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Agradecimentos
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Resumo

O regime de altas energias (pequeno x) da Cromodinâmica Quântica (QCD) tem sido in-
tensamente investigado através de experimentos de colisão em altas energias. Neste regime
espera-se que efeitos não lineares determinem o comportamento dinâmico do conteúdo de
quarks e glúons no interior dos hádrons. Como uma consequência da dinâmica não linear,
espera-se que o crescimento da distribuição de pártons sature. A descrição do regime de
saturação é dada pelo Condensado de Vidros de Cor (CGC), que é uma teoria efetiva
que descreve a QCD em altas energias. Em particular, conjectura-se que o ambiente nu-
clear amplifique os efeitos de saturação, tornando a distinção entre os regimes linear e não
linear mais clara. A saturação desempenha um papel fundamental no espalhamento di-
frativo profundamente inelástico, dada a forte dependência deste processo na distribuição
de glúons. Como um exemplo de um processo difrativo exclusivo, temos o espalhamento
Compton profundamente virtual (DVCS). Este processo foi estudado em espalhamento
elétron-próton no colisor HERA, e devido a clara assinatura experimental dos processos
exclusivos, ele também deve ser um importante observável para provar a saturação em
futuros colisores elétron-́ıon. A fim de provar a importância dos efeitos de saturação na
f́ısica de altas energias, neste trabalho calculamos a seção de choque DVCS, em processos
ep e eA, utilizando diferentes modelos baseados no CGC. No caso elétron-próton, nossos
resultados descrevem os dados atuais do HERA para a seção de choque. No caso nuclear,
apresentamos predições para as seções de choque total e distribuições diferenciais em mo-
mentum transferido, para interações coerente e incoerente, no regime cinemático que será
provado pelos futuros colisores eRHIC e LHeC. Nossos resultados indicam que as predições
para o DVCS são fortemente dependentes do modelo utilizado para descrever a interação
dipolo-hádron, principalmente na região de transição entre os regimes linear e não linear.
Nossos resultados também indicam que a análise da distribuição no momentum transferido
permitirá separar processos coerentes e incoerentes, sendo a razão entre estes processos
fortemente dependente na virtualidade e no número atômico.

Palavras-chave: Cromodinâmica Quântica; f́ısica de altas energias; saturação partônica;
espalhamento Compton profundamente virtual; difração.

i



Abstract

The regime of high energies (small x) of the quantum chromodynamics (QCD) has been
intensively investigated in experiments at high collision energies. In this regime it is
expected that nonlinear effects determine the dynamic behavior of quarks and gluons
inside the hadrons. As a consequence of the nonlinear dynamics, it is expected that
the growth of the distribution of partons saturate. The description of the saturation
regime is given by the Color Glass Condensate (CGC), which is an effective theory which
describes the QCD at high energies. In particular, it is conjectured that the nuclear
medium amplify the effects of saturation, rendering the distinction between the linear and
nonlinear regimes clearer. The saturation plays a key role in diffractive deep inelastic
scattering, given the strong dependence of this process in the gluon distribution. As an
example of an exclusive diffractive process, we have the deeply virtual Compton scattering
(DVCS). This process was studied in the electron-proton scattering at the HERA collider,
and because of the clear experimental signature of exclusive processes, it should also be an
important observable to prove the saturation in future electron-ion colliders. In order to
prove the importance of the saturation effects in the high energy physics, in this work we
calculate the DVCS cross section in ep and eA processes using different models based on
the CGC. In the electron-proton case, our results describe the current HERA data to the
cross section. In the nuclear case, we present predictions for the total cross sections and
differential momentum transferred distributions for coherent and incoherent interactions in
the kinematical range which will be probed by the future eRHIC and e LHeC colliders. Our
results indicate that the predictions for DVCS are strongly dependent on the model used
to describe the dipole-hadron interaction, mainly in the region of transition between the
linear and nonlinear regimes. Our results also indicate that the analysis of the transferred
momentum distribution will allow to separate the coherent and incoherent processes, being
the ratio between these processes strongly dependent on the photon virtuality and the
atomic number.

Key-words: Quantum Chromodynamics; high energy physics; parton saturation; deeply
virtual Compton scattering; diffraction.
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5.5.3 Solução numérica da rcBK . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 53
5.5.4 Comparação entre os modelos de N . . . . . . . . . . . . . . . . . . 54
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Caṕıtulo 1

Introdução

A dinâmica interna dos hádrons é descrita pela teoria das interações fortes, a Cromo-
dinâmica Quântica (QCD), através de equações de evolução para as funções de distribuição
partônica. No regime de altas energias, as equações de evolução linear levam a resulta-
dos que violam a unitariedade da seção de choque. Para altas energias, a QCD prevê
que o sistema hadrônico tenha uma alta densidade partônica, cuja presença deverá levar
do regime dinâmico linear a um regime não linear. Neste regime espera-se que ocorra
a limitação na máxima densidade partônica que pode ser alcançada na função de onda
hadrônica/nuclear (saturação partônica), caracterizada por valores muito altos da intensi-
dade de campo forte, formando um estado denominado de Condensado de Vidros de Cor
(CGC). Nesta situação, o número de glúons por unidade de volume do espaço de fase pra-
ticamente satura e, para grandes densidades, cresce lentamente com a energia, implicando
numa grande modificação da distribuição de glúons se comparada com as predições da
dinâmica linear. A existência do regime de saturação, bem como de uma escala de mo-
mentum na qual ele deve ocorrer (escala de saturação Qs), foi predita a muitos anos atrás,
mas somente na última década que as equações que fornecem uma descrição completa do
regime de saturação foram obtidas.

Uma extensa fenomenologia baseada na f́ısica de saturação foi desenvolvida recente-
mente, a qual descreve com sucesso os dados experimentais dos colisores elétron-próton
DESY-HERA e deuteron-núcleo/núcleo-núcleo BNL-RHIC. Dois importantes desafios teó-
ricos presentes correntemente são a determinação da região cinemática de validade do re-
gime de saturação e a aplicação deste para colisões elétron-núcleo. Tendo em vista que em
colisões elétron-núcleo a escala de saturação deve ser amplificada por um fator A1/3, onde
A é o número de massa do núcleo, esperamos que seja mais simples discriminar a presença
dos efeitos não lineares associados e vincular a dinâmica presente neste novo regime.

A fim de provar a dinâmica de interações fortes em altas energias, o espalhamento
Compton profundamente virtual (DVCS) foi estudado no HERA em processos elétron-
próton. De uma maneira geral, esse processo é determinado pelo conteúdo de glúons do
alvo, o qual está fortemente sujeito a efeitos de saturação partônica. Em particular, a seção
de choque para o DVCS é proporcional ao quadrado da amplitude de espalhamento, que
por sua vez é fortemente senśıvel à dinâmica de interações fortes. Neste trabalho utiliza-
mos a representação de dipolos de cor, que permite escrever a amplitude de espalhamento
fóton-próton de forma fatorizada, com a interação forte descrita por um único termo, a
amplitude de espalhamento de dipolo. Nesta representação, o fóton emitido pelo elétron
oscila em um par quark-antiquark (dipolo de cor) que, por sua vez, interage com o alvo.
A amplitude de espalhamento de dipolo é descrita pela equação de Balitsky-Kovchegov
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(BK) e por modelos fenomenológicos.
Neste trabalho calculamos a seção de choque para o processo DVCS, em espalhamentos

elétron-próton e elétron-núcleo. Mostramos que esta abordagem é capaz de descrever os
dados experimentais do HERA, e que a f́ısica de saturação é relevante para observáveis
exclusivos em futuros colisores elétron-próton/elétron-núcleo, como o CERN-LHeC e o
BNL-eRHIC.

No caso de processos elétron-próton utilizamos cinco diferentes modelos para a des-
crição da amplitude de espalhamento de dipolo. Analisamos a dependência do tamanho
do dipolo no estudo da função peso, e por fim calculamos a seção de choque total do
DVCS. Nossos resultados descrevem os dados experimentais do HERA, entretanto, tais
dados não permitem distinguir entre os modelos. Esta distinção deve ser posśıvel com da-
dos experimentais no regime de energias mais elevadas, onde os resultados de cada modelo
mais diferem.

No caso nuclear, além da seção de choque total, estendemos nossos cálculos para a
seção de choque diferencial em função do momentum transferido no vértice hadrônico.
Em espalhamentos eA consideramos os dois posśıveis processos: um no qual o núcleo per-
manece intacto (difração coerente) e outro onde o núcleo dissocia (difração incoerente).
Os resultados indicam que a análise da distribuição no momentum transferido permitirá
diferenciar entre processos coerentes e incoerentes, sendo a razão entre esses processos
fortemente dependente da virtualidade do fóton e do tamanho do núcleo. A distinção
entre a contribuição de cada um desses processos difrativos, coerente e incoerente, será
um desafio experimental. Portanto, o controle teórico da contribuição de cada um deles
é muito importante. Nossos resultados indicam que as predições para o DVCS são for-
temente dependentes do modelo utilizado, principalmente na região de transição entre os
regimes linear e não linear.

Neste trabalho utilizamos unidades naturais, com ~=c=1. As quantidades transforma-
das com frequência são comprimento e área, dadas respectivamente por: 5,07 GeV−1=1 fm
e 1 GeV−2=0,389 mb. Para os quadrivetores xµ=(t, ~x), não utilizaremos o prefixo “qua-
dri”. Por exemplo, vamos nos referir ao quadrimomentum pµ apenas como momentum,
já quando estivermos nos referindo às componentes espaciais ~p, utilizamos o prefixo “tri”,
como em trimomentum. Empregamos a notação slash de Feynman /p :=γµp

µ, bem como a
regra de soma de Einstein para ı́ndices repetidos, A·B=AµBµ=A

1B1+A
2B2+A

3B3+A
4B4.

Esta dissertação está organizada da seguinte forma:
No Cap.2 revisamos a estrutura hadrônica, que é provada com o uso do espalhamento

profundamente inelástico (DIS). O DIS leva a constatação de que os hádrons são formados
por part́ıculas puntiformes, chamadas de pártons. Na QCD, os pártons são identificados
como quarks e glúons, que interagem via força forte. A dinâmica hadrônica é então descrita
por equações de evolução para as funções de distribuição de partônicas (PDF), chamadas
de equações de Dokshitzer-Gribov-Lipatov-Altarelli-Parisi (DGLAP).

No Cap.3 descevemos o DIS para processos difrativos. Apresentamos os elementos
utilizados para descrever essa classe de processos, bem como sua assinatura experimental.
Também tratamos os processos exclusivos e a forma como estes provam diferentes regimes
dinâmicos.

No Cap.4 apresentamos a representação de dipolos de cor, que descreve a seção de cho-
que de forma fatorada, com a interação forte descrita pela amplitude de espalhamento de
dipolo de cor, que está relacionada com o setor de glúons das PDFs. Também é feita uma
análise qualitativa comparando as seções de choque inclusiva e difrativa, quando assume-se
que a amplitude de espalhamento de dipolo deixa de crescer quando consideramos dipolos
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grandes.
No Cap.5 estudamos a dinâmica partônica no regime de altas energias, no qual o tra-

tamento com equações de evolução linear falha. Aqui é introduzida a dinâmica não linear,
descrita inicialmente pela equação de Gribov-Levin-Ryskin (GLR), que considera efeitos
saturação no regime de altas densidades partônicas. O estado da arte deste regime é des-
crito pela teoria efetiva da QCD em altas energias, o CGC. Tal teoria leva à equação não
linear de Balistsky-Kovchegov, que faz a evolução da amplitude de espalhamento de dipolo.
Aqui também são apresentados modelos fenomenológicos para a descrição da amplitude
de espalhamento de dipolo. Por fim é feita uma análise qualitativa para a razão entre as
seções de choque difrativa e inclusiva, considerando descrições com e sem saturação. Nesta
análise contata-se a importância da saturação na descrição da f́ısica de altas energias.

No Cap.6 aplicamos o formalismo visto nos caṕıtulos anteriores na descrição do DVCS
em processos de espalhamento elétron-próton. Aqui nossos primeiros resultados são obti-
dos no estudo da função peso do DVCS, onde analisamos a importância do tamanho do
dipolo de cor, para diferentes modelos, em função da virtualidade e da energia. Por fim
calculamos a seção de choque do DVCS e comparamos nossos resultados com os dados
experimentais do HERA.

No Cap.7 descrevemos a seção de choque DVCS para processos de espalhamento
elétron-núcleo. Aqui são descritos os dois tipos de processos difrativos presentes no ambi-
ente nuclear: coerente e incoerente. Além da seção de choque total, também calculamos
a seção de choque diferencial no momentum transferido. Analisamos a dependência de
cada tipo de processo na energia, virtualidade e tamanho do núcleo. Também calculamos
a razão entre os processos coerentes e incoerentes, bem como a distribuição de cada um
deles no momentum transferido. Por fim apresentamos nossas predições para as seções de
choque total e diferencial, no regime cinemático dos futuros colisores elétron-́ıon.

No Cap.8 sintetizamos o estudo feito neste trabalho, e avaliamos as perspectivas para
posśıveis extensões deste trabalho.

Os resultados parciais deste trabalho foram apresentados no I Encontro de F́ısicos
do Sul em Curitiba-PR, na XXV Reunião de Trabalhos sobre Interações Hadrônicas em
Campinas-SP e na XVIII Semana Acadêmica da F́ısica (UFPel) em Pelotas-RS. Os resulta-
dos completos deste trabalho serão apresentados em breve no Encontro de Pós-Graduação
da XIII Mostra de Produção Universitária (FURG) em Rio Grande-RS e no XVI Encontro
de Pós-Graduação (UFPel) em Pelotas-RS. Salientamos que o artigo contendo os resulta-
dos dos Cap.6 e 7 está sob elaboração.
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Caṕıtulo 2

A estrutura dos hádrons

Neste caṕıtulo será feita uma revisão da estrutura hadrônica no limite de altas energi-
ais. Para explorar este regime, utiliza-se o espalhamento profundamente inelástico lépton-
núcleon. Tal abordagem leva a um modelo que descreve os hádrons como objetos formados
por part́ıculas sem estrutura, chamadas de pártons. Este modelo prediz uma propriedade
de escalonamento, na qual a estrutura dos hádrons é função apenas da fração de momentum
portada pelos pártons. Quando comparado aos dados experimentais, este escalonamento
mostra-se válido apenas em um regime cinemático restrito. Para explicar a violação de es-
calonamento, é necessário incluir processos dinâmicos associados a interação forte, os quais
são descritos pela Cromodinâmica Quântica. Esta é uma teoria de calibre não abeliana, e
a inclusão de seus bósons de interação leva a novos efeitos, ausentes no modelo de pártons.
Tal teoria nos fornece as equações de evolução para a distribuição de pártons dentro do
nucleon, chamadas equações Dokshitzer-Gribov-Lipatov-Altarelli-Parisi (DGLAP).

2.1 Espalhamento profundamente inelástico

O melhor modo de investigar a estrutura do próton é colidindo-o com uma part́ıcula
sem estrutura, como o elétron. Quando a virtualidade Q2 =−q2 do fóton trocado entre
o hádron e o elétron satisfaz Q2≫M2, e a massa invariante W do sistema fóton-hádron
satisfaz W 2≫M2, onde q é o momentum do fóton eM é a massa do hádron, esse processo
recebe o nome de espalhamento profundamente inelástico (deep inelastic scattering - DIS).
Se o próton fosse uma part́ıcula puntual de spin 1/2, a análise do espalhamento elétron-
próton seria simples, visto que a amplitude de espalhamento M , e por sua vez a seção de
choque σ, dada por

σ ∝ |M |2
(fluxo inicial)

(número de estados finais), (2.1)

seria escrita em termos de um produto de dois tensores leptônicos Lµν , o qual é co-
nhecido da Eletrodinâmica Quântica (Quantum Electrodynamics - QED), assim teŕıamos
|M |2 ∝LµνLµν . Mas essa abordagem é inadequada, uma vez que o próton possui estru-
tura, portanto um tensor hadrônicoW µν é introduzido para parametrizar nossa ignorância
sobre a estrutura do próton, de forma que ficamos com |M |2∝LµνWµν [1].

Antes de escrever uma forma geral para o W µν , vamos identificar as variáveis ci-
nemáticas do processo de espalhamento inelástico elétron-próton1, apresentado na Fig.2.1.

1 Este tratamento é válido no regime em que Q2<M2

Z0 , onde MZ0 é a massa do bóson Z0 da interação
fraca de corrente neutra, por isso, desconsideramos a troca de um Z0 entre o elétron e o próton.
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e(k) e(k′)

γ(q)

p(p)

W (p′)

Figura 2.1: Espalhamento elétron-próton profundamente inelástico.

Tem-se que p é o momentum inicial do próton, p′ é o momentum do estado final X (de
massa invariante W ) resultante da fragmentação do próton, k é o momentum inicial do
elétron, k′ é o momentum final do elétron, e q é momentum do fóton que é trocado entre
o elétron e o próton. Também podemos idenficar as energias de centro de massa ao qua-
drado: s=(k+p)2 para o sistema lépton-próton eW 2=(q+p)2 para o sistema fóton-hádron.
O vértice hadrônico depende de três variáveis cinemáticas, p, p′ e q, mas devido a con-
servação de momentum há um v́ınculo entre essas variáveis e podemos escrever p+q=p′.
Desta forma tem-se que o tensor W µν depende apenas de duas variáveis independentes.
O tensor hadrônico é constrúıdo a partir da forma mais geral para um tensor de segunda
ordem em termos de duas variáveis independentes,

W µν = −W1g
µν +

W2

M2
pµpν +

W4

M2
qµqν +

W5

M2
(pµqν + pνqµ) , (2.2)

tal que a contribuição antissimétrica é omitida, uma vez queW µν aparece sempre contráıdo
com o tensor simétrico Lµν na seção de choque de espalhamento elétron-próton. Os fatores
de massa do próton (M) são adicionados apenas para que todos os Wi possuam a mesma
dimensão. Devido a conservação de corrente no vértice hadrônico, qµW

µν =0, os quatro
Wi não são independentes. Isto implica que podemos escrever W4 e W5 em termos de W1

e W2, de forma que somos levados à

W µν =W1

(

−gµν + qµqν

q2

)

+
W2

M2

(

pµ +
p · q
q2

qµ
)(

pν +
p · q
q2

qν
)

, (2.3)

tal queW1 eW2 são duas funções de estrutura inelásticas, as quais são funções das variáveis
escalares de Lorentz que podem ser constrúıdas dos momenta do vértice hadrônico [2].

O vértice superior da Fig.2.1 contribui à seção de choque com o tensor leptônico Lµν ,
que pode ser obtido das regras de Feynman para QED, a saber,

Lµν =
1

2

∑

spins

[ū (k′) γµu (k)] [ū (k′) γνu (k)]
†

(2.4)

onde u é o espinor associado ao elétron entrando no vértice, ū é o espinor associado ao
elétron saindo do vértice, e γµ são as matrizes de Dirac. Utilizando o truque de Casimir
podemos escrever a média sobre spins em termos de traços de matrizes de Dirac e dos
momenta, que leva a seguinte expressão para o tensor leptônico [1]:

Lµν = 2
[
k′µkν + k′νkµ + gµν

(
m2 − k′ · k

)]
. (2.5)
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De posse dos tensores W µν e Lµν podemos escrever a amplitude de espalhamento não
polarizado 〈|M |2〉, que é a média sobre todos os spins iniciais com a soma sobre todos os
spins finais,

〈|M |2〉 = e4

q4
LµνWµν , (2.6)

tal que no referencial do laboratório temos

LµνWµν = 4EE ′

[

W2

(
ν, q2

)
cos2

θ

2
+ 2W1

(
ν, q2

)
sin2 θ

2

]

, (2.7)

onde E é a energia do elétron incidente, E ′ é a energia do elétron espalhado, θ é o ângulo
de espalhamento entre eles e ν=p·q/M . Incluindo o fator de fluxo e o fator de espaço de
fase para esse espalhamento, somos levados a seguinte seção de choque diferencial,

dσ

dE ′dΩ
=

α2
em

4E2 sin4(θ/2)

[

W2

(
ν, q2

)
cos2

θ

2
+ 2W1

(
ν, q2

)
sin2 θ

2

]

, (2.8)

onde αem = e2/4π é a constante de acoplamento eletromagnética. Uma abordagem mais
geral, incluindo os vetores de polarização do fóton, permite separar a seção de choque em
termos de seções de choque transversal e longitudinal, o que leva à

σT = σ0W1(ν, q
2) e σL = σ0

[(

1− ν2

q2

)

W2(ν, q
2)−W1(ν, q

2)

]

, (2.9)

onde σ0=4π2αem/(W
2+M2) [2].

2.2 Modelo de pártons e escalonamento de Bjorken

Supondo que o próton possui subestrutura, sendo composto por part́ıculas puntuais
(denominadas pártons), ao aumentarmos a energia do fóton (maior q2) estaremos aumen-
tando o poder de resolução da interação, ou seja, ao sondar o próton com um fóton de
menor comprimento de onda, esse fóton pode interagir diretamente com os constituintes
do próton que possuam carga elétrica. Quando isto acontecer, a interação elétron-próton
irá se comportar da mesma forma que a interação elétron-múon, ou seja, o elétron estará
interagindo com uma part́ıcula eletricamente carregada e portando spin 1/2. Então o es-
palhamento elétron-párton carregado é análogo ao espalhamento elétron-múon2. A seção
de choque diferencial para o espalhamento elétron-múon é dada por

dσ(eµ→ eµ)

dE ′dΩ
=

4α2
emE

′2

q4

[

cos2
θ

2
− q2

2m2
sin2 θ

2

]

δ

(

ν +
q2

2m

)

, (2.10)

onde m é a massa do múon. Já seção de choque elétron-próton (2.8) pode ser escrita como

dσ(ep→ ep)

dE ′dΩ
=

4α2
emE

′2

q4

[

W2

(
ν, q2

)
cos2

θ

2
+ 2W1

(
ν, q2

)
sin2 θ

2

]

. (2.11)

Portanto, quando o fóton atingir determinada energia, a seção de choque elétron-próton
(2.11) se comportará como a seção de choque elétron-múon (2.10) [2]. Assim, comparando

2 Essa interação é bem conhecida, visto que sua amplitude é a contração de dois tensores leptônicos
(2.5).
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k′

q

p X

xp xp + q

Figura 2.2: Diferente do caso da Fig.2.1, um fóton com maior virtualidade interage dire-
tamente com um dos constituintes do nucleon.

essas duas expressões, espera-se que neste limite as funções de estrutura do próton tornem-
se

2W puntual
1 =

Q2

2m2
δ

(

ν − Q2

2m

)

, (2.12)

W puntual
2 = δ

(

ν − Q2

2m

)

, (2.13)

onde m é a massa do párton. Assim, para grande Q2, o espalhamento inelástico elétron-
próton é visto como um espalhamento elástico fóton-párton, como apresentado na Fig.2.2.
Podemos reescrever 2mW puntual

1 e νW puntual
2 e deixá-los em termos apenas de Q2/2mν.

Após isso, fazendo uma mudança de escala (da massa m do quark para massa M do
próton), escrevemos (2.12) e (2.13) como funções apenas da variável x,

x =
Q2

2p · q =
Q2

2Mν
, (2.14)

ou seja, para grande Q2 temos

MW1(ν,Q
2)−→ F1(x), (2.15)

νW2(ν,Q
2)−→ F2(x). (2.16)

Esta dependência - no regime cinemático ν,Q2→∞ - das funções de estrutura ape-
nas na variável x, e não mais em Q2 e ν independentemente, foi mostrada por Bjorken
para o nucleon constitúıdo de férmions (part́ıculas de spin semi-inteiro) puntiformes não
interagentes [3]. Tal propriedade recebe o nome de escalonamento de Bjorken (Bjorken
scaling), e pode ser vista na Fig.2.3, para valores de x≈0,1. Posteriormente essa variável,
que recebe o nome de x de Bjorken, foi identificada como sendo a fração de momentum
do próton portada pelo párton [2]. Ela pode ser escrita em termos da massa invariante do
sistema γp,

x =
Q2

W 2 +Q2 −M2
≃ Q2

W 2 +Q2
, (2.17)

sendo esta uma aproximação usual, uma vez que W 2≫M2 (e normalmente W 2≫Q2) nas
condições cinemáticas do HERA. Em particular, neste trabalho estamos interessados no
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“regime de pequeno x” (x≪1), que é o regime de altas energias (W 2≫Q2):

x ≃ Q2

W 2
≪ 1 quando W 2 ≫ Q2. (2.18)

O modelo de pártons foi formulado por Bjorken [3,4] e Feynman [5], antes do advento
da QCD. Este modelo é baseado na suposição de que o fóton virtual é espalhado incoe-
rentemente3 pelos constituintes internos do nucleon, os quais são tratados como part́ıculas
livres. Assim, o fóton advindo do lépton interage apenas com um párton, sem perturbar
os demais. Desta forma, a seção de choque fóton-próton é a soma incoerente das seções de
choque de espalhamento dos componentes individuais do alvo. Então, introduzindo fi(ξ)
como a função de distribuição partônica (Parton Distribution Function - PDF), a qual
representa a densidade de probabilidade de encontrar um párton i carregando uma fração
ξ do momentum longitudinal do próton, podemos escrever a seção de choque diferencial
de forma fatorizada:

dσ =
∑

i

∫

x

dξfi(ξ)dσ̂

(
x

ξ

)

, (2.19)

onde dσ̂ é a seção de choque do espalhamento fóton-párton [6]. A notação chapéu conti-
nuará sendo usada neste trabalho para distinguir as quantidades relacionadas à interações
fóton-párton daquelas relacionadas ao espalhamento fóton-próton.

Podemos reescrever (2.15) e (2.16) em termos de (2.12) e (2.13) para um párton
portando uma fração x do momentum do próton, tal construção nos leva à

νW2(ν,Q
2)−→ F2(x) =

∑

i

e2ixfi(x), (2.20)

MW1(ν,Q
2)−→ F1(x) =

1

2x
F2(x), (2.21)

sendo a proporcionalidade entre as funções de estrutura F1(x) e F2(x) chamada de relação
de Callan-Gross [8].

Quando dados experimentais de DIS [9] confirmaram as previsões de Bjorken [4], mos-
trando que F1 e F2 dependiam apenas de x, esse resultado foi interpretado por Feyn-
man [5, 10] como uma evidência de que o próton é composto por part́ıculas elementares
puntiformes: os pártons [11].

A fim de manter a ligação entre funções de estrutura e seção de choque, utilizamos
(2.20) e (2.21) em (2.9), de forma que obtemos

σT (x,Q
2) = σ02xF2(x,Q

2) e σL(x,Q
2) = σ0

[
F2(x,Q

2)− 2xF1(x,Q
2)
]
, (2.22)

definindo então as funções de estrutura transversal e longitudinal como

FT (x,Q
2) = 2xF1(x,Q

2) e FL(x,Q
2) = F2(x,Q

2)− 2xF1(x,Q
2), (2.23)

podemos escrever a seção de choque como

σL,T (x,Q
2) =

4π2αem

Q2
FL,T (x,Q

2), (2.24)

3 O espalhamento ser incoerente implica que a seção de choque total fóton-próton é igual a soma
das seções de choque fóton-párton, pesada pela probabilidade fi(x) (identificada como a distribuição de
pártons) de encontrar um párton i dentro do próton carregando uma fração x do momentum do próton.
Tal consideração está por trás de (2.19), ou seja, assumir espalhamento incoerente representa uma adição
de probabilidades (não amplitudes) de espalhamento de um único párton livre.

8



10
-3

10
-2

10
-1

1

10

10
2

10
3

10
4

10
5

10
6

1 10 10
2

10
3

10
4

10
5

Q
2

/ GeV
2

F
2

×
2

i
em

x = 0.65, i = 0

x = 0.40, i = 1

x = 0.25, i = 2

x = 0.18, i = 3

x = 0.13, i = 4

x = 0.080, i = 5

x = 0.050, i = 6

x = 0.032, i = 7

x = 0.020, i = 8

x = 0.013, i = 9

x = 0.0080, i = 10

x = 0.0050, i = 11

x = 0.0032, i = 12

x = 0.0020, i = 13

x = 0.0013, i = 14

x = 0.00080, i = 15

x = 0.00050, i = 16

x = 0.00032, i = 17

x = 0.00020, i = 18

x = 0.00013, i = 19

x = 0.000080, i = 20

x = 0.000050, i = 21 H1 e
+

p

ZEUS e
+
p

BCDMS

NMC

H1 PDF 2000

extrapolation

H
1

 C
o

ll
ab

o
ra

ti
o

n

Figura 2.3: Função de estrutura F2 em função da virtualidade Q2 [7].

onde utlizamos Q2 ≫ ν para reescrever σ0 [6]. Por fim, como F2(x,Q
2) = FL(x,Q

2)+
FT (x,Q

2), podemos escrever

σ(x,Q2) =
4π2αem

Q2
F2(x,Q

2). (2.25)

Se integramos x com a distribuição fi(x) e somamos sobre todos os tipos de pártons
carregados, pela forma na qual este modelo foi constrúıdo, com a regra de soma deveŕıamos
recuperar o momentum do próton, ou seja

∑

i

∫

dxxfi(x) = 1, (2.26)

mas esse valor teórico não é verificado quando comparado aos valores para as funções de
estrutura partônicas obtidos experimentalmente de DIS, onde obtém-se [2]

∑

i

∫

dxxfi(x) ≃ 0,5, (2.27)
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isto leva a conclusão que por volta de 50% do momentum do próton é carregado por pártons
neutros, visto que part́ıculas sem carga elétrica não interagem com o fóton de prova. Tais
part́ıculas neutras são identificadas como os glúons da Cromodinâmica Quântica, sendo
os pártons carregados identificados como os quarks4 [2].

2.3 Cromodinâmica Quântica

A Cromodinâmica Quântica (QCD) é a teoria que descreve a interação forte entre
quarks e glúons. Ela é uma teoria de calibre de Yang-Mills [14], respeitando a simetria do
grupo SU(3) no grau de liberdade chamado cor. Assim, a interação forte é experimentada
por part́ıculas que portam carga de cor [1,15]. A fim de tornar de mais fácil entendimento a
descrição da QCD que faremos aqui, usaremos diversas comparações com a teoria de calibre
que descreve a interação eletromagnética, a QED. O leitor que não estiver familiarizado
com a QED, pode consultar as referências [1, 2, 16, 17].

A descrição da QCD é baseada em um modelo de part́ıculas elementares: temos os
quarks, férmions de spin 1/2, massivos, dotados de carga elétrica fracionária e carga de
cor; e os glúons, bósons de spin 1, não massivos, dotados de carga de cor mas não de
carga elétrica. Os quarks interagem (por força forte) via troca de glúons, e os glúons
também interagem entre si, visto que o próprio glúon é um objeto bicolor (cada glúon
carrega uma carga de cor e uma carga de anticor). Desta forma, além do vértice quark-
glúon, há também vértices glúon-glúon. Essa é uma diferença importante entre QCD e
QED, visto que na QED existem apenas vértices do tipo elétron-fóton, mas não existe
interação fóton-fóton. Como na QED, onde os léptons possuem sabores (elétron, múon,
tau, neutrino do elétron, neutrino do múon e neutrino do tau), tendo cada sabor um
valor distinto de massa, o mesmo acontece na QCD, onde os quarks apresentam-se em
seis diferentes sabores, sendo eles: up (u), down (d), strange (s), charm (c), bottom (b)
e top (t). O sabor é sempre conservado em interações fortes. Embora na QED exista
apenas um tipo de carga elétrica, na QCD existem três tipos de cargas de cor (Nc = 3),
cada uma com sua respectiva anticor: vermelho (r), azul (b) e verde (g). A cor é uma
quantidade conservada, e todas as cores possuem o mesmo “peso” perante a interação
forte. Enquanto muitas part́ıculas carregam carga elétrica, não vemos part́ıculas com cor
livremente. Quarks e glúons só estão presentes na natureza como estados ligados sem carga
ĺıquida de cor. Esses estados são chamados de hádrons, e podem ser de dois tipos: bárions,
formados por três (anti)quarks, ou mésons, constitúıdos por um par quark-antiquark [1].
Na QCD consideramos o próton como sendo constitúıdo de três quarks de valência (uud),
acompanhados de glúons e de quarks do mar, os quais são gerados das flutuações dos
glúons em pares de quark-antiquark (uū, dd̄, ss̄ . . . ) [2].

A (densidade) lagrangiana clássica da QCD é baseada na suposição (confirmada por
observações experimentais) de que todos os hádrons são compostos por quarks [18]. Ela foi
proposta por Fritzsch, Gell-Mann e Leutwyler [19], Gross e Wilczek [20,21] e Weinberg [22],

4 Vale salientar que quando o modelo de pártons foi proposto, o modelo de quarks recém havia sido
desenvolvido independentemente por Gell-Mann [12] e Zweig [13], e a identificação de pártons como quarks
e glúons levou alguns anos para ser estabelecida.
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sendo dada por

L =

Nf∑

f=1

ψf (iγµDµ −mf )ψ
f

︸ ︷︷ ︸

L1

− 1

4
F a
µνF

aµν

︸ ︷︷ ︸

L2

. (2.28)

No que segue, vamos analisar um termo de cada vez.
No termo L1 temos a soma sobre os Nf sabores ativos de quarks, aqueles que satisfazem

mf <Q, onde Q dá a escala de energia. Como cada sabor f manifesta-se em três diferentes
cores i, pode-se representar o estado do quark no espaço das cores como,

ψf =





ψf
r

ψf
b

ψf
g



 , ψf =
(

ψf
r ψf

b ψf
g

)
, (2.29)

em que cada componente ψf
i é um espinor de Dirac de quatro componentes. Este termo é

parecido com a lagrangiana livre de Dirac, dada por

LDirac =

Nf∑

f=1

ψf (iγµ∂µ −mk)ψ
f , (2.30)

mas esta lagrangiana não é invariante sob transformações de calibre locais5 do grupo SU(3).
É da exigência dessa simetria, que introduz-se a derivada covariante apropriada,

∂µ → Dµ ≡ ∂µ + igs
λa

2
Aa

µ, (2.31)

onde λa são as matrizes de Gell-Mann e gs é o análogo da carga elétrica para as interações
fortes (caracterizando a intensidade da interação). Já Aa

µ (a = 1, . . . , 8) são oito campos
de calibre, com spin 1 e massa nula. Assim, L1 contém o termo cinético e de massa dos
quarks (como na LDirac), e descreve a interação dos quarks com os oito glúons6 (interação
do campo fermiônico ψf com o campo de calibre Aa

µ). As quantidades citadas acima,
presentes em (2.31), são introduzidas para compensar os termos que surgem quando são
feitas as transformações de fase local do grupo SU(3) em ψf [1, 11, 24].

O termo L2 que completa a lagrangiana clássica da QCD é análogo ao termo de energia
cinética eletromagnético, F µνFµν , no caso da QCD ele é o termo cinético do campo de
glúons. O tensor intensidade de campo forte F a

µν , além de carregar um ı́ndice de cor a,
possui um termo a mais em relação ao caso eletromagnético,

F a
µν ≡ ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ + gsf

abcAb
µA

c
ν , (2.32)

5 Uma transformação de calibre ser local significa que podemos arbitrariamente variar a fase de ponto
em ponto do espaço-tempo. Vale citar que no caso da QED (onde LDirac contém os termos cinético e
de massa para os léptons), que é uma teoria de calibre local do grupo Abeliano U(1), as part́ıculas que
surgem para compensar as diferenças de fase quando impomos simetria de calibre local em (2.30) são
part́ıculas de spin 1 não massivas, os fótons. Neste contexto dizemos que os fótons são os bósons de
calibre da QED [23].

6 A caracterização de um glúon é dada pelo seu estado de cor, existem oito glúons, os quais compõe
um octeto de cor.
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tal que este novo termo surge para garantir que a lagrangiana seja invariante sob trans-
formações locais de calibre não Abelianas. Os fatores fabc são as constantes de estrutura
que caracterizam a álgebra do grupo SU(3), a qual está sujeita às relações de comutação

[
λa, λb

]
= ifabcλc, (2.33)

sendo as matrizes de Gell-Mann os geradores da álgebra de Lie correspondente ao grupo
SU(3). Aqui podemos ver o caráter não Abeliano que a QCD possui, visto que os geradores
do grupo não comutam. O termo gsf

abcAb
µA

c
ν que difere entre os tensores intensidade de

campo forte e eletromagnético, é o responsável pela autointeração dos campos de glúons
Aa

µ. Como veremos a seguir, este termo é a fonte da liberdade assintótica da QCD [1,11,24].
Para maior clareza do caráter f́ısico contido em cada termo da lagrangiana (2.28),

podemos decompô-la:

L =− 1

4

(
∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ

)
(∂µAaν − ∂νAaµ)

︸ ︷︷ ︸

termo cinético para os glúons

(2.34)

+
∑

f

ψf (iγµ∂µ −mf )ψ
f

︸ ︷︷ ︸

termo cinético e de massa para os quarks

− gsA
a
µ

∑

f

ψf
i γ

µ

(
λa

2

)

ij

ψf
j

︸ ︷︷ ︸

termo de interação quark-glúon

(2.35)

− gs
2
fabc

(
∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ

)
AbµAcν

︸ ︷︷ ︸

termo de interação entre 3 glúons

− g2s
4
fabcfadeAb

µA
c
νA

dµAeν

︸ ︷︷ ︸

termo de interação entre 4 glúons

. (2.36)

Para evitar contribuições infinitas no cálculo de propagadores, um termo de fixação
de calibre deve ser adicionado a lagrangiana. Isto também é feito na QED, mas neste
caso a escolha do calibre não afeta a f́ısica, uma vez que o calibre normalmente escolhido
afeta apenas a parte longitudinal do campo do fóton, o qual não interage com os graus de
liberdade f́ısicos (transversais). Na QCD, a fixação do calibre também atua sobre a parte
longitudinal do campo dos glúons, entretanto, este pode interagir com as componentes
transversais de Aa

µ. Desta forma, as componentes longitudinais (não f́ısicas) contribuem
aos laços de glúons, e devem ser subtráıdas. A subtração é feita introduzindo-se um
campo fict́ıcio, o qual cancela a contribuição não f́ısica advinda da escolha de calibre.
Este é chamado de campo fantasma de Faddeev-Popov7 [25]. Para cada laço de glúon,
inclui-se um laço do campo fantasma, o qual cancela exatamente a parte longitudinal dos
glúons [11, 15]. Portanto, a lagrangiana completa da QCD conta com mais dois termos,
além da lagrangiana clássica (2.28):

LQCD = Lclássica + Lfixação de calibre + Lfantasma, (2.37)

sendo a forma dos dois novos termos dependente da escolha de calibre.
As regras de Feynman provenientes da lagrangiana da QCD são dadas abaixo, uti-

lizando o calibre de Lorentz (∂ · Aa = 0) [18]. Usaremos letras gregas para ı́ndices de
espaço-tempo, p para momentum, letras latinas i, j . . . = 1, 2, 3 para cores de quarks e

7 As part́ıculas artificiais introduzidas pelo campo fantasma possuem seus próprios propagadores e
fatores de acoplamento. Estes são escolhidos de forma que os diagramas contendo part́ıculas fantasma
cancelem as contribuições não f́ısicas dos glúons. Vale salientar que essas part́ıculas artificiais não possuem
qualquer significado f́ısico [11, 15].
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a, b . . .=1, . . . , 8 para cores de glúons e de fantasmas. Vamos começar pelas linhas exter-
nas (estados inicial e final), onde u e v são, respectivamente, os espinores do quark e do
antiquark:

eu espero Quark entrando: pi a
= ui(p) (2.38)

que você Quark saindo: p ia
= ūi(p) (2.39)

não esteja Antiquark entrando: pi i
= v̄i(p) (2.40)

plagiando Antiquark saindo: p ia
= vi(p) (2.41)

Os propagadores são dados por:

isso é Propagador do quark: j p i
=

i(/p+mf )

p2 −m2
f + iǫ

δij (2.42)

vergonhoso Propagador fantasma: pb a
=

i

p2 + iǫ
δab (2.43)

piá Propagador do glúon:
pb a

ν µ = −iDµν(p)

p2 + iǫ
δab (2.44)

No calibre de Lorentz,

Dµν(p) = gµν − (1− ξ)
pµpν
p2

, (2.45)

sendo a escolha ξ=0 chamada de calibre de Landau e a escolha ξ=1 chamada de calibre
de Feynman. Por fim, vamos aos fatores de vértice:

17 Vértice quark-glúon:
µ a

i

j

= igsγ
µ (λa/2)ji (2.46)

17

Vértice fantasma-glúon
(apenas no calibre
de Lorentz):

µ a

c

b

p

= gsp
µfabc (2.47)

17

Vértice de 3 glúons
(todos momenta
entrando no vértice):

b

c

a p

pp

µ ν

ρ

1

23

= − gsf
abc
[
(p1 − p3)

νgµρ

+ (p2 − p1)
ρgµν + (p3 − p2)

µgνρ
](2.48)

17 Vértice de 4 glúons:

µ

ν

σ
ρ

a

b

c

d

=
− ig2s

[
fabef cde (gµρgνσ − gµσgνρ)

+ facef bde (gµνgρσ − gµσgνρ)

+ fadef bce (gµνgρσ − gµρgνσ)
]

(2.49)
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Figura 2.4: A carga f́ısica (medida experimentalmente) é a carga nua sob efeito de blin-
dagem [23].

Figura 2.5: Os laços de quarks (esquerda) atuam blindando a carga de cor, e os laços de
glúons (direita) agem como uma antiblindagem.

Uma importante caracteŕıstica da QCD surge do processo de renormalização. Antes
de abordarmos a renormalização na QCD, vamos descrevê-la na QED. A renormalização é
utilizada para lidar com infinitos que surgem do cálculo de diagramas com laços, como os
mostrados na Fig.2.4. Seu processo consiste em assumir que os valores de massa e cons-
tante de acoplamento (que dá a intensidade da interação) medidos experimentalmente,
já possuam fatores que compensam os infinitos, e de forma sistemática ignora-se as con-
tribuições divergentes de diagramas de mais alta ordem. Neste cálculo vê-se que o valor
efetivo da constante de acoplamento também possui um termo de correção finita que de-
pende de Q2, fazendo com que a constante de acoplamento αem(Q

2) seja de fato variável
(running coupling constant). Desta forma, o acoplamento varia com a distância, que é
inversamente proporcional à Q. Na QED, o acoplamento torna-se mais intenso quando as
cargas aproximam-se (maior Q2). Isto é interpretado como a polarização do vácuo, devido
a flutuações do fóton em pares elétron-pósitron ou em pares mais massivos. O vácuo atua
como um tipo de meio dielétrico, blindando a carga (screening), de forma que quanto mais
nos aproximamos (maior Q2), menos completa é a blindagem, e maior é a carga efetiva.
Considerando apenas diagramas com laços da aproximação de ordem dominante, essas
contribuições podem ser somadas explicitamente, levando a uma expressão para αem(Q

2).
No caso eletromagnético, essa dependência é muito suave, de forma que normalmente a
aproximação αem≃1/137 é suficientemente boa [1].

Na QCD existem duas formas de polarização do vácuo. Uma delas é análoga à QED,
onde temos diagramas com laços de quarks, como no lado esquerdo da Fig.2.5. Esta
contribuição atua blindando a carga de cor do quark, e faz com que a constante de aco-
plamento da interação forte, αs, cresça em pequenas distâncias, da mesma forma que o
caso eletromagnético. Entretanto, na QCD também temos laços de glúons, como vistos no
lado direito da Fig.2.5. Estes possuem um efeito contrário aos laços de quarks, produzindo
uma antiblindagem (antiscreening) que diminui o acoplamento em pequenas distâncias. A
forma da αs resultante é dado por [1]

αs(Q
2) =

12π

(11Nc − 2Nf) ln(Q2/Λ2
QCD)

, Q2 ≫ Λ2
QCD. (2.50)

O parâmetro ΛQCD é introduzido como uma escala que evita a região onde αs é grande,
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Figura 2.6: Evolução da constante de acoplamento αs em termos da escala Q [30].

assim garante-se αs pequeno o suficiente para que expansões perturbativas possam ser
utilizadas. No Modelo Padrão de f́ısica de part́ıculas temos Nc = 3 e Nf = 6, assim
11Nc> 2Nf , fazendo com que o efeito de antiblindagem domine e a constante de acopla-
mento diminua com o aumento de Q2. Desta forma, a força forte torna-se relativamente
pouco intensa a curtas distâncias [1]. Essa propriedade, que permite o tratamento pertur-
bativo de interações fortes a curtas distâncias, é chamada de liberdade assintótica [26–28].
Tal propriedade pode ser usada como uma justificativa a posteriori do modelo partônico,
visto que nele, os quarks são tratados como part́ıculas livres quando sondados por um
fóton de grande virtualidade Q2 [24]. Já em maiores distâncias (menores energias), a in-
tensidade da interação forte aumenta, de forma que a atração entre os quarks mantenha-os
presos dentro dos hádrons. Esta propriedade é conhecida como confinamento8 [1]. O com-
portamento da constante de acoplamento αs com a escala de energia Q2 pode ser visto na
Fig.2.6. A região perturbativa é caracterizada por Q2≫Λ2

QCD [29].
Portanto, se o acoplamento depende da escala de energia, a função de estrutura F2

não pode mais depender apenas de x, mas também de Q2. Essa dependência é chamada
de violação do escalonamento de Bjorken, e é uma das consequências experimentalmente
observáveis da inclusão de diagramas QCD ao DIS, podendo ser vista na Fig.2.3. Em parti-
cular, as violações de escalonamento estão diretamente associadas a presença de glúons [2].

O tratamento perturbativo da QCD (perturbative Quantum Chromodynamics - pQCD)
consiste em escrever cada observável f́ısico como uma série de potências na constante de
acoplamento forte, e então, desprezar os termos de maior ordem em αs. Isto é válido
apenas quando αs é pequeno, pois neste caso, quanto maior a potência de αs, menor é a
contribuição de tal diagrama ao processo estudado. Existem séries em que αs está acom-
panhado de logaritmos, os quais são (ou podem ser) grandes, sendo necessário ressomar
(considerar potências de maior ordem). Em DIS é posśıvel ressomar grandes logaritmos em
Q2, que leva as equações DGLAP [31–33], que serão discutidas na próxima seção. Já para

8 O confinamento ainda deve ser provado. Uma técnica chamada QCD na rede (lattice QCD) é utilizada
para descrever a f́ısica no regime de forte acoplamento [23].
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Figura 2.7: Contribuições de γ∗q→qg ao ep→eX .

=⇒ +

Figura 2.8: Contribuições de γ∗g→qq̄ ao ep→eX .

pequeno x, outra classe de logaritmo torna-se importante, do tipo ln(1/x). Neste caso,
somos levados a equação BFKL, proposta por Balitsky, Fadin, Kuraev e Lipatov [34–37].

Na aproximação de lnQ2 dominante (leading lnQ2 approximation - LLA), termos do
tipo αn

s ln
nQ2 são ressomados. Em cada ordem perturbativa, apenas a potência mais alta

de lnQ2 é mantida:

LLA:
∑

n

αn
s ln

nQ2

(

lnn 1

x
+ lnn−1 1

x
+ · · ·

)

. (2.51)

Se mantivermos potências subdominantes em lnQ2, isto é, termos do tipo αn
s ln

n−1Q2,
obtemos a aproximação de próxima ordem lnQ2 dominante (next-to-leading lnQ2 approxi-
mation - NLLA), e assim por diante. Também temos a aproximação de ln(1/x) dominante
(leading ln(1/x) approximation - LLxA), onde termos do tipo αn

s ln
n(1/x) são ressomados.

Neste caso apenas a potência mais alta de ln(1/x) é mantida:

LLxA:
∑

n

αn
s ln

n 1

x

(
lnnQ2 + lnn−1Q2 + · · ·

)
. (2.52)

Por fim, temos o caso onde tanto Q2 é grande, quanto x é pequeno. Neste caso temos a
aproximação de duplo logaritmo dominante (double leading log approximation - DLLA),
na qual ficamos apenas com a potência de mais alta ordem em ambos logaritmos [6]:

DLLA:
∑

n

αn
s ln

nQ2 lnn 1

x
. (2.53)

2.4 Equações de Dokshitzer-Gribov-Lipatov-Altarelli-

Parisi

Ao incluir glúons, a dinâmica estudada no modelo de pártons é modificada. Se antes
t́ınhamos apenas o vértice fóton-quark (como na Fig.2.2), agora devemos incluir também
diagramas com o vértice glúon-quark. Esse evento pode ocorrer das seguintes maneiras:
com o fóton interagindo com o quark após este emitir um glúon, ou, com o fóton interagindo
com o quark antes deste emitir um glúon, como mostrado na Fig.2.7. Visto que agora
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p pi = yp zpi (xp)

Figura 2.9: Frações de momentum da contribuição de γ∗q→qg em ep→eX .

quarks podem ser gerados a partir de glúons, também devemos incluir as possibilidades
da Fig.2.8, onde temos glúons no estado inicial.

Vamos então relacionar os referenciais fóton-próton e fóton-párton, de forma que o para
o próton com momentum p temos um párton com momentum pi = yp, onde y é a fração
de momentum do próton carregada pelo quark i antes da interação com o fóton, e para
a fração de momentum x=Q2/2p ·q no referencial do próton, temos z =Q2/2pi ·q = x/y
no referencial do párton, como visto na Fig.2.9. As seções de choque dos dois sistemas
(γ∗-próton e γ∗-párton i) são relacionadas por

σT (x,Q
2)

σ0
=
∑

i

∫ 1

0

dz

∫ 1

0

dyfi(y)δ(x− zy)
σ̂T (z, Q

2)

σ̂0
(2.54)

=
∑

i

∫ 1

x

dy

y
fi(y)

σ̂T (x/y,Q
2)

σ̂0
, (2.55)

onde fi(y) são as funções de distribuição partônica que dão a probabilidade de haver um
párton i carregando uma fração y do momentum p do próton, e σ̂T é a seção de choque
para a absorção de um fóton transverso de momentum q por um párton de momentum
pi [2].

A inclusão do processo de emissão de glúons da Fig.2.7 é feito utilizando um processo
análogo da QED, o espalhamento Compton. Com o devido cuidado com os fatores de
cor e constante de acoplamento, tomando o limite de espalhamento em pequeno ângulo,
pode-se escrever a seção de choque diferencial pelo momentum transverso (pT = k′ sin θ)
do quark emitido como,

dσ̂

dp2T
≃ e2i σ̂0

1

p2T

αs

2π

4

3

(
1 + z2

1− z

)

︸ ︷︷ ︸

Pqq(z)

, (2.56)

onde σ̂0 = 4π2αem/(pi+q)
2. O termo Pqq(z) é conhecido como função de desdobramento

(splitting function) e representa a probabilidade de um quark emitir um glúon e ter seu
momentum reduzido por uma fração z. Integrando essa seção de choque em p2T temos

σ̂ ≃ e2i σ̂0

(
αs

2π
Pqq(z) ln

Q2

µ2

)

, (2.57)

onde µ é introduzido como um corte para o valor mı́nimo de pT , a fim de regularizar a
divergência em p2T →0 [2]. Portanto, adicionar o processo de emissão de glúons introduz o
termo (2.57) à expressão (2.55),

F2(x,Q
2)

x
=
∑

f

e2f

∫ 1

x

dy

y
qf(y)

[

δ

(

1− x

y

)

+
αs

2π
Pqq(z) ln

Q2

µ2

]

, (2.58)
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onde passamos a identificar qual tipo de párton estamos tratando, com fi → qf , sendo
neste caso a PDF do setor dos quarks de sabor f . A equação acima pode ser escrita como

F2(x,Q
2)

x
=
∑

f

e2f

∫ 1

x

dy

y

[
qf(y) + ∆qf (y,Q

2)
]
δ

(

1− x

y

)

(2.59)

=
∑

f

e2f
[
qf(x) + ∆qf (x,Q

2)
]
, (2.60)

onde

∆qf (x,Q
2) =

αs

2π
ln

(
Q2

µ2

)∫ 1

x

dy

y
qf (y)Pqq

(
x

y

)

, (2.61)

tal que agora a densidade de quarks depende de Q2. Quando Q2 cresce até um certo
valor Q2

0, o fóton passa a ver quarks de valência puntuais dentro do próton. Se os quarks
não interagissem entre si, mais nenhuma estrutura seria vista com o aumento de Q2,
mas a QCD prediz que, aumentando a resolução, Q2 ≫ Q2

0, vemos que cada quark tem
em sua vizinhança uma nuvem de pártons. O número de pártons (compartilhando o
momentum do próton) que pode ser resolvido pelo fóton aumenta com Q2. Também há
um aumento na probabilidade de encontrar um quark com pequeno x e uma diminuição da
chance de encontrar um com grande x, visto que quarks com grande momentum irradiam
glúons [2]. Isto pode ser visto na Fig.2.3. A evolução de qf (x,Q

2) em Q2 é determinada
pela QCD através de (2.61), e pode ser escrita como uma equação integro-diferencial, a
qual considera a mudança na densidade de quarks, ∆qf (x,Q

2), quando provada em um
intervalo de virtualidade do fóton, ∆ lnQ2,

∂qf (x,Q
2)

∂ lnQ2
=
αs

2π

∫ 1

x

dy

y
qf (y,Q

2)Pqq

(
x

y

)

. (2.62)

Essa equação expressa o fato de que um quark com fração de momentum x pode ter vindo
de um quark “pai” com uma fração de momentum maior y, o qual irradiou um glúon,
como visto na Fig.2.9. A probabilidade disto acontecer é proporcional a αsPqq(x/y). A
integral é a soma sobre todas as posśıveis frações de momentum y do quark “pai” [2].

Comparando a expressão (2.20) do modelo de pártons com a expressão (2.60) obtida
com a inclusão dos vértices de interação forte, vemos que o modelo de pártons é apenas
a aproximação de ordem zero, O(α0

s), quando comparado à QCD. Já a função de desdo-
bramento Pqq identificada acima, e as demais funções de desdobramento que serão vistas
nesta seção, correspondem a primeira ordem em αs, visto que são obtidas do cálculo de
diagramas com um vértice de interação forte, como vemos em Fig.2.7 e Fig.2.8. Diagra-
mas de maior ordem em αs também podem ser estimados, podendo ser calculados ordem
a ordem na pQCD [6].

Até agora incorporamos ao DIS apenas as contribuições com um quark no estado ini-
cial, γq → qg, como mostrado na Fig.2.7. No entanto, a densidade de quarks também
depende do processo γg→qq̄, o qual nos leva, da mesma forma que em (2.58), à

F2(x,Q
2)

x
=
∑

q

e2q

∫ 1

x

dy

y
g(y)

αs

2π

1

2

(
z2 + (1− z)2

)

︸ ︷︷ ︸

Pqg(
x
y
)

ln
Q2

µ2
(2.63)

onde g(y) é a PDF que dá a densidade de glúons no próton e Pqg(z) é a função de des-
dobramento que dá a probabilidade de um glúon aniquilar-se dando origem a um par
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quark-antiquark, no qual o quark possui uma fração z do momentum do glúon. Adicio-
nando esta contribuição, podemos escrever a evolução completa da densidade de quarks,
visto que inclúımos os dois tipos de vértices que alteram a densidade de quarks dentro do
próton,

∂qf (x,Q
2)

∂ lnQ2
=
αs

2π

∫ 1

x

dy

y

[

qf(y,Q
2)Pqq

(
x

y

)

+ g(y,Q2)Pqg

(
x

y

)]

. (2.64)

Com os mesmos argumentos que levam à (2.64) temos uma equação de evolução para a
densidade de glúons:

∂g(x,Q2)

∂ lnQ2
=
αs

2π

∫ 1

x

dy

y

[
∑

f

qf(y,Q
2)Pgq

(
x

y

)

+ g(y,Q2)Pgg

(
x

y

)]

, (2.65)

onde a soma é feita sobre todos os sabores de quarks e antiquarks, e

Pgq(z) =
3

4

1 + (1− z)2

z
, (2.66)

Pgg(z) = 6

[
1− z

z
+

z

1− z
+ z(1 − z)

]

, (2.67)

são respectivamente as probabilidades para um glúon de fração de momentum x vir de um
quark com fração de momentum y do próton e de um glúon de fração de momentum x vir
de um glúon com fração de momentum y do próton. O termo Pgq não depende do sabor
f do quark se negligenciamos as massas dos quarks [2].

Podemos ver que duas das funções de desdobramento mostradas acima possuem sin-
gularidade em z = 1, são elas: Pqq(z) e Pgg(z). Tais divergências são eliminadas quando
são considerados diagramas com glúons virtuais. As modificações das funções Pij cita-
das podem ser convenientemente expressas em termos da chamada “prescrição +” para
regularização, na qual 1/(1−z) é substitúıdo por 1/(1−z)+, definido por

∫ 1

0

dz
f(z)

(1− z)+
≡
∫ 1

0

dz
f(z)− f(1)

1− z
, (2.68)

onde (1−z)+=(1−z) para z<1, mas é infinito em z=1. Assim que ficamos com [2]:

Pqq(z) =
4

3

1 + z2

(1− z)+
+ 2δ(1− z), (2.69)

Pgg(z) = 6

[
1− z

z
+

z

(1− z)+
+ z(1− z)

]

+

(
11

2
− Nf

3

)

δ(1− z). (2.70)

As equações (2.62), (2.64) e (2.65) são as equações DGLAP e foram obtidas separa-
damente por: Dokshitzer [31], Gribov e Lipatov [32], e Altarelli e Parisi [33]. A pQCD
somente permite determinar a evolução das distribuições partônicas através das equações
DGLAP. As condições iniciais para a evolução são de natureza não perturbativa, de-
vendo ser extráıdas experimentalmente para uma dada escala de momentum. Como as
distribuições partônicas são universais, independentes do processo considerado, após a
determinação para uma condição inicial, podemos com aux́ılio das equações DGLAP, de-
terminar seu valor para outra virtualidade e assim utilizá-las no cálculo do processo de
interesse [29]. Vale salientar que as equações DGLAP possuem solução anaĺıtica apenas
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Figura 2.10: Distribuição de pártons obtidas a partir dos dados do HERA para Q2=1,9
GeV2 e Q2=10 GeV2 [40].

no regime de pequeno x, que será visto na Seção 5.1.
Diversos grupos, utilizando diferentes técnicas, produzem parametrizações para as

PDFs. Elas são obtidas de análises globais, as quais utilizam dados de uma ampla gama
de processos de espalhamento, associadas a cálculos teóricos da DGLAP considerando ter-
mos de mais alta ordem em αs [38]. A descrição de como esse processo é feito, bem como
referências a muitas das parametrizações existentes são encontradas em [39].

Na Fig.2.10 apresentamos as predições dadas por HERAPDF [40] para as PDFs uti-
lizando dados de DIS combinados dos experimentos H1 e ZEUS. Vemos que quando son-
damos o próton com pequena virtualidade Q2, o momentum do próton está concentrado
nos três quarks de valência (em baixa energia, grande x), e é dilúıdo entre quarks de mar
e glúons ao aumentarmos a energia (pequeno x). Quando aumentamos a virtualidade Q2,
embora as distribuições sejam semelhantes (ao caso de menor Q2) em grande x, vemos
que no regime de pequeno x o próton é dominado por um número muito grande de glúons
compartilhando frações muito pequenas do momentum do próton. Isso nos permite con-
cluir que ao sondar o próton com um fóton suficientemente energético (Q2 & 10 GeV2),
estamos em um regime onde a dinâmica em altas energias é dominada pela distribuição
de glúons.

Para maior clareza, podemos expressar as equações DGLAP simbolicamente, como
mostrado na Fig.2.11 e na Fig.2.12.

∂

∂ lnQ2
( )
qf(x,Q

2)
=

qf(y,Q
2) qf(

x,
Q
2 )

Pqq
(

x
y

)

+
qf(
x,
Q
2 )

g(y,Q2)

Pqg
(

x
y

)

Figura 2.11: Forma simbólica da equação DGLAP do setor de quarks (2.64).
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Σ
f

Figura 2.12: Forma simbólica da equação DGLAP do setor de glúons (2.65).

2.5 Conclusões

Neste caṕıtulo vimos os elementos básicos do espalhamento profundamente inelástico.
Após, estudamos o modelo de pártons, no qual introduz-se as funções de estrutura hadrôni-
ca e as PDFs, bem como as relações destas com a seção de choque. Vimos que as predições
do modelo de pártons para o escalonamento de Bjorken e para a fração de momentum do
próton portada pelos quarks, não correspondem aos dados experimentais, de forma que este
modelo é incompleto. As respostas para os problemas do modelo de pártons são obtidas da
QCD, teoria na qual focamos o estudo apenas em seus elementos básicos e caracteŕısticas
de interesse para esta dissertação. Vimos como a QCD, ao introduzir os glúons, os quais
portam a fração de momentum do próton que faltava no modelo de pártons, leva a uma
violação do escalonamento de Bjorken consistente com os dados experimentais. Com os
glúons, temos a inclusão de vértices do tipo quark-glúon e glúon-glúon ao processo de espa-
lhamento γ∗p, levando então as equações de evolução DGLAP. As predições das equações
DGLAP são consistentes com os dados experimentais de DIS para o regime cinemático
do HERA. Por fim, vimos que para energias mais altas, a dinâmica é determinada pela
distribuição de glúons. Antes de estudar a dinâmica no regime de altas energias, que será
vista no Cap.5, estenderemos nosso estudo do DIS para o caso difrativo no Cap.3, bem
como o DIS na representação de dipolos de cor, que veremos no Cap.4.
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Caṕıtulo 3

Difração

Neste caṕıtulo estudaremos difração, que é uma importante classe dos processos de
espalhamento, a qual possui uma estreita relação com fenômenos óticos. No caṕıtulo
anterior estudamos a cinemática DIS, neste caṕıtulo veremos a descrição do DIS difrativo,
bem como das assinaturas t́ıpicas deste tipo de processo. Por fim, veremos alguns aspectos
dos processos exclusivos, analisando como a massa e o momentum das part́ıculas envolvidas
nesses processos alteram a dinâmica.

3.1 Difração hadrônica

O fenômeno de difração é familiar para muitas áreas da f́ısica, geralmente associado ao
surgimento de interferência construtiva ou destrutiva. Provavelmente a melhor analogia
para difração em altas energias vem da ótica. O termo difração é usado em analogia ao
fenômeno ótico que acontece quando um feixe de luz encontra um obstáculo (ou cruza uma
abertura em um anteparo) com dimensões compat́ıveis ao seu comprimento de onda. Na
ótica, a intensidade I da luz difratada em pequenos ângulos θ e grandes comprimentos de
onda k é dada por

I(θ) ≃ I(0)
[
1− Bk2θ2

]
, (3.1)

onde B∼R2 (raio do obstáculo ou da abertura) e q≃kθ é o momentum transferido. Desta
forma, a intensidade tem um pico em θ = 0 e decresce com o aumento de θ (por vezes
seguido de outros máximos secundários) [6].

Processos difrativos hadrônicos têm um comportamente similar. Para um pequeno
momentum transferido |t|, a seção de choque desse tipo de processo comporta-se como

dσ

dt
=
dσ

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

e−B|t| ≃ dσ

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

(1− B|t|) , (3.2)

sendo que em altas energias temos |t|∝ θ2. Neste caso, o parâmetro B é proporcional ao
quadrado do raio do alvo hadrônico. Para |t| maiores temos uma sequência de máximos e
mı́nimos que caracteriza efeitos difrativos [6], como vemos na Fig.3.1. Na mesma figura,
podemos identificar o parâmetro B, que é dado pela derivada da curva que descreve o
comportamento de dσ/dt em relação a t, no primeiro máximo.

A difração pode ser definida em f́ısica hadrônica da seguinte forma: em uma reação
na qual nenhum número quântico é trocado entre as part́ıculas colisoras, e cujo o estado
final é caracterizado por uma grande (mas não suprimida exponencialmente) lacuna de
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Figura 3.1: Seção de choque elástica próton-próton em função de t. P indica o momentum
do próton em movimento (experimento de alvo fixo) [41].

rapidez1, é uma reação difrativa. Isso difere do caso não difrativo, onde a corrente de cor
que conecta o párton interagente ao próton remanescente produz uma cascata partônica,
a qual preenche o espaço de fase de rapidez, como ilustrado na Fig.3.2. Na teoria de
Regge2 [43–45], este objeto com os números quânticos do vácuo, trocado entre o lépton e o
hádron, é chamado de Pomeron [6]. Uma das formas de entender o Pomeron no contexto
da QCD é considerando-o formado por dois glúons num estado singleto de cor [46].

Quando um processo satisfaz os critérios para ser considerado difrativo, ele pode ser
classificado da seguinte forma: No caso em que uma das part́ıculas incidentes não é altera
no processo, mas a outra part́ıcula incidente dissocia em um conjunto de part́ıculas com
os mesmos números quânticos da part́ıcula incidente, temos um processo de difração única
(single diffraction),

1 + 2 → 1′ +X2. (3.3)

Já no caso em que cada uma das part́ıculas incidentes dá origem a um grupo de part́ıculas
com exatamente os mesmos números quânticos de cada uma das duas part́ıculas do estado

1 A lacuna de rapidez (rapidity gap) é uma região do espaço de fase na qual não é observada nenhuma
part́ıcula. Em termos experimentais, é uma região angular no detector na qual nenhuma part́ıcula é
detectada.

2O leitor interessado nas ideias básicas e resultados da teoria de Regge, pode consultar [42].
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gap de
rapidez

Figura 3.2: No processo difrativo (esquerda) temos uma interação com troca de números
quânticos do vácuo, produzindo uma lacuna de rapidez. No processo não difrativo (direita),
a interação é feita por uma part́ıcula portadora de cor, a hadronização da corrente colorida
preenche o espaço de fase de rapidez.

e

e′

γ

p p′

rapidity
gap

X

Figura 3.3: DDIS e sua assinatura t́ıpica, a lacuna de rapidez.

inicial, chamamos de difração dupla (double diffraction) [6],

1 + 2 → X1 +X2. (3.4)

3.2 Cinemática do espalhamento difrativo

profundamente inelástico

Um processo difrativo t́ıpico, que é de interesse neste trabalho, é o espalhamento difra-
tivo profundamente inelástico (diffractive deep inelastic scattering - DDIS), como mostrado
na Fig.3.3. O DDIS é simplesmente um DIS com um estado final particular, caracteri-
zado por uma grande lacuna de rapidez entre o próton remanescente e os produtos da
hadronização do fóton. O fato do próton não dissociar implica que só pode haver troca de
números quânticos do vácuo entre ele e o fóton. Desta forma, o sistema hadrônico X tem
os mesmos números quânticos do fóton, JPC=1−−, onde J é o momentum angular total,
P é a paridade e C é a conjugação de carga. O DDIS é um processo duro, no qual duas
escalas de energia coexistem3: a macia, com R, e a dura, com Q2 [6].

3 De acordo com a escala de energia envolvida em um processo, este pode ser classificado como macio
ou duro. Os processos macios são caracterizados por uma escala de troca de energia da ordem do tamanho
do hádron R (∼1 fm). Esta é a única escala t́ıpica de tais processos. Essa classe de processos geralmente
tem |t| pequeno: |t| ∼ 1/R2 ∼ (poucas centenas de MeV)2. Devido a grande escala de comprimento
presente nesses processos, eles são intrinsecamente não perturbativos. Por outro lado, os processos duros
são caracterizados por duas (ou mais) escalas de energias: uma ainda do tamanho do hádron, como nos
processos macios, e outra dura, com maior |t|. O momentum transferido é da ordem desta última, e
por conseguinte, grande (& 1 GeV2). O alto valor do momentum transferido permite usar pQCD nesses
processos [6].
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Figura 3.4: DDIS ep→eXp.

A cinemática do processo γ∗p→Xp pode ser descrita pelos invariantes

Q2 = −q2 = −(k − k′)2 e t = (p′ − p)2, (3.5)

e pelas variáveis escalonadas

xIP =
(p− p′) · q

p · q =
Q2 +M2

X − t

W 2 +Q2 −M2
p

e β =
Q2

2(p− p′) · q =
Q2

Q2 +M2
X − t

, (3.6)

onde W 2 = (p+q)2 é o quadrado da energia de centro de massa do processo γ∗p→Xp′,
MX é a massa invariante do sistema X , Mp é a massa do próton e os momenta podem
ser identificados na Fig.3.4. A variável xIP é a fração de momentum perdida pelo próton
incidente. A quantidade β tem a forma da variável de Bjorken (2.14), mas definida com
respeito ao momentum (p−p′) perdido pelo próton inicial, em vez do momentum inicial do
próton p. Tal variável pode ser interpretada como a fração de momentum longitudinal do
párton (que interage com fóton γ∗) no Pomeron, o qual assumimos como sendo um par de
glúons no estado singleto de cor. A relação entre x, xIP e β é dada por x=βxIP [41, 47].

A seção de choque para o processo ep→ eXp pode ser escrita em termos das funções
de estrutura difrativa F

D(4)
2 e F

D(4)
L como4

dσep→eXp

dβdQ2dxIPdt
=

4πα2
em

βQ4

(

1− y +
y2

2

)

σD(4)
r

(
β,Q2, xIP , t

)
, (3.7)

onde σ
D(4)
r é a seção de choque reduzida, dada por

σD(4)
r = F

D(4)
2 − y2

1 + (1− y)2
F

D(4)
L , (3.8)

e y = (p · q)/(p · k) é a inelasticidade, que representa a fração de energia perdida pelo
lépton incidente. A interpretação das funções de estrutruda difrativa é análoga às funções
de estrutura do DIS não difrativo ep → eX . A função de estrutura F

D(4)
L corresponde

ao fóton virtual com polarização longitudinal, e sua contribuição à seção de choque no

4 O ı́ndice numérico refere-se ao número de variáveis que as funções de estrutura dependem, neste caso
são 4: β, Q2, xIP e t.
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Figura 3.5: Analogia entre a fração de momentum portada pelo quark interagente, dado
por β no caso difrativo (esquerda) e por x no caso não difrativo (direita).

regime cinemático acesśıvel experimentalmente (baixo y) é pequena. Dentro do intervalo

β.0,8∼0,9 podemos negligenciar F
D(4)
L ,

dσep→eXp

dβdQ2dxIPdt
≃ 4πα2

em

βQ4

(

1− y +
y2

2

)

F
D(4)
2

(
β,Q2, xIP , t

)
, (3.9)

assim, F
D(4)
2 é proporcional a seção de choque difrativa [6]. Quando o próton remanescente

da colisão não é detectado, não há medida de t, e a seção de choque é integrada em t,

dσep→eXp

dβdQ2dxIP
≃ 4πα2

em

βQ4

(

1− y +
y2

2

)

F
D(3)
2

(
β,Q2, xIP

)
, (3.10)

onde a função de estrutura F
D(3)
2 é definida como

F
D(3)
2 (β,Q2, xIP ) =

∫

dtF
D(4)
2 (β,Q2, xIP , t). (3.11)

Para comparar o comportamento de FD
2 difrativo com F2 não difrativo, observamos

os diagramas de cada processo dentro do modelo de pártons, como mostrado na Fig.3.5.
Nesta representação vemos que a variável β é a fração de momentum portada pelo quark
interagente com respeito a (p−p′), enquanto a variável x é a fração de momentum com
respeito a p. Assim, para um valor fixo de xIP , a evolução em x e Q2 (do caso não
difrativo) é equivalente a evolução em β e Q2 (do caso difrativo). Desta forma podemos
fazer uma analogia no DIS, entre o β difrativo e o x não difrativo. Na Fig.3.6 vemos que
a função de estrutura FD

2 aumenta logaritmicamente com Q2 (a não ser para β muito
elevado), de forma que há um escalonamento de Bjorken aproximado. Comparando este
resultado com o resultado de F2 da Fig.2.3, vemos que embora a função de estrutura
inclusiva F2 cresça com Q2 apenas para x.0,2, a função de estrutura difrativa FD

2 exibe
violação de escalonamento positiva mesmo para valores relativamente altos de β, acima de
β=0,4. Esta é uma indicação da diferença entre os conteúdos partônicos das funções de
estrutura inclusiva e difrativa. No próton, violações negativas de escalonamento refletem
a presença de quarks de valência irradiando glúons, enquanto as violações positivas são
devido ao aumento das densidade de glúons e quarks de mar quando o próton é provado
com maior resolução. Portanto, os dados de FD

2 sugerem que os pártons resolvidos em
eventos difrativos são predominantemente glúons [6, 41].

Experimentalmente, além da distinção baseada em lacunas de rapidez, já descrita
acima, outras duas técnicas são utilizadas para distinguir entre processos difrativos e não
difrativos. Uma delas está baseada na distribuição de eventos com diferente massa invari-
ante M2

X do espalhamento γ∗p. No caso difrativo, sendo N o número de eventos, temos a
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Figura 3.6: Violação de escalonamento de Bjorken no DDIS, mostrando a dependência de
xIPσ

D(3)
r ∼FD(3)

2 em Q2 [48].

distribuição dN/d lnM2
X aproximadamente constante, enquanto que processos não difra-

tivos produzem uma distribuição dN/d lnM2
X com dependência exponencial em lnM2

X . A
outra forma de distinção é detectando diretamente o próton intacto no estado final. Este
próton perde uma pequena fração de seu momentum longitudinal xIP e ganha apenas um
pequeno momentum transverso, portanto, ele é espalhado com um ângulo muito pequeno.
Como o próton permanece muito próximo da linha do feixe, sua detecção torna-se dif́ıcil,
fazendo com que o número de eventos detectados usando essa técnica tenha grande incer-
teza estat́ıstica [6, 47].

Como feito para o caso de DIS não difrativo em (2.19), um teorema de fatorização
também é usado para as funções de estrutura difrativa. Assim podemos escrever tais
quantidades em termos das distribuições partônicas difrativas, que representam a proba-
bilidade de encontrar um párton em um hádron, sob a condição de que o hádron sofra
espalhamento difrativo. Usando a fatorização no caso não difrativo, podemos encontrar
as PDFs em DIS ep e após, utilizar as mesmas PDFs em colisões hádron-hádron. Já no
caso difrativo tal procedimento falha, de forma que não podemos usar as PDFs difrati-
vas extráıdas do DDIS para fazer predições para processos difrativos hádron-hádron [6].
Tentativas de estabelecer um teorema corresponde para interações pp falharam devido às
interações entre os pártons espectadores e colisões múltiplas. Essas interações produzem
part́ıculas que preenchem as lacunas de rapidez que seriam deixadas por um espalhamento

27



xa xb

p p′

Vγ

Figura 3.7: Produção difrativa de um méson vetorial V .

difrativo. Em reações pp, ambos objetos são sistemas compostos e de grande tamanho
transversal, fazendo com que o número de interações múltiplas entre seus constituintes
seja substancial. Em contraste, o fóton virtual em processos γ∗p possui um pequeno ta-
manho transverso, o que desfavorece interações múltiplas e permite utilizar o teorema de
fatorização [41]. Também espera-se que diminuindo a virtualidade Q2, o fóton se comporte
mais como um hádron, de forma que a fatorização difrativa também é quebrada [47].

3.3 Processos difrativos exclusivos

Processos de espalhamento podem ser classificados de acordo com a identificação das
part́ıculas produzidas na colisão. Para um espalhamento

1 + 2 → X + Y, (3.12)

quando ambas part́ıculas do estado final são identificadas, o processo é dito exclusivo. No
caso em que apenas uma das part́ıculas do estado final é identificado, o processo é deno-
minado semi-inclusivo. Por fim, se não há identificação de qualquer part́ıcula no estado
final, esse processo é chamado de inclusivo [6].

Podemos ter processos exclusivos difrativos, nos quais um fóton dissocia em uma única
part́ıcula após o espalhamento, a qual denotaremos por V . Uma distinção pode ser feita
quanto a virtualidade deste fóton, de forma que há dois posśıveis processos:

Processos de fotoprodução (Q2 ≃ 0): γ + p→ V + p.

Processos de leptoprodução (Q2 > 0): γ∗+ p→ V + p.

Uma vez que a difração envolve a troca de números quânticos do vácuo, a part́ıcula V no
estado final pode ser um fóton real ou um méson vetorial, que possui os mesmos números
quânticos JPC do fóton, sendo a última reação, um processo quase-elástico. Ambos proces-
sos foram intensamente estudados no HERA, para diversos mésons vetoriais [6]. Tal tipo
de espalhamento pode ser visualisado na Fig.3.7. Uma caracteŕıstica notável dos dados
do HERA, que pode ser vista na Fig.3.8 e na Fig.3.9, é que este tipo de processo prova
diferentes regimes dinâmicos. A dependência em energia torna-se mais forte na presença
da escala dura, a qual pode ser alcançada pela alta virtualidade do fóton ou pela grande
massa do méson vetorial [41]. Por exemplo, na Fig.3.8, a seção de choque para a foto-
produção do méson pesado J/ψ cresce mais rapidamente com a energia do que a seção de
choque do méson leve ρ. A parametrização mostrada é do tipo W δ, com os valores de δ
mostrados para cada reação. Vemos que há uma transição dos processos com baixa massa,
de menor δ, para processos com grande massa, de maior δ. Neste caso, a transição entre
processos macios e duros é determinada pela massa do méson vetorial [47]. Estas mesmas
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Figura 3.8: Dependência em W da seção de choque exclusiva para produção de diferentes
mésons vetoriais [47].
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Figura 3.9: Dependência em W da seção de choque exclusiva para produção do méson
vetorial ρ para diferentes virtualidades [49].

conclusões aplicam-se a Fig.3.9, onde temos a leptoprodução do méson ρ0, para diferentes
virtualidades. Entretando, neste caso é a virtualidade que determina a transição entre
dinâmicas. A presença da escala dura nesses processos (seja por Q2 ou por mV ) garante
que podemos utilizar pQCD para estudá-los. O rápido crescimento da seção de choque
com W é atribúıdo ao aumento da distribuição de glúons em baixo x [6].
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Para calcular a seção de choque total de fotoprodução de mésons vetoriais leves, a massa
dos quarks não é suficiente para garantir que o processo seja duro, assim, um tratamento
perturbativo só é posśıvel para processos de leptoprodução, onde Q2 é diferente de zero.

3.3.1 Correções fenomenológicas

Para processos duros, a seção de choque inclusiva é bem descrita pelas PDFs, as quais
dependem apenas da fração de momentum x portada pelo párton interagente e da escala
de momentum µ2 envolvida. Entretanto, seções de choque “elásticas”, como a produção
difrativa de mésons vetoriais, devem ser descritas por funções de distribuição partônica
generalizadas (generalized parton distribution function - GPDFs) [50–52]. As GPDFs de-
pendem do momentum tranferido t, da escala µ2, e da fração de momentum portada por
cada um dos pártons interagentes, xa,b=x±ξ. No caso de processos difrativos com grande
lacuna de rapidez, a seção de choque é descrita em termos de GPDFs e tipicamente tem
ξ≈x≪1, ou seja, 1≫xa≫xb. Visto que estamos interessados no caso difrativo (troca de
dois glúons no estado singleto de cor), limitaremos a discussão apenas à GPDF do setor
de glúons. Esta é dada por H(x, ξ) ≡ Hg(x, ξ, µ

2, t). No limite de ξ → 0, onde temos
xa=xb, as GPDFs resumem-se as PDFs usuais, ou seja, H(x, 0)=xg(x) [53]. A correção
da aproximação xa = xb é levada em conta na seção de choque se inclúımos o fator de
torção (skewedness) Rg no regime de x= ξ. Este fator é dado pela razão da GPDF pela
PDF, tal que no regime x=ξ [54, 55],

Rg ≡
H(ξ, ξ)

H(2ξ, 0)
=

22λ+3

√
π

Γ (λ+ 5/2)

Γ (λ + 4)
, (3.13)

sendo λ o expoente que fixa o comportamento da distribuição de glúons em x, na forma
xg(x)∼x−λ.

Como veremos no Cap.4, na obtenção da amplitude de espalhamento A, é suposto que
A seja puramente imaginária. Entretanto, a parte real da amplitude A não é nula. Ela
pode ser levada em conta ao incluirmos um fator (1+β2) na seção de choque. O fator β
é a razão da parte real pela parte imaginária da amplitude de espalhamento A, e usando
relações de dispersão obtém-se a seguinte expressão [54],

β =
ReA(t = 0)

ImA(t = 0)
= tan

(
πλ

2

)

. (3.14)

As correções acima são utilizadas por diversos autores na descrição da produção difra-
tiva exclusiva de mésons vetorias e fótons reais, alguns exemplos são [56–61].

3.4 Conclusões

Neste caṕıtulo vimos a relação dos processos difrativos em f́ısica de part́ıculas com
a difração ótica. Definimos uma reação difrativa em termos da ausência de números
quânticos trocados entre as part́ıculas colisoras, e da caracteŕıstica lacuna de rapidez no
estado final desse tipo de processo. Apresentamos as variáveis usuais e os resultados
do DDIS. Vimos que para altas energias, o conteúdo de glúons no DDIS é ainda mais
relevante para a dinâmica do que no DIS. Ao estudar processos exclusivos, vimos como a
virtualidade e a massa das part́ıculas envolvidas regulam o regime dinâmico. Constatamos
que altos valores de Q2 ou de mV garantem a presença da escala de energia dura, onde
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pQCD é válida. Por fim, vimos dois fatores que devem ser levados em consideração no
cálculo da seção de choque exclusiva difrativa: a parte real da amplitude de espalhamento,
e a diferença de momentum entre as part́ıculas trocadas no processo de espalhamento. O
próximo passo é estudar os processos vistos até agora no regime de altas energias, no qual
utilizaremos a representação de dipolos de cor.
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Caṕıtulo 4

Espalhamento profundamente

inelástico na representação de

dipolos de cor

Uma abordagem utilizada para estudar o DIS no regime de altas energias (pequeno x)
é a representação de dipolos de cor. No referencial de dipolo, no qual o fóton tem energia
suficiente apenas para flutuar em um par quark-antiquark, o fóton emitido pelo elétron
flutua em um par qq̄ (a uma grande distância do alvo), então, após um longo tempo, o par
qq̄ espalha-se no próton. Desde que o tempo de interação seja muito mais curto do que o
tempo de vida do par, o tamanho transversal r do par qq̄ pode ser considerado fixo durante
o processo de espalhamento. Isto nos permite interpretar o DIS como o espalhamento de
um dipolo qq̄ com um nucleon, sendo esta interação descrita pela seção de choque de
dipolo, σdip [6]. Usaremos essa ideia para descrever o espalhamento em termos de estados
de Fock1 do fóton. Obtêm-se assim as expressões para as seções de choque γ∗p inclusiva
σγ∗p e difrativa σD, ambas em termos da seção de choque de dipolo σdip, a qual contém
toda a informação sobre a interação do par qq̄ com o nucleon. Também será feita uma
análise qualitativa para o comportamento das seções de choque γ∗p inclusiva e difrativa,
considerando que σdip torne-se constante no regime de altas energias.

γ∗
q

q

p p

γ∗ r
1− z

z

Figura 4.1: Espalhamento γ∗p na representação de dipolos de cor: z é a fração de momen-
tum do fóton portada pelo quark e r é o tamanho do dipolo no plano transverso.

1 Vetores de estado |qq̄, qq̄g, . . .〉 formam uma base do espaço de Hilbert de segunda quantização na
representação de número de part́ıcula, que envolve os operadores criação e aniquilação. Tais vetores de
estados são chamados de estados de Fock, bem como este espaço de Hilbert é chamado de espaço de
Fock [62].
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4.1 Processos inclusivos

Iniciaremos o desenvolvimento da representação de dipolos com a descrição de processos
inclusivos. Seja T a matriz que descreve a transição entre dois autoestados de interação
de um hádron N . Supondo que a amplitude de espalhamento seja puramente imaginária:
T = iD, onde D é real. Vamos considerar uma base de estados hadrônicos f́ısicos |i〉 com
os mesmos números quânticos.

Introduzindo o conjunto completo de autoestados de D como

D|α〉 = dα|α〉, (4.1)

tal que o autovalor dα é proporcional à seção de choque total para o espalhamento αN ,
que chamamos σα. O teorema ótico (ver apêndice A) nos dá a relação entre a seção de
choque total e parte imaginária da amplitude de espalhamento elástica:

σα ≡ σαN
tot =

1

s
Im [〈α|iD|α〉] = 1

s
Im [i〈α|α〉dα] =

1

s
dα, (4.2)

onde
√
s é a energia de centro de massa do sistema αN . Assumindo que o estado f́ısico |i〉

possa ser expandido em termos da base |α〉 de autoestados de D temos

|i〉 =
∑

α

|α〉〈α|i〉 =
∑

α

ciα|α〉, (4.3)

e o mesmo para 〈k|,

〈k| =
∑

β

〈k|β〉〈β| =
∑

β

c∗kβ〈β|, (4.4)

com as duas expressões acima podemos escrever os elementos de matriz do operador D
como

Dik = 〈k|D|i〉 =
∑

α

∑

β

ciαc
∗
kβ〈β|D|α〉 =

∑

α

∑

β

ciαc
∗
kβ〈β|α〉dα (4.5)

=
∑

α

∑

β

ciαc
∗
kβδαβdα =

∑

α

ciαc
∗
kαdα (4.6)

de forma que a amplitude elástica (elementos da diagonal) é

Dii = 〈i|D|i〉 =
∑

α

ciαc
∗
iαdα =

∑

α

|ciα|2dα, (4.7)

utilizando (4.2) temos a seção de choque total do espalhamento iN [6]:

σiN
tot =

1

s
Dii =

∑

α

|ciα|2
dα
s

=
∑

α

|ciα|2σα. (4.8)

O valor esperado de um dado operador O no estado |i〉 é

〈O〉 ≡ 〈i|O|i〉, (4.9)

que expandido nos autoestados de D torna-se

〈O〉 =
∑

α

∑

β

〈i|α〉〈α|O|β〉〈β|i〉 =
∑

α

∑

β

ciαc
∗
iβ〈α|O|β〉, (4.10)
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se O é um operador diagonal na base |α〉, então:

〈O〉 =
∑

α

ciαc
∗
iα〈α|O|α〉 =

∑

α

|ciα|2Oα. (4.11)

Comparando (4.8) e (4.11) temos:

σiN
tot = 〈σα〉, (4.12)

ou seja, a seção de choque de um espalhamento iN pode ser expressa em termos do valor
esperado da seção de choque de interação do autoestado α com o alvo [6].

Agora vamos usar o formalismo acima para descrever o DIS em termos de dipolos de cor.
Na representação de dipolos de cor o autoestado |α〉 definido acima será identificado com
o estado de Fock |qq̄〉, sendo este o estado no qual o fóton virtual flutua antes de encontrar
o alvo. A seção de choque σα será a seção de choque de espalhamento dipolo-próton,
σdip(x, r). Nesta representação, o valor esperado da seção de choque de espalhamento σα
(aqui identificada como σdip) pode ser escrito somando-se dipolos de todos tamanhos e
com qualquer divisão de fração de momentum do fóton (entre q e q̄, de z = 0 a z = 1),
sendo tal quantidade mediada pela função de onda do fóton, ou seja,

〈σdip
L,T (x,Q

2)〉 ≡
∫ 1

0

dz

∫

d2r|ΨL,T (z, r)|2σdip(x, r), (4.13)

onde z é a fração de momentum do fóton carregada pelo quark e z̄ = (1−z) a fração de
momentum do fóton carregada pelo antiquark, r é o raio transversal do par qq̄, ΨL,T é a
função de onda que descreve a flutuação do fóton em um dipolo de cor, e σdip é a seção
de choque de interação entre o par qq̄ e o alvo [6]. Esta abordagem de dipolos de cor,
bem como a expressão acima, foi mostrada válida por Nikolaev e Zakharov [63–65] e por
Mueller [66–68].

O termo |ΨL,T (z, r)|2, também obtido pelos autores acima citados, pode ser escrito em
termos de funções de Bessel modificadas de segundo tipo (K0 e K1) e ǫ

2=Q2zz̄+m2
f , sendo

dado por [69]:

|ΨL(z, r)|2 =
6α

(2π)2

∑

q

4e2qQ
2z2z̄2K2

0(ǫr), (4.14)

|ΨT (z, r)|2 =
6α

(2π)2

∑

q

e2q
[(
z2 + z̄2

)
ǫ2K2

1 (ǫr) +m2
fK

2
0(ǫr)

]
. (4.15)

As relações acima podem ser interpretadas como sendo a probabilidade do fóton virtual
flutuar em um par qq̄. Já a interação do par qq̄ com o alvo é representada pela quantidade
σdip(x, r), dada pela seguinte integral no momentum transverso k [63, 70, 71]:

σdip(x, r) =
4π

3

∫
d2k

k4
αsf(x, k

2)
(
1− eik·r

)
, (4.16)

onde f(x, k2) é a distribuição de glúons não integrada, que está relacionada com a distri-
buição de glúons usual por

f(x, k2) =
∂g(x, k2)

∂ ln k2
, (4.17)
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portanto, a seção de choque de dipolo contém a dinâmica do processo. A fatorização k⊥
de altas energias leva à [65, 71, 72]:

σdip(x, r) ∼ r2αs(r)xg(x, 1/r
2), (4.18)

válida para pequeno r em DLLA (veja seção 2.3) [41].
Por fim, utilizando (4.12) e (4.13), o espalhamento inclusivo fóton-próton pode ser

escrito na representação de dipolos de cor como

σγ∗p
L,T (x,Q

2) ≡
∫ 1

0

dz

∫

d2r|ΨL,T (z, r)|2σdip(x, r). (4.19)

4.2 Processos difrativos

Agora passamos a descrição dos processos difrativos, usando o mesmo formalismo uti-
lizado na seção anterior. Por definição [6], a seção de choque difrativa em t=0 é

dσD
iN

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

=
1

16πs2

∑

k 6=i

D2
ik =

1

16πs2

(
∑

k

D2
ik −D2

ii

)

, (4.20)

usando a completeza do estado |k〉 podemos reescrever o seguinte termo
∑

k

D2
ik = [〈i|D|k〉]2 =

∑

k

〈i|D|k〉〈i|D|k〉∗ =
∑

k

〈i|D|k〉〈k|D|i〉 = 〈i|D2|i〉 (4.21)

de forma que (4.20) torna-se

dσD
iN

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

=
1

16πs2
(
〈i|D2|i〉 − 〈i|D|i〉2

)
. (4.22)

Expandindo |i〉=∑α ciα|α〉, e usando (4.2) e (4.11) temos

〈i|D2|i〉 =
∑

α

ciαc
∗
iα〈α|D2|α〉 =

∑

α

|ciα|2〈α|α〉d2α = s2
∑

α

|ciα|2σ2
α = s2〈σ2

α〉, (4.23)

e fazendo analogamente para o termo 〈i|D|i〉2, podemos escrever (4.22) como

dσD
iN

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

=
1

16π

(
〈σ2

α〉 − 〈σα〉2
)
. (4.24)

Esta fórmula expressa a seção de choque de dissociação difrativa em termos de valor
esperado [6]. Com as mesmas considerações utilizadas no caso inclusivo da seção anterior,
|α〉→|qq̄〉 e σα→σdip, podemos escrever:

dσD
L,T (x,Q

2)

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

=
1

16π

(
〈σ2

dip(x, r)〉L,T − 〈σdip(x, r)〉2L,T
)
. (4.25)

Uma vez que 〈σdip(x, r)〉L,T ≡σγ∗p
L,T =O(αem), podemos negligenciar o termo 〈σdip(x, r)〉2L,T

em (4.25).
Por fim, utilizamos (4.13) para reescrever o valor esperado, somos levados à,

dσD
L,T (x,Q

2)

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

=
1

16π
〈σ2

dip(x, r)〉L,T =
1

16π

∫ 1

0

dz

∫

d2r|ΨL,T (z, r)|2σ2
dip(x, r). (4.26)
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Embora a derivação acima seja semi-intuitiva, a expressão (4.26) é exata [6]. Portanto, a
seção de choque difrativa total é dada por2

σD
L,T (x,Q

2) =

∫ 0

−∞

dt
dσD

L,T

dt
=

∫ 0

−∞

dte−Bt
dσD

L,T

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

(4.27)

=
1

16πB

∫ 1

0

dz

∫

d2r|ΨL,T (z, r)|2σ2
dip(x, r). (4.28)

4.3 Análise qualitativa

A seção de choque de espalhamento dipolo-próton será estudada em detalhes no Cap.5,
neste momento apenas analisaremos seu comportamento assintótico. Para isso, considera-
remos que a σdip tenda a um valor constante com o aumento da energia, comportamento
que será justificado no próximo caṕıtulo.

No caso de pares pequenos, r→0, temos

σdip(x, r) ∼ r2, (4.29)

de forma estes pares interagem muito pouco com o próton. Essa propriedade é chamada
de transparência de cor. Já para grandes valores de r, devido ao confinamento, σdip deixa
de crescer em algum valor t́ıpico de seção de choque hádron-nucleon [6]:

σdip(x, r) ∼ σ0. (4.30)

Além de σdip, a seção de choque fóton-próton depende de |ΨL,T(z, r)|2, que por sua vez
depende das funções de Bessel K0(χ) e K1(χ), as quais diminuem exponencialmente para
χ=ǫr grande, de forma que a contribuição dominante vem de pares qq̄ com χ≈1, ou seja,
de pares com tamanho

r2 ∼ 1

ǫ2
≈ 1

Q2z(1− z)
, (4.31)

onde desprezamos a massa.
Assim, os pares assimétricos (pares com z ≈ 0 ou z ≈ 1), nos quais um dos pártons

carrega a maior parte do momentum, têm grande tamanho r&R≫1/Q, onde R∼1 fm é
o raio de confinamento t́ıpico. Já os pares simétricos (pares com z≈1/2, ou seja, z≈ z̄), nos
quais o quark e o antiquark carregam uma fração de momentum longitudinal semelhante,
têm tamanhos menores r.1/Q [6].

Para uma análise qualitativa da seção de choque difrativa, vamos aproximar as funções
de Bessel modificadas por funções degrau:

K0(ǫr) ∼ Θ(1− ǫr) e K1(ǫr) ∼
Θ(1− ǫr)

ǫr
. (4.32)

Faremos a análise do processo difrativo, sendo que este difere do caso inclusivo apenas pela
potência da seção de choque de dipolo, como podemos ver ao comparar (4.13) e (4.26).

Para o caso da configuração simétrica (pequeno dipolo) temos z ∼ 1/2 e r ∼ 1/Q.

2 A dependência em t na forma exponencial é uma aproximação devido ao rápido decréscimo da seção
de choque em função de t, estando B relacionado à distribuição espacial de pártons dentro do nucleon
(função perfil) [6].
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Aqui introduzimos um corte na integral em r, devido ao comportamento exponencial das
funções de Bessel. Assim, utilizando (4.14) e (4.15), a seção de choque (4.26) pode ser
aproximada por

dσD
T

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

=
1

16

∫ 1

0

dz

∫ 1/Q2

0

dr2

[

6α

(2π)2

∑

q

4e2q
(
z2 + z̄2

)
ǫ2K2

1 (ǫr)

]

σ2
dip(x, r) (4.33)

∼
∫ 1

0

dz
[
z2 + (1− z)2

]

︸ ︷︷ ︸

∼cte

∫ 1/Q2

0

dr2
ǫ2

ǫ2r2
σ2
dip(x, r)
︸ ︷︷ ︸

∼r4

∼
∫ 1/Q2

0

dr2r2 ∼ 1

Q4
, (4.34)

e

dσD
L

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

=
1

16

∫ 1

0

dz

∫ 1/Q2

0

dr2

[

6α

(2π)2

∑

q

4e2qQ
2z2z̄2K2

0(ǫr)

]

σ2
dip(x, r) (4.35)

∼
∫ 1

0

dz
[
z2(1− z)2

]

︸ ︷︷ ︸

∼cte

∫ 1/Q2

0

dr2Q2 σ2
dip(x, r)
︸ ︷︷ ︸

∼r4

∼ Q2

∫ 1/Q2

0

dr2r4 ∼ 1

Q4
. (4.36)

Já para o caso da configuração assimétrica (dipolo grande) temos z ∼ µ2/Q2 e r ∼ 1/µ
(onde µ∼1/R)3

dσD
T

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

=
1

16

∫ 1

0

dz

∫ ∞

1/µ2

dr2

[

6α

(2π)2

∑

q

4e2q
(
z2 + z̄2

)
ǫ2K2

1(ǫr)

]

σ2
dip(x, r) (4.38)

∼
∫ 1

0

dz
[
z2 + (1− z)2

]

︸ ︷︷ ︸

∼z∼µ2/Q2

∫ ∞

1/µ2

dr2
ǫ2

ǫ2r2
σ2
dip(x, r)
︸ ︷︷ ︸

∼r4

∼ µ2

Q2

∫ ∞

1/µ2

dr2r2 ∼ 1

µ2Q2
, (4.39)

e

dσD
L

dt

∣
∣
∣
∣
t=0

=
1

16

∫ 1

0

dz

∫ ∞

1/µ2

dr2

[

6α

(2π)2

∑

q

4e2qQ
2z2z̄2K2

0 (ǫr)

]

σ2
dip(x, r) (4.40)

∼
∫ 1

0

dz
[
z2(1− z)2

]

︸ ︷︷ ︸

∼z3∼µ6/Q6

∫ ∞

1/µ2

dr2Q2 σ2
dip(x, r)
︸ ︷︷ ︸

∼r4

∼ µ6

Q6
Q2

∫ ∞

1/µ2

dr2r4 ∼ 1

Q4
. (4.41)

Fazendo a mesma análise ao caso inclusivo obtemos, para o caso simétrico,

σγ∗p
T ∼ 1

Q2
e σγ∗p

L ∼ 1

Q2
, (4.42)

e para o caso assimétrico,

σγ∗p
T ∼ 1

Q2
e σγ∗p

L ∼ µ4

Q4
. (4.43)

3 Aqui usamos

∫
∞

0

dr2 =

∫
1/µ2

0

dr2 +

∫
∞

1/µ2

dr2 (4.37)

tal que µ∼1/R pode ser visto como uma escala que separa as regiões perturbativa e não perturbativa.
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Podemos concluir então que o DDIS é dominado por pares grandes e assimétricos, com
a seção de choque de dipolo determinada pelo seu comportamento na região de grandes
separações. Embora Q2 seja uma escala dura, o DDIS é amplamente não perturbativo
(visto que envolve distâncias grandes). Para podermos tratá-lo como um processo pertur-
bativo, precisamos selecionar estados finais especiais, que fiquem na região de pequeno r
(grande ǫ), assim procuramos alguma das seguintes caracteŕısticas: ǫ2 ∼ Q2 implica em
processos com grande virtualidade (leptoprodução de mésons leves), ǫ2 ∼m2 implica em
estados finais massivos (produção de mésons pesados), e ǫ2 ∼ zz̄ implica em pares alta-
mente assimétricos (produção de jatos com grande momentum transverso). Tais escolhas
evitam a região não perturbativa [6].

Em contraste, no caso do DIS as contribuições de pares pequenos e grandes são com-
paráveis. Nele os fenômenos de curta distância (duros) e longa distância (macio) coexistem.

4.4 Conclusões

Neste caṕıtulo apresentamos a representação de dipolos de cor, a qual descreve a seção
de choque γ∗p de forma fatorada, tal que toda a interação forte fica contida na seção
de choque de dipolo, a qual está relacionada com a distribuição de glúons. Obtivemos as
seções de choque inclusiva e difrativa em termos da seção de choque de dipolo, com a última
dependendo mais fortemente de σdip. Analisamos o comportamento das seções de choque
difrativa e inclusiva ao considerar um modelo rudimentar para a σdip, com crescimento
quadrático em r para pequenos dipolos, e mantendo-se constante para grandes dipolos.
Tal análise nos mostrou que enquanto o DIS possui contribuições comparáveis para os
tamanhos assintóticos de dipolo, o DDIS é dominado por pares grandes, de forma que
seu tratamento perturbativo só é posśıvel quando selecionamos condições especiais, as
quais envolvam ao menos uma das caracteŕısticas a seguir: grande virtualidade, estado
final massivo e pares altamente assimétricos. Agora que já estudamos DIS, DDIS e a
representação de dipolos de cor, estamos prontos para estudar a dinâmica partônica em
altas energias, que será vista no próximo caṕıtulo.
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Caṕıtulo 5

Dinâmica partônica em altas energias

Vimos que a dinâmica partônica tem sua evolução regida pelas equações DGLAP. Ini-
ciaremos nosso estudo do regime de pequeno x tratando do caso assintótico das equações
DGLAP para altas energias. Neste contexto também veremos a predição da equação
BFKL. O resultado desta abordagem viola propriedades gerais da mecânica quântica,
como o limite de Froissart e a unitariedade da seção de choque. Estes problemas são
evitados quando processos de recombinação de glúons são introduzidos. A primeira pro-
posta neste sentido foi feita por Gribov, Levin e Ryskin (GLR), sendo esta uma proposta
de equação de evolução não linear para as PDFs. O modelo GLR leva ao conceito de
saturação partônica, o qual será amplamente utilizado neste trabalho. Após, veremos o
estado da arte para a descrição do regime de altas densidades partônicas, dado pelo Con-
densado de Vidros de Cor, o qual descreve a seção de choque de dipolo em termos de uma
amplitude de espalhamento de dipolo. A evolução desta amplitude é dada pela equação
de Balitsky-Kovchegov, ou, por modelos fenomenológicos. Por fim, veremos como que o
DDIS demonstra a necessidade do conceito de saturação para altas energias.

5.1 A dinâmica DGLAP para pequeno x

No regime de pequeno x podemos obter uma solução anaĺıtica para a equação DGLAP.
As funções de desdobramento Pij associadas ao setor de glúons, dadas por (2.66) e (2.67),
são singulares para z → 0. Como consequência, o comportamento das distribuições
partônicas para pequeno x é determinado pela dinâmica do setor de glúons [73]. Nessa
região temos para o termo singular de desdobramento

P z→0
gg =

2Nc

z
, (5.1)

onde z = x/x′. Portanto podemos escrever a evolução DGLAP do setor de glúons em
pequeno x como

Q2∂g(x,Q
2)

∂Q2
=

∫ 1

x

dx′

x′
αsNc

π

x′

x
g(x′, Q2), (5.2)

x
∂g(x,Q2)

∂Q2
=

∫ 1

x

dx′

x′
1

Q2

αsNc

π
x′g(x′, Q2). (5.3)
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Integrando no momentum ao quadrado, de Q2
0 até Q2, onde Q2

0 introduz um corte para
baixo momentum transverso, ficamos com

xg(x,Q2) =

∫ 1

x

dx′

x′

∫ Q2

Q2

0

dk2

k2
αsNc

π
x′g(x′, k2), (5.4)

definindo Y como logaritmo do inverso da fração de momentum, Y = ln(1/x′), tal que
x′=e−Y temos

xg(x,Q2) =

∫ Y

0

dY ′

∫ Q2

Q2

0

dk2

k2
αsNc

π
x′g(x′, k2), (5.5)

agora definindo Γ=ln(Q2/Q2
0) e k

2=Q2
0e

Γ temos

xg(x,Q2) =
αsNc

π

∫ Y

0

dY ′

∫ Γ

0

dΓ′x′g(x′, k2), (5.6)

onde também consideramos a constante de acoplamento fixa no último passo. Introduzindo
a transformada de Mellin de xg(x,Q2) como G(Y,Γ), com ω sendo a variável conjugada a
Y [73],

G(ω,Γ) =

∫ ∞

0

dY e−ωYG(Y,Γ), (5.7)

e sua inversa

G(Y,Γ) =
1

2πi

∫ i∞

−i∞

dωeωYG(ω,Γ), (5.8)

podemos escrever (5.6) como

1

2πi

∫ i∞

−i∞

dωeωY
′

G(ω,Γ) =
1

2πi

∫ y

0

dY ′

∫ Γ

0

dΓ′αsNc

π

∫ i∞

−i∞

dωeωY
′

G(ω,Γ′) (5.9)

∫ i∞

−i∞

dωeωY
′

G(ω,Γ) =
αsNc

π

∫ i∞

−i∞

dω

∫ Γ

0

dΓ′G(ω,Γ′)

∫ Y

0

dY ′eωY
′

(5.10)

∫ i∞

−i∞

dωeωY
′

G(ω,Γ) =
αsNc

πω

∫ i∞

−i∞

dωeωY
′

∫ Γ

0

dΓ′G(ω,Γ′) (5.11)

onde identificamos

G(ω,Γ) =
αsNc

πω

∫ Γ

0

dΓ′G(ω,Γ′), (5.12)

que pode ser expresso como uma equação diferencial,

dG(ω,Γ)

dΓ
=
αsNc

πω
G(ω,Γ), (5.13)

cuja solução é

G(ω,Γ) = G(ω,Γ0) exp

(
αsNc

πω

)

. (5.14)
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Substituindo em (5.8) temos

G(Y,Γ) =
1

2πi

∫ i∞

−i∞

dωeωYG(ω,Γ0) exp

(
αsNcΓ

πω

)

. (5.15)

Assumindo que a condição inicial não é singular, na região de pequeno x (grande Y ) e
grande Γ (grande Q2), podemos utilizar o método do ponto de sela para calcular esta inte-
gral [29]. Sendo f(ω) o argumento da exponencial, o ponto de sela é dado por df(ω)/dω=0,
ou seja,

ωs =

√

αsNcΓ

πY
, (5.16)

com f(ωs) dado por

f(ωs) = 2

√

αsNcΓY

π
(5.17)

e o fator
∣
∣
∣
∣

d2f(ω)

dω2

∣
∣
∣
∣

−1/2

ωs

=
1√
2

1

Y 3/4

(
αsNcΓ

π

)1/4

(5.18)

tal que o fator (2πi)−1 de (5.15) cancela-se com o fator (2πi) dos reśıduos [74]. Assim
temos

G(y,Γ) = G(ω0,Γ0)
1

Y 3/4

(
αsNcΓ

π

)1/4

exp

(

2

√

αsNcΓY

π

)

. (5.19)

Agora se consideramos que a condição inicial G(Y,Γ0) contenha uma singularidade, e que
esta seja do tipo G(Y,Γ0)=e

ω0Y , usando (5.7) teremos

G(ω,Γ0) =

∫ ∞

0

dY e−ωY eω0Y =
1

ω − ω0

, (5.20)

tal que

G(Y,Γ) =
1

2πi

∫ i∞

−i∞

dωeωY
1

ω − ω0
exp

(
αsNcΓ

πω

)

, (5.21)

sendo então o comportamento assintótico resultado de uma competição das duas contri-
buições [29]: o pólo ω=ω0 leva a

G(Y,Γ) ≈ exp

(

ω0Y +
αsNcΓ

πω0

)

, (5.22)

enquanto o ponto de sela implica em

G(Y,Γ) ≈ exp

(

2

√

αsNcΓY

π

)

. (5.23)

Portanto, na região ω0Y ≫
√

αsNcΓY/π as condições iniciais definem a solução e seu
comportamento assintótico, mas para grandes virtualidades (αsΓ≫ Y ), o ponto de sela
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determina o comportamento assintótico de xg(x,Q2). Desta maneira o comportamento
assintótico da distribuição de glúons é da forma

xg(x,Q2) ≈ exp

√

αsNcΓY

π
= exp

√

αsNc

π
ln

(
Q2

Q2
0

)

ln

(
1

x

)

, (5.24)

ou com um crescimento ainda mais acentuado com o aumento de Q2 ou diminuição de
x. Assim conclúımos que no limite de pequeno x, a solução da DGLAP na DLLA (veja
seção 2.3), que ressoma termos do tipo αs lnQ

2 ln(1/x), é determinada pelo crescimento
assintótico da distribuição de glúons [29].

5.2 Equação de Balitsky-Fadin-Kuraev-Lipatov

Como já comentado na Seção 2.3, para a descrição do DIS, podemos ressomar duas
classes de logaritmos. Um deles é para altos valores de virtualidade, na qual a ressoma
de grandes lnQ2 (LLA) leva às equações DGLAP. Para altas energias, também é posśıvel
ressomar grandes ln(1/x) (LLxA). O procedimento para a ressoma de grandes logaritmos de
1/x foi proposto por Balitsky, Fadin, Kuraev e Lipatov (BFKL) [34–37]. Nos limitaremos
a apresentar a equação e o resultado predito por ela. A derivação da BFKL pode ser vista
em [75] e sua resolução em [6, 46].

A BFKL é uma equação de evolução para a distribuição de glúons não integrada no
momentum transverso, f(x, k2). Essa distribuição dá a probabilidade de encontrar um
glúon com fração de momentum x do hádron e momentum transverso k. A relação desta
com a distribuição de glúons usual, é dada por

xg(x,Q2) =

∫ Q2

dk2

k2
f(x, k2). (5.25)

A representação diferencial da equação BFKL em ordem dominante, com αs fixo, pode ser
expressa por [76]

∂f(x, k2)

∂ ln(1/x)
=

3αsk
2

π

∫ ∞

0

dQ2

Q2

[

f(x,Q2)− f(x, k2)

|Q2 − k2| +
f(x, k2)
√

4Q4 + k4

]

, (5.26)

cuja solução descreve a dinâmica no regime de pequeno x:

f(x, k2) ∼
(
x

x0

)−λ [
k2

ln(x/x0)

]1/2

exp

[

− ln2(k2/k2)

cαs ln(x0/x)

]

, (5.27)

onde x0, k, c e λ são constantes.
A caracteŕıstica de interesse na solução da equação BFKL para nós está contida

no termo x−λ. Este termo regula o crescimento de f(x, k2) para altas energias, sendo
λ(αs ≈ 0,2) ≈ 0,5 [6]. Assim como a solução da DGLAP para pequeno x, a solução da
BFKL prevê um forte crescimento da distribuição de glúons no limite de altas energias,
caracteŕıstica que está associada ao fato da BFKL, assim como a DGLAP, considerar ape-
nas processos de emissão de glúons. Vale salientar que em DLLA, as equações BFKL e
DGLAP possuem limite comum [29].
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Outra propriedade importante da solução da BFKL, essa não presente na DGLAP,
é o padrão difusivo devido ao fator ln2 k2 da exponencial. Isso é devido a ausência de
um forte ordenamento em momentum transverso. Desta forma, quando evolúımos para
pequeno x, o termo de difusão causa um alargamento da distribuição em k, levando a
contribuição, tanto de grandes quanto de pequenos valores de momentum transverso. Tal
caracteŕıstica pode levar a não aplicabilidade do tratamento perturbativo, visto que há
contribuição do limite infravermelho, onde a escala de momentum t́ıpico é pequena com-
parada a ΛQCD [6, 75, 76].

5.3 Equação de Gribov-Levin-Ryskin e saturação

partônica

A dinâmica DGLAP prevê um crescimento indefinido do número de glúons no interior
do próton a medida que aumentamos Q2, assim como a BFKL leva a mesma conclusão
com a diminuição de x. Em termos geométricos, isso faz com que a área total ocupada
pelos glúons possa tornar-se compat́ıvel ou até mesmo maior que a área transversa do nu-
cleon. Como consequência disso, teŕıamos a violação da unitariedade da seção de choque.
Além disso, o crescimento da seção de choque predita pelas equações de evolução DGLAP
e BFKL é do tipo potência com a energia, violando assim o limite de Froissart [77, 78], o
qual estabelece que a seção de choque não pode crescer mais rapidamente do que ln2(s).
Consequentemente, algum outro efeito deve ser inclúıdo para diminuir (ou mesmo parar)
este crescimento indefinido do número de glúons nestes limites [29]. Agora veremos a pri-
meira proposta feita neste sentido.

O crescimento do número de glúons pode ser entendido como um efeito de radiação
iterativa, onde os próprios glúons dividem-se em dois ou três, além de serem emitidos pelos
quarks. Este crescimento no número de glúons faz com que o próton (quando observado
em altas energias) seja visto como um meio denso e colorido [46]. Gribov, Levin e Rys-
kin (GLR) propuseram que em altas densidades partônicas o processo de recombinação
de pártons torna-se importante [79]. Esse processo de recombinação é expresso mate-
maticamente por uma equação de evolução não linear, denominada GLR. O número (ou
densidade) de pártons é determinado pela equação de evolução: de acordo com as equações
DGLAP, que representam a evolução QCD na virtualidade Q2, o número de pártons com
pequeno x cresce muito rápido. Então, no plano transverso (plano do parâmetro de im-
pacto) temos a seguinte imagem: na região de médio x vemos um sistema dilúıdo de
pártons, enquanto na região de pequeno x a densidade torna-se alta, levando à interação
entre pártons. Devemos lembrar que as equações DGLAP e BFKL levam em conta ape-
nas processos de decaimento (A → B+C), os quais implicam em um crescimento da
densidade partônica. Com alta densidade partônica devemos esperar que processos de
aniquilação (A+B→C) sejam importantes. Esses processos levam a diminuição da den-
sidade partônica [29].

No cenário que estudamos até agora, as modificações das densidades partônicas são ob-
tidas pelo desdobramento do párton incidente em dois pártons emergentes. Tal evolução
é proporcional à probabilidade de encontrar o párton inicial, de forma que tenhamos
uma equação linear. Já nos processos de recombinação, as modificações das densidades
partônicas são dadas pela recombinação de dois pártons incidentes em um párton emer-
gente. Neste caso, a evolução é proporcional à probabilidade de encontrar dois pártons
incidentes, logo podemos assumi-la como sendo proporcional ao quadrado da probabilidade
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de encontrar um párton, resultando em uma equação não linear. Isso pode ser expresso
em termos da densidade de glúons no plano transverso, ρ=xg(x,Q2)/(πR2), da seguinte
forma:

Processos de desdobramento (1→2) =⇒ probabilidade proporcional à αsρ;

Processos de aniquilação (2→1) =⇒ probabilidade proporcional à α2
sd

2ρ2 ∝ α2
s

1
Q2ρ

2,

onde d é o tamanho do párton produzido no processo, que em DIS, é inversamente propor-
cional à Q. Quando x não é muito pequeno, apenas o desdobramento é importante, uma
vez que ρ é pequeno. Entretanto, uma vez que ρ crece quando x→0, a alta densidade de
glúons faz com que a aniquilação torna-se importante [29].

O que foi dito acima pode ser expresso matematicamente subtraindo-se um termo
proporcional à ρ2 na forma diferencial da equação DGLAP (5.4):

∂2ρ

∂ ln 1
x
∂ lnQ2

=
αsNc

π
ρ− α2

sγπ

Q2
ρ2, (5.28)

ou, em termos da distribuição de glúons, temos a equação GLR:

∂2xg(x,Q2)

∂ ln 1
x
∂ lnQ2

=
αsNc

π
xg(x,Q2)− α2

sγ

Q2R2

[
xg(x,Q2)

]2
, (5.29)

onde γ = 81/16 (para Nc = 3) representa o valor do acoplamento no processo de ani-
quilação, calculado por Mueller e Qiu, os quais também obtiveram a expressão acima por
um caminho diferente do utilizado pelos autores originais [80].

A análise da solução da equação GLR, feita por diversos autores [81–83], leva às seguin-
tes propriedades: o termo não linear resulta em um menor crescimento da distribuição de
glúons para pequenos valores de x (quando comparado às equações lineares), além disso,
para energias muito elevadas, a distribuição de glúons passa a ser independente da energia.
Em outras palavras, a equação GLR prevê a saturação da distribuição de glúons no re-
gime assintótico de pequeno x, além de uma linha cŕıtica separando o regime linear (baixa
densidade) do regime não linear (alta densidade), sendo válida somente na região próxima
a esta linha [29].

Podemos determinar o regime assintótico da equação GLR, tomando a densidade de
glúons constante, ou seja, quando o lado esquerdo de (5.29) anula-se:

xg(x,Q2)
∣
∣GLR

sat
=

16Q2R2

27παs

. (5.30)

Da expressão acima podemos isolar Q2, de forma que obtemos a escala de momentum na
qual a saturação é alcançada,

Q2
s =

27παs

16Q2R2
xg(x,Q2

s) ≈
27παs

16R2
x−λ, (5.31)

tal que no último passo consideramos o comportamento da distribuição de glúons em
pequeno x, assumindo xg(x) ∼ x−λ. A escala de saturação Q2

s separa o regime linear
(Q2>Q2

s) do regime não linear (Q2<Q2
s).

Embora a GLR implique em saturação no regime assintótico, seu regime de validade
termina antes que a saturação seja alcançada [80]. Isto deve-se ao fato que a equação GLR é
um truncamento no primeiro termo não linear do desenvolvimento em série de potências da
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densidade. Portanto, antes que o comportamento de saturação esteja presente, os termos
de mais alta ordem na densidade serão importantes e não podem ser desconsiderados.
Assim sendo, a equação GLR não é válida no regime de elevadas densidades (valores de x
muito pequenos) [29]. Ou seja, a GLR prediz a estagnação do crescimento da densidade
de glúons, mas ela não é válida neste regime onde há saturação. Para tal regime, termos
com maior potência em αs devem ser inclúıdos em (5.29).

5.4 Condensado de Vidros de Cor

O trabalho de Gribov, Levin e Ryskin gerou uma longa série de trabalhos (explorada
em [29]), cujo objetivo era desenvolver uma teoria da saturação. Em particular, Venu-
gopalan e McLerran (MV) propuseram uma nova abordagem para tratar o campo de
glúons no regime de altas densidades partônicas [84–86]. Tal abordagem desenvolveu-se
e hoje constitui a teoria efetiva da QCD em altas energias, denominada de Condensado
de Vidros de Cor (Color Glass Condensate - CGC) [87–90], que leva às equações Jalilian-
Iancu-McLerran-Weigert-Leonidov-Kovner (JIMWLK) [91–94]. Uma teoria semelhante,
mas com aproximações diferentes, foi desenvolvida por Balitsky [95] e depois por Kovche-
gov [96]. Dela é posśıvel chegar à equação de evolução de Balitsky-Kovchegov (BK), a
qual será apresentada mais a frente. O nome CGC deve-se as principais caracteŕısticas do
sistema que a teoria descreve: a “cor” vem por ser um sistema composto de glúons, o “vi-
dro” é devido a sua dinâmica interna estar congelada (o sistema como um todo não varia
durante as escalas de tempo envolvidas no processo de espalhamento), e o “condensado”
é porque o sistema é caracterizado por um grande número de ocupação e fortes campos
coloridos clássicos. A alta densidade e a liberdade assintótica implicam que o CGC é
fracamente acoplado [46].

Na Fig.5.1 é apresentada uma representação pictórica para as densidades partônicas
em um plano formado pelos eixos de virtualidade e energia. Nele, as diferentes equações
de evolução são mostradas em relação a variável que é evolúıda, assim como indicamos a
região não perturbativa da QCD (baixo Q2) e uma linha que separa as regiões de densidade
dilúıda e saturada. Nas equações de evolução DGLAP, fixamos x e evolúımos a função de
distribuição em Q2. Desta forma, conforme aumentamos a resolução, o sistema torna-se
mais dilúıdo, pois, mesmo com o número de glúons crescendo, a área efetiva para interação
de cada um torna-se menor. Já no caso da equação BFKL, fixamos Q2 e evolúımos em
relação a x. Neste caso, conforme a energia aumenta, o número de pártons dentro do
hádron aumenta, mas diferente do caso da DGLAP, a área de cada glúon permanece a
mesma, uma vez que a resolução é fixa. No limite comum das equações DGLAP e BFKL,
dado pela aproximação de duplo logaritmo dominante (DLLA), a evolução é feita tanto em
Q2 quanto em x. Tal evolução em Q2 e x também é feita pela equação GLR. A escala de
saturação Q2

s(x), a qual define uma linha (no plano ln(1/x) por Q2) que separa os regimes
linear e não linear, também é exemplificada. Ainda na Fig.5.1, ilustramos que a saturação
ocorre assim que toda a área do hádron for ocupada pelo crescente número de glúons [46].
De fato, a escala de saturação pode ser entendida como o inverso da área transversa dentro
da qual a probabilidade de encontrar mais do que um glúon é da ordem de um [97].

Embora já tenhamos antecipado o comportamento da seção de choque de dipolo na
análise qualitativa da Seção 4.3, ainda não temos sua forma funcional. Já vimos que a
dinâmica de interações fortes em altas energias é dominada pela distribuição de glúons.
Dessa forma, a descrição da σdip(x, r) deve levar em conta que a densidade de glúons para
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Figura 5.1: Regiões de aplicabilidade das equações de evolução no plano transverso.

um dado x cresce com o aumento de Q2, assim como cresce para um dado Q2 fixo quando
x torna-se menor. Como em algum momento os glúons começam a sobrepor-se, espera-se
que neste regime a densidade partônica sature e as equações de evolução linear da QCD
percam sua validade, dando origem a uma dinâmica não linear caracterizada pela escala de
saturação Qs, tal que para Q2 ∼ Q2

s o efeito não linear de saturação torne-se importante.
No formalismo CGC a seção choque de dipolo é dada por

σdip(x, r) =

∫

d2b
dσdip
d2b

= 2

∫

d2bN (x, r, b), (5.32)

onde b é o parâmetro de impacto e N é a amplitude de espalhamento dipolo-alvo, a qual
carrega toda a informação sobre o espalhamento hadrônico [97]. A amplitude N é obtida
resolvendo-se uma equação de evolução em rapidez ou por modelos fenomenológicos.

A dependência da amplitude N no parâmetro de impacto não é tratável perturbativa-
mente, visto que esta dependência está enraizada na f́ısica de confinamento. Portanto, é
útil assumir que a dependência de N em b possa ser fatorizada [97],

N (x, r, b) = N (x, r)S(b), (5.33)

isto implica que a amplitude de espalhamento de dipolo é invariante em toda a região
transversal do hádron (invariância translacional), ou seja, o alvo é homogêneo. Uma
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Figura 5.2: O processo de emissão de um glúon pelo par qq̄ em (a) pode ser visto em (b)
como a criação de um novo dipolo qq̄ no limite de grande número de cores.

opção comum é fazer

2

∫

S(b)d2b→ σ0, (5.34)

onde σ0 é um parâmetro livre e é interpretado como o dobro da área transversa média da
distribuição de quarks no hádron [98]. Assim podemos escrever

σdip(x, r) = σ0N (x, r), (5.35)

desta forma a dinâmica do espalhamento dipolo-hádron está contida em N (x, r).
A amplitude de espalhamento N (x, r) contém toda a informação sobre o alvo e a f́ısica

de interação forte. No formalismo CGC, ela pode ser obtida resolvendo a equação Balitsky-
Kovchegov [95, 96] (BK), que é uma equação que evolúı N na rapidez Y =ln(x0/x), onde
x0 é o valor inicial de x [58]. Usando a aproximação de invariância translacional, que é
justificada para r≪ b, ou seja, para um alvo homogêneo com raio muito maior do que
qualquer tamanho de dipolo considerado, a equação BK pode ser escrita como [99]:

∂N (r, Y )

∂Y
=

∫
d2z

2π
K(~r, ~r1, ~r2)

[
N (r1, Y ) +N (r2, Y )

=− N (r, Y )−N (r1, Y )N (r2, Y )
]
, (5.36)

sendo N (r, Y ) a amplitude de espalhamento para um dipolo qq̄ (de tamanho r≡ |~r|) no
alvo. As quantidades r1 e r2 são dadas em termos das localizações do quark e do antiquark,
sendo

~r = ~x− ~y, ~r1 = ~x− ~z,

~b =
~x+ ~y

2
, ~r2 = ~y − ~z,

(5.37)

onde ~x é a posição do quark e ~y é a posição do antiquark no espaço transversal com res-
peito ao centro do alvo.

A equação BK possui a seguinte interpretação probabiĺıstica: quando evolúıdo em
rapidez (ou seja, quando observado com uma energia maior) o dipolo pai, com final (~x, ~y),
emite um glúon, o qual corresponde no limite de grande Nc a mais um par qq̄, de forma
que após o aumento de energia temos dois dipolos, com finais (~x, ~z) e (~z, ~y). A proba-
bilidade de emissão K(~r, ~r1, ~r2) é multiplicada pela probabilidade de espalhamento dos
dois novos dipolos N (r1, Y ) e N (r2, Y ) a menos da probabilidade do espalhamento com o
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dipolo pai N (r, Y ). O termo não linear N (r1, Y )N (r2, Y ) é subtráıdo para evitar dupla
contagem, visto que a probabilidade de ambos espalharem simultaneamente está contida
em N (r1, Y )+N (r2, Y ) [99]. A evolução descrita acima pode ser vista como um impulso
(boost) em rapidez (consequentemente, em energia), como mostrado na Fig.5.2.

Vale salientar que a forma com simetria azimutal da equação de evolução BFKL, a
qual dá a contribuição dominante para altas energais, corresponde a equação BK sem o
termo não linear. É este termo não linear que evita que a amplitude cresça ilimitadamente
com a rapidez [99].

Utilizando a constante de acoplamento fixa, o núcleo (kernel) BFKL é dado por

KLO(~r, ~r1, ~r2) = ᾱs
r2

r21r
2
2

, (5.38)

onde ᾱs = αsNc/2π
2. As previsões para o crescimento da escala de saturação com a di-

minuição de x, obtidas com a utilização deste núcleo, mostram um crescimento de Q2
s(x)

muito rápido se comparado aos resultados extráıdos fenomenologicamente em DIS de pe-
queno x [58, 97]. Portanto, correções devem ser feitas. A prescrição proposta por Balit-
sky [100] utiliza constante de acoplamento variável, de forma que o núcleo é modificado
para

KBal(~r, ~r1, ~r2) =
Ncαs (r

2)

2π2

[
r2

r21r
2
2

+
1

r21

(
αs (r

2
1)

αs (r22)
− 1

)

+
1

r22

(
αs (r

2
2)

αs (r21)
− 1

)]

, (5.39)

levando a resultados mais consistentes com os dados de DIS de pequeno x [58]. A equação
BK utilizando um núcleo com constante de acoplamento variável é referida por rcBK
(running coupling).

A fim de obter a forma da escala de saturação via equação BK, bem como a solução
da BK no regime de altas energias, utilizaremos (5.36) escrita em termos do elemento
de matriz de espalhamento dipolo-hádron S, que está relacionado com a amplitude de
espalhamento dipolo-hádron N por

S(x⊥, y⊥, Y ) = 1−N (x⊥, y⊥, Y ). (5.40)

onde já utilizamos as variáveis de posição no plano transverso, ainda com as relações (5.37).
Com o núcleo (5.38), podemos escrever (5.36) como

∂N (r⊥, Y )

∂Y
= ᾱs

∫
d2z⊥
2π

r2⊥
r21⊥r

2
2⊥

[

N (r1⊥, Y ) +N (r2⊥, Y )−N (r⊥, Y )

− N (r1⊥, Y )N (r2⊥, Y )
]

(5.41)

∂ [1− S(r⊥, Y )]

∂Y
= ᾱs

∫
d2z⊥
2π

r2⊥
r21⊥r

2
2⊥

{

[1− S(r1⊥, Y )] + [1− S(r2⊥, Y )]

− [1− S(r⊥, Y )]− [1− S(r1⊥, Y )] [1− S(r2⊥, Y )]
}

(5.42)

∂S(r⊥, Y )

∂Y
= −ᾱs

∫
d2z⊥
2π

r2⊥
r21⊥r

2
2⊥

[

S(r⊥, Y )− S(r1⊥, Y )S(r2⊥, Y )
]

. (5.43)

Para pequenos dipolos (r⊥≪1/Qs(x)) a equação acima leva a equação BFKL [101]. Já no
caso de dipolos grandes (r⊥ ≫ 1/Qs(x)), regime com baixo momentum q2⊥ .Q2

s(x), onde
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efeitos não lineares tornam-se importantes, o dipolo é fortemente absorvido pelo hádron,
de forma que S(r⊥)≪1. Neste regime podemos negligenciar o termo quadrático de (5.43),
região na qual a contribuição dominante vem de z⊥ satisfazendo

1/Qs(x) ≪ |z⊥ − x⊥| ≪ r⊥ com |y⊥ − z⊥| ≈ r⊥, (5.44)

ou

1/Qs(x) ≪ |y⊥ − z⊥| ≪ r⊥ com |z⊥ − x⊥| ≈ r⊥, (5.45)

que são os casos onde temos um dipolo muito grande (próximo ao tamanho do dipolo
original) e outro dipolo muito pequeno. Assim ficamos com

∂S(r⊥, Y )

∂Y
=−ᾱs

∫
d2z⊥
2π

r2⊥
r21⊥r

2
2⊥

S(r⊥, Y ) (5.46)

∂S(x⊥ − y⊥, Y )

∂Y
=−ᾱsS(x⊥ − y⊥, Y )

∫
d2z⊥
2π

(x⊥ − y⊥)
2

(x⊥ − z⊥)2(z⊥ − y⊥)2
, (5.47)

fazendo a troca de variáveis x⊥−z⊥=z⋆⊥ podemos escrever y⊥−z⊥=z⋆⊥−r⊥, de forma que
ficamos com

∂S(r⊥, Y )

∂Y
= −ᾱsS(r⊥, Y )

∫
d2z⋆⊥
2π

r2⊥
z⋆2⊥ (r⊥ − z⋆⊥)

2
, (5.48)

no regime em que estamos trabalhando, de (5.44), temos (r⊥−z⋆⊥)2≃r2⊥, portanto obtemos

∂S(r⊥, Y )

∂Y
≃−ᾱsS(r⊥, Y )

∫ r⊥

1/Qs(x)

d2z⋆⊥
2π

1

z⋆2⊥
= − ᾱsS(r⊥, Y )

2

∫ r2
⊥

1/Q2
s(x)

dz⋆2⊥
1

z⋆2⊥
(5.49)

≃−ᾱsS(r⊥, Y ) ln
(
r2⊥Q

2
s(x)

)
. (5.50)

Esta é a equação BK na região de saturação e com a constante de acoplamento fixa [101].
Para resolvê-la precisamos da forma funcional de Qs(Y ). Isto pode ser obtido da equação
BK na forma (5.43) se assumimos o escalonamento das variáveis Q2

s(Y ) e r2⊥, de forma
que a solução da BK no regime de altas energias dependa apenas do produto Qsr⊥. Esta
abordagem é motivada pelos resultados obtidos em [102], que serão discutidos no final
desta seção. Assim, assumimos que S(r⊥, Y ) tenha a forma

S(r⊥, Y ) ≡ 1− Φ(ξ), (5.51)

onde

ξ ≡ ln
1

r2⊥Q
2
s(Y )

. (5.52)

Antes de resolver (5.43) para (5.51), vamos ver duas propriedades para qualquer função
de ξ que serão úteis: Uma delas é

∂f(ξ)

∂Y
=
∂f(ξ)

∂ξ
︸ ︷︷ ︸

f ′(ξ)

∂ξ

∂Y
= f ′(ξ)

∂

∂Y

[
− ln

(
r2⊥Q

2
s(Y )

)]
= −f ′(ξ)

∂

∂Y
ln
[
Q2

s(Y )
]
, (5.53)
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e a outra é

∂f(ξ)

∂r2⊥
=
∂f(ξ)

∂ξ
︸ ︷︷ ︸

f ′(ξ)

∂ξ

∂r2⊥
= f ′(ξ)

∂

∂r2⊥

[
− ln

(
r2⊥Q

2
s(Y )

)]
= −f ′(ξ)

1

r2⊥
(5.54)

r2⊥
∂f(ξ)

∂r2⊥
=−f ′(ξ). (5.55)

Agora vamos utilizar as propriedades acima no cálculo de interesse, de forma que iremos
primeiro dividir (5.43) por r2⊥, e depois integrar nesta mesma variável. O lado esquerdo
de (5.43) fica

∫

d2r⊥
1

r2⊥

∂S(ξ)

∂Y
=

∫

d2r⊥
1

r2⊥

[

− ∂

∂Y
lnQ2

s(Y )

]

S ′(ξ) (5.56)

=
∂

∂Y
lnQ2

s(Y )

∫

d2r⊥
1

r2⊥
[−S ′(ξ)] (5.57)

=
∂

∂Y
lnQ2

s(Y )

∫

d2r⊥
1

r2⊥

[

r2⊥
∂S(ξ)

∂r2⊥

]

(5.58)

=
∂

∂Y
lnQ2

s(Y )π

∫ ∞

0

dr2⊥
∂S(ξ)

∂r2⊥
(5.59)

=
∂

∂Y
lnQ2

s(Y )π [S(∞)− S(0)] = −π ∂

∂Y
lnQ2

s(Y ), (5.60)

onde utilizamos as condições de contorno S(r=0)=1 e S(r=∞)=0. Já o lado direito de
(5.43), com a mesma troca de variáveis utilizada em (5.48), pode ser escrito como

−ᾱs

∫
d2z⊥d

2r⊥
2π

1

z2⊥(r⊥ − z⊥)2

[

S(r⊥, Y )− S(z⊥, Y )S(r⊥ − z⊥, Y )
]

= −ᾱsc (5.61)

visto que assumimos S(r⊥, Y )=S(ξ) como uma solução escalonada (o que faz com que c
seja uma constante independente de Y ) [99]. Por fim, igualando (5.60) e (5.61) temos

−π ∂

∂Y
lnQ2

s(Y ) =−ᾱsc (5.62)

Q2
s(Y ) = Λ2eᾱscY , (5.63)

com Λ fixado pela condição inicial (usualmente, Λ ∼ ΛQCD) [101]. O resultado (5.63)
demonstra que a escala de saturação cresce com a energia, isso nos indica que conforme
aumentamos a energia, a f́ısica de saturação torna-se cada vez mais importante.

Agora que conhecemos a forma com que a escala de saturação depende da rapidez,
podemos utiliza-la em (5.50) para obter a solução da equação BK no regime de saturação.
Para isso, começamos escrevendo

∂S

∂Y
=
∂S

∂ξ

∂ξ

∂Y
, (5.64)

onde

∂ξ

∂Y
=

∂

∂Y

[
− ln

(
r2⊥Q

2
s(Y )

)]
= − 1

r2⊥Q
2
s(Y )

∂

∂Y

[
r2⊥Q

2
s(Y )

]
(5.65)

=− 1

Q2
s(Y )

∂

∂Y

[
Λ2eᾱscY

]
= − ᾱsc

Q2
s(Y )

[
Λ2eᾱscY

]
= −ᾱsc, (5.66)
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voltando à (5.64) temos

∂S

∂Y
= −ᾱsc

∂S

∂ξ
, (5.67)

comparando com (5.50) ficamos com

−ᾱsS(r⊥, Y ) ln
(
r2⊥Q

2
s(x)

)
= ᾱsS(r⊥, Y )ξ = −ᾱsc

∂S

∂ξ
(5.68)

∂S

∂ξ
=−1

c
ξS, (5.69)

resolvendo a equação diferencial para S temos

S(ξ) = S0e
−ξ2/2c, (5.70)

ou, em termos da amplitude de espalhamento de dipolo,

N (ξ) = 1− S0 exp

{

− ln2 [r2Q2
s(Y )]

2c

}

, (5.71)

sendo válida para grandes dipolos. A expressão acima é conhecida como lei de Levin-
Tuchin [103].

A solução da equação BK em altas energias caracteriza-se pela presença do chamado
escalonamento geométrico (geometric scaling - GS)1. Assim, no limite de x→0, as soluções
da BK não dependem mais das variáveis r e x separadamente, mas de uma única variável
τ , ou seja, N (r, Y )→N (τ), tal que

τ ≡ rQs(x). (5.72)

Dados experimentais de DIS no HERA para a região de x< 0,01 confirmam o escalona-
mento geométrico [102], como pode ser visto na Fig.5.3.

5.5 Modelos para a amplitude de espalhamento de

dipolo

A equação BK não possui solução conhecida em todo seu regime cinemático, assim,
não existe uma forma anaĺıtica para N , a não ser em casos assintóticos. Nos últimos anos
surgiram vários modelos para a descrição da amplitude de espalhamento de dipolo no
regime de altas densidades, incorporando as caracteŕısticas esperadas do CGC. Veremos
a seguir duas propostas fenomenológicas para a amplitude N (x, r), bem como diferentes
parametrizações para soluções anaĺıticas da equação rcBK.

Embora a dependência em b da amplitude N (x, r, b) tenha sido desconsiderada quando
assumimos a invariância translacional (5.33), existem artigos que exploram essa depen-
dência. Este aspecto que não será tratado nesta dissertação. Uma análise numérica da
equação BK com dependência no parâmetro de impacto é feita em [105]. Dois modelos
fenomenológicos que incorporam a dependência deN em b são: o b-Sat [56] e o b-CGC [57].

1 Como demostrado em [104], a solução da equação DGLAP em ordem dominante para Q2 & 10
GeV2, utilizando condições de contorno genéricas, apresenta o escalonamento geométrico. Ressomando
em pequeno x, estende-se a região com GS da equação DGLAP para menor Q2. Porém, para valores de
Q2.5 GeV2, o GS não pode ser explicado usando teoria de perturbação linear.
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Figura 5.3: Dados do HERA para a seção de choque γ∗p em função da variável de escalo-
namento geométrico τ [102].

5.5.1 Modelo de Golec-Biernat−Wüsthoff

Uma das primeiras bem sucedidas aplicações fenomenológicas baseada em ideias de
saturação para descrever dados de DIS de pequeno x é de Golec-Biernat e Wüsthoff [69]
(GBW). Seu trabalho descreve a seção de choque de espalhamento lépton-próton fazendo
uso de um modelo que descreve a amplitude de espalhamento dipolo-próton, o qual leva em
conta as principais caracteŕısticas de saturação. Este modelo é puramente fenomenológico,
sem base em qualquer equação de evolução. Nele a amplitude de espalhamente dipolo-
próton é dada por

N (x, r) = 1− exp

(

− [Qs(x)r]
2

4

)

, (5.73)

onde a escala de saturação é dada por

Q2
s = Q2

0 (x0/x)
λ , (5.74)

e a seção de choque de dipolo é dada por σdip=σ0N (x, r), como em (5.35).
As quantidades σ0, λ e x0 são parâmetros livres, ajustáveis a partir de dados de DIS. A

quantidade Q0 ajusta a dimensão, tal que assume-se Q0=1 GeV. Um parâmetro adicional
deste modelo é a massa efetiva dos quarks leves (u, d e s), m=0,14 GeV, sendo esta uma
entrada não perturbativa do modelo. Neste trabalho utilizaremos os mesmos parâmetros
propostos pelo trabalho original: x0=3,04× 10−4, λ=0,288 e σ0=23,03 mb.
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Vemos que para Q2
sr

2≪1, o modelo reduz-se à transparência de cor: temos N ∼r2, o
que leva à σdip∼r2. Já para Q2

sr
2≥0 o próton comporta-se como um disco negro: ficamos

com N →1, e como consequência, σdip→σ0 [69]. Essas caracteŕısticas são as mesmas que
foram utilizadas na análise qualitativa da Seção 4.3.

5.5.2 Modelo de Iancu−Itakura−Munier

Este modelo fenomenológico foi proposto por Iancu, Itakura e Munier [106] (IIM), e
é baseado nas soluções assintóticas da equação BK. Para dipolos menores que 1/Qs(x),
a amplitude de espalhamento é baseada na solução da BFKL na fronteira do regime da
saturação. Já para dipolos maiores que 1/Qs(x), a amplitude de espalhamento satura indo
a um. A parametrização de N interpola suavemente entre os limites de grande e pequeno
dipolo: a solução da BFKL para pequenos dipolos, r≪ 1/Qs(x), e a lei de Levin-Tuchin
(5.71) para grandes dipolos, r≫1/Qs(x). A amplitude de espalhamento é dada por:

N (x, r) =







N0

(
rQs

2

)2
[

γs +
ln(2/rQs)

κλY

]

para rQs(x) ≤ 2,

1− exp
[
−a ln2 (brQs)

]
para rQs(x) > 2,

(5.75)

sendo os coeficientes a e b determinados a partir da condição de continuidade da seção de
choque em rQs(x) = 2. Já os coeficientes γs e κ são fixados pela solução da BFKL em
ordem dominante. Neste modelo a normalização da seção de choque é dada considerando o
próton como um disco homogêneo de raio R, escrevendo a seção de choque de dipolo como
σdip = σ0N (x, r), tal que σ0 ≡ 2πR2

p, onde Rp é o raio do próton. A escala de saturação

utilizada é a mesma do modelo GBW, Qs(x) = (x0/x)
λ/2. A quantidade N0 é dada por

N (rQs=2, Y ). Os únicos parâmetros livres para ajuste são Rp, x0 e λ [106].
Quando o modelo IIM foi proposto, ele foi ajustado apenas para contribuições dos

três quarks mais leves. Neste trabalho utilizaremos os parâmetros obtidos no ajuste de
Soyez [107], que inclui contribuições de quarks pesados, com mu,d,s=0,14 GeV, mc =1,4
GeV emb=4,5 GeV. Os parâmetros utilizados sãoN0=0,7, γs=0,7376, κ=9,9, λ=0,2197,
x0 =1,632×10−5 e σ0 =27,28 mb. Por este motivo, vamos nos referir a este modelo por
IIMS.

5.5.3 Solução numérica da rcBK

A equação BK com contante de acoplamento variável (rcBK), utilizando o núcleo de
Balitsky (5.39), é uma equação integro-diferencial não linear, sem solução anaĺıtica conhe-
cida em todo o regime cinemático de rapidez. No que segue desta dissertação, usaremos
as soluções numéricas da rcBK obtidas pelos trabalhos descritos abaixo. Em ambos casos,
embora os autores apresentem duas formas de condições iniciais, optamos por utilizar os
resultados obtidos para a amplitude N com uma condição inicial inspirada no modelo
GBW, dada por

N (r, Y =0) = 1− exp

[

−
(
r2Q2

s0

4

)γ ]

, (5.76)

onde Qs0 é a escala de saturação inicial e γ é a dimensão anômala, que controla a velocidade
com que a amplitude N vai da região dilúıda para a região de disco negro com a variação
de r.
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No trabalho [97], a rcBK é usada para um ajuste apenas aos dados de F2, considerando
dados para x≤10−2 e 0,045 GeV2≤Q2≤800 GeV2. Como o valor experimental mais alto
de x inclúıdo neste ajuste foi x0 = 0,01, a evolução começa na rapidez Y = ln(x0/x) = 0.
O melhor ajuste aos dados experimentais foi obtido com a escala de saturação inicial
Qs0=0,24 GeV2 e com dimensão anômala γ=1. É assumida apenas a presença dos três
quarks mais leves, todos com m=0,14 GeV. A normalização da seção de choque é dada
por σ0 = 31,59 mb. O método numérico utilizado para resolver a rcBK foi Runge-Kutta
de segunda ordem [108, 109], com o passo em rapidez de ∆hY = 0,05. Esta solução é
identificada nos gráficos por “rcBK”.

No trabalho [98], a rcBK é usada para um ajuste aos dados mais recentes do HERA para
a seção de choque reduzida2, considerando dados para x≤ 10−2 e 0,045 GeV2 ≤Q2 ≤ 50
GeV2. Este trabalho apresenta duas parametrizações. Uma delas considerando apenas
quarks leves, a qual chamaremos de AAMQS (L), e a outra considerando quarks leves
e pesados, que chamaremos de AAMQS (H). O valor inicial de x é diferente em cada
parametrização: x0 = 0,00893 quando apenas quarks leves são considerados e x0 = 0,008
na parametrização que inclui os sabores charm e bottom. As parametrizações AAMQS
utilizam as seguintes massas: mu,d,s = 0,14 GeV, mc = 1,27 GeV e mb = 4,2 GeV. O
modelo AAMQS (L) utiliza a seção de choque normalizada com σ0=32,357 mb, escala de
saturação inicial Qs0=0,241 GeV2 e dimensão anômala γ=0,971. O modelo AAMQS (H)
utiliza N e σ0 distintos para sabores leves e pesados:

σT,L(x,Q
2) = σL

0

∑

f=u,d,s

∫ 1

0

dz

∫

d2r
∣
∣
∣Ψ

f
T,L(ef , mf , z, Q

2, r)
∣
∣
∣

2

N L(r, x)

+ σH
0

∑

f=c,b

∫ 1

0

dz

∫

d2r
∣
∣
∣Ψ

f
T,L(ef , mf , z, Q

2, r)
∣
∣
∣

2

NH(r, x),

(5.78)

onde o setor leve utiliza σL
0 =35,465 mb, Q2

s0=0,2386 e γ=1,263, e para o setor pesado
temos σH

0 = 18,430 mb, Q2
s0 = 0,2329 e γ = 0,883. O método numérico utilizado nas

parametrizações AAMQS para resolver a rcBK foi Runge-Kutta de segunda ordem [108,
109], com o passo em rapidez de ∆hY =0,1.

5.5.4 Comparação entre os modelos de N
Acima vimos diferentes modelos para a amplitude de espalhamento de dipolo, com

soluções fenomenológicas e numéricas, agora vamos analisá-las. A discussão que segue é
em relação ao resultado mostrado na Fig.5.4, na qual temos a amplitude de espalhamento
de dipolo N (x, r) em função do tamanho do dipolo ao quadrado, para diferentes valores
de energia. Uma caracteŕıstica presente em todas as parametrizações, é:

• Na região de pequenos dipolos ⇒ N cresce linearmente em r2;

• Na região de grandes dipolos ⇒ N tende a um valor máximo.

2 A seção de choque reduzida é dada em termos de F2 e FL:

σr(y, x,Q
2) = F2(x,Q

2)− y2

1 + (1− y)2
FL(x,Q

2), (5.77)

onde y=Q2/sx é a variável inelasticidade [98].
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Figura 5.4: Amplitude N (x, r) para diferentes modelos em dois valores de x.

Os modelos diferem na região de r em que chega-se à saturação. Podemos observar que
a saturação é alcançada para menores tamanhos de dipolos nos modelos fenomenológicos,
sendo alcançada para pares qq̄ maiores nas soluções da equação BK. Ou seja, as soluções
da BK levam a uma transição mais suave. Por exemplo, entre os modelos fenomenológicos,
a transição da região linear para o regime assintótico é mais abrupta no modelo GBW que
no modelo IIMS. Já entre as soluções da BK, tal conclusão depende do regime de energia:
em energias menores (x=10−3), o setor pesado da solução AAMQS (H) possui a transição
mais suave, mas quando vamos para energias maiores (x=10−6), vemos que o setor leve
da solução AAMQS (H) apresenta a transição mais suave entre os regimes linear e não
linear.

Na região de transparência de cor, vemos um comportamento muito parecido entre as
soluções da BK, tendo estes modelos um crescimento de N mais lento que os modelos
fenomenológicos. O modelo GBW nessa região é obtido expandindo (5.73) para pequeno
r2 e descartando os termos de mais alta ordem, de forma que obtemos crescimento linear
em r2, N (r→ 0)∝r2. Essa dependência linear é a mais forte entre todos os modelos. Já
no caso do IIMS, a dependência na região de transparência de cor é dada por (5.75) em
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rQs≤2, ou seja, N (r→ 0)∝ [r2]
γeff . Dado que γeff ≤1, o IIMS apresenta um crescimento

de N mais fraco em r do que o GBW.
O comportamento qualitativo descrito acima repete-se para diferentes valores de ener-

gia, com os modelos fenomenológicos saturando em menores valores de r quando com-
parados as soluções da BK. A consequência do aumento da energia, é que a saturação
mostra-se presente em dipolos menores. Por exemplo, em x = 10−3, a saturação é al-
cançada em r2≈25 GeV−2 (r≈1 fm) no modelo GBW e em r2&100 GeV−2 (r&2 fm) nas
soluções da equação BK. Já em x=10−6, o regime assintótico é atingido em r2≈3 GeV−2

(r≈ 0,35 fm) no modelo GBW e em r2≈ 40 GeV−2 (r≈ 1,3 fm) nas soluções da equação
BK.

5.6 Difração e saturação partônica

A fim de investigar a importância de saturação em difração, analisaremos as de-
pendências das seções de choque inclusiva e difrativa, para isso serão utilizados dois mode-
los simples para a seção de choque de dipolo, um deles sem levar em conta qualquer efeito
de saturação, e o outro utilizando uma σdip baseada no modelo GBW. Para esta análise
utilizaremos a seguinte aproximação para as funções de onda (4.14) e (4.15) [110]:

|ΨL,T (z, r)|2 ≈
6

αem
4π2

∑

f

e2f
(
z2 + z̄2

) 1

r
Θ
[
zz̄Q2r2 < 1

]
, (5.79)

onde a contribuição dominante vem de pares assimétricos. Usando (5.79) em (4.19) e
(4.28) temos:

σ(x,Q2)≈ 6αem

2π

∑

f

e2f
1

Q2

∫ ∞

4/Q2

dr2

r4
σdip, (5.80)

σD(x,Q2)≈ 6αem

32π2B

∑

f

e2f
1

Q2

∫ ∞

4/Q2

dr2

r4
σ2
dip, (5.81)

sendo o limite inferior necessário para garantir que o termo zz̄ na função Θ não exceda
1/4.

Primeiro utilizaremos um σdip que contém saturação:

σdip ≈
{

σ0r
2Q2

s(x)/4 para r2Q2
s(x) < 4,

σ0 para r2Q2
s(x) > 4,

(5.82)

onde Qs=(x0/x)
λ/2 é a escala de saturação, já introduzida em (5.74), e as quantidades σ0,

x0 e λ constantes ajustáveis. Inserindo (5.82) em (5.80) e (5.81) temos, após a integração:

σ(x,Q2)≈ 6αem

2π

∑

f

e2f
σ0Q

2
s(x)

4Q2
ln
[
Q2/Q2

s(x)
]
, (5.83)

σD(x,Q2)≈ 6αem

16π2B

∑

f

e2f
σ2
0Q

2
s(x)

4Q2
. (5.84)

Este resultado leva a uma razão aproximadamente constante entre as seções de choque
difrativa e inclusiva, σD/σ (similar ao resultado exato obtido em [69]):

σD

σ
≈ σ0

8πB

1

ln [Q2/Q2
s(x)]

∼ 1

ln [W−2λ]
. (5.85)
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Figura 5.5: Razão entre as seções de choque difrativa e inclusiva como função W para
diferentes Q2 e MX [110].

Por outro lado, se usamos uma seção de choque de dipolo sem saturação, equivalente
a versão linear do modelo GBW,

σdip(x,Q
2) ≈ σ0r

2Q2
s(x)/4, (5.86)

ao inserir em (5.80) e (5.81) somos levados à

σ(x,Q2)≈ 6αem

2π

∑

f

e2f
σ0Q

2
s(x)

4Q2
ln
(
Q2/4Q2

cut

)
, (5.87)

σD(x,Q2)≈ 6αem

21π2B

∑

f

e2f
σ2
0Q

4
s(x)

16Q2Q2
cut

. (5.88)

onde Qcut é uma escala introduzida para separar a região não perturbativa. Vemos aqui
que, embora a seção de choque inclusiva dependa fracamente de Qcut, a seção de choque
difrativa possui forte dependência em Qcut. Neste caso, a razão entre as seções de choque
difrativa e inclusiva, além de depender fortemente de Qcut, também depende da energia,

σD

σ
≈ σ0

64πB

Q2
s(x)

Q2
cut ln [Q

2/4Q2
cut]

∼ W 2λ

Q2
cut

. (5.89)

Os dados experimentais mostrados na Fig.5.5 distinguem os dois resultados encontrados
acima para a razão σD/σ, mostrando que ela é aproximadamente constante como função
da massa invariante W para diferentes valores de virtualidade Q2 e dentro de diferentes
intervalos de massa difrativa MX

3 [110]. Isso mostra que a saturação tem um papel
importante em processos difrativos.

3 Em um processo difrativo ep→ epX como visto na Fig.3.3, MX é a massa do sistem X (produto
da hadronização do fóton γ∗). No caso da Fig.5.5 MX é integrada sobre os intervalos indicados, σD =
∫
dMXσD

γ∗p→XN [111].
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5.7 Conclusões

Neste caṕıtulo vimos como as equações DGLAP e BFKL levam a um forte crescimento
da seção de choque para DIS no limite de altas energias. Tal crescimento viola dois
prinćıpios importantes: a unitariedade da seção de choque e o limite de Froissart. Ao
considerar processos de recombinação de glúons em energias elevadas, o modelo GLR
leva a saturação da distribuição de glúons (de forma que g(x,Q2) deixe de depender da
energia). Uma linha cŕıtica separando os regimes saturado e dilúıdo também é prevista
pelo modelo GLR. O devenvolvimento de uma teoria para descrever o regime de alta
densidade partônica, bem como efeitos de saturação, levou à teoria CGC e a equação BK,
que descrevem a dinâmica em termos da amplitude de espalhamento de dipolo. A solução
da BK em altas energias leva ao escalonamento geométrico, o qual está acordo com dados
experimentais.

O estudo feito em [112] compara a estabilidade das soluções da DGLAP e da rcBK,
ajustadas aos dados de pequeno x do HERA, concluindo que ajustes utilizando a rcBK são
mais robustos do que aqueles utizando a DGLAP. Desta forma, fornecendo uma indicação
adicional para a relevância da dinâmica não linear na análise dos dados de pequeno x
do HERA. Enquanto nenhuma conclusão definitiva possa ser obtida da análise dos dados
dispońıveis atualmente, é justo dizer que um grande número de observáveis é muito bem
descrito em termos da dinâmica não linear, associada a presença de uma alta densidade de
glúons. A descrição unificada dos dados de pequeno x para colisões ep, pp, pA, dA e AA,
alcançada dentro do formalismo de CGC, dá suporte a ideia de que efeitos de saturação
são um ingrediente central nesse tipo de colisão [113].

Além da BK, também utilizamos modelos fenomenológicos para descrever N . Na
análise do comportamento da amplitude N , constatamos que em todos os modelos, N
cresce linearmente com r2 na região de pequenos dipolos, mas torna-se constante quando
aumentamos o tamanho do dipolo. Constatamos também que com o aumento da energia,
a saturação é alcançada por dipolos menores. Por fim, vimos que a razão entre as seções
de choque difrativa e inclusiva, calculada nos casos com e sem saturação, nos indicam
que a saturação é uma caracteŕıstica fundamental na descrição da dinâmica partônica em
altas energias e dos processos difrativos. Com o conhecimento acumulado até aqui, somos
capazes de descrever processos de espalhamento em altas energias, considerando efeitos de
saturação partônica. É nesta aplicação que consistem os próximos dois caṕıtulos.
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Caṕıtulo 6

Espalhamento Compton

profundamente virtual em interação

elétron-próton

Nos caṕıtulos anteriores vimos que os processos de espalhamento difrativo exclusivo
γp testam diferentes dinâmicas, sendo seu regime estabelecido pela virtualidade do fóton
do estado inicial ou pela massa da part́ıcula produzida no estado final. Também vimos
que processos difrativos são mais senśıveis a dinâmica de interações fortes. Portanto, uma
das opções para estudar a dinâmica de interações fortes em altas energias, é utilizando
a produção difrativa de mésons vetoriais. O problema com os mésons vetoriais é que a
função de onda desse tipo de part́ıcula, por ser uma quantidade não perturbativa, não é
bem conhecida [6].

Um processo que apresenta as vantagens acima citadas, sem o problema com a função
de onda do estado final, é o espalhamento ep→epγ. Este caso conta com um fóton real no
estado final, o qual tem a função de onda bem conhecida. A reação ep→epγ recebe con-
tribuição de dois processos. Um deles é o processo Bethe-Heitler (BH), o qual é puramente
eletromagnético, sendo o fóton do estado final emitido pelo elétron. O outro é o espalha-
mento Compton profundamente virtual (deeply virtual Compton scattering - DVCS), que
é um processo de interação forte, no qual o fóton do estado final vem de uma interação
com o próton [47]. Ambos processos podem ser visualizados na Fig.6.1. Como queremos
provar a dinâmica de interações fortes, estamos interessados apenas no DVCS. A contri-
buição do BH para a seção de choque ep pode ser precisamente calculada na QED. Desta
forma, a seção de choque do DVCS é obtida subtraindo-se a contribuição do BH do total
de processos ep→ epγ. Isto pode ser feito apenas quando a contribuição do processo BH

p p
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p p

e

γ

e

γ∗

p p

γ∗
γ

ee

Figura 6.1: Contribuições ao espalhamento ep→ epγ : BH (esquerda e centro) e DVCS
(direita).
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não é dominante no total de eventos, e se o termo de interferência entre os dois processos
é negligenciável. Este é o caso da região cinemática de pequeno x dos experimentos H1 e
ZEUS [47]. Mais detalhes sobre este procedimento são encontrados em [114–117]

Para descrever o DVCS utilizaremos a representação de dipolos de cor, com modelos
para a amplitude espalhamento dipolo-próton inspirados no CGC. Salientamos entretanto,
que está não é a única abordagem existente para descrição do DVCS. Utiliza-se também
uma descrição em termos das GPDFs [118], abordagem que não será explorada neste tra-
balho.

No que segue, apresentaremos o formalismo usado para descrever o DVCS. Após, fa-
remos nossa análise da função peso do DVCS, e por fim, compararemos nossos resultados
para a seção de choque com os dados experimentais do HERA.

6.1 Formalismo

Usando a abordagem de dipolos de cor, já apresentada no Cap.4, o processo DVCS
representado na Fig.6.2 é descrito pela seguinte sequência de processos:

1o. O elétron emite um fóton com grande virtualidade;

2o. O fóton flutua em um par quark-antiquark;

3o. O par qq̄ troca glúons na configuração singleto de cor com o próton;

4o. O par quark-antiquark aniquila-se gerando um fóton real no estado final.

No referencial de dipolo, a maior parte da energia é carregada pelo hádron, enquanto o
fóton tem energia suficiente apenas para dissociar-se em um par quark-antiquark antes do
espalhamento.

γ

e

e′

γ∗
q

q

p p′

Figura 6.2: Processo DVCS no referencial de dipolo de cor.

A seção de choque total, σtot = σL + σT , para um espalhamento exclusivo difrativo é
dada por

σL,T =

∫
dσL,T
dt

dt, (6.1)
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onde a seção de choque diferencial no momentum transferido é

dσL,T
dt

=
1

16π

∣
∣AL,T (x,Q

2, t)
∣
∣2 , (6.2)

onde A(x,Q2, t) é a amplitude de espalhamento fóton-próton [6]. Nela consideramos as
correções em relação a sua parte real e a efeitos de skewedness, dados respectivamente, por
β e Rg (veja Seção 3.3)

1. A amplitude de espalhamento fóton-prótonA(x,Q2, t) contém, na
representação de dipolos, a amplitude de espalhamento dipolo-próton N (x, r, b). Uma vez
que os modelos que estudados assumem invariância translacional, N (x, r, b)=N (x, r)S(b),
utilizamos a seguinte aproximação para a seção de choque diferencial:

dσL,T
dt

≃ dσL,T
dt

∣
∣
∣
∣
t=0

e−Bt, (6.4)

onde B é inclinação da curva que descreve a dependência da seção de choque em t (veja
Seção 3.1). Assim podemos escrever (6.1) como [58]

σL,T =

∫

dt

[
dσL,T
dt

∣
∣
∣
∣
t=0

e−Bt

]

=
1

B

[
dσL,T
dt

]

t=0

. (6.5)

Utilizando as expressões acima, a seção de choque total torna-se

σL,T =
1

B

[
dσL,T
dt

]

t=0

=
R2

g

16πB

∣
∣AL,T (x,Q

2, t = 0)
∣
∣2
(
1 + β2

)
. (6.6)

onde todos os elementos da dinâmica do processo estão contidos na amplitude A(x,Q2).
Agora podemos aplicar o formalismo acima para descrever o DVCS. Neste caso, uma

vez que o estado final contém um fóton real, e este só possui polarização transversa [62],
não há contribuição da parte longitudinal. Logo, a seção de choque é dada por

σtot(γ
∗p→ γp) =

R2
g

16πB

∣
∣
∣Aγ∗p→γp

T (x,Q2, t = 0)
∣
∣
∣

2 (
1 + β2

)
, (6.7)

com a amplitude de espalhamento fóton-próton sendo descrita por

Aγ∗p→γp
T (x,Q2) =

∑

f

∫

dz

∫

d2r
[
Ψ∗

γ∗Ψγ(r, z, Q
2)
]f

T
σdip(x, r

2), (6.8)

onde a soma é feita sobre os sabores. O termo que incorpora as funções de onda do fóton,
Ψ∗

γ∗Ψγ, é dado pela QED,

(
Ψ∗

γ∗Ψγ

)f

T
=
Ncαeme

2
f

2π2

{[
z2 + z̄2

]
ǫ1K1(ǫ1r)ǫ2K1(ǫ2r) +m2

fK0(ǫ1r)K0(ǫ2r)
}
, (6.9)

sendo K0 eK1 as funções de Bessel modificadas de segundo tipo, z̄=1−z e ǫ21,2=zz̄Q2
1,2+m

2
f

[58]. A seção de choque de dipolo é descrita pelos modelos apresentados na Seção 5.5.

1 O fator λ que descreve o comportamento da distribuição de glúons em x, utilizado no cálculo de β e
Rg, é dado na representação de dipolos por [58]

λ =
∂ lnA

∂ ln(1/x)
. (6.3)
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6.2 Resultados

Nesta seção apresentamos nossos resultados para DVCS em interações elétron-próton.
Para uma transição suave no limite de fotoprodução, seguindo [69], utilizamos a seguinte
modificação na variável de Bjorken,

x→ x

(

1 +
4m2

f

Q2

)

=
Q2 + 4m2

f

W 2
, (6.10)

que consiste em tomar xIP de (3.6) no limite de altas energias, considerando M2
X na ca-

mada de massa.
Para o cálculo de Rg e β, utilizamos o λ dado pela escala de saturação. Há grande

incerteza quanto a contribuição dessas quantidades, de forma que, como feito na maioria
dos trabalhos, não utilizaremos a dependência de λ em Q2. No caso dos modelos feno-
menológicos, λ é obtido diretamente do expoente da escala de saturação de cada modelo.
Já para as soluções numéricas da rcBK, aproximamos λ pelo mesmo valor utilizado no
modelo IIMS. Assim, obtemos R2

g=1,64 para o modelo GBW e R2
g=1,46 para os modelos

IIMS, rcBK e AAMQS. No caso de β, aproximamos com o valor de β=0,30 para todos os
modelos, independente da energia [119].

6.2.1 Função peso

Investigaremos agora a importância do tamanho do dipolo, encontrando o tamanho
médio dominante para a amplitude de espalhamento fóton-próton do DVCS. Definimos a
função peso (overlap function), que é dada pelo integrando em r da amplitude2 (6.8):

H
(
r, x,Q2

)
= 2πr

∫

dz
[
Ψ∗

γ∗Ψγ(r, z, Q
2)
]

T
σdip(x, r). (6.12)

A contribuição dos sabores pesados é algumas ordens de grandeza menor do que a con-
tribuição dos sabores leves (104 já para o quark charm), portanto, na análise que segue,
serão considerados apenas os sabores leves (up, down e strange), com mu,d,s=140 MeV.

Começamos fazendo uma comparação entre a função peso nos casos com e sem sa-
turação. Para isso, utilizaremos o modelo GBW com a amplitude de espalhamento dada
por (5.73), e uma versão linear do mesmo modelo, a qual não incorpora saturação para
grande r. A versão linear do modelo GBW é obtida expandindo N em uma série de
potência em r, e tomando apenas a contribuição de primeira ordem,

N (x, r) =
1

4
[rQs(x)]

2 . (6.13)

Ou seja, no GBW linear assume-se que o comportamento de dipolos pequenos pode ser
estendido para dipolos grandes. A comparação entre esses modelos (presença e ausência
de saturação), com x e Q2 fixos, é apresentada na Fig.6.3. Nela vemos que para dipolos
com tamanho de até r=1 GeV−1 (r≈ 0,2 fm), não há distinção entre os resultados com

2 A quantidade 2πr surge quando reescrevemos o elemento diferencial, d2r → dr:

∫

d2r =

∫
2π

0

dθ

∫ r

0

rdr = 2π

∫ r

0

rdr. (6.11)
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Figura 6.3: Função peso nos casos com e sem saturação de N .
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Figura 6.4: Comparação da função peso para modelos para N .

e sem saturação. Já para r > 1 GeV−1, os dois modelos diferem fortemente, tal que os
efeitos de saturação suprimem a contribuição para grandes dipolos. Já ao desprezarmos
tais efeitos (GBW linear), a seção de choque difrativa é dominada por dipolos grandes,
ou seja, por uma f́ısica não perturbativa. Observamos também que a área sob a curva é
reduzida fortemente pelos efeitos de saturação, o que implica que os observáveis associados
serão amplamente modificados por esses efeitos.

Na Fig.6.4 temos a comparação utilizando a amplitude de espalhamento dada por
dois modelos fenomenológicos, GBW e IIMS, e para N dado pela equação BK, utilizando
a solução rcBK. Observamos que todas as soluções possuem um comportamento parecido,
com a maior contribuição sendo dada por dipolos de tamanho entre r=2 GeV−1 e r=3
GeV−1 (0,4 fm ≤r≤ 0,6 fm). Para todas as soluções, a contribuição é muito reduzida para
grandes valores de separação do par qq̄. A diferença entre os modelos fenomenológicos e
a solução rcBK, é que a última apresenta uma distribuição mais larga em r. Essa ca-
racteŕıstica é uma consequência do quão rápida é alcançada a saturação de N quando
aumentamos r. Desta forma, a largura da distribuição em r encontrada na Fig.6.4 está
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Figura 6.5: Função peso com x fixo (esquerda) e com Q2 fixo (direita).

de acordo com o que vimos na Fig.5.4, a qual mostra que a transição entre os regimes
linear e saturado é mais suave em soluções da BK do que nos modelos fenomenológicos.
Já entre os modelos fenomenológicos, a distribuição obtida utilizando o IIMS apresenta
maior peso em valores mais elevados de r, implicando que efeitos de saturação contribuem
mais fortemente ao IIMS do que ao GBW.

Agora vamos analisar o comportamento de H(r, x,Q2) em função de x e Q2, inde-
pendentemente. Para isto, utilizaremos a seção de choque de dipolo dada pelo modelo
GBW. Na Fig.6.5, no painel esquerdo, fixamos x e variamos Q2 entre 1 GeV2 e 10 GeV2.
Observamos, como já era esperado, que quando aumentamos a virtualidade Q2, a con-
tribuição dominante vem de dipolos cada vez menores, visto que o pico da função peso
desloca-se para a esquerda. Portanto, os efeitos de saturação são reduzidos para grandes
valores de Q2, de forma que ao selecionar processos com alto Q2, ficamos dentro do regime
perturbativo. No painel direito da Fig.6.5, fixamos Q2 e variamos x entre 10−3 e 10−5.
O comportamento é análogo ao caso anterior, vemos que quando aumentamos a energia
do sistema (diminuimos o valor de x), a contribuição dominante na função peso vem de
dipolos cada vez menores. Ou seja, Q2 e x ditam a escala do processo. Com o aumento de
Q2, a contribuição dominante vem de dipolos cada vez menores, para os quais os efeitos de
saturação diminuem. Já ao diminuir x, embora a contribuição dominante seja de dipolos
menores, devemos lembrar que neste caso a saturação é alcançada em pares qq̄ menores
(como visto na Fig.5.4).

6.2.2 Parâmetro B

O parâmetro (slope) B, como já foi identificado na Seção 3.1, surge da parametrização
dσ/dt ∼ e−B|t|, e seu ajuste descreve muito bem (em pequeno x) os dados de DVCS e
produção de mésons vetoriais, como pode ser visto em [47].

Há duas formas funcionais para B na literatura. Em uma delas, B é dado em termos
de σ0, sendo B(σ0) = σ0/4π [41]. A outra alternativa, é com B em termos da virtuali-
dade, sendo B(Q2) = a [1−b ln(Q2/Q2

0)], como proposto em [120]. Neste caso, utilizamos
os parâmetros da colaboração H1 [115], os quais descrevem satisfatoriamente os dados
experimentais do HERA: a=6,98 GeV−2, b=0,12 e Q2

0=2 GeV2.
Uma comparação entre as formas funcionais B(Q2) e B(σ0), utilizando o σ0 de cada

modelo, é mostrada na Fig.6.6. Na região com 8 GeV2 ≤ Q2 ≤ 25 GeV2, a diferença
entre as duas formas funcionais chega a até 65%. Há grande incerteza entre estas dis-
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Figura 6.7: Seção de choque DVCS σγ∗p→γp como função de W para Q2 fixo.

tintas predições, a qual está diretamente associada ao fato de termos desconsiderado a
dependência do parâmetro de impacto3 na seção de choque de dipolo. No que segue
usaremos a forma funcional B(Q2), a qual está vinculada pelos dados experimentais.

6.2.3 Seção de choque

Analisaremos o espalhamento DVCS utilizando (6.7), com a seção de choque de dipolo
dada por todos os modelos apresentados na Seção 5.5. Em ambos casos discutidos abaixo,
compararemos nossos resultados com os dados experimentais do HERA [117] paraW<150
GeV.

Na Fig.6.7 temos a seção de choque variando com a energia, para dois valores fixos
de virtualidade: Q2=8 GeV2 e Q2=25 GeV2. Com virtualidade Q2=8 GeV2, os dados
do HERA não permitem distinguir entre as previsões de cada modelo. Nesta virtualidade
espera-se provar a região de transição entre as dinâmicas linear e não linear. Já para

3 O momentum transferito t e o parâmetro de impacto b, estão relacionados por uma transformada de
Fourier.
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Q2=25 GeV2, os dados favorecem os modelos IIMS e AAMQS (H). Todavia, a aplicação
dos modelos estudados na descrição de dados com virtualidade tão elevada é uma extra-
polação, visto que tais modelos descrevem apenas os regimes de saturação e próximo da
saturação. Ainda não há modelo que descreva os regimes linear e não linear. Dados ex-
perimentais um pouco acima da região cinemática do HERA poderiam distinguir alguns
modelos. Para uma melhor distinção entre eles, precisamos de dados experimentais com
W ∼1 TeV, região cinemática que pode ser explorada por futuros colisores [121–126].

Na Fig.6.8 temos a seção de choque variando com a virtualidade, para energia fixa de
W = 82 GeV. Podemos ver que conforme vamos para uma região de virtualidades cada
vez menores, ou seja, na região onde espera-se que os efeitos de saturação estejam mais
presentes, todos os modelos levam a resultados muito próximos. Já na região de maior Q2,
onde espera-se que estejamos na região de transição, alguns modelos divergem. Os mode-
los rcBK e AAMQS (L) descrevem melhor os dados na região de Q2≈9 GeV2, enquanto
os modelos IIMS e AAMQS (H) descrevem melhor os dados na região de Q2≈25 GeV2.

Em ambos casos discutidos acima, devemos levar em consideração a incerteza no
parâmetro B. Com esta incerteza, nenhum modelo estudado pode ser descartado pelos
dados experimentais atuais.

6.3 Conclusões

Neste caṕıtulo, após apresentarmos o formalismo para o cálculo da seção de choque do
DVCS, chegamos aos primeiros resultados inéditos obtidos neste trabalho.

Na análise da função peso, observamos que a utilização de uma amplitude N sem
saturação leva a resultados muito diferentes daqueles obtidos ao utilizar um modelo que
leva em conta a saturação na amplitude de espalhamento de dipolo. Em seguida, vimos
qual o tamanho de dipolo que dá a contribuição dominante para diferentes modelos de N ,
onde os resultados obtidos são um reflexo do comportamento de transição entre os regimes
linear e não linear, obtidos na Seção 5.5 para cada modelo de N estudado. Também vimos
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como o aumento da virtualidade e da escala de energia leva a maior contribuição de dipolos
menores.

Por fim, chegamos aos resultados para o observável de interesse, a seção de choque para
o DVCS. Aqui obtivemos, para todos os modelos considerados, resultados consistentes
com os dados experimentais na região cinemática do HERA. As diferenças encontradas
entre os modelos, neste regime cinemático, são menores que as diferenças encontradas
entre as formas funcionais de B. Uma distinção entre os modelos será posśıvel com dados
experimentais no regime de energias maiores, as quais serão acesśıveis em futuros colisores.

Os resultados obtidos aqui para a seção de choque DVCS são consistentes com os
obtidos em [58] e [127], nos quais a análise foi feita apenas utilizando os modelos rcBK e
GBW, respectivamente. Os resultados para este observável utilizando os modelos IIMS
e AAMQS foram obtidos pela primeira vez neste trabalho. Constatamos que os modelos
IIMS e AAMQS (H) levam a resultados muito similares.

Além da possibilidade de provar a f́ısica de saturação em futuros colisores elétron-
próton, outra possibilidade é utilizar processos elétron-núcleo, onde espera-se um reforço
na escala de saturação no meio nuclear. Esta alternativa será explorada no próximo
caṕıtulo.
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Caṕıtulo 7

Espalhamento Compton

profundamente virtual em interações

elétron-núcleo

Nosso objetivo é tratar a QCD no regime de saturação, assim queremos estudar a
região onde os efeitos da f́ısica de saturação estão mais presentes, que é para Q2 . Q2

s.
Entretanto, para baixo Q2 estamos muito próximos da região não perturbativa da QCD,
a qual é tratada utilizando-se modelos efetivos ou a formulação de QCD na rede (lattice
QCD). Portanto, queremos que a escala de saturação tenha o maior valor posśıvel, de
forma que o espaço de fase da f́ısica não linear, que vai da Q2

s até a fronteira com o regime
da não perturbativo, seja maximizado. Uma das formas de aumentar Q2

s é com colisões
elétron-núcleo. Essa amplificação da escala de saturação é a principal vantagem de usar
um alvo nuclear no DIS.

Neste caṕıtulo estudaremos o DVCS nuclear, que pode ser classificado de acordo com
a dissociação do núcleo atômico. No caso dito coerente, o núcleo permanece intacto, já no
caso dito incoerente, temos a dissociação do núcleo. Distinguir entre estes dois processos,
provavelmente será um desafio para os futuros experimentos, dada a dificuldade de medi-
das em pequenos ângulos (em relação ao feixe). Usualmente, o que se mede é um evento
com grande lacuna de rapidez entre o fóton real e o alvo remanescente na direção do feixe
(que pode ou não ser um núcleo intacto). Portanto, o controle teórico sobre a razão entre
esses eventos torna-se muito importante.

Veremos nos resultados desse caṕıtulo, que a difração coerente tem uma dependência
muito caracteŕıstica em t, fazendo dela uma poderosa ferramenta para estudar a con-
tribuição de campo médio do CGC. Já a difração incoerente surge de contribuições do
campo de glúons além da aproximação de campo médio, com seu estudo podendo revelar
a dinâmica de flutuações quânticas no CGC [128].

No que segue, veremos as motivações para estudar DDIS exclusivo em processos elétron-
núcleo, e após, veremos o formalismo utilizado no cálculo das seções de choque total e
diferencial, nos casos coerente e incoerente. Por fim, apresentaremos nossos resultados
para o DVCS nuclear.

7.1 Motivação para o caso nuclear

Até agora vimos os efeitos da QCD apenas em processos hadrônicos, entretanto, o am-
biente nuclear também está sujeito à interação forte. O DIS de altas energias utilizando
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Figura 7.1: Região cinemática do colisor LHeC [131].

grandes núcleos (́ıons pesados) é mais uma forma de investigar a dinâmica de glúons,
dominante neste regime. No caso do nuclear, além de interações entre dois glúons oriun-
dos de um mesmo nucleon, temos também a interação de glúons de diferentes nucleons.
Assim, o grande número de nucleons em um ı́on pesado resulta em intensos campos de
cor, podendo levar ao regime de saturação partônica, descrito pelo CGC. A transição para
este regime não linear é caracterizada pela escala de saturação Qs, a qual deve ser maior
quando consideramos ı́ons pesados, como veremos a seguir. Conjectura-se que o CGC
tenha propriedades universais, como a saturação partônica, a qual é válida tanto para
espalhamento em prótons quando em núcleos [124]. A universalidade da f́ısica de CGC
foi investigada em [129], onde foi constatada a presença do escalonamento geométrico nos
dados de colisões γ∗p, γ∗A, dA e AA. No entanto, o papel de intensos campos de cor e
efeitos de saturação no núcleo são pouco conhecidos. Isto é devido, além das dificuldades
teóricas, a inexistência de dados experimentais para evidenciar a dinâmica não linear em
espalhamento elétron-núcleo em altas energias [124]. Tais medidas devem ser fornecidas
por DIS com ı́ons pesados, em futuros aceleradores elétron-́ıon, como o eRHIC [124, 130]
e o LHeC [121, 131]. O regime cinemático coberto pelo LHeC é mostrado na Fig.7.1.

Agora veremos como a dinâmica de glúons em um núcleo com velocidade ultrarre-
lativ́ıstica leva a amplificação do efeito de saturação no ambiente nuclear. Devido ao
prinćıpio da incerteza de Heisenberg, glúons com pequeno x interagem coerentemente1

com todo o núcleo na direção longitudinal. Portanto, apenas a distribuição de glúons no
plano transverso do núcleo é importante para a função de onda nuclear em altas energias.
Em razão da alta velocidade, a contração de comprimento de Lorentz atua achatando o

1 Neste contexo, um processo ser coerente significa que a interação experimentada é gerada pelo núcleo
como um todo, sendo o efeito do conjunto de nucleons, diferente da soma dos efeitos individuais de cada
nucleon. Já em um processo incoerente temos a contruibuição de cada nucleon de forma independente,
de forma que a interação com o núcleo seja igual a A vezes a interação com o próton, onde A é o número
de massa do núcleo.
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núcleo em forma de disco na direção longitudinal. Desta forma, temos a sobreposição de
nucleons no plano transverso, levando a altas densidades partônicas. O grande número de
ocupação no campo de cor leva ao comportamento clássico do campo de glúons [124]. Esta
é a essência do modelo MV [84]. O campo de cor efetivo no núcleo é resultante dos glúons
de todos os nucleons. Desde que não estejamos próximos à borda do núcleo, a densidade
de glúons é aproximadamente constante. Assim, o número de nucleons para um parâmetro
de impacto fixo, é proporcional a espessura do núcleo. Para grandes núcleos, essa espes-
sura é proporcional ao raio do núcleo, que por sua vez, está relacionado com o número de
massa por RA∼A1/3. Podemos pensar no momentum transverso dos glúons como surgido
de muitas colisões no plano transverso, com pártons de todo o núcleo. Negligenciando in-
terações coerentes entre nucleons, podemos pensar nessas colisões como sendo arbitrárias.
Como na caminhada aleatória, após A1/3 colisões, a escala de momentum t́ıpica, que é a
própria escala de saturação, torna-se Qs∼

√
A1/3, assim temos Q2

s∼A1/3.
O termo de intensificação A1/3 na escala de saturação é chamado de fator de ampli-

ficação nuclear (nuclear “oomph” factor), uma vez que ele reflete o reforço dos efeitos de
saturação no ambiente nuclear [124]. Esse fator já fora estimado nos primeiros trabalhos
sobre saturação partônica [79, 80, 84]. O cálculo de funções de estrutura nuclear incorpo-
rando saturação, nos casos inclusivo e difrativo, e utilizando o escalonamento de A1/3 na
escala de saturação, pode ser visto nos trabalhos [132, 133].

A dependência da escala de saturação em A, é a principal motivação para estudar o
caso nuclear. Este fator de amplificação permite estudar o regime de saturação em espalha-
mentos eA para energias significativamente menores do que seria posśıvel em colisões ep,
como veremos no próximo parágrafo. Outro aspecto interessante do caso nuclear é que,
como Qs cresce com o aumento de A e diminuição de x, para colisões com ı́ons pesados
em altas energias, a escala de saturação torna-se grande o suficiente para evitar a região
não perturbativa, com Q2

s ≫ Λ2
QCD. Nesse caso, normalmente Qs é a maior escala de

momentum presente, de forma que deve determinar o valor da constante de acoplamento
forte, com αs(Q

2
s)≪1 [124].

Na Fig.7.2 temos a dependência da escala de saturação em x e A, para a parametri-
zação (QA

s )
2 = A1/3(Qp

s)
2, onde utilizamos a escala de saturação do próton dada pelo

modelo IIMS [107], apresentado no Cap.5. Vamos começar analisando o caso de A fixo.
Para alcançarmos a escala de saturação em 1 GeV2 com próton (A=1), precisamos chegar
a x∼ 10−5. Se quisermos aumentar a contribuição da f́ısica de saturação com o próton,
indo por exemplo, até a escala de saturação de 5 GeV2, precisamos chegar a x ∼ 10−8,
escala de energia que está além de qualquer colisor de part́ıculas atual. Já para o caso
do núcleo de chumbo (A = 208), a escala de saturação de Q2

s = 5 GeV2 é alcançada em
energiais bem menores, para x> 10−5. Agora vamos ao comportamento com x fixo. Fi-
xando x em x=10−4, nem sequer alcançamos Q2

s =1 GeV2 para o próton, mas já temos
Q2

s ∼ 2 GeV2 para o cálcio e Q2
s ≈ 4 GeV2 para o chumbo. Aumentando a energia até a

escala de x= 10−5, alcançamos a escala de saturação de 1 GeV2 para o próton, quase 4
GeV2 para o cálcio e acima de 6 GeV2 para o chumbo. Aqui vemos facilmente que o fator
de amplificação nuclear para o chumbo é A1/3≈6. Uma discussão semelhante é encontrada
em [134].

Os resultados da Fig.7.2 nos permitem concluir, que se queremos provar um regime
com maior contribuição de fenômenos de saturação, que é alcançado com o aumento da
escala de saturação, podemos considerar dois caminhos principais. Um deles é aumentar a
escala de energia em colisores elétron-próton. O outro é utilizar núcleos pesados no lugar
de prótons, em colisores elétron-núcleo. A primeira alternativa foi explorada no caṕıtulo
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anterior, e a segunda alternativa é explorada neste caṕıtulo.
Olhando apenas observáveis inclusivos, é muito dif́ıcil distinguir entre os efeitos do

CGC da QCD linear. Entretanto, o estudo de observáveis difrativos tem se mostrado
promissor [132, 135, 136]. Já vimos que a dinâmica em altas energias é determinada por
glúons, e uma vez que no DDIS o objeto trocado precisa ter cor neutra, é necessária a troca
de, no mı́nimo, dois glúons. Já no DIS, a interação pode ser mediada por um único párton.
Devido ao DDIS incluir mais interações, ele é mais senśıvel que o DIS aos fenômenos de
saturação. Em [133], encontrou-se que a razão entre as seções de choque total e difrativa
cresce com o número atômico do alvo, alcançando valores entre 30∼40% no regime de pe-
queno x e baixo Q2. Já no regime assintótico de altas energias, a seção de choque difrativa
(incluindo todos os eventos com lacuna de rapidez) pode consistir de até 50% da seção
de choque total [137]. Este valor parece contra intuitivo, entretanto, quando constatou-se
que uma fração de aproximadamente 15% de todos os eventos do HERA apresentavam
lacunas de rapidez [138, 139], isto também não era esperado [140]. Isso corresponde a
situação em que o elétron atinge violentamente um próton, e aproximadamente uma em
cada sete vezes, nada acontece com o próton. No limite de disco negro, σ→ 2πR2, essa
taxa seria de um evento com lacuna de rapidez para cada dois eventos de espalhamento.
Espera-se que em colisões eA, a razão entre as seções de choque difrativa e total, seja uma
evidência concreta para a saturação partônica [133, 136, 141].

O DDIS é a única classe de eventos conhecida que permite obter uma visão da distri-
buição de glúons em núcleos. A razão para isto, é a sensibilidade que as funções de es-
trutura difrativa possuem, em um amplo regime cinemático, com dependência quadrática
na distribuição de glúons. Já no DIS essa dependência é linear. Entre os processos difra-
tivos, temos a produção exclusiva de mésons vetoriais e de fótons reais, nas quais apenas
uma part́ıcula é produzida no estado final, tornando esse tipo de processo experimental-
mente limpo, com a lacuna de rapidez identificada claramente. Tais processos em colisões
elétron-núcleo permitem calcular t no vértice hadrônico, no qual o momentum do núcleo
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incoerente, no qual o núcleo é excitado e dissocia (direita).

espalhado normalmente não pode ser medido [124].
Os dois tipos de produção difrativa de hádrons, coerente e incoerente, foram estuda-

dos no formalismo de CGC em [128, 142–145], levando às seguintes conclusões: processos
coerentes provam a dinâmica da matéria nuclear, enquanto processos incoerentes medem
flutuações do campo de cor nuclear [146]. A seguir estudaremos ambos processos, coerente
e incoerente, bem como a contribuição de cada um deles no espalhamento de eA→eAγ.

7.2 Formalismo

No espalhamento Compton no regime de DIS, o fóton virtual emitido pelo elétron in-
terage com o alvo, que pode ser um próton, como foi estudado no caṕıtulo anterior, ou
um núcleo, caso que estudaremos agora.

Continuaremos tratando o DVCS na representação de dipolos de cor, sendo que a ge-
neralização para o caso nuclear, é feita assumindo que a amplitude de espalhamento γA
pode ser descrita em termos da amplitude de espalhamento γp. Esse procedimento é ins-
pirado no modelo de Glauber [147] (uma revisão detalhada deste modelo é encontrada
em [128]). Desta forma, a amplitude de espalhamento dipolo-núcleo é descrita em termos
da amplitude de espalhamento dipolo-próton. Assim podemos utilizar os modelos para N
apresentados no Cap.5.

Continuaremos usando a aproximação σdip(x, r) = σ0N (x, r), com a amplitude de es-
palhamento dipolo-próton independente do parâmetro de impacto. Já a ńıvel nuclear,
esta dependência será levada em conta na função perfil nuclear TA(b). A função perfil
nuclear é a integral longitudinal da densidade nuclear ρA(z, b), TA(b) =

∫
dzρA(z, b), com

a normalização
∫
d2bTA(b) = 1. Para a densidade nuclear emprega-se a distribuição de

Woods-Saxon [148], com os parâmetros dados por [149].
Os processos de espalhamento difrativo nuclear podem ser classificados em dois tipos:

coerente e incoerente. Nos processos coerentes, o fóton interage com o núcleo como um
todo, deixando núcleo intacto. Esses processos serão denotados por γ∗A→ γA. Já nos
processos incoerentes, o fóton interage diretamente com um nucleon do núcleo, levando a
dissociação do núcleo2. Denotaremos esses processos por γ∗A→γA′.

A média de uma quantidade O na representação de dipolos, que soma sobre todos os

2 No caso incoerente, o núcleo dissocia em constituintes de cor neutra, não preenchendo a lacuna de
rapidez entre o fóton real (oriundo da aniquilação do par qq̄) e a região de fragmentação do núcleo.
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tamanhos de dipolos e todas as configurações de fração de momentum do fóton portada
pelo quark/antiquark, será denotada neste caṕıtulo por

〈O〉 =
∫

d2r

∫

dz|ΨT (r, z, Q)|2O, (7.1)

com a função de onda ΨT (r, z, Q) dada por (6.9).

7.2.1 Seção de choque total

Para a descrição da seção de choque total exclusiva, tanto coerente quanto incoerente,
seguiremos a metodologia empregada em [146, 150], utilizando o formalismo descrito em
[151] para o caso de grande comprimento de coerencia (lc), com lc≫RA, onde RA é o raio
do núcleo. Neste caso, o tamanho do dipolo não varia durante o espalhamento.

Para o caso em que o núcleo alvo permanece intacto, a seção de choque integrada no
regime de altas energias é dada por

σcoh = R2
g(1 + β2)

∫

d2b
〈
NA(x, r, b)

〉2
, (7.2)

onde a integral é feita sobre o parâmetro de impacto e a amplitude de espalhamento
dipolo-núcleo é dada por

NA(x, r, b) = 1− exp

[

−1

2
σdip(x, r)ATA(b)

]

, (7.3)

com σdip sendo a seção de choque de dipolo-próton (5.32), A o número de massa do
núcleo e TA(b) a função perfil nuclear. A forma acima para a amplitude NA é baseada
no formalismo de Glauber-Gribov [152, 153]. Ela foi proposta em [154], onde foi utilizada
para descrever os escassos dados experimentais para a função de estrutura nuclear.

Para o caso no qual núcleo dissocia, a seção de choque integrada no regime de altas
energias é dada por

σinc =
R2

g(1 + β2)

16πB

∫

d2bATA(b)
〈

σdip(x, r)
[
1−NA(x, r, b)

]〉2

, (7.4)

onde os elementos que compõe a seção de choque incoerente, são os mesmos da seção
de choque coerente (7.2). Uma vez que o fóton é espalhado por um nucleon de forma
independente, o parâmetro B é o mesmo do caso γ∗p.

As expressões (7.2) e (7.4) seguem o formalismo de [151], e podem ser vistas como uma
extensão do modelo de Glauber [147] para o caso nuclear.

7.2.2 Seção de choque diferencial em t

Para tratar a seção de choque diferencial exclusiva com dependência no momentum
transferido no vértice nuclear (t), usaremos a abordagem prescrita em [59], na qual é
calculada a seção de choque difrativa exclusiva incoerente, inspirada no CGC. Em sua
obtenção, considera-se que o espalhamento seja independente entre os diferentes nucleons,
negligenciando correlações nucleon-nucleon. Já para a seção de choque difrativa exclusiva
coerente, utiliza-se o mesmo formalismo que leva à (7.2), sendo uma aplicação da teoria
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de Glauber.
Para o caso coerente temos

dσcoh
dt

=
R2

g(1 + β2)

16π

∣
∣Aγ∗A→γA(x,Q2, t)

∣
∣
2
, (7.5)

onde a amplitude de espalhamento γ∗A→ γA é dada por

Aγ∗A→γA(x,Q2, t) = 2

∫

d2be−ib·∆〈NA(x, r, b)〉, (7.6)

sendo ∆2=−t e NA dado por (7.3).
Para o caso incoerente temos

dσinc
dt

=
R2

g(1 + β2)

16π

〈
〈|Aγ∗A→γA′

(x,Q2, t)|2〉
〉
, (7.7)

onde a amplitude de espalhamento γ∗A→ γA′ é dada por

Aγ∗A→γA′

(x,Q2, t) = 16π2B2
p

∫

d2be−Bp∆2N (r)N (r′)TA(b)

× exp
{

− 2π(A− 1)BpTA(b)
[
N (r) +N (r′)

]}

, (7.8)

onde N (x, r) é a amplitude de espalhamento dipolo-próton. A quantidade Bp está re-
lacionada com a função perfil do próton, assumindo-se que tenha a forma gaussiana
Tp(b)=exp(−b2/2Bp). Uma vez que não utilizamos a amplitude de espalhamento N (x, r)
com dependência no parâmetro de impacto, podemos relacionar Bp com σ0 por Bp=σ0/4π.

7.3 Resultados

Nesta seção apresentamos nossos resultados para o DVCS em interações elétron-núcleo.
Utilizaremos novamente os fatores de correção que levam em conta a parte real da ampli-
tude de espalhamento e o skewedness, β e Rg. Seus valores são os mesmos utilizados no
caso ep.

7.3.1 Seção de choque total

Na Fig.7.4 temos a seção de choque coerente, dada por (7.2), variando com a energia,
para dois valores de virtualidade: Q2=1 GeV2 e Q2=8 GeV2. Ambos resultados mostram
a seção de choque crescendo a uma taxa maior para energias menores. Ao aumentar a
energia, mais distintas são as previsões entre os diferentes modelos. Chamamos atenção
pela diferença de escala, sendo a seção de choque com Q2=1 GeV2 bem maior que com
Q2=8 GeV2. O crescimento da seção de choque comW está relacionado com o crescimento
da seção de choque de dipolo com a energia. Já o decréscimo da seção de choque com Q2

está relacionado com a função de onda do processo.
Na comparação entre os diferentes modelos, vemos um crescimento mais acentuado

(comW ) nos modelos GBW, rcBK e AAMQS (L) quando comparados ao IIMS e AAMQS
(H). Os resultados com o modelo GBW sobre-estimam os resultados dos demais modelos.
As duas parametrizações da equação BK para a descrição de quarks leves, rcBK e AAMQS
(L), levam a resultados bastante parecidos. Para energias mais baixas também vemos
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Figura 7.4: Dependência da seção de choque coerente na massa invariante do sistema γ∗A,
com virtualidade fixa e A=208.
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Figura 7.5: Dependência da seção de choque incoerente na massa invariante do sistema
γ∗A, com virtualidade fixa e A=208.

resultados parecidos entre as duas parametrizações que incluem a descrição de quarks
pesados, IIMS e AAMQS(H). Os resultados destes modelos subestimam os demais.

Na Fig.7.5 temos a seção de choque incoerente, dada por (7.4), variando com a
energia, para dois valores de virtualidade: Q2=1 GeV2 e Q2=8 GeV2. Os resultados são
análogos ao do caso coerente, com uma mudança de escala, uma vez que a seção de choque
incoerente corresponde a aproximadamente 9,5% (15%) da seção de choque coerente para
Q2 = 1 GeV2 (Q2 = 8 GeV2). Ou seja, quando aumentamos a virtualidade, a proporção
de processos incoerentes cresce. Este resultado é mostrado na Fig.7.6, onde apresentamos
ambas σcoh e σinc, bem com a razão σinc/σcoh, para Q

2=1 GeV2 e Q2=8 GeV2, utilizando
o modelo rcBK. Podemos ver o crescimento da choque coerente com a energia é levemente
mais rápido do que o crescimento da seção de choque incoerente, sendo a razão entre elas
quase constante. Portanto, σinc/σcoh depende fracamente de W .

A fim de considerar a dependência dos nossos resultados no número de massa (A)
do projétil, as mesmas quantidades mostradas na Fig.7.6, calculadas para o núcleo de
chumbo, são mostradas também na Fig.7.7, desta vez calculadas para o núcleo de cálcio.
O comportamento qualitativo da seção de choque, crescendo com W e diminuindo com
Q2, se mantém. Entretanto, a seção de choque do cálcio é consideravelmente menor
que a do chumbo. Como no caso do chumbo, também obtivemos que com o aumento
da virtualidade, a razão σinc/σcoh cresce, embora σcoh continue sendo dominante. Neste
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Figura 7.6: Comparação (esquerda) e razão (direita) entre as seções de choque coerente e
incoerente, com W variável e Q2 fixo, utilizando o modelo rcBK com A=208.
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Figura 7.7: Comparação (esquerda) e razão (direita) entre as seções de choque coerente e
incoerente, com W variável e Q2 fixo, utilizando o modelo rcBK com A=40.

aspecto temos a principal diferença entre as seções de choque do cálcio e do chumbo, vista
na razão σinc/σcoh, sendo σinc/σcoh para o cálcio bem maior do que no caso do chumbo:
0,26 para Q2=1 GeV2 e 0,38 para Q2=8 GeV2. Ou seja, diminuindo o número de massa,
a contribuição de processos nos quais o núcleo dissocia aumenta.

7.3.2 Seção de choque diferencial em t

Na Fig.7.8 temos a seção de choque diferencial coerente, dada por (7.5), variando com
o momentum transferido t, para dois valores de virtualidade (Q2=1 GeV2 e Q2=8 GeV2)
e dois valores de energia (W = 100 GeV e W = 500 GeV). Aqui observamos o clássico
comportamento difrativo, com máximos e mı́nimos. Podemos ver que dσcoh/dt cresce
com W e diminui com Q2. Todos os modelos levam a resultados muito próximos no
máximo central (t→ 0) e nos mı́nimos. Já nos máximos secundários, vemos significativa
sensibilidade ao modelo utilizado (note que o gráfico cobre 7 ordens de grandeza em dσ/dt),
principalmente no caso de Q2=8 GeV2 e W =500 GeV.

Na Fig.7.9 temos a seção de choque diferencial incoerente, dada por (7.7), variando com
o momentum transferido t, para dois valores de virtualidade (Q2=1 GeV2 e Q2=8 GeV2)
e dois valores de energia (W =100 GeV e W =500 GeV). Podemos ver que dσinc/dt cresce
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Figura 7.8: Dependência da seção de choque diferencial coerente no momentum transferido
t, com W e Q2 fixos, para A=208.

com W e diminui com Q2 (chamamos atenção pela diferença de escala).
O comportamento obtido usando cada modelo, para dσcoh/dt e dσinc/dt, segue o que foi

visto no caso da seção de choque total, com os resultados utilizando o modelo GBW sobre-
estimando os demais, os modelos rcBK e AAMQS (L) com resultados muito próximos,
assim como os modelos IIMS e AAMQS (H), estando estes dois subestimando os demais.

A comparação entre os casos coerente e incoerente é mostrada na Fig.7.10, para
diferentes configurações cinemáticas, utilizando o modelo rcBK. O momentum transferido
t está relacionado (por conservação de momentum no vértice nuclear) com o momentum
dos glúons trocados entre o núcleo e o par quark-antiquark. Na região de pequeno t
(−tR2

A/3≪ 1)3, temos glúons de menor energia interagindo com o núcleo. Tal interação
acontece com o núcleo como um todo, de forma que o núcleo não dissocia. Essa é a região
de domı́nio do processo coerente. Já na região de grande t (−tR2

A/3 ≫ 1), os glúons
possuem maior energia, interagindo diretamente com um nucleon do núcleo, fazendo com
que este dissocie. Essa é a região de domı́nio do processo incoerente. Vale ressaltar que
medimos t em GeV2, assim, mesmo valores “baixos”de t, como |t|=0,05 GeV2, já estão em
uma escala de energia acima da energia de ligação por nucleon no núcleo, que é da ordem
de poucas unidades de MeV [156]. Alertamos que, dadas as aproximações que levaram a
obtenção de (7.7), a descrição dos processos incoerentes com t muito pequeno (abaixo de
0,1 GeV2) é uma extrapolação.

3 A região em t de domı́nio de cada processo, coerente para −tR2

A/3≪1 e incoerente para −tR2

A/3≫1,
fora prevista em [155].
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Figura 7.9: Dependência da seção de choque diferencial incoerente no momentum trans-
ferido t, com W e Q2 fixos, para A=208.

A fim de analisar o efeito do número atômico em dσ/dt, na Fig.7.11 comparamos os
resultados obtidos anteriormente para o núcleo chumbo, com os resultados utilizando o
núcleo de cálcio. O comportamento qualitativo em relação a variação de W e Q2 para o
cálcio, é o mesmo apresentado para o chumbo. Observamos que ambas seções de choque,
coerente e incoerente, diminuem para menor valor de A. Aqui podemos ver a diferença do
parâmetro (slope)4 B de cada núcleo, que é obtido para pequeno t. Tal como esperado,
temos B(Pb) > B(Ca), com o primeiro mı́nimo sendo deslocado para maior valor de t
quando diminuimos o valor de A.

7.4 Conclusões

Neste caṕıtulo apresentamos o formalismo para o estudo do caso nuclear, bem como
a motivação para tal estudo, que está focada no aumento da escala de saturação presente
no ambiente nuclear. Após, apresentamos nossos resultados para o DVCS nuclear.

Na análise da seção de choque total, vimos que tanto no caso coerente quanto no caso
incoerente, a seção de choque cresce com a energia e com o número atômico, e diminui com
a virtualidade. O comportamento qualitativo de todos os modelos mostrou-se semelhante,
mas com os modelos IIMS e AAMQS (H) apresentando um crescimento (de σ com W )
menos acentuado que os demais modelos.

4Para t pequeno, t ∼ 1/R2

A, a dependência da seção de choque em t é do tipo exp(−tR2

A/3), onde
identificamos o parâmetro B como B=R2

A/3. [157]
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Figura 7.10: Comparação entre dσ/dt para processos coerente e incoerente, com diferentes
configurações cinemáticas, utilizando o modelo rcBK com A=208.
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Figura 7.11: Comparação entre dσ/dt coerente e incoerente, com W e Q2 fixos, utilizando
o modelo rcBK com A=40 e A=208.

Embora a medida experimental do núcleo intacto em futuros colisores eA possa ser
muito dif́ıcil, nossos resultados sugerem fortemente que esse é o processo dominante em
altas energias. O cálculo de σinc/σcoh mostrou que essa razão diminui com A e com W ,
mas aumenta com Q2. Assim, quanto mais pesado é o núcleo, maior a energia, ou menor
a virtualidade, temos que menores são as chances do núcleo dissociar.

A análise da seção de choque em função de t revelou que os processos coerentes são
dominantes para valores pequenos de t, onde encontra-se o máximo primário do pico de
difração. Possivelmente o primeiro máximo secundário do processo coerente também seja
dominante em relação ao processo incoerente, entretanto, o procedimento utilizado na
obtenção de dσinc/dt limita seu uso para baixo momentum transferido. Já os processos
incoerente dominam para grande t.

Nossos resultados para a seção de choque total, tanto coerente quanto incoerente,
utilizando os modelos GBW, IIMS e AAMQS são inéditos na literatura. A descrição
do DVCS nuclear com o modelo rcBK está presente em [150], onde obtém-se resultados
similares aos nossos. No que diz respeito a seção de choque diferencial em t, os resultados
obtidos com todos os modelos são inétidos. Previsões semelhantes às encontradas aqui,
mas para a produção de mésons vetoriais, podem ser encontradas em [59,146,150,151,157].
Já os resultados para o caso de difração inclusiva podem ser vistos em [136, 158].
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Nossas previsões para o DVCS nuclear são relevantes para os futuros experimentos
eRHIC e LHeC, sendo este um processo com bastante precisão teórica e experimentalmente
limpo, o que faz dele um bom observável para provar a f́ısica de saturação.
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Caṕıtulo 8

Conclusões

Nesta dissertação estudamos a dinâmica partônica em altas energias, na qual utilizamos
a representação de dipolos de cor para descrever processos de espalhamento elétron-próton
e elétron-́ıon. Focamos nossa análise na descrição de processos difrativos exclusivos, em
particular, no espalhamento Compton profundamente virtual. A dinâmica partônica no
regime de pequeno x é descrita pela teoria do Condensado de Vidros de Cor, que é uma
teoria efetiva da QCD em altas energias. O CGC incorpora uma dinâmica não linear que
leva a saturação da distribuição de glúons. Nessa teoria, a interação forte nos processos
de espalhamento é descrita pela amplitude de espalhamento de dipolo. Tal amplitude é
descrita pela equação de Balitsky-Kovchegov e por modelos fenomenológicos.

Nossos resultados no caso de espalhamento elétron-próton são os cálculos da função
peso e da seção de choque do DVCS, utilizando diferentes modelos para a amplitude de
espalhamento de dipolo. Os resultados para a seção de choque descrevem bem os dados
do HERA. Entretanto, os dados do HERA não permitem distinguir entre os diferentes
modelos empregados. Essa diferenciação deve ser posśıvel com dados experimentais no
regime de energia de futuros colisores (W ∼1 TeV).

Nossos resultados no caso de espalhamento elétron-núcleo são os cálculos das seções de
choque total e diferencial do DVCS, nos casos de difração coerente e incoerente, utilizando
diferentes modelos para a amplitude de espalhamento de dipolo. Aqui também calculamos
a razão entre os processos incoerente e coerente, mostrando a dominância do último. Vi-
mos que embora essa razão dependa fracamente da energia, ela tem forte dependência na
virtualidade e no tamanho do núcleo. A análise da seção de choque diferencial no momen-
tum transferido permitiu discriminar entre os processos coerentes (domı́nio em pequeno t)
e incoerentes (domı́nio em grande t). Os resultados para processos eA também mostram
significativa dependência no modelo usado para descrever a amplitude de espalhamento de
dipolo, particularmente em energias mais elevadas. Para o caso nuclear, nossas predições
foram feitas considerando o regime cinemático dos futuros colisores elétron-́ıon, eRHIC e
LHeC.

No caso de processos elétron-próton, os resultados que obtivemos com os modelos IIMS
e AAMQS são inéditos na literatura. Já os resultados obtidos com os modelos GBW e
rcBK, são condizentes com os resultados encontrados na literatura. No caso de processos
elétron-núcleo, para seção de choque total, coerente e incoerente, nossos resultados com
os modelos GBW, IIMS e AAMQS são novos. Com o modelo rcBK nossos resultados
concordam com os encontrados na literatura. Já no caso da seção de choque diferencial,
coerente e incoerente, os resultados obtidos com todos os modelos são inéditos.

Os próximos passos são utilizar um modelo para a amplitude de espalhamento de di-
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polo com dependência no parâmetro de impacto. Pretendemos avançar no estudo do CGC,
com particular ênfase na derivação e obtenção das soluções das equações JIMWLK e BK.
Além disso, objetivamos estudar o processo DVCS no formalismo de GPDFs, visando es-
tabelecer a sua conexão com o formalismo de dipolos de cor e comparar as predições destes
dois formalismos.
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Apêndice A

Teorema ótico

Revisamos aqui o teorema ótico (veja, por exemplo, [159]), que relaciona a seção de
choque de espalhamento em todos os canais1 com a parte imaginária da amplitude de
espalhamento elástica. O teorema ótico é um importante resultado que pode ser obtido na
mecânica quântica impondo-se a unitariedade da matriz de espalhamento S, garantindo
assim a conservação da probabilidade. Sem o objetivo de fazer uma análise completa de
como a matriz de espalhamento S leva ao teorema ótico, faremos apenas uma descrição
de como o resultado final é obtido.

A matriz S é um operador linear que transforma o estado inicial |i〉 de um processo de
espalhamento em um estado final |f〉,

S|i〉 = |f〉. (A.1)

Os estados inicial e final são definidos nos tempos ti = −∞ e tf = +∞, e representam
estados assintoticamente livres. A probabilidade de que, partindo de um estado |i〉, o
sistema seja encontrado, após o espalhamento, em um estado |f〉 é, por definição,

Pi→f = |〈f |S|i〉|2 . (A.2)

A matriz S coincide com o operador evolução temporal U , de t=−∞ até t=+∞,

S ≡ U(−∞,+∞), (A.3)

que é dado pela série de Dyson,

S = I+

∞∑

n=1

in

n!

∫

d4x1 · · ·d4xnT
(
Hint(x1) · · ·Hint(xn)

)
, (A.4)

onde I é o operador identidade, Hint é o hamiltoniano de interação (na representação de
interação) e T denota o produto ordenado no tempo. Mais detalhes sobre a representação
de interação e o produto ordenado no tempo podem ser encontrados em [62].

Isolando o operador identidade da matriz S obtemos a matriz de transição T ,

S = I+ iT, (A.5)

tal que os elementos de matriz S são

Sif ≡ 〈f |S|i〉 = δif + i〈f |T |i〉 = δif + iTif , (A.6)

1 Cada uma das diferentes formas que um conjunto de part́ıculas pode ir a outro conjunto através de
um processo de espalhamento é chamada de canal [160].
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fatorando de T a função δ que garante a conservação de momentum temos,

Sif ≡ 〈f |S|i〉 = δif + i(2π)4δ4(pf − pi)A(i→ f), (A.7)

onde A(i→ f) é a amplitude de espalhamento relativ́ıstica. Para um processo de espa-
lhamento do tipo 1+ 2 → n, com o estado inicial de duas part́ıculas |i〉= |p1p2〉 e o estado
final de n part́ıculas |fn〉= |p′1 · · ·p′n〉, a matriz S está relacionada com a seção de choque
diferencial por

dσ =
1

Φ
|A(i→ fn)|2 dΠn, (A.8)

onde Φ é o fluxo incidente e dΠ é o espaço de fase para n part́ıculas no estado final. A
seção de choque total é obtida integrando (A.8) e somando sobre todos posśıveis números
de part́ıculas produzidas no estado final,

σtot =
1

Φ

∑

n

∫

dΠn |A(i→ fn)|2 . (A.9)

As expressões explicitas para o espaço de fase e o fluxo incidente são, respectivamente,

dΠn =
n∏

j=1

d4p′j
(2π)3

δ
(
p′2j −m2

j

)
(2π)4δ4

(

p1 + p2 −
n∑

j=1

p′j

)

(A.10)

=

n∏

j=1

d3~pj
′

(2π)32E ′
j

(2π)4δ4

(

p1 + p2 −
n∑

j=1

p′j

)

(A.11)

e

Φ = 2E12E2|~v1 − ~v2| = 4
√

(p1 · p2)2 −m2
1m

2
2 ≃

s→∞
2s, (A.12)

onde s é a energia de centro de massa do sistema composto pelas part́ıculas 1 e 2. Se
consideramos uma reação exclusiva 1+2 → 3+4, a seção de choque diferencial (A.8)
torna-se

dσ =
1

4
√

(p1 · p2)2 −m2
1m

2
2

|A(12 → 34)|2

× (2π)4δ4(p1 + p2 − p3 − p4)
d3~p3d

3~p4
(2π)32E3(2π)32E4

. (A.13)

Usando δ4(p1+p2−p3−p4) = δ(E1+E2−E3−E4)δ
3(~p1+~p2−~p3−~p4) e utilizando a função

delta para os tri-momenta, elimina-se a integração sobre d3~p4. Além isso, decompõe-se o
elemento de volume como d3~p3 = ~p 2

3 d|p3|dΩ, sendo dΩ = d cos θdφ, assim temos, após
integração sobre |~p3|,

dσ

dΩ
=

1

64π2s
|A(s, t)|2 . (A.14)

O ângulo de espalhamento θ está relacionado com o momentum transferido t, tal relação,
no limite de s→∞, é dada por d cos θ≃(2/s)dt, de forma que temos

dσ

dt
≃ 1

16πs2
|A(s, t)|2 . (A.15)
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Uma propriedade assumida para a matriz S é a unitariedade. Esta é uma consequência
direta da conservação da probabilidade. Assim, se S é unitária,

S†S = SS† = I, (A.16)

em termos da matriz de transição definida em (A.5) temos

(
I− iT †

)
(I+ iT ) = I (A.17)

i
(
T † − T

)
= T †T, (A.18)

tomando a matriz de elementos entre os estados inicial |i〉 e final |f〉 de um processo de
espalhamento, e inserindo um conjunto completo de estados intermediários |n〉, temos

i〈f |
(
T † − T

)
|i〉 = 〈f |T †T |i〉 =

∑

{n}

〈f |T †|n〉〈n|T |i〉, (A.19)

utilizando a definição de parte imaginária de um operador linear, ImO = (O−O∗)/2i,
temos

2 ImTif =
∑

{n}

T ∗
fnTin, (A.20)

onde
∑

{n} contém a integração sobre todas as variáveis cont́ınuas e a soma sobre todos os

números quânticos. Se os estados |n〉 representam sistemas de n part́ıculas sem spin com
tri-momenta ~q1, . . . , ~qn e energias E1, . . . , En, então

∑

{n} é2

∑

{n}

=
∑

n

∫ n∏

j=1

d3~qj
(2π)32Ej

. (A.21)

Fatorando de T a função delta de conservação de momentum, como feito em (A.7), temos
para (A.20)

2 ImA(i→ f) =
∑

n

∫

dΠnA
∗(f → n)A(i→ n). (A.22)

Se os estados inicial |i〉 e final |f〉 são idênticos, temos o caso (para um processo 2→2)
de colisão elástica frontal (t=0), de maneira que (A.22) torna-se

2 ImAel(s, t = 0) =
∑

n

∫

dΠn |A(i→ n)|2 , (A.23)

comparando este resultado com (A.9), podemos escrever

σtot =
2

Φ
ImAel(s, t = 0) ≃

s→∞

1

s
ImAel(s, t = 0), (A.24)

que é o teorema ótico para espalhamento relativ́ıstivo. Ele afirma que a seção de choque
total (para reações 1+2→ qualquer sistema) é dado pela parte imaginária de apenas um
elemento de matriz de S, sendo este, a amplitude para o espalhamento elástico 1+2→1+2
em t = 0. [6]. Em outras palavras, o teorema ótico diz que a seção de choque para

2 O fator (2π)32Ej é devido a normalização dos autoestados de momentum: 〈p|p′〉 = (2π)32Eδ3(~p−~p ′).
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o espalhamento em todos os canais, tanto elásticos quanto inelásticos, é proporcional a
parte imaginária da amplitude de espalhamento elástica na direção frontal [160].

O teorema ótico foi obtido a partir da unitariedade da matriz de espalhamento S.
Outras duas caracteŕısticas advindas da unitariedade são: i) na região de pequeno ângulo,
a parte imaginária da amplitude de espalhamento domina sobre a parte real; ii) há um
pico de difração frontal que decresce muito rapidamente quando nos afastamos de espa-
lhamentos com ângulo zero (quando |t| aumenta) [6].
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