consistente da região infravermelha e levando em consideração os efeitos de
saturação esperados em altas energias. Estas caracteŕısticas são satisfeitas no modelo de
saturação, que revisaremos a seguir. Este modelo não é contudo a única escolha posśıvel
para a distribuição de glúon não-integrada, existindo uma variedade de funções propostas
na literatura [257]. Neste trabalho, contrastamos o modelo de saturação abaixo apresentado
com a função de glúon não integrada proveniente da derivada da função de glúons colinear,

xG(x,k2
⊥) =

∂ [ xG(x,k2
⊥) ]

∂ ln k2
⊥

, (9.22)

que pode ser obtida formalmente derivando-se a equação 9.1, onde G(x, µ2) é a distribuição
de glúon integrada, podendo ser tomada das parametrizações dispońıveis na literatura [164,
228, 229].

9.2.1 O modelo de saturação

O modelo de saturação [249, 250] baseia-se no formalismo de dipolos de cor [258, 259, 260].
A interação é representada no sistema de repouso do alvo (vide Fig. 9.2), onde o tamanho
transverso r do dipolo quark-antiquark, provindo de flutuações do estado de Fock do fóton
virtual, é fixo durante a interação. Esta representação pode ser obtida do formalismo de
fatorização k⊥ na aproximação de logaŕıtmo dominante através da transformada de Fourier
entre os espaços de tamanho transverso e de momentum. A seção de choque total de foto-
absorção é escrita como uma convolução da função de onda do fóton virtual com a seção de
choque efetiva para a interação dipolo-alvo,

σγ
∗p
tot (x,Q2) =

∫

dz

∫

d2r
(

|ΨT (z, r, Q2)|2 + |ΨL(z, r, Q
2)|2
)

σdip(x, r) , (9.23)

onde a seção de choque de dipolo (vide Fig. 9.3) interpola entre o comportamento da
transparência de cor para a configuração de dipolos de pequeno tamanho e as caracteŕısticas
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p

Fig. 9.2: Representação no referencial de repouso do próton, da flutuação do fóton virtual
num dipolo qq̄ interagindo com o próton.

do confinamento para dipolos de grande tamanho, valendo

σdip = σ0

[

1 − exp

(

− r2

4R2
0(x)

)]

, (9.24)

R2
0(x) =

1

GeV2

(

x

x0

)λ

, (9.25)

onde R0(x) é o raio de saturação, que decresce quando x → 0. Os parâmetros σ0, x0 e λ
são determinados de um ajuste a dados de HERA a x pequeno. Um parâmetro adicional é
a massa efetiva dos quarks leves, mq = 140 MeV, necessária para se obter resultados finitos
para a seção de choque total de fotoprodução. A escala de saturação fornece um limiar a
partir do qual a seção de choque de dipolo deixa de crescer (em outras palavras, satura) com
o aumento do tamanho do dipolo, sendo definida como Q2

s = 1/R2
0(x): para r Qs/2 � 1

o modelo reproduz a propriedade da transparência de cor, σdip ∼ r2, ao passo que para
r Qs/2 ≥ 1 a seção de choque tende a um valor constante em grande r Qs (simulando
confinamento), σdip ∼ σ0. Na região r Qs/2 ∼ 1, o modelo simula a f́ısica de ressoma de
troca de glúons em espalhamentos múltiplos através de uma forma eikonal representando o
limite de disco negro do próton. No modelo original [249, 250], a constante de acoplamento
é tomada como fixa, αs = 0.2, e a fim de se considerar o limite formal de fotoprodução, a
variável de Bjorken é modificada da seguinte forma,

x = xBj

(

1 +
4m2

q

Q2

)

=
Q2 + 4m2

q

W 2
. (9.26)

Partindo do formalismo de fatorização k⊥ para a seção de choque total de foto-absorção,
mas negligenciando a dependência no momentum transverso do argumento da constante de
acoplamento forte e na variável x, pode-se obter um resultado anaĺıtico para a transformada
de Fourier entre o espaço de momentum e de tamanho transverso,

σdip(x, r) =
2π

3

∫

d2k⊥

k4
⊥

αsF(x,k2
⊥)
(

1 − eik⊥·r
) (

1 − e−ik⊥·r
)

. (9.27)

Portanto, a Eq. (9.27) pode ser usada para a extração da função de glúon não integrada
do modelo no espaço de tamanho transverso r, uma vez que a seção de choque de dipolo



Caṕıtulo 9. Fatorização k⊥ e a fotoprodução de quarks pesados 152

σ(
x,

r2 ) 

r

σ → σ0

σ ~ r2

saturacao

transparencia de cor

Fig. 9.3: A seção de choque de dipolos nos regimes de transparência de cor e saturação.

tem um limite finito em r → 0, denotado por σ
(∞)
dip (x). A função de glúon não integrada

pode ser escrita como [261]

αsF(x,k2
⊥) =

3

4π

∫

d2r

(2π)2
exp (ik⊥ · r)

[

σ
(∞)
dip (x) − σdip(x, r)

]

k4
⊥ , (9.28)

=
3

8π2

∫ ∞

0

dr r J0(k⊥ r)
[

σ
(∞)
dip (x) − σdip(x, r)

]

k4
⊥ . (9.29)

Após termos escrito a expressão para a função de glúon não integrada que será empregada
em estudos da próxima seção, façamos algumas considerações. O modelo de saturação é
bastante bem sucedido na região de x pequeno, além de ter sido estendido para descrever
simultaneamente o DIS difrativo [249, 250]. Contudo, quando x→ 1 (energias mais baixas),
o modelo não é mais adequado, devendo-se introduzir fatores de correção de limiar. O modo
mais simples de implementar estas correções é considerar regras de corte dimensionais. Para
um subprocesso tendo nespec quarks espectadores que não interagem com o fóton, o fator de
limiar correspondente é dado por (1 − x)2nespec−1. Por exemplo, inclúındo os quarks leves
e também o quark charme, o número de espectadores é nespec = 4, assim incluimos em
nossa análise o fator de correção multiplicativo (1 − x)7 na função de glúon não integrada
do modelo de saturação [262, 263]. Na próxima seção, esta correção provê uma descrição
correta da região de energias de alvo fixo, ao passo que os resultados do modelo original
permanecem inalterados em energias intermediárias e em altas energias.

Para nossos propósitos nesta investigação, usamos os seguintes parâmetros correspon-
dendo à parametrização que inclui o quark charme: σ0 = 29.12 mb, λ = 0.277 e x0 =
4.1 · 10−3 [249, 250]. Das Eqs. (9.28) e (9.24), a distribuição de glúon não integrada do
modelo de saturação original suplementada pelo fator de limiar é dada por

F(x,k2
⊥) =

3 σ0

4 π2αs
R2

0(x) k4
⊥ exp

(

−R2
0(x) k2

⊥
)

(1 − x)7 . (9.30)

Ilustramos na Fig. (9.4) (gráfico da esquerda), a função de glúon não integrada da
Eq. (9.30) como função do momentum transverso k2

⊥ para valores t́ıpicos da variável x,
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Fig. 9.4: Esquerda: A distribuição de glúon não integrada do modelo de saturação (GBW)

em função de k2
⊥ para valores t́ıpicos de x. Direita: a derivada da distribuição

de glúon colinear (parametrização GRV98) em função de k2
⊥ para valores t́ıpicos

de x.

cobrindo grandes e pequenas frações de momentum longitudinais. A região de x pequeno
corresponde à x ≤ 10−2. As principais caracteŕısticas são bem claras: a função tem um pico
em k2

⊥ = 2Q2
s, com uma distribuição estreita em torno deste valor, sendo um levemente

assimétrica para grande x. Portanto, o pico é deslocado para valores mais altos de k2
⊥ quando

x decresce. A caracteŕıstica mais importante é a grande contribuição do setor de momentum
transverso muito pequeno, k⊥ ≤ 1 GeV2 para grande x. Além disso, a distribuição de glúon
não integrada é fortemente suprimida para grande k2

⊥ devido ao fato de que o modelo
original não inclui evolução partônica. Esta limitação é sanada na implementação recente
da evolução DGLAP na distribuição de glúon não integrada [261].

A fim de investigarmos a importância da cascata QCD de emissões partônicas no au-
mento em k⊥, apresentamos no gráfico da Fig. (9.4) o resultado da derivada da distribuição
de glúons colinear, G(x,k2

⊥). Neste cálculo, utilizamos a parametrização LO GRV98 [229]
para a distribuição de glúons colinear. O uso da derivada da distribuição de gluons permite-
nos verificar a consistência de introduzirmos elementos da evolução DGLAP no formalismo
de fatorização k⊥. A parametrização LO GRV 98 tem como escala de evolução inicial a
virtualidade Q2

0 = 0.8 GeV2, assim para virtualidades menores que Q2
0 é necessaria uma su-

posição para o comportamento de G. Em nossa análise, aplicamos o seguinte procedimento:

G(x,k2
⊥) = k2

⊥
∂ [ xG(x,k2

⊥) ]

∂ k2
⊥

∣

∣

∣

∣

k
2

⊥=Q2
0

Θ(Q2
0 − k2

⊥)

+
∂ [ xG(x,k2

⊥) ]

∂ ln k2
⊥

Θ(k2
⊥ −Q2

0) , (9.31)

onde o primeiro termo recobra a distribuição de glúons colinear xG(x,Q2
0) através da in-

tegração em momentum transverso de 0 até Q2
0. Este procedimento não é único e outros
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Ansatze poderiam ser igualmente introduzidos. Por exemplo, podeŕıamos considerar um
limite inferior de integração k2

⊥min ' Q2
0, argumentando que nas curvas teóricas este corte

afetaria principalmente a normalização da seção de choque. Como esperado, em nossos
resultados o espectro de momentum transverso é mais largo, em contraste com o modelo de
saturação. Na região de x pequeno, o desvio é pronunciado tanto em comportamento quanto
em normalização. A região de x grande é corretamente descrita, uma vez que a função de
glúon colinear é ajustada em toda a ampla região cinemática de HERA. Verificou-se também
que usando a distribuição de glúon colinear em NLO, os desvios do resultado LO são ne-
gligenciáveis [264]. Uma observação mais técnica é o comportamento dentado da função
G(x,k2

⊥) acima de Q2
0, que não tem nenhum significado f́ısico, surgindo do uso das roti-

nas de interpolação de grid usadas para obtermos a função de glúon colinear, e este efeito
desaparece nas quantidades integradas, não afetando nossos próximos resultados.

Na próxima seção, investigaremos o modelo de saturação no cálculo da seção de choque
total e diferencial de fotoprodução de quarks pesados, e a comparação com a derivada da
função de glúon colinear será usada para estudarmos os efeitos de evolução QCD.

9.3 Resultados e discussões

Os dados dispońıveis de fotoprodução de quarks pesados [265, 266, 267, 268, 269, 270, 271,
272, 273, 274] vão desde energias de experimentos de alvo fixo de algumas dezenas de GeV
até a energia de HERA em torno de W ∼ 200 GeV. Cinematicamente, os dados de baixa
energia correspondem a x ' 10−1 e os de alta energia correspondem a x ' 10−4. Os erros
experimentais são bastante grandes e a região intermediária entre baixas e altas energias não
está inteiramente coberta pelos experimentos. Produção de bottom em HERA é suprimida
por duas ordens de magnitude com respeito ao charme, devido à maior massa e menor carga
elétrica do quark b.

A seção de choque total e diferencial são calculadas da Eq. (9.21) e da função de glúon
não integrada do modelo de saturação, Eq. (9.30). Para as massas do quark pesado, toma-
mos mc = 1.5 GeV para o charme e mb = 4.8 GeV para o bottom. A fim de investigarmos
em detalhe os resultados emergindo da abordagem de fatorização k⊥ e tentarmos ir além da
aproximação de logaŕıtmo dominante ln(1/x), consideramos em nossa análise os seguintes
procedimentos:

I. Mantivemos as caracteŕısticas originais do modelo de saturação [249, 250]. Ou seja,
constante de acoplamento fixa, αs = 0.2, e fração de momentum longitudinal x2

sendo o limite de fotoprodução de xBj (x de Bjorken), dada Eq. (9.26), entrando no
argumento da distribuição de glúon não integrada. Este procedimento é equivalente a
usar o formalismo de dipolos de cor e o modelo de saturação, abordado na Ref. [275]
em estudo detalhado. Nosso resultado é mostrado nas curvas pontilhado-tracejadas
na Fig. (9.5), para a seção de choque total de fotoprodução de charme (gráfico à
esquerda) e de bottom (gráfico à direita). Há uma boa concordância com os dados
de baixa energia, ao passo que os dados de alta energia são subestimados. Para uma
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Fig. 9.5: Esquerda: A seção de choque total de fotoprodução de charme em função da ener-
gia centro de massa W e os resultados do formalismo de fatorização k⊥ usando o
modelo de saturação e diferentes procedimentos técnicos no cálculo (vide texto).
Direita: O mesmo que o anterior, para a seção de choque total de fotoprodução
de bottom.

boa descrição dos dados de alvo fixo (baixa energia) é necessário incluirmos o fator de
correção de limiar (1−x)7, ao passo que o modelo original sem este fator superestimaria
os dados desde a região de baixas energias até a de energias intermediárias. Para altas
energias, estes efeitos de limiar são completamente negligenciáveis em W & 20 GeV
para charme e W & 50 GeV para bottom. Conclusões similares são obtidas na Ref.
[275]. Há uma pequena diferença entre o nosso procedimento e o da Ref. [275], onde o
autor utiliza a prescrição xQ = m2

Q/z(1−z) para a fração de momentum longitudinal.
Considerando um valor médio de z = 0.5 para a fração de momentum do quark, os
resultados são completamente equivalentes, fato corroborado pela similaridade entre
nossa predição e a da Ref. [275].

II. Consideramos o argumento da constante de acoplamento forte variando com a escala
µ2 = k2

⊥ + µ2
0. Este procedimento ainda é muito próximo ao modelo de saturação,

sendo o procedimento geral utilizado por outros grupos [253, 252]. O termo µ2
0 é

introduzido a fim de evitar divergências vindas da constante de acoplamento variável
na região infravermelha. Utilizamos o valor µ2

0 = 1 GeV2, motivados pelo valor da
escala de saturação Qs, assegurando que a região de baixo momentum transverso
seja dominada por esta escala. Este resultado não apresenta a boa concordância com
os dados para baixas energias do caso (1), como mostrado nas curvas tracejadas na
Fig. (9.5). Contudo obtemos uma melhor descrição dos dados de altas energias.
Concluimos que introduzir o acoplamento variável no cálculo aumenta a normalização
geral, pelo aumento do perfil em k2

⊥ na seção de choque não integrada.

III. Finalmente, consideramos um procedimento mais conservador do formalismo de fato-
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Fig. 9.6: Contribuição do termo de fusão fóton-glúon nas distintas abordagens: fatorização
k⊥, fatorização colinear em LO e NLO, contribuição fóton-resolvido. O retângulo
representa o espalhamento duro.

rização k⊥, onde o argumento da constante de acoplamento forte varia com o momen-
tum transverso do quark pesado produzido. Além disso, adotamos uma prescrição
para a variável x2 que difere da Eq. (9.26). O valor correto para a fração de momen-
tum longitudinal no argumento da função F(x2,k

2
⊥) é dado pelas definições nas Eqs.

(9.18) e (9.17). Ou seja, a fração de momentum é dada por

x2 =
m2

1⊥
z W 2

+
m2

2⊥
(1 − z)W 2

=
m2
Q + (p⊥ − k⊥)2

z
+
m2
Q + p2

⊥
1 − z

, (9.32)

onde utilizamos as Eqs. (9.16) e (9.17) e a lei de conservação de energia-momentum,
Eq. (9.15). Embora a Eq. (9.32) seja bem definida, é suficientemente intrincada para
dificultar o cálculo numérico; por simplicidade, baseamo-nos na seguinte aproximação
derivada na Ref. [276], onde se obteve resultados do formalismo de fatorização k⊥
aplicado em colisões ep, em particular para a função de estrutura do próton. Foi
verificado que para virtualidades Q2 não muito altas (inclúındo fotoprodução), uma
aproximação adequada é x2 = 2 xBj. Este valor foi obtido através de uma investigação
cuidadosa das contribuições no domı́nio de integração em momentum transverso, para
a parte DGLAP e para a abordagem semidura. Os resultados usando o procedimento
acima estão mostrados nas linhas cont́ınuas na Fig. (9.5), apresentando um compor-
tamento intermediário entre o primeiro e o segundo procedimentos. Em particular,
os dados de alvo fixo são bem descritos e a descrição para altas energias é levemente
melhorada em comparação ao resultado (1), equivalente ao de dipolos (especialmente
os resultados para o quark charme).

Um estudo mais detalhado considerando a parte resolvida do fóton está além do objetivo
da presente análise. Na Ref. [275], onde o formalismo de dipolos de cor é aplicado à foto-
produção de quarks pesados usando o modelo de saturação, é inclúıda uma componente de
dominância de méson vetorial para a estrutura do fóton. Nas Refs. [277, 278], a componente
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Fig. 9.7: Esquerda: O perfil em k⊥ (charme) para a seção de choque não integrada do mo-
delo de saturação para dois procedimentos diferentes no tratamento da constante
de acoplamento e da fração de momentum (vide texto). Direita: O perfil em k⊥
(charme) para a seção de choque da derivada da distribuição de glúon colinear
(parametrização LO GRV98).

resolvida é considerada inclúındo elementos de matriz fora da camada de massa idênticos
aos de hadroprodução de quarks pesados, convolúıdos com as distribuições partônicas não
integradas do próton e do fóton [262, 278], também considerando colisões de dois fótons.
Em nossa análise, consideramos apenas os elementos de matriz da componente direta do
fóton. Segundo os autores da Ref. [279], a componente γ → cc̄ do fóton é inclúıda automa-
ticamente no formalismo de fatorização k⊥, pelo fato de que não há nenhuma restrição no
momentum transverso ao longo da cadeia de evolução. Além disso, é mostrado na Ref. [279],
em particular no cálculo da seção de choque diferencial dσ/dxγ para a produção de mésons
D∗, que parte da contribuição resolvida do fóton é inclúıda efetivamente pelas equações de
evolução BFKL ou CCFM [44, 45, 46, 47], ou seja, está inclúıda na evolução da distribuição
de glúon não integrada, e os elementos de matriz fora da camada de massa contêm somente
a componente direta do fóton. No uso destas abordagens em fotoprodução, a contribuição
resolvida não tem sido inclúıda explicitamente a fim de se evitar dupla contagem, uma vez
que o glúon fora da camada de massa da evolução BFKL já leva em conta uma parte desta
contribuição. Na Fig. 9.6 mostramos qualitativamente as distintas contribuições acima
descritas.

A fim de investigarmos a influência dos procedimentos acima na predição da seção de
choque total e encontrarmos o domı́nio de momentum transverso responsável pela contri-
buição dominante, propomos considerar o perfil em k⊥ da seção de choque não integrada.
Esta quantidade, denotada por W (x,k2

⊥), é obtida desfazendo-se a integração em k2
⊥ na

Eq. (9.21). Na Fig. (9.7) mostramos as funções perfil para o charme, usando o modelo de
saturação (esquerda) e a derivada da distribuição de glúon colinear (direita), para energias
de alvo fixo (fração de momentum x = 10−2) e altas energias (x = 10−4). Para o modelo
de saturação, consideramos dois dos procedimentos acima, a aproximação de dipolos (αs
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Fig. 9.8: Esquerda: O perfil em k⊥ (bottom) para a seção de choque não integrada do mo-
delo de saturação para dois procedimentos direrentes no tratamento da constante
de acoplamento e da fração de momentum (vide texto). Direita: O perfil em k⊥
(bottom) para a seção de choque da derivada da distribuição de glúon colinear
(parametrização LO GRV98).

fixo e x2 = xBj) e a abordagem semidura (αs variável com µ2 = p2
⊥ + m2

Q e x2 = 2xBj).

Em x = 10−2 as funções perfil tem um pico em torno de k2
⊥ ' 0.3 GeV2, ao passo que em

x = 10−4 o pico é deslocado em direção a k2
⊥ ' 1 GeV2. Como esperado dos resultados

para a seção de choque total (Fig. 9.5), os resultados da abordagem semidura têm uma
normalização maior que a no caso de dipolos. Uma caracteŕıstica importante emergindo
destes resultados é a dominância da região de pequeno k2

⊥ para a seção de choque total de
charme. De fato, em altas energias o pico é da ordem da escala de saturação, k2

⊥ ' Q2
s, e

contribuições para k2
⊥ & 10 GeV2 são negligenciáveis.

Para a derivada da distribuição de glúon colinear (denotada por d−Gluon), escolhemos a
escala µ2 = p2

⊥+m2
Q e x2 = 2 xBj . Podemos notar na Fig. (9.7b) o efeito da descontinuidade

na derivada na função de glúon, Eq. (9.31) em Q2
0 = 0.8 GeV2: a função perfil tem

um pico neste valor para k2
⊥ ≥ Q2

0, apresentando pouca variação para k2
⊥ abaixo de Q2

0.
Também podemos notar que o perfil em k⊥ para a derivada da distribuição de glúon é
mais largo que no modelo de saturação. Ainda assim, a principal contribuição vem da
região de pequeno k⊥, embora valores intermediários de momentum transverso também
contribuam consideravelmente. Estes efeitos trarão predições mais próximas dos resultados
experimentais, como veremos abaixo.

Na Fig. (9.8) apresentamos os resultados para o perfil em k⊥ para o quark bottom,
onde comparamos os diferentes procedimentos e funções de glúon não integradas, similar-
mente ao caso do charme. Algumas diferenças são contudo evidentes. Nos cálculos com o
modelo de saturação, os resultados do procedimento de dipolos e do procedimento semiduro
são bastante similares, uma vez que a escala µ2 = p2

⊥ + m2
Q provê uma virtualidade alta

mesmo para momentum transverso pequeno, devido à grande massa do bottom. Com isso,
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a constante de acoplamento fica muito próxima do valor αs = 0.2 em todo o domı́nio de p⊥,
como suposto no modelo de saturação original. Os resultados da derivada da distribuição
de glúon colinear segue o mesmo padrão que no caso do charme, tendo um perfil em k⊥
mais largo em comparação com o modelo de saturação.

O estudo do perfil em k⊥ mostra as regiões dominantes no domı́nio de k⊥ e o efeito de
escolhermos diferentes escalas para o acoplamento e para as frações de momentum longitu-
dinais. Dos perfis discutidos acima, esperamos que o espectro mais largo para a derivada
da função de glúon colinear irá aumentar a normalização da seção de choque total em altas
energias, melhorando a descrição dos dados em comparação com as predições do modelo
de saturação. Motivados por esta expectativa, comparamos a seção de choque total obtida
utilizando a função de glúon não integrada do modelo de saturação e da derivada da função
de glúon colinear. Em ambos os casos a escolha padrão da escala e fração de momentum
é µ2 = p2

⊥ +m2
Q e x2 = 2 xBj . Esta comparação está mostrada na Fig. (9.9) para a seção

de choque total de charme e de bottom. O modelo de saturação subestima os dados de
altas energias, uma vez que o tratamento da evolução QCD não foi considerado no modelo
original. Recentes desenvolvimentos levando em conta a evolução QCD deveriam resolver
este problema [261]. A derivada da distribuição de glúon colinear descreve melhor os dados
de alta energia, uma vez que inclui evolução QCD. Como esperado, está em desacordo com
os dados de baixas energias, uma vez que o conteúdo de valência não foi inclúıdo na análise.
Além disso, verificamos que a função de glúon não integrada toma valores negativos nesta
região. Na parametrização KMR [280], este problema é resolvido via ressoma de correções
virtuais através da introdução do fator de forma de Sudakov,

T (k2
⊥, µ

2) = exp

(

−
∫ µ2

k
2

⊥

αs
2π

dk′
⊥

2

k′
⊥

2

∫ (1−δ)

0

P (z′)dz′

)

, (9.33)

onde P (z) são as funções de desdobramento e δ é um corte infravermelho para evitar sin-
gularidades soft 1/(1 − z) nessas funções.

Para fins de ilustração, também apresentamos os resultados do modelo de pártons, a
abordagem colinear, considerando apenas o processo em LO γg → QQ̄, onde usamos os
valores mc = 1.3 GeV, mb = 4.75 GeV, e µ2 = ŝ. Isto fornece uma descrição razoável
dos dados uma vez que se use massas dos quarks pesados mais baixas, ou alternativamente
considerando correções de mais altas ordens ao cálculo LO. Em contraste, a abordagem
semidura nos dá uma descrição razoável dos dados já em ńıvel LO. A dependência com a
energia é distinta nas duas abordagens: no modelo de saturação tem-se um crescimento
moderado com a energia, ao passo que na abordagem colinear este crescimento é mais
acentuado. A abordagem colinear e o resultado semiduro usando a derivada da função de
glúon apresentam um comportamento similar, com desvios pronunciados apenas na região
de baixas energias, próximo ao limiar de produção.

Por último, calculamos a distribuição em p⊥ para charme e para bottom usando o modelo
de saturação (usando os três procedimentos discutidos acima) e a derivada da distribuição
de glúon colinear em energias de centro de massa de W = 200 GeV. As predições são
mostradas na Fig. (9.10). Uma caracteŕıstica marcante é o comportamento finito e bem
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Fig. 9.9: Os resultados para a seção de choque total de charme e de bottom considerando
o modelo de saturação, a derivada da distribuição de glúon colinear e o modelo
de pártons colinear.

controlado para pequeno momentum transverso, independente da função de glúon não inte-
grada. Reconhecemos também o comportamento decrescente usual da distribuição na região
de grande momentum transverso. Uma das principais vantagens da abordagem semidura é
o fato de se obter resultados finitos no cálculo LO, para momentum transverso nulo. Nossos
resultados são comparáveis aos das Refs.[253, 252], que consideram outras parametrizações
para a função de glúon não integrada. Nossos resultados para o modelo de saturação são
bastante similares, mesmo usando diferentes prescrições para a escala αs e para a fração
de momentum longitudinal, com um leve desvio para momentum transverso mais alto. O
comportamento decrescente para pequeno p⊥ é menos acentuado para o bottom do que para
o charme, devido à maior massa do bottom no argumento de αs. A derivada da distribuição
de glúon colinear (d − Gluon) produz um comportamento similar em p⊥, mas com uma
normalização um pouco mais alta.

9.4 Conclusões

Neste caṕıtulo, apresentamos uma análise fenomenológica original [251] do formalismo de
fatorização k⊥ ou abordagem semidura, aplicado à fotoprodução de quarks pesados. Neste
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Fig. 9.10: Esquerda: A distribuição em p⊥ para charme, do modelo de saturação (usando
três procedimentos distintos) e da derivada da distribuição de glúon colinear
para W = 200 GeV. Direita: O mesmo, para a produção de bottom.

formalismo a seção de choque é dada pela convolução de elementos de matriz fora da ca-
mada de massa com as distribuições de pártons não integradas, F(x2,k

2
⊥). Os elementos

de matriz são atualmente conhecidos em ordem dominante (LO), e incluem a maior parte
dos diagramas NLO e mesmo alguns diagramas em ordem NNLO, do formalismo de fato-
rização colinear. Este fato é vantajoso na produção de quarks pesados, uma vez que cálculos
NLO no formalismo colinear subestimam os dados experimentais (especialmente os dados
do Tevatron para bottom). Existem várias parametrizações para a função de glúon não
integrada baseando-se na solução de equações de evolução ou em considerações fenome-
nológicas. Investigamos o uso da parametrização do modelo de saturação, que nos fornece
um tratamento seguro da região infravermelha e inclui o fenômeno de saturação partônica.
Além disso, os parâmetros ajustados deste modelo são extráıdos dos dados de alta energia
de HERA, portanto os resultados não têm parâmetros livres.

Com o intuito de irmos além da aproximação de logaŕıtmo dominante ln(1/x), conside-
ramos uma constante de acoplamento variável e usamos uma fração de momentum longi-
tudinal adequada no argumento da F . A descrição do dados para a seção de choque total
depende fortemente destes procedimentos. Um ingrediente adicional nos cálculos é um fator
de correção de limiar levando em conta o comportamento em baixa energia. Os melhores
resultados são obtidos com o uso da prescrição µ2 = p2

⊥ + m2
Q e x2 = 2 xBj . Contudo, em

qualquer caso o modelo de saturação subestima ligeiramente os resultados experimentais
de altas energias. Isto se origina do fato de que a evolução QCD não está presente no
modelo original. A fim de investigarmos o papel das emissões partônicas da evolução QCD,
consideramos a derivada da distribuição de glúon colinear, que fornece uma conexão mais
próxima com o formalismo DGLAP. De fato, os resultados para as seções de choque totais
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de charme e bottom estão em bom acordo tanto para baixas quanto para altas energias.
Espera-se que os recentes melhoramentos do modelo de saturação [261] considerando essas
emissões produzam resultados similares.

Verificamos que o estudo do perfil em k⊥ fornece informação importante sobre a região
de momentum transverso dominante para o processo. Para o modelo de saturação, a parte
mais importante da seção de choque apresenta um pico em torno da escala de saturação
k2
⊥ ' Q2

s. O espectro em k⊥ é mais largo para a derivada da distribuição de glúon, G(x2,k
2
⊥).

A distribuição em p⊥ dos quarks pesados produzidos também foi calculada, mostrando os
efeitos da escolha das diferentes prescrições para as escalas consideradas. Os resultados
para o modelo de saturação são bastante similares, mesmo usando diferentes prescrições
para as escalas no argumento de αs e para a fração de momentum longitudinal, com ligeiro
desvio na região de grande momentum transverso. O crescimento da seção de choque ao
se aproximar de valores pequenos de p⊥ é menos acentuado no caso do bottom do que no
caso do charme. A derivada da distribuição de glúon colinear produz um comportamento
em k⊥ similar. O estudo da fotoprodução de quarks pesados no formalismo da abordagem
semidura melhora o entendimento da dinâmica QCD, tanto na região infravermelha quanto
na região perturbativa.
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O objetivo central deste trabalho foi abordar sistematicamente a f́ısica da produção de
quarks pesados em colisões de altas energias, com ênfase nos aspectos perturbativos e não-
perturbativos da Cromodinâmica Quântica, que é a teoria das interações fortes. No âmbito
de colisões hadrônicas, o enfoque principal contitui a produção de quarkonium, um estado
ligado de um par de quarks pesados. Isto envolve tanto f́ısica perturbativa, ligada à produção
de um par de quarks pesados, quanto f́ısica não-perturbativa, na formação de estados ligados
a partir do par produzido perturbativamente. O tratamento desses dois regimes constitui
o ponto central deste trabalho de tese. Para tanto, utilizamos as abordagens perturbativas
dispońıveis na literatura, bem como modelos fenomenológicos para a obtenção do estado
final de quarkonium.

As contribuições originais são apresentadas nos caṕıtulos 4 a 9, com aplicações fenome-
nológicas, modelagem e desenvolvimentos teóricos que contribuem para um melhor enten-
dimento da f́ısica de produção de quarks pesados. Estes trabalhos encontram-se em sua
maioria publicados em revistas internacionais com árbitro [129, 132, 133, 202, 251].

A descrição de eventos difrativos pelo mecanismo de evaporação de cor é apresentada no
caṕıtulo 4, que possui um caráter independente em relação aos caṕıtulos seguintes, podendo
ser entendido como uma aplicação fenomenológica do modelo de evaporação de cor (CEM).
Outrossim, estudamos o processo de produção elástica de quarkonium em colisões fóton-
hádron [132, 133], onde apresentamos uma forma alternativa via CEM para a descrição dos
processos difrativos, descritos correntemente pela abordagem de Pomeron. A dependência
com a distribuição de glúons xg é uma das principais diferenças, sendo quadrática no modelo
de Pomeron e linear no CEM. Nossos resultados mostram que antes de extrair a distribuição
de glúons dos dados de Υ e J/ψ de HERA, deve-se primeiramente determinar a descrição
correta deste processo, por exemplo medindo-se o comportamento com a energia da razão
σΥ/σJ/Ψ, proposta neste trabalho como uma forma de discriminar entre os modelos. Uma
caracteŕıstica distinta entre os modelos é que o CEM prediz um crescimento mais lento
com a energia da razão entre as seções de choque de J/ψ e Υ . Necessita-se contudo de
mais resultados experimentais para que tal observável seja útil na discriminação entre os
modelos.

Os caṕıtulos 5 a 8 constituem o foco central deste trabalho de tese, onde desenvolvemos
extensa fenomenologia da produção de quarkonium em interações hadrônicas. No caṕıtulo 5,
desenvolvemos um estudo abrangente da produção de charmonium em interações hadrônicas
[129], considerando vários aspectos da dinâmica QCD perturbativa e não-perturbativa. A
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metodologia geral desenvolvida foi combinar as abordagens perturbativas para a produção
de um par cc̄, com modelos não-perturbativos para formação de charmonium. Na produção
de pares cc̄, mostramos a importância das contribuições de mais altas ordens em teoria de
perturbação, tanto através de um cálculo NLO, quanto através da aproximação de chuveiros
partônicos a mais altas ordens. Os elementos de matriz completos em NLO estão dispońıveis
num programa computacional, os quais mostramos a sua importância frente a contribuição
de ordem mais baixa. Em energias de alvo fixo, esta grande contribuição origina-se princi-
palmente de emissões de pártons suaves e colineares combinados com correções virtuais de
um laço, podendo ser levada em conta efetivamente através de um fator K global. Assim, os
resultados NLO podem ser reproduzidos com os elementos de matriz em ordem dominante
tendo a massa do quark charme reduzida a fim de aumentar a seção de choque correspon-
dentemente, e podemos usar para fins práticos o Monte Carlo Pythia, de grande utilidade
fenomenológica. A parte da seção de choque correspondente a alto p⊥ do par cc̄ é, contudo,
dominada por diagramas árvore, dispońıveis em O(α3

s) no programa NLO, bem como nos
chuveiros partônicos da abordagem Monte Carlo.

A formação dos estados de charmonium a partir de um par cc̄ é descrita por dinâmica
não-perturbativa, envolvendo processos com transferência de pequeno momentum. A fim
de se obter a magnitude da produção de charmonium é necessário levar-se em conta que
uma fração dos pares cc̄ num estado octeto de cor, mais abundantes, possa ser transformada
num estado singleto de cor. Estas contribuições são consideradas pelos modelos CEM e
SCI, considerados neste estudo. Embora envolvam distintas hipóteses para o tratamento de
interações com glúons de baixo momentum, os resultados obtidos por estes dois modelos
são bastante próximos, o que sugere estarem associados a uma dinâmica não-perturbativa
subjacente, comum aos dois modelos.

Combinando-se CEM ou SCI com o tratamento pQCD, obtemos modelos completos que
descrevem a produção de charmonium observada. Os modelos completos consistem no mo-
delo CEM combinado com um cálculo NLO ou implementado no Monte Carlo Pythia,
bem como na versão padrão do modelo SCI implementado em Pythia. Enquanto que a
abordagem NLO nos permite estudar os efeitos de um cálculo completo até a segunda ordem
dominante, tendo CEM e SCI implementados em Pythia nos permite uma comparação di-
reta entre estes modelos de produção, além de contarmos com as vantagens fenomenológicas
dos geradores de eventos. Nossos resultados envolvem uma grande gama de experimentos,
envolvendo diferentes part́ıculas-feixe e alvos, bem como um largo espectro de energia. Para
o J/ψ produzido em alvo fixo, obtivemos distribuições em xF e p⊥ para feixes de prótons,
antiprótons e ṕıons de várias energias, descrevendo a produção de J/ψ em colisões p-Au,
p-Si, p-Be e p-Cu a 800 GeV, p-Be a 530 GeV, p-Li a 300 GeV, p̄-Li a 300 GeV, p̄-W,
p̄-Cu e p̄-Be a 125 GeV, π−-Be a 515 GeV, π±-Li a 300 GeV, π−-W, π−-Cu e π−-Be a 125
GeV. Também obtivemos distribuições em p⊥ para J/ψ e ψ′ produzidos no colisionador
Tevatron, onde feixes de prótons e antiprótons colidem com energias de 1,8 TeV no sistema
de centro de massa do pp̄. A seção de choque total, bem como as distribuições em xF e p⊥
para J/ψ produzido nos experimentos acima citados, podem ser razoavelmente bem des-
critas no largo espectro de energia coberto por experimentos de alvo fixo e no colisionador
Tevatron. Ao usarmos os elementos de matriz completos em NLO, não há necessidade de
introduzirmos um fator K arbitrário, uma vez que a normalização correta é obtida com
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o CEM usando-se valores convencionais dos parâmetros. O modelo SCI, tendo seu único
parâmetro normalizado por ajuste aos dados de lacunas de rapidez (ou seja, de uma f́ısica
completamente diferente da de produção de quarks pesados), fornece automaticamente a
normalização correta utilizando-se os parâmetros usuais de Pythia. Os desvios entre os
resultados dos modelos e os pontos experimentais não são significativos, mostrando que os
efeitos f́ısicos essenciais na produção de J/ψ são levados em conta nestes tipos de modelos
de trocas suaves de cor, considerados neste trabalho.

Os modelos de produção de charmonium estudados nesta tese, baseados em interações
suaves de cor, descrevem razoavelmente a taxa de produção de J/ψ. Com respeito à
produção de ψ′, os poucos dados dispońıveis indicam que os modelos necessitam algum
input ou refinamento extra. No CEM, determinamos o parâmetro livre ρψ′ , que descreve
tanto dados de alvo fixo quanto do Tevatron. A estat́ıstica de spin falha na descrição de
dados de alvo fixo, o que nos levou a generalizar esta prescrição, no trabalho descrito no
caṕıtulo 6, onde mostramos a importância das interações suaves na formação dos estados
de charmonium em colisões hadrônicas. Neste trabalho, desenvolvemos um modelo mais
elaborado e original [129], que mapeia os pares cc̄ nas ressonâncias de charmonium. A pro-
babilidade de formar um certo estado de charmonium não é dada apenas por estat́ıstica de
spin, mas também por uma correlação entre a massa invariante do par cc̄ e a massa do es-
tado de charmonium. Ressonâncias com massas próximas às do par cc̄ original são portanto
favorecidas e flutuações através do limiar de charme aberto são consideradas. Este modelo
melhora a descrição das taxas relativas de produção de diferentes estados de charmonium,
cuja dependência com a energia é indicada pelos dados.

No caṕıtulo 7, cujos resultados encontram-se publicados na Ref. [202], enfatizamos a
comparação direta entre os modelos de interações suaves (CEM, SCI, GAL, COM), imple-
mentados no Monte Carlo Pythia. Todos estes modelos descrevem a taxa de produção
de J/ψ produzido a grande momento transverso no Tevatron, sendo portanto normalizados
a esta energia. Devido ao fato dos modelos diferirem mais fortemente para valores mais
altos de p⊥ , estendemos os nossos cálculos para fornecer predições para uma região de p⊥
mais alto, que poderá ser alcançada em tomadas de dados de alta luminosidade no Teva-
tron. Dados futuros de maior estat́ıstica poderão então discriminar entre os modelos ou
contribuir para a redução das incertezas nos seus resultados. Com a extrapolação destes
modelos para a energia do futuro LHC, encontramos diferenças significativas nas predições
das seções de choque de produção de J/ψ, de até uma ordem de magnitude. Em particular,
o resultado COM está abaixo dos resultados dos outros modelos. Parte desta diferença está
relacionada com o fato de que o modelo COM está baseado em elementos de matriz NLO,
ao passo que os outros modelos incluem produção de cc̄ em ordens ainda mais altas através
da aproximação de chuveiros partônicos em pQCD.

Também analisamos o J/ψ produzido nas colisões como um rúıdo para estudos de de-
caimentos de mésons B em J/ψ, importantes para estudos de violação CP. Uma estimativa
anterior baseada no modelo COM forneceu uma razão favorável sinal/rúıdo de 4.1. Usando
a maior taxa de produção de J/ψ dos outros modelos, provoca uma redução da razão
sinal/rúıdo. A produção de J/ψ deve portanto ser melhor entendida a fim de se controlar
esta contribuição como um rúıdo para estudos de violação CP.
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No caṕıtulo 8, desenvolvemos um estudo análogo ao dos caṕıtulos 5 e 7, para a famı́lia
do quark bottom. Neste caṕıtulo, estudamos a produção das ressonâncias Υ em colisões
hadrônicas, desde energias de alvo fixo até energias do futuro colisionador LHC do CERN.
Devido a maior massa do quark bottom, esperar-se-ia uma maior confiabilidade dos cálculos
perturbativos, com supressão de incertezas na escolha das escalas de fatorização e renorma-
lização. Contudo, nossos resultados utilizando o cálculo NLO para bottomonium mostram
um déficit na taxa de produção, por um fator 2-3, indo ao encontro de resultados recentes
da literatura quanto à produção de um par de quarks bottom, que apresentam a mesma
discrepância. Uma descrição razoável pode contudo ser obtida para altas energias, com
o uso de modelos fenomenológicos combinados com o formalismo de chuveiros partônicos.
Nas regiões de pT moderado, os modelos fornecem uma boa descrição dos dados do Teva-
tron para as diversas ressonâncias de Υ. No modelo CEM, obtivemos os parâmetros ρΥ a
partir de ajustes aos dados, permitindo obter-se resultados para HERA-B e LHC sem o uso
de parâmetros livres. Nossos resultados mostram que as abordagens perturbativas (NLO
versus chuveiros partônicos) complementam-se nas diversas regiões cinemáticas. Para resul-
tados de alvo fixo em HERA-B, espera-se que a abordagem NLO seja mais eficiente, pois
não há energia abundante para uma evolução estendida dos chuveiros partônicos, com a
produção de um par bb̄ que posteriormente se liga em bottomonium. Contudo, para ener-
gias do Tevatron, os chuveiros partônicos contribuem substancialmente, onde a abordagem
NLO falha por um fator 2-3 em descrever os dados. O déficit na taxa de produção pode
portanto estar relacionado com ordens além da segunda ordem dominante (NLO). Por ser
uma aproximação a mais altas ordens de teoria de perturbação, o mecanismo de chuveiros
partônicos apresenta uma melhor eficiência nas energias do Tevatron. Estando os modelos
ajustados aos dados do Tevatron, podem ser extrapolados para as altas energias do futuro
colisionador LHC do CERN, o que permite analisarmos o seu comportamento com a ener-
gia. Para estas energias, apresentamos predições que concordam em ordem de magnitude,
estando análises mais precisas vinculadas à análise desses dados vindouros.

No caṕıtulo 9, realizamos um estudo do formalismo de fatorização k⊥ ou abordagem
semidura, aplicado à produção perturbativa de quarks pesados em colisões fóton-hádron.
Com análises fenomenológicas originais [251], estudamos o papel do momento transverso dos
pártons dentro dos hádrons de estado inicial, e considerando os pártons participantes do
espalhamento duro estando fora da camada de massa. Neste formalismo, a seção de choque é
dada pela convolução de elementos de matriz fora da camada de massa com as distribuições
de pártons não integradas, F(x2,k

2
⊥). Uma informação importante é a distribuição de glúons

não-integrada, para qual existem várias parametrizações na literatura. Investigamos o uso
da parametrização do modelo de saturação, que inclui uma transição suave entre a f́ısica
perturbativa e não-perturbativa, fornecendo um tratamento seguro da região infravermelha e
incluindo o fenômeno de saturação partônica. Com o intuito de irmos além da aproximação
de logaŕıtmo dominante ln(1/x), consideramos uma constante de acoplamento variável e
usamos uma fração de momentum longitudinal adequada no argumento da F . Os melhores
resultados são obtidos com o uso da prescrição µ2 = p2

⊥ + m2
Q e x2 = 2 xBj . Contudo, em

qualquer caso o modelo de saturação subestima ligeiramente os resultados experimentais
de altas energias. Isto se origina do fato de que a evolução QCD não está presente no
modelo original. A fim de investigarmos o papel das emissões partônicas da evolução QCD,
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consideramos a derivada da distribuição de glúon colinear, fornecendo uma conexão mais
próxima com o formalismo DGLAP. De fato, os resultados para as seções de choque totais de
charme e bottom estão em bom acordo tanto para baixas quanto para altas energias. Espera-
se que os recentes melhoramentos do modelo de saturação considerando essas emissões
produzam resultados similares. Além da seção de choque total, o estudo do perfil em k⊥ e
da distribuição em p⊥ dos quarks pesados fornecem informações adicionais sobre a dinâmica
vigente. Um dos passos mais importantes a ser dado nesta área, consiste na determinação
da distribuição de glúon não integrada, levando em conta efeitos de evolução QCD.

Em suma, esta tese trata da conexão de aspectos perturbativos e não-perturbativos
da QCD, tanto na produção de quarks pesados quanto de estados ligados de quarkonium.
Perspectivas futuras abrem-se com a construção de novos aceleradores como o LHC do
CERN, onde serão necessárias análises mais detalhadas, comparações adicionais e refina-
mento dos modelos para dinâmica QCD, especialmente quanto ao tratamento da QCD
não-perturbativa e do confinamento, um dos problemas mais importantes a serem resolvi-
dos no futuro da f́ısica de part́ıculas. Os resultados obtidos nesta tese contribuem para um
melhor entendimento dos efeitos rećıprocos entre QCD perturbativa e interações suaves de
cor, mostrando efeitos essenciais dessas duas dinâmicas.



Apêndice A

Fórmulas úteis no cálculo NLO

Neste apêndice, relacionamos algumas fórmulas úteis para o cálculo em segunda ordem de
teoria de perturbação (NLO), descrito no caṕıtulo 2.

Expansões em ε e Distribuições

No esquema da regularização dimensional, as divergências aparecem na forma de pólos do
tipo 1/ε. Para isolar estes pólos, uma expansão útil para ε pequeno é a seguinte

1

(1 − z)1+2ε
=

1

(1 − z)1+2ε
−
[

δ(1 − z)

∫ 1

0

dz′

(1 − z′)1+2ε
+

1

2ε
δ(1 − z)

]

, (A.1)

onde os dois termos nos parênteses se cancelam, pois
∫ 1

0
dz′

(1−z′)1+2ε = 1
−2ε

para ε → 0−. O
primeiro e o segundo termo da expressão acima podem ser combinados de forma a definir a
distribuição ‘+’ (vide abaixo), resultando

1

(1 − z)1+2ε
≡

[

1

(1 − z)1+2ε

]

+

− 1

2ε
δ(1 − z) (A.2)

=
1

(1 − z)+

− 2ε

[

ln(1 − z)

(1 − z)

]

+

+ O(ε2) − 1

2ε
δ(1 − z) , (A.3)

onde utilizou-se a expansão

1

(1 − z)2ε
= 1 − 2ε ln(1 − z) + ... . (A.4)

A distribuição ‘+’ é definida por

∫ 1

0

dzf(z)

[

1

1 − z

]

+

≡
∫ 1

0

dz
f(z)

1 − z
−
∫ 1

0

dzf(z)δ(1 − z)

∫ 1

0

dz′

1 − z′

=

∫ 1

0

dz
f(z) − f(1)

1 − z
, que é finita. (A.5)
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Analogamente, no cálculo NLO do caṕıtulo 2, necessita-se isolar os pólos do tipo 1/ε que
aparecem no limite de emissões suaves (momentum nulo) e de emissões colineares. Utiliza-se,
pois, as seguintes expansões para pequeno ε,

(1 − x)−1−ε = − β̃
−4ε

2ε
δ(1 − x) +

(

1

1 − x

)

ρ̃

− 2ε

(

log(1 − x)

1 − x

)

ρ̃

+ O(ε2) (A.6)

(1 − y)−1−ε = −[δ(1 + y) + δ(1 − y)]
(2ω)−ε

2ε

+
1

2

[(

1

1 − y

)

ω

+

(

1

1 + y

)

ω

]

+ O(ε) (A.7)

onde as distribuições nos parênteses são definidas de acordo com as prescrições

∫ 1

ρ̃

h(x)

(

1

1 − x

)

ρ̃

dx =

∫ 1

ρ̃

h(x) − h(1)

1 − x
dx (A.8)

∫ 1

ρ̃

h(x)

(

log(1 − x)

1 − x

)

ρ̃

dx =

∫ 1

ρ̃

[h(x) − h(1)]
log(1 − x)

1 − x
dx (A.9)

∫ 1

ρ̃

h(y)

(

1

1 − y

)

ω

dy =

∫ 1

1−ω

h(y) − h(1)

1 − y
dy (A.10)

∫ −1+ω

−1

h(y)

(

1

1 + y

)

ω

dy =

∫ −1+ω

−1

h(y) − h(1)

1 + y
dy, (A.11)

para uma função teste h(x) suficientemente regular. Definimos β̃ =
√

1 − ρ̃. Os parâmetros
ρ̃ e ω são escolhidos na região ρ < ρ̃ < 1 e 0 < ω ≤ 2. Isto assegura a convergência das
integrações numéricas, com x suficientemente próximo de 1 (limite soft) e y suficientemente
próximo de ±1 (limite colinear).

Integrais relevantes

No cálculo das contribuições suaves, as integrais contendo os fatores eikonais (vw) = v·w
v·kw·k

são do tipo,

I(vw) =

∫

dy dθ2 (1 − y2)−1−ε sin−2ε θ2 [4tkuk(vw)]x=1 . (A.12)



Fórmulas úteis no cálculo NLO 170

As integrais relevantes são

I(p1p2) = −8s
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Funções especiais

• função beta B:

B(α, β) =
Γ(α)Γ(β)

Γ(α + β)
=

∫ 1

0

dyyα−1(1 − y)β−1 (A.14)

=

∫ ∞

0

dyyα−1(1 + y)−α−β (A.15)

• A função dilogaŕıtmo Li2 é definida por:

Li2(x) = −
∫ x

0

dz

z
ln(1 − z) (A.16)

Espaço de fase de duas part́ıculas em n dimensões

∫

PS2(p)

dkdq =

∫

dn−1~k

(2π)n−12k0

dn−1~q

(2π)n−12q0
· (2π)nδn(p− q − k) , (A.17)
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onde kµ = (k0, ~k). Usando dn−1~q
2q0

=
∫

dnqδ+(q2 −Q2), obtém-se

∫
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(A.18)
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)

, (A.19)

onde p2 ≡ ŝ, k2 = 0, k = |~k|. Usando n = 4 − 2ε, obtém-se no sistema c.m. (pµ = (
√
ŝ,~0)),
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∫
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4
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. (A.20)

Utilizando novas variáveis definidas como

z =
Q2

ŝ
, y =

1

2
(1 + cos θ) ⇒ k =

√
ŝ

2
(1 − z) , resulta (A.21)

∫

PS2(p)

dkdq =
1

8π

(

4π

Q2

)ε
zε(1 − z)1−2ε

Γ(1 − ε)

∫ 1

0

dy[y(1− y)]−ε , (A.22)

que é o espaço de fase de duas part́ıculas em n dimensões. O espaço de fase de três part́ıculas
pode ser obtido de forma análoga, resultando na expressão 2.32 do caṕıtulo 2.



Apêndice B

O Método Monte Carlo

O método Monte Carlo pode ser usado tanto no cálculo de integrais quanto na simulação
de processos f́ısicos. Nos dois casos, o procedimento básico consiste em gerar pontos do
espaço de fase pesados pela função a ser integrada ou pela seção de choque diferencial dos
processos a serem simulados.

Técnicas Monte Carlo

A mecânica quântica introduz o conceito de randomicidade no comportamento dos processos
f́ısicos. No geradores de eventos, esta randomicidade pode ser simulada pelo uso de técnicas
Monte Carlo. Existem várias técnicas para simular uma distribuição de probabilidade.

O primeiro ingrediente é a existência de um gerador de números randômicos, geralmente
uma função (e.g.Fortran) que a cada vez que é chamada, retorna como resultado um número
R no intervalo [0, 1]. Combinado com distribuições de probabilidade que podem ser tanto
seções de choque diferenciais como simples integrandos, pode-se gerar o espaço de fase a
partir do qual se faz uma amostragem significativa dos eventos.

Este método é em geral mais eficiente do que métodos numéricos, quando o objetivo é o
cálculo de integrais multidimensionais de funções não triviais. Neste apêndice, descrevemos
técnicas existentes para a obtenção do espaço de fase a partir de funções combinadas com
números randômicos [65, 2].

Seleção a partir de uma distribuição

Seja uma função f(x) não-negativa no domı́nio xmin ≤ x ≤ xmax. Nosso objetivo é selecionar
um valor de x ‘randômico’ tal que a probabilidade num pequeno intervalo dx em torno de
um dado x seja proporcional a f(x) dx. Por exemplo, x pode representar uma ou várias
variáveis do espaço de fase e f(x) pode representar uma seção de choque diferencial para
um dado processo. Neste caso, a tarefa do Monte Carlo é, por um lado, gerar eventos f́ısicos
um a um, e por outro lado estimar a seção de choque total. Existem vários métodos para
gerar o espaço de fase a partir de distribuições, que apresentamos a seguir.
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Método 1: Amostragem Direta

Se for posśıvel encontrar uma função primitiva F (x) com função inversa conhecida
F−1(x), podemos obter um valor de x como segue:

∫ x

xmin

f(x) dx = R

∫ xmax

xmin

f(x) dx

=⇒ x = F−1 (F (xmin) +R(F (xmax) − F (xmin))) . (B.1)

A primeira linha diz que a fração R da área total sob f(x) deve estar à esquerda de x. Este
método está ilustrado na fig.

0

1

0

1

F(x)

F(x)
} f (xk)

x
xk+1xk

u

x
x = F−1(u)

Distribuicao


 continua

Discrete

distribution

u

(b)
Este método é bastante limitado, pois raramente é posśıvel encontrar a função in-

versa. Em alguns casos onde a função não for integrável, pode-se fazer alguma trans-
formação resultando numa função integrável. Seja por exemplo a geração de uma gaussiana
f(x) = exp(−x2). Esta função não é integrável, mas se combinarmos esta gaussiana com
outra distribuição idêntica mas numa segunda variável y, é posśıvel a transformação para
coordenadas polares

f(x) dx f(y) dy = exp(−x2 − y2) dx dy = r exp(−r2) dr dϕ , (B.2)

sendo que as distribuições r e ϕ podem ser geradas facilmente e recombinadas para obter-se
x. Ao mesmo tempo consegue-se um segundo número y, que também pode ser usado. Para
a geração de momentum transverso em fragmentação, isto é muito conveniente, uma vez
que estamos interessados em designar dois graus transversos de liberdade.

Método 2: Acerto-ou-Erro (Hit-or-miss)

Se o máximo de f(x) é conhecido, f(x) ≤ fmax no domı́nio de x considerado, podemos
usar o método de ‘acerto-ou-erro’, que consiste nos seguintes passos:

I. selecionar x com probabilidade even na região permitida, i.e. x = xmin+R(xmax−xmin);

II. comparar um (novo) R com a razão f(x)/fmax; se f(x)/fmax ≤ R, rejeitar o valor de
x e retornar ao ponto 1 para uma nova tentativa;

III. caso contrário, o valor de x mais recente é retido como resposta final.
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C h(x)

C h(x)

f (x)

x

f (x)

Este método está ilustrado na fig. acima. A probabilidade de que f(x)/fmax > R é propor-
cional a f(x); dáı a distribuição correta de valores de x retidos. A eficiência deste método,
i.e. a probabilidade média de que um x será retido, é (

∫

f(x) dx)/(fmax(xmax − xmin)). O
método é aceitável se este número não for muito baixo, i.e. se f(x) não flutua demasiada-
mente.

Freqüentemente, a f(x) tem narrow spikes, e pode nem mesmo ser posśıvel definir uma
fmax. Neste caso, transformações de variáveis podem ser usadas para obter-se uma função
mais suave. Por exemplo, uma função f(x) que diverge como 1/x para x→ 0, com um xmin

próximo de 0, fica praticamente constante se transformada para a variável y = ln x.

Método 3: Amostragem de importância

A estratégia de transformação de variáveis pode ser vista como uma combinação dos
métodos 1 e 2, como segue. Assumindo a existência de uma função g(x), com f(x) ≤ g(x)
sobre o domı́nio de interesse de x. Aqui g(x) é tomada como uma função ‘simples’, tal que
a função primitiva G(x) e a sua inversa G−1(x) são conhecidas. Então (método 3):

I. selecionar um valor de x de acordo com a distribuição g(x), usando o método 1;

II. comparar um (novo) R com a razão f(x)/g(x); se f(x)/g(x) ≤ R, então rejeitar o
valor de x e retornar ao ponto 1 para nova tentativa;

III. caso contrário o valor mais recente de x é retido como resposta final.

Um exemplo deste método está ilustrado na fig. abaixo, onde se faz mais tentativas para
valores de x na região onde a função é mais importante.

C h(x)

C h(x)

f (x)

x

f (x)

Este método funciona, pois o primeiro passo é selecionar x com uma probabilidade
g(x) dx = dG(x) e então reter esta escolha com a probabilidade f(x)/g(x). A probabilidade
total de tomar um valor de x é então o produto das duas probabilidades, f(x) dx.
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Método 4: Se f(x) tem vários spikes (bicos), o método 3 pode funcionar para cada spike
separadamente, mas pode não ser posśıvel encontrar uma g(x) que cubra todo o domı́nio e
ao mesmo tempo tenha uma função primitiva inverśıvel. Vamos contudo assumir que seja
posśıvel encontrar uma função g(x) =

∑

i gi(x), tal que f(x) ≤ g(x) sobre o domı́nio de x
considerado, e que as funçõesgi(x) individuais sejam positivas e simples, ou seja, que seja
posśıvel encontrar as funções primitivas e suas inversas. Neste caso, (método 4):

I. selecionar randomicamente uma partição i, com probabilidades relativas dadas por
pelas integrais

∫ xmax

xmin

gi(x) dx = Gi(xmax) −Gi(xmin) ;

II. para a partição i selecionada, usar o método 1 para encontrar um valor de x, i.e.

x = G−1
i (Gi(xmin) +R(Gi(xmax) −Gi(xmin))) ;

III. comparar um (novo) R com a razão f(x)/g(x); se f(x)/g(x) ≤ R, rejeitar este valor
de x e retornar ao ponto 1 para uma nova tentativa;

IV. caso contrário o valor mais recente de x é retido como resposta final.

Este método é uma extensão trivial do método 3, onde os passos 1 e 2 asseguram que, em
média, cada valor de x da amostragem esteja distribuido de acordo com g(x): o primeiro
passo toma a partição i com probabilidade relativa

∫

gi(x) dx, o segundo passo toma x com
uma probabilidade absoluta gi(x)/

∫

gi(x) dx (aqui a normalização deve ser levada em conta
exatamente); o produto das duas probabilidades é portanto gi(x) e a soma sobre todos os
intervalos i reproduz a função g(x).

Com isso, dispomos de uma abordagem suficientemente powerful para uma grande va-
riedade de problemas. Em geral, para uma função f(x) que possui vários picos (sharp
peaks) em seu domı́nio, o comportamento genérico em cada pico separadamente pode ser
coberto por uma algumas funções mais simples gi(x), que podem ser adicionadas para cobrir
o comportamento básico longe dos picos. Por meio de ums seleção adequada da importância
relativa das diferentes gi’s, é posśıvel encontrar uma função g(x) que reproduz o comporta-
mento geral de f(x), resultando numa eficiência razável do Monte Carlo.

A principal complicação adicional é quando x é uma variável multidimensional. Usual-
mente o problema não é a função f(x) em si, mas sim os contornos do espaço de fase, que
podem ser muito complicados. Se os contornos fatorizam, é posśıvel escolher pontos do
espaço de fase restritos à região desejada. Caso contrário, a região pode ter de ser inscrita
num hiper-retângulo, com pontos tomados de dentro do hiper-retângulo, mas somente reter
estes pontos se estão dentro da região permitida. Isto pode levar a uma significante perda
na eficiência. Transformações de variáveis frequentemente facilitam o tratamento da região
permitida.

Existem dois métodos principais que tratam problemas multidimensionais. O primeiro
método é baseado num ansatz de fatorização, i.e. tenta-se encontrar uma função g(x), maior
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que f(x) em todo domı́nio, e que pode ser fatorizada em g(x) = g(1)(x1) g
(2)(x2) · · · g(n)(xn),

onde x = (x1, x2, . . . , xn). Aqui cada g(j)(xj) pode por sua vez ser uma soma de funções

g
(j)
i , como no método 4 acima. Primeiro, cada xj é selecionado independentemente, e depois

disso a razão f(x)/g(x) é usada para determinar se o ponto gerado deve ou não ser retido.

O segundo método é útil se os contornos da região permitida podem ser escritos numa
forma onde o domı́nio máximo de x1 é conhecido, o domı́nio permitido de x2 depende apenas
de x1, o de x3 somente de x1 e x2, e assim por diante, até xn, cujo domı́nio pode depender
de todas as variáveis precedentes. Neste caso, pode ser posśıvel encontrar uma função g(x)
que pode ser integrada sobre x2 até xn, resultando numa função simples de x1, de acordo
com a qual x1 é selecionado. Feito isto, x2 é selecionado de acordo com uma distribuição que
depende de x1, mas com x3 até xn integrados. Em particular, o domı́nio permitido para x2

é conhecido. O procedimento continua até se chegar em xn, onde a função depende de todos
os valores precedentes de xj . No final, a razão f(x)/g(x) é utilizada para se determinar se
o ponto obtido deve ser retido.

O Algoritmo Veto

Problemas do tipo ‘decaimento radioativo’ são bastante comuns, em particular na aborda-
gem de chuveiros partônicos. Neste tipo de problemas existe uma variável t, que pode ser
pensada como fornecendo uma espécie de eixo temporal ao longo do qual diferentes even-
tos são ordenados. A probabilidade de ‘alguma coisa acontecer’ (ex. um desdobramento
partônico) no tempo t é descrita por uma função f(t) não negativa no domı́nio dos va-
lores de t estudados. Contudo, esta probabilidade näıve é modificada pelo requerimento
adicional de que o evento só poderá ocorrer num tempo t se ainda não ocorreu em tempos
anteriores t′ < t. (Por exemplo, um núcleo não pode decair novamente se já o fez; o posśıvel
decaimento dos produtos é outra questão).

A probabilidade de que nada tenha acontecido até o tempo t é expressa pela função
N (t) e a probabilidade diferencial de que alguma coisa aconteça no tempo t por P(t). A
equação básica é, então,

P(t) = −dN
dt

= f(t)N (t) . (B.5)

Por simplicidade, suponhamos que o processo inicie no tempo t = 0, com N (0) = 1.

A equação acima pode ser resolvida facilmente se notarmos que dN /N = d lnN :

N (t) = N (0) exp

{

−
∫ t

0

f(t′) dt′
}

= exp

{

−
∫ t

0

f(t′) dt′
}

, (B.6)

e assim

P(t) = f(t) exp

{

−
∫ t

0

f(t′) dt′
}

. (B.7)

Para f(t) = c isto nada mais é do que a fórmula do decaimento radioativo, encontrada nos
livros-textos. Em particular, para tempos pequenos a probabilidade de decaimento correta,
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P(t), concorda bem com o input, f(t), pois o fator exponencial é próximo da unidade. Para
maiores valores de t, a exponencial provoca um amortecimento que assegura que a integral
de P(t) nunca exceda a unidade, mesmo que a integral de f(t) o faça. A exponencial pode
ser vista como a probabilidade de que nada aconteça entre o tempo original 0 e o tempo
final t. Na linguagem de chuveiros partônicos, isto corresponde ao chamado fator de forma
de Sudakov.

Se f(t) tem uma função primitiva com uma inversa conhecida, é fácil selecionar valores
de t corretamente:

∫ t

0

P(t′) dt′ = N (0) −N (t) = 1 − exp

{

−
∫ t

0

f(t′) dt′
}

= 1 − R , (B.8)

cuja solução é
F (0) − F (t) = lnR =⇒ t = F−1(F (0) − lnR) . (B.9)

Se f(t) não é suficientemente bem comportada, pode-se tentar encontrar uma função
melhor comportada g(t), com f(t) ≤ g(t) para todo t ≥ 0. Contudo o uso do método 3
com este g(t) não funcionaria, uma vez que o método não levaria em conta corretamente o
termo exponencial em P(t). Ao invés disso é conveniente usar o chamado algoritmo veto:

I. iniciar com i = 0 e t0 = 0;

II. adicionar 1 a i e selecionar ti = G−1(G(ti−1)− lnR), i.e. de acordo com g(t), mas com
o v́ınculo ti > ti−1,

III. comparar um (novo) R com a razão f(ti)/g(ti); se f(ti)/g(ti) ≤ R, então retornar ao
ponto 2 para nova tentativa;

IV. caso contrário ti é retido como resposta final.

Pode não parecer claro por que isto funciona. Considere, contudo, os vários modos os
quais se pode selecionar um tempo espećıfico t. A probabilidade de a primeira tentativa
funcionar, t = t1, i.e. que nenhum valor intermediário de t seja rejeitado, é dada por

P0(t) = exp

{

−
∫ t

0

g(t′) dt′
}

g(t)
f(t)

g(t)
= f(t) exp

{

−
∫ t

0

g(t′) dt′
}

, (B.10)

onde a exponencial multiplicada por g(t) vem da eq. (B.7) aplicada à g, e a razão f(t)/g(t)
é a probabilidade de t ser aceito. Considere agora o caso onde um tempo intermediário t1
seja rejeitado e t = t2 só seja aceito num segundo passo. Isso resulta em

P1(t) =

∫ t

0

dt1 exp

{

−
∫ t1

0

g(t′) dt′
}

g(t1)

[

1 − f(t1)

g(t1)

]

exp

{

−
∫ t

t1

g(t′) dt′
}

g(t)
f(t)

g(t)
,

(B.11)
onde a primeira exponencial multiplicada por g(t1) dá a probabilidade de t1 ser selecionado
primeiro, os parênteses quadrados dão a probabilidade de t1 ser subsequentemente rejeitado,
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a parte seguinte dá a probabilidade que t = t2 seja selecionado partindo de t1, e o fator
final de que t seja retido. Tudo isso tem que ser integrado sobre todos os posśıveis tempos
intermediários t1. As exponenciais dão conjuntamente uma integral sobre o domı́nio de 0 to
t, assim como em P0, e o fator para o passo final sendo aceito é também o mesmo, portando
obtém-se que

P1(t) = P0(t)

∫ t

0

dt1 [g(t1) − f(t1)] . (B.12)

Isto pode ser generalizado. Em P2 deve-se considerar dois tempos intermediários, 0 ≤ t1 ≤
t2 ≤ t3 = t, e assim

P2(t) = P0(t)

∫ t

0

dt1 [g(t1) − f(t1)]

∫ t

t1

dt2 [g(t2) − f(t2)]

= P0(t)
1

2

(
∫ t

0

[g(t′) − f(t′)] dt′
)2

. (B.13)

A última igualdade é mais facilmente vista ao se considerar a região alternativa 0 ≤ t2 ≤
t1 ≤ t, onde os papéis de t1 e t2 foram permutados, e a integral tem portanto o mesmo valor
como na região considerada. Somando-se as duas regiões, contudo, as integrais sobre t1 e
t2 desacoplam, tendo ambas o mesmo valor. Em geral, para Pi, os tempos intermediários i
podem ser ordenados em i! modos diferentes. Portanto a probabilidade total de aceitar t,
em qualquer passo, é

P(t) =

∞
∑

i=0

Pi(t) = P0(t)

∞
∑

i=0

1

i!

(
∫ t

0

[g(t′) − f(t′)] dt′
)i

= f(t) exp

{

−
∫ t

0

g(t′) dt′
}

exp

{
∫ t

0

[g(t′) − f(t′)] dt′
}

= f(t) exp

{

−
∫ t

0

f(t′) dt′
}

, (B.14)

que é a resposta desejada.

Se o processo tiver de ser interrompido em alguma escala tmax, i.e. se o interesse for
obter uma fração N (tmax) dos eventos onde nada acontece (nenhum branching), isso pode
ser facilmente inclúıdo no algoritmo veto: basta iterar até um valor de t como usual, mas
interromper o processo se nenhum desdobramento é encontrado antes de tmax.

Usualmente f(t) também é uma função de variáveis adicionais x. Os métodos da seção
precedente podem ser facilmente generalizados se for posśıvel encontrar uma função ade-
quada g(t, x) com f(t, x) ≤ g(t, x). A g(t) usada no algoritmo veto é a integral de g(t, x)
sobre x. Cada vez que ti for selecionada também um xi é escolhido, de acordo com g(ti, x) dx,
e o ponto (t, x) é retido com probabilidade f(ti, xi)/g(ti, xi).
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[59] BENGTSSON, M.; SJÖSTRAND, T. Coherent parton showers versus matrix-
elements: implications of Petra PEP data. Phys. Lett. B, Amsterdam, v. 185, n. 3/4,
p. 435-440, Feb. 1987.
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[64] MIU, G.; SJÖSTRAND, T. W production in an improved parton-shower approach.
Phys. Lett. B, Amsterdam, v. 449, n. 3/4, p. 313-320, Mar. 1999.
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[123] HÄGLER, P. et al. Towards a solution of the charmonium production controversy:
k(T) factorization versus color octet mechanism. Phys. Rev. Lett., Melville, v. 86, n.
8, p. 1446-1449, Feb. 2001.

[124] YUAN, F.; CHAO, K.-T. Color-singlet direct J/psi and psi’ production at the Fer-
milab Tevatron in the k(t) factorization approach. Phys. Rev. D, Melville, v. 63, n. 3,
034006 4p., Feb. 2001.

[125] SALEEV, V. A. Photoproduction of J/psi mesons at high energies in parton model
and k(T)-factorization approach. Phys. Rev. D, Melville, v. 65, n. 5, 054041 7p., Mar.
2002.

[126] GAVAI, R. et al. Quarkonium production in hadronic collisions. Int. J. Mod. Phys.
A, Singapore, v. 10, n. 20/21, p. 3043-3070, Aug. 1995.

[127] SCHULER, G. A.; VOGT, R. Systematics of quarkonium production. Phys. Lett.
B, Amsterdam, v. 387, n. 1, p. 181-186, Oct. 1996.

[128] GREGORES, E. M.; HALZEN, F.; EBOLI, O. J. Prompt charmonium production
in Z decays Phys. Lett. B, Amsterdam, v. 395, n. 1/2, p. 113-117, Mar. 1997.

[129] MARIOTTO, C. B.; GAY DUCATI, M. B.; INGELMAN, G. Soft and hard QCD
dynamics in hadroproduction of charmonium. Eur. Phys. J. C, Berlin, v. 23, n. 3, p.
527-538, Apr. 2002.

[130] EBOLI, O. J.; GREGORES, E. M.; HALZEN, F. Color evaporation description of
inelastic photoproduction of J/ psi at DESY HERA. Phys. Rev. D, Melville, v. 67, n.
5, 054002 5p., Mar. 2003.

[131] EBOLI, O. J.; GREGORES, E. M.; MIZUKOSHI, J. K. Testing color evaporation in
photon photon production of J/psi at CERN LEP II. Phys. Rev. D, Melville, v. 68, n.
9, 094009 5p., Nov. 2003.

[132] GAY DUCATI, M. B.; MARIOTTO, C. B. The color evaporation model in diffractive
J/psi photoproduction. Phys. Lett. B, Amsterdam, v. 464, n. 3/4, p. 286-292, Oct.
1999.



Referências 188

[133] GAY DUCATI, M. B.; GONCALVES, V. P.; MARIOTTO, C. B. Color evaporation
and elastic Υ photoproduction at DESY HERA. Phys. Rev. D, Melville, v. 65, n. 3,
037503 4p., Feb. 2002.

[134] EBOLI, O. J. P.; GREGORES, E. M.; HALZEN, F. Color evaporation induced
rapidity gaps. Phys. Rev. D, Melville, v. 61, n. 3, 034003 9p., Feb. 2000.

[135] EDIN, A.; INGELMAN, G.; RATHSMAN, J. Soft colour interactions as the origin
of rapidity gaps in DIS. Phys. Lett. B, Amsterdam, v. 366, n. 1/4, p. 371-378, Jan.
1996.

[136] EDIN, A.; INGELMAN, G.; RATHSMAN, J. Unified description of rapidity gaps
and energy flows in DIS final states. Z. Phys. C, Berlin, v. 75, n. 1, p. 57-70, June
1997.

[137] INGELMAN, G.; EDIN, A.; RATHSMAN, J. LEPTO 6.5: a Monte Carlo generator
for deep inelastic lepton-nucleon scattering. Comput. Phys. Commun., Amsterdam, v.
101, n. 1/2, p. 108-134, Apr. 1997.

[138] ENBERG, R.; INGELMAN, G.; TIMNEANU, N. Rapidity gaps at HERA and the
Tevatron from soft colour exchanges. J. Phys. G: Nucl. Part. Phys., Bristol, v. 26, n.
5, p. 712-715, May 2000.

[139] ENBERG, R.; INGELMAN, G.; TIMNEANU, N. Soft color interactions and diffrac-
tive hard scattering at the Fermilab Tevatron. Phys. Rev. D, Melville, v. 64, n. 11,
114015 19p., Dec. 2001.

[140] Homepage do grupo Theoretical High Energy Physics, Uppsala University. Dispońıvel
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