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RESUMO

SENA, Celso Rodrigues, Efeito da F́ısica não linear na produção de quarks pesa-
dos em interações fóton-próton e fóton-núcleo à altas energias 2018, 98p. Dis-
sertação (Mestrado em F́ısica) - Programa de Pós-Graduação em F́ısica, Departamento de
F́ısica, Instituto de F́ısica e Matemática, Universidade Federal de Pelotas, Pelotas, 2018.

A descrição da estrutura dos hádrons no regime de altas energias presentes em colisões
próton-próton, próton-núcleo e núcleo-núcleo no Grande Colisor de Hádrons (LHC) é uma
questão em aberto. Neste regime, os hádrons são compostos por uma grande quantidade
de glúons, os quais podem interagir entre si. Tal interação é descrita por correções não
lineares na dinâmica das interações fortes. Neste trabalho investigamos as implicações
fenomenológicas da dinâmica não linear via produção de quarks pesados em interações
fóton-próton e fóton-núcleo, considerando a abordagem de dipolos de cor. Em particular,
apresentamos nossos resultados para a produção de quaks charm e bottom em colisões
ep/eA bem como em colisões ultraperiféricas pp/pA. Nesta dissertação analisamos os
observáveis de seção de choque total, seção de choque reduzida e as razões nucleares
para a produção de quarks pesados em processos induzidos por fótons. Nossos resultados
indicam que o estudo destes observáveis podem ser utilizados para investigar a dinâmica
da QCD em altas energias, em particular, os efeitos não lineares.

Palavras Chave: Cromodinâmica Quântica, Produção de quarks pesados, Interações
fóton-hádron





ABSTRACT

SENA, Celso Rodrigues, Effect of nonlinear physics on the heavy quark produc-
tion in photon-proton and photon-nucleus interactions at high energies 2018,
98p. Dissertation (Master Degree in Physics) - Programa de Pós-Graduação em F́ısica, De-
partamento de F́ısica, Instituto de F́ısisca e Matemática, Universidade Federal de Pelotas,
2018.

The description of the hadron structure at high energies regime in proton-proton, proton-
nucleus and nucleus-nucleus collisions at the Large Hadron Collider (LHC) is an open
question. In this regime, hadrons are composed of a large number of gluons, which can
interact with each other. Such an interaction is described by nonlinear corrections in the
strong interaction dynamic. In this work we investigate the phenomenological implications
of nonlinear dynamics on heavy quarks production in photon-proton and photon-nucleus
interactions. In particular, we present our results for the charm and bottom production
in ep/eA collisions as well as in pp/pA ultraperipheral collisions. In this dissertation
we analyzed the total cross section, reduced cross section and nuclear ratios for heavy
quark production in photon-induced process. Our results indicate that the study of these
observables can be used to investigate the high energy QCD dynamics, in particular the
nonlinear effects.

Key-words: Quantum Chromodynamics , Heavy quark production, Photon-hadron in-
teractions
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à dominante (NLO). Figura extráıda da Ref. [40]. . . . . . . . . . . . . . . . . 41
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3.1 Amplitude elástica para o espalhamento γ∗p na representação de dipolos de cor. 52

3.2 Amplitude N(x, r) para diferentes modelos de dipolos considerando dois val-

ores de x. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59

3.3 Amplitude N(x, r) para os modelos de dipolos dependentes de b considerando

dois valores de x. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59

3.4 Amplitude N(x, r) para diferentes modelos de dipolos considerando dois val-

ores de x. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 60

3.5 Amplitude N(x, r) para os modelos de dipolos dependentes de b considerando

dois valores de x. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 60

3.6 Amplitude NA(x, b, r) para A = 208 e colisão central (b = 0) para os diferentes

modelos de dipolos considerando dois valores distintos de x. . . . . . . . . . . 62

4.1 Distribuição em r da função peso para xm = 10−4 e dois conjuntos de valores

de Q2. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 66



4.2 Distribuição em r da função peso do charm para xm = 10−4 e Q2 = 1 GeV 2

fixos independentemente. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 66

4.3 Distribuição em r da função peso do bottom para xm = 10−4 e Q2 = 1GeV 2

fixos independentemente. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 67

4.4 Distribuição em r da função peso do charm (painel esquerdo) e bottom (painel

direito) para xm = 10−4 e Q2 = 1GeV 2. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 68

4.5 Distribuição em r da função peso do charm para xm = 10−4 e dois valores

de Q2, considerando os diferentes modelos fenomenológicos para a seção de

choque de dipolos. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 68

4.6 Distribuição em r da função peso do bottom para xm = 10−4 dois valores

de Q2, considerando os diferentes modelos fenomenológicos para a seção de

choque de dipolos. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 69

4.7 Função de estrutura do charm (painel esquerdo) e bottom (painel direito) em

termos de x para Q2 = 1GeV 2. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 70

4.8 Função de estrutura do charm (painel esquerdo) e bottom (painel direito) em

termos de Q2 para x fixo. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 70
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1 INTRODUÇÃO

Muitos estudos foram feitos para responder a pergunta: do que a matéria é formada? As

respostas levam a dividi-la em partes cada vez menores até chegarmos a uma descrição

em termos de part́ıculas elementares. As part́ıculas elementares são organizadas no Mo-

delo Padrão da F́ısica de Part́ıculas, as quais são divididas em férmions e bósons, com

os férmions constituindo a matéria e os bósons sendo os mediadores das interações. A

estrutura da matéria é descrita em termos de léptons, quarks e glúons, sendo estes dois

últimos constituintes dos hádrons. Os hádrons (prótons, nêutrons e ṕıons) são formados

por quarks, os quais interagem através da troca de glúons. Graças aos glúons, os quarks

se mantêm ligados para formar as part́ıculas hadrônicas.

A dinâmica interna dos hádrons é descrita pela teoria das interações fortes, a Cro-

modinâmica Quântica (QCD). Esta possui duas caracteŕısticas muito importantes: a liber-

dade assintótica e o confinamento, as quais estão sujeitas ao comportamento da constante

de acoplamento forte que estabelece os regimes da QCD (perturbativo e não perturba-

tivo). Neste trabalho estudaremos a QCD em interações fóton-próton e fóton-núcleo no

regime de altas energias. Em altas energias, espera-se um forte crescimento do conteúdo

de glúons dentro dos hádrons, advindo dos processos de emissão de glúons descritos pelas

equações lineares de evolução da QCD: a DGLAP e BFKL. Em mais altas energias, o cres-

cimento rápido das distribuições de glúons predito pelas equações lineares de evolução leva

a resultados que violam a unitariedade da seção de choque. O processo responsável por

diminuir o crescimento da distribuição de glúons com a energia é chamado de saturação de

glúons, onde os efeitos de recombinação de glúons (gg → g) são descritos pelas equações

não lineares de evolução da QCD. Para estudar este comportamento, vários modelos

fenomenológicos baseados no formalismo de dipolos de cor foram desenvolvidos, sendo

esta uma ferramenta poderosa para tratarmos os espalhamentos a altas energias, pois

incluem os efeitos de saturação. Embora um grande avanço teórico e experimental tenha

ocorrido nos últimos anos, duas importantes questões permanecem em aberto: primeiro,

qual o modelo teórico correto para descrever o regime não linear e segundo, qual a região

cinemática que estes efeitos são importantes.

Neste trabalho estudamos as implicações fenomenológicas dos efeitos não lineares na

produção de quarks pesados em interações γp e γA presentes em HERA, no LHC e

no futuro LHeC. Em particular, nesta dissertação apresentamos nossos resultados para a

produção dos quarks charm e bottom em colisões ep/eA nas energias de HERA e do LHeC,

e em colisões pp/pA nas energias do Run 2 do LHC. Esta dissertação está organizada da

seguinte forma.
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No caṕıtulo 2 apresentamos o espalhamento profundamente inelástico (DIS), onde rela-

cionamos a seção de choque fóton-próton com a função de estrutura do próton F2, que

são quantidades observáveis no experimento de DIS. Na sequência abordamos o DIS no

modelo de pártons, o primeiro modelo para investigar a estrutura hadrônica. Também

apresentamos uma breve introdução da Cromodinâmica Quântica (QCD) bem como das

equações de evolução lineares DGLAP e BFKL baseadas em QCD perturbativa e suas

soluções. Em seguida, descrevemos o limite de pequeno x para a evolução de glúons, o que

mostra um rápido crescimento na população de glúons nesta região. Além disso, descreve-

mos qualitativamente a saturação partônica e por fim, abordamos a equação de evolução

não linear BK e suas soluções de interesse para esta dissertação.

No caṕıtulo 3 introduzimos o formalismo de dipolo de cor, o qual é um dos principais

componentes de nossas predições. Neste formalismo, a seção de choque é descrita de forma

fatorada em termos da função de onda do fóton e da seção de choque dipolo-alvo. Em

seguida, apresentamos os modelos fenomenológicos utilizados em nosso trabalho para a

seção de choque dipolo-alvo, os quais levam em conta os efeitos de saturação. Encerramos

o caṕıtulo com a generalização destes modelos para o caso nuclear e mostramos uma

comparação entre as distintas amplitudes de espalhamento de dipolos.

No caṕıtulo 4 apresentamos nossos primeiros resultados para a produção de quarks pesa-

dos. Primeiramente, mostramos nossas estimativas para a função de estrutura dos quarks

charm e bottom. Em seguida, apresentamos nossas predições para a seção de choque

reduzida em colisões ep nas energias de HERA e do LHeC, onde comparamos nossos re-

sultados com os dados experimentais dispońıveis de HERA. Além disso, estimamos as

razões nucleares para futuros colisores eA.

No caṕıtulo 5, realizamos um estudo da fotoprodução de quarks pesados no formalismo de

dipolos, onde estimamos a seção de choque total e comparamos com os dados de HERA.

Também apresentamos nossas predições para a distribuição de rapidez para a fotoprodução

de charm e bottom em colisões ultraperiféricas pp e pA bem como o resultado da seção

de choque total em diferentes regiões de rapidez.

Por fim, no caṕıtulo 6, apresentamos nossas conclusões e perspectivas.

Os resultados apresentados nesta dissertação fazem parte de um artigo publicado [1] e

de outro submetido à publicação [2]. Além disso, estes resultados foram apresentados no

evento: XIV Hadron Physics, realizado em Florianópolis-SC de 18 a 23 de março de 2018.
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2 A estrutura dos hádrons

Este caṕıtulo tem como objetivo introduzir o estudo da estrutura hadrônica, o qual é

fundamental para tratarmos os processos envolvendo quarks e glúons da QCD no regime

de altas energias. Para tanto, abordamos o espalhamento inelástico profundo, e a inter-

pretação no modelo de pártons. Além disso, apresentamos as equações de evolução para

a distribuição de pártons no hádron, e descrevemos os efeitos não lineares que surgem

da dinâmica de altas densidades da QCD, os quais são de particular interesse nesta dis-

sertação.

2.1 Espalhamento profundamente inelástico

A ideia do espalhamento profundamente inelástico (Deep Inelastic Scattering - DIS),

representado na Fig. (2.1) é investigar a estrutura hadrônica no limite de altas energias,

através da interação de um lépton de alta energia com um nucleon. Esta é a forma mais

simples de sondar a estrutura hadrônica, pois somente uma das part́ıculas participantes

do espalhamento possui subestrutura [3–5]. O DIS elétron-próton [6] é representado como:

Figura 2.1 - Diagrama de espalhamento elétron-próton profundamente inelástico.

e(k)p(p)→ e(k′)W (p′) (2.1)

onde e representa o elétron de quadrimomento k e k′ (este último surge devido a troca de

um fóton virtual de momento q entre o elétron e o próton de quadrimomento p e massa M),

e p′ é o momento de estado final X (de massa invariante W ) resultante da fragmentação

do próton [5,6]. Para estudarmos o DIS, consideramos três variáveis cinemáticas indepen-
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dentes:

s = (k + p)2, (2.2)

q2 = −Q2, (2.3)

W 2 = (q + p)2. (2.4)

A variável s corresponde ao quadrado da energia total do sistema lépton-nucleon no

referencial do centro de massa e W 2 é o quadrado da massa invariante do estado hadrônico

final X e Q2 determina o poder de resolução com que o fóton virtual resolve a estrutura

hadrônica [5, 7].

Quando a virtualidade do fóton trocado entre o elétron e o hádron satisfaz Q2 �M2 [8],

o fóton penetra na estrutura hadrônica, e o processo é dito profundo. Por outro lado, é

caracterizado inelástico devido a W 2 �M2, fragmentando o nucleon.

Se o próton fosse uma part́ıcula pontual de spin 1/2, a análise do espalhamento elétron-

próton seria idêntica aquela presente na descrição do espalhamento elétron-múon [6].

Porém esta abordagem é inadequada, pois o próton possui estrutura. Portanto, um tensor

hadrônico W µν é introduzido para parametrizar nossa ignorância da estrutura do próton,

de forma que ficamos com |M|2 ∝ LµνWµν [8,9], ondeM é a amplitude de espalhamento

elétron-próton.

Em geral, os hádrons produzidos X não são identificados, somente é medido o momento do

lépton no estado final. Processos deste tipo são chamados inclusivos. Quando é posśıvel

identificar todos os hádrons produzidos no estado final temos os chamados processos

exclusivos [7].

No referencial de repouso do alvo (referencial do laboratório) temos que p = (M, 0, 0, 0),

e as variáveis s, q2 e W 2 são reescritas da seguite forma:

s = M
(
2E +M

)
, (2.5)

q2 = −4EE ′ sin2
(θ

2

)
, (2.6)

W 2 = M + 2M
(
E − E ′

)
+ q2, (2.7)

onde a massa do lépton foi desprezada, e θ é o ângulo de espalhamento do lépton. Aqui

podemos identificar a energia transferida ν como: ν = (E − E ′), com E e E ′ sendo

respectivamente, a energia do lépton antes e depois da colisão. Frequentemente define-se
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a variável ν como segue ν = p.q
M

[7]. Outras variáveis importantes no DIS são:

y =
p.q

p.k
=
W 2 +Q2 −M2

s−M2
, (2.8)

x =
Q2

2p.q
=

Q2

2Mν
=

Q2

W 2 +Q2 −M2
, (2.9)

onde y é a inelasticidade, que no referencial de repouso do nucleon representa a fração

da energia inicial do lépton transferida pelo fóton trocado, y = ν/E; x é a variável

adimensional de Bjorken, a qual desempenha um papel importante no tratamento do

DIS. Uma relação útil que conecta x, y e Q2, no regime de altas energias, é dada por [10]:

xy =
Q2

s−M2
≈ Q2

s
. (2.10)

Como W 2 ≥M2, a variável de Bjorken x e y assumem valores entre 0 < x, y < 1.

O vértice hadrônico depende de três variáveis cinemáticas, p, p′ e q, mas devido a con-

servação de momentum há uma ligação entre estas variáveis e podem ser escritas como

p+ q = p′. Assim tem-se que o tensor hadrônico W µν depende somente de duas variáveis

independentes [6,11]. É visto que o tensor hadrônico é constrúıdo a partir da forma mais

geral para um tensor de segunda ordem em termos de p e q,

W µν = −W1g
µν +

W2

M2
pµqν +

W4

M4
pµqν +

W5

M2

(
pµqν + pνqµ

)
, (2.11)

tal que a contribuição antissimétrica é omitida, uma vez queW µν aparece sempre contráıdo

como o tensor simétrico Lµν na seção de choque de espalhamento elétron-próton. Os fatores

de massa do próton (M) são adicionados somente para que todos os Wi tenham a mesma

dimensão. Com a conservação de corrente no vértice hadrônico, qµW
µν = qνW

µν = 0, os

quatro Wi não são independentes. Isto implica que podemos escrever W4 e W5 em termos

de W1 e W2, o que leva a

W µν = W1

(
− gµν +

qµqν

q2

)
+
W2

M2

(
pµ − p.q

q2
qµ
)(

pν − p.q

q2
qν
)
, (2.12)

onde W1 e W2 são funções de estrutura inelásticas, as quais são funções das variáveis

escalares de Lorentz que podem ser constrúıdas a partir dos quadrimomentos do vértice

hadrônico [6].

O vértice superior da Fig. (2.1) contribui para a seção de choque por meio do tensor

leptônico Lµν , que pode ser obtido das regras de Feynman para QED [9,12], o qual é dado
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por

Lµν =
1

2

∑
spins

[u
(
k′
)
γµu

(
k
)
][u
(
k′
)
γνu
(
k
)
], (2.13)

onde u(k) é o espinor associado ao elétron entrando no vértice, u(k
′
) 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 [8, 9]:

Lµν = 2[k′µkν + k′νkµ + gµν
(
m2 − k′.k

)
]. (2.14)

No sistema de laboratório (alvo em repouso) a seção de choque diferencial inclusiva para

o espalhamento descrito em (2.1) pode ser escrita como:

d2σ

dE ′dΩ
=

α2
em

2MQ4

E

E ′
LµνWµν . (2.15)

O produto LµνWµν que aparece na equação (2.15), no referencial do laboratório é dado

por:

LµνWµν = 4EE ′
[
W2(ν, q2) cos2

(
θ

2

)
+ 2W1(ν, q2) sin2

(
θ

2

)]
. (2.16)

Incluindo o fator de fluxo e o fator de espaço de fase para este espalhamento, encontramos

a seguinte seção de choque diferencial [8],

dσ

dE ′dΩ
=

α2
em

4E2 sin4(θ/2)

[
W2(ν, q2) cos2

(
θ

2

)
+ 2W1(ν, q2)sin2

(
θ

2

)]
, (2.17)

onde dΩ é o ângulo sólido que identifica a direção do lépton emergente do espalhamento e

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 a [6, 8]

σT = σ0W1(ν, q2), (2.18)

σL = σ0

[(
1− ν2

q2

)
W2(ν, q2)−W1(ν, q2)

]
, (2.19)

onde σ0 = 4π2αem/(W
2 +M2). A seção de choque diferencial (2.17) pode ser reescrita em
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termos das variáveis do DIS,

dσ

dydx

∣∣∣
lab

=
2πMEy

E ′
αem2

4E2
(
xyM
2E′

)2

[
2W1

xyM

2E ′
+W2

E

E ′

(
1− y − Mxy

2E

)]

=
2πα2

em

EMx2y

[
xyMW1 + E

(
1− y − Mxy

2E

)
W2

]
=

2πα2
em

EMx2y

[
xy2F1 +

(
1− y − Mxy

2E
F2

)]
, (2.20)

onde definimos as funções de estrutura F1 e F2 adimensionais como sendo:

F1(x,Q2) ≡MW1(ν,Q2),

F2(x,Q2) ≡ νW2(ν,Q2).

Lembrando que y = Q2

2MEx
, podemos escrever a seção de choque do DIS como função de x

e Q2:

dσ

dxdQ2
=

4πα2
em

xQ4

[
xy2F1(x,Q2) +

(
1− y − xyM2

2E

)
F2(x,Q2)

]
. (2.21)

Quando
√
s�M :

dσ

dxdQ2
≈ 4πα2

em

xQ4

[
xy2F1(x,Q2) +

(
1− y

)
F2(x,Q2)

]
. (2.22)

As funções F1 e F2 descrevem a estrutura do nucleon medida no espalhamento profunda-

mente inelástico inclusivo. As funções de estrutura do DIS podem ser relacionadas, via

teorema ótico, com a seção de choque total de absorção do fóton virtual com helicidade

λ [10],

σγ
∗p
λ (x,Q2) =

2π2αem

M
√
ν2 +Q2

ε(λ)
µ ε(λ)∗

ν W µν , (2.23)

onde ε
(λ)
ν é o vetor de polarização do fóton virtual. Em termos de F1 e F2, as seções de

choque transversal e longitudinal são dadas por:

σγ
∗p
L =

4π2αem
Q2

(F2 − 2xF1), (2.24)

σγ
∗p
T =

4π2αem
Q2

(2xF1). (2.25)
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Também é posśıvel definir as funções de estrutura longitudinal e transversal

FT = 2xF1, (2.26)

FL = F2 − 2xF1, (2.27)

portanto, temos que a seções de choque γ∗p podem ser expressas por meio de

σγ
∗p
L,T =

4π2αem
Q2

FL,T (x,Q2). (2.28)

Observamos que FL + FT = F2, consequentemente a seção de choque de fotoprodução

virtual σγ
∗p é dada por:

σγ
∗p(x,Q2) = σγ

∗p
L (x,Q2) + σγ

∗p
T (x,Q2)

=
4π2αem
Q2

F2(x,Q2). (2.29)

2.2 Modelo de pártons

A ideia básica do modelo de pártons é representar o espalhamento inelástico a partir do

espalhamento do fóton virtual com constituintes pontuais quase-livres do próton, quando

observado de um referencial onde o próton move-se rapidamente [13], veja a Fig. (2.2).

O fóton virtual interage com uma das part́ıculas constituintes do próton (pártons), en-

quanto que os demais permanecem não-perturbados durante a interação. A interação com

o próton ocorre como se este fosse uma part́ıcula livre, sem estrutura [14,15]. Portanto, os

pártons comportam-se como um conjunto de part́ıculas livres, movendo-se paralelamente

ao hádron [5, 10] e cada part́ıcula constituinte carrega uma fração do momento total do

hádron inicial [15], satisfazendo a condição∑
i

xipi = p. (2.30)

O modelo de pártons é baseado em duas hipóteses [15,16]:

1) num referencial onde o hádron possui momentum p→∞, este comporta-se como um

conjunto de part́ıculas livres que se movem paralelamente ao hádron e que portam uma

parcela xi de seu momento total.

2) a seção de choque inelástica lépton-hádron é a soma da seção de choque elástica lépton-

párton, sendo estes pártons tratados como livres.
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Figura 2.2 - Espalhamento profundamente inelástico no modelo de pártons. O fóton com grande virtualidade
interage diretamente com um dos constituintes do nucleon.

Estas hipóteses aplicam-se num referencial relativ́ıstico, de forma que a massa dos pártons

e o momentum transverso pT possam ser desprezados, ou seja,

|p| �M,mi, pT . (2.31)

Com base nas hipóteses do modelo, definimos qi(xi) como a probabilidade de encontrarmos

um párton do tipo i no interior de um hádron, portando uma fração de momento xi = pi/p,

onde xi é a fração de momento portada pelo párton qi. O número de pártons do tipo i no

hádron é dado por:

Ni =

∫ 1

0

qi(xi)dxi. (2.32)

A conservação de momentum implica que:

∑
i

∫ 1

0

xiq(xi)dxi = 1, (2.33)

desta forma, somando sobre todas as frações de momento carregadas pelos pártons deve-se

obter o momento total do hádron.

O modelo de pártons nos permite escrever a seção de choque diferencial γ∗-próton em

função da seção de choque diferencial γ∗-pártons [6], ou seja,

dσ

dtdu
=
∑
i

∫ 1

0

dxqi(x)
dσi

dt̂dû
, (2.34)

onde a soma é feita sobre todos os pártons que portam carga elétrica (quarks), os quais
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interagem com o fóton virtual e qi é a probabilidade de encontrar um párton i dentro

do próton carregando uma fração x de seu quadrimomento. Assim, introduzimos a dis-

tribuição de pártons do tipo i, qi, no interior do nucleon. Uma outra relação que é uma

consequência direta de que pártons são férmions e possuem spin 1/2 é conhecida como

relação de Callan-Gross [17], a qual é dada por

F2(x) = 2xF1(x) =
∑
i

e2
ixqi(x). (2.35)

A equação acima tem uma soma realizada sobre os sabores dos quarks e ei é a fração de

carga elétrica carregada pelo párton de sabor i. A equação (2.35), prediz o escalonamento

de Bjorken para as funções de estrutura. Este escalonamento foi previsto por Bjorken

[18, 19], e diz que a dependência em Q2 das funções de estrutura desaparece, assim tais

funções dependem apenas de x. Isto ocorre no regime cinemático em que ν,Q2 → ∞.

Feynman interpretou isto como uma evidência de que o próton é composto por part́ıculas

elementares, os pártons.

Através das distribuições de quarks obtidas experimentalmente no DIS, verifica-se que

∑
i

∫ 1

0

dxxqi(x) ' 0, 5, (2.36)

indicando que os quarks e antiquarks portam metade do momento total do próton, outra

metade do momento é portada por pártons que não possuem carga elétrica (visto que

part́ıculas sem carga elétrica não interagem com o fóton de prova) associando estes aos

glúons. Esta é a primeira evidência dos glúons, que não são identificados diretamente

em experimento de DIS. Além disso, os dados experimentais indicavam que o escalona-

mento de Bjorken é violado logaritmicamente e, portanto, o modelo de pártons deve ser

aperfeiçoado.

2.3 Cromodinâmica Quântica

A Cromodinâmica Quântica (QCD) é a teoria que descreve a mais intensa das interações

fundamentais conhecidas, a interação forte entre quarks e glúons [20–22]. Trata-se de

uma teoria quântica de campos com simetria local de gauge SU(3), no qual há um grau

de liberdade chamado carga de cor (correspondendo a três posśıveis cores) [5, 6, 9, 23].

A descrição da QCD é fundamentada em um modelo de part́ıculas elementares: os quarks,

férmions de spin 1/2, massivos e portam carga elétrica fracionária e carga de cor; e os

glúons, bósons de spin 1, sem massa, dotados de carga de cor mas não de carga elétrica. Os

quarks interagem via troca de glúons, e os glúons também interagem entre si [22], visto que

30



o glúon é um objeto bicolor (cada glúon porta uma carga de cor e uma carga de anticor).

Desta forma, além do vértice quark-glúon, há também o vértice glúon-glúon [8]. Esta é uma

caracteŕıstica da QCD que não está presente na QED, visto que na QED existe somente

vértice do tipo elétron-fóton. Na QED, os léptons possuem sabores (elétron, múon, tau,

neutrino do elétron, neutrino do múon e neutrino do tau), e cada sabor tem um valor

distinto de massa o mesmo acontece na QCD, onde os quarks possuem seis diferentes

sabores, os quais são: 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 somente 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) [9]. A cor é uma quantidade

conservada, e todas as cores possuem o mesmo peso perante a interação forte [8].

Na QCD, os quarks e glúons estão associados a campos de interação [20]. Os campos

de quarks são representados por espinores de Dirac de quatro componentes, ψfi (́ındice

de sabor f e de cor i), e os campos de glúons são representados por oito campos de

Yang-Mills, Aaν . A interação de quarks e glúons é descrita pela lagrangiana da QCD. A

forma da lagrangiana da QCD baseia-se em dois pressupostos confirmandos por observação

experimental: todos os hádrons são constitúıdos de quarks [11] e quarks não podem ser

observados como part́ıculas livres. A lagrangeana foi proposta por Fritzsch, Gell-Mann e

Leutwyler (1973) [24], Gross e Wilzek (1973, 1974) [25,26] e Weinberg (1973) [27], sendo

dada por

LQCD =

Nf∑
sabores(f)

ψ̄f [iγµDµ −mf ]ψ
f

︸ ︷︷ ︸
I

− 1

4
F a
µνF

µν
a︸ ︷︷ ︸

II

. (2.37)

A lagrangiana descreve a interação entre quarks de spin 1/2 com massas mf e glúons de

spin 1 com massas nulas. No que segue, faremos uma análise de cada termo da expressão

acima. No primeiro termo I 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 estudo de quarks no espaço das cores

como

ψf =

 ψfr

ψfb
ψfg

 ,

ψ̄f =
(

¯
ψfr

¯
ψfb

¯
ψfg

)
,

onde ψf e ψ̄f são os spinores dos campos de quark e antiquark, respectivamente. Temos

ainda que Dµ = γµ−ig(taAaµ), que é a derivada covariante, g é a constante de acoplamento
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forte, Aaµ são os campos dos glúons com um ı́ndice de Lorentz µ e de cor a = (1, 2, ..., 8) e

ta são as matrizes de cor dos geradores do grupo SU(3), e cada campo gluônico atua na

cor do quark através de uma destas matrizes [28]. O termo II que completa a lagrangiana

está associado ao campo de glúons. F a
νµ é o tensor intensidade do campo de glúons Aaν(x)

e é dado por

F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νAaµ − gfabcAbµAcν . (2.38)

Os fatores fabc são as constantes de estrutura do grupo SU(3) (as quais são totalmente

antissimétricas), definidas pela relação de comutação

[λa, λb] = ifabcλc. (2.39)

Aqui podemos ver o caráter não Abeliano que a QCD possui, visto que os geradores do

grupo não comutam. As interações gluônicas estão presentes no termo F a
µνF

µν
a , o qual dá

origem aos vértices de três e quatro glúons da QCD. Isto ocorre devido à presença do termo

gfabcAbµA
c
µ que é o responsável pela auto-interação dos campos de glúons Aaµ [9, 11, 20].

Entretanto, a Eq. (2.37) não é a forma completa da lagrangiana da QCD, um termo

de fixação de calibre deve ser adicionado a ela. Este surge devido à impossibilidade de

se definir um propagador para o glúon sem uma escolha de gauge. Assim, as regras de

Feynman para a propagação e interação de quarks e glúons só podem ser deduzidas após

a introdução do termo de fixação de calibre dado por [11,29]

Lfc = − 1

2λ
(∂µAaµ)2. (2.40)

A escolha do calibre covariante introduz graus de liberdade não-f́ısicos, que podem ser

cancelados mediante a subtração por um campo fict́ıcio, o qual cancela a contribuição

não-f́ısica advinda da escolha de calibre. Este é chamado de campo fantasma de Faddeev-

Popov [30], dado por

Lft = (∂µc
a∗)(δac∂µ + gfabcAbµ)cc, (2.41)

sendo ca(x) os campos fantasmas, que são escalares de Lorentz, e são responsáveis por

cancelar os graus de liberdade não-f́ısicos que aparecem ao se trabalhar com gauge co-

variante. Portanto, a Lagrangeana completa da QCD conta com mais termos além da

lagrangiana clássica:

LQCD = Lcl + Lfc + Lft (2.42)

As regras de Feynman provenientes da Lagrangiana da QCD são mostradas nas Fig. (2.3)
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Figura 2.3 - Propagadores da QCD. Figura retirada de [11].

Figura 2.4 - Vértices da QCD. Figura retirada de [11] .

e (2.4). Uma escolha de gauge bastante comum é o calibre de Lorenz ∂µAaµ = 0 [11]. A

Fig. (2.3) mostra os propagadores de quarks (linha cont́ınua), fantasmas (linha tracejada)

e glúons (linha em forma de mola). Os vértices de interação são mostrados na Fig. (2.4).

No calibre de Lorentz, o fator Dµν(k) no propagador de glúon Fig. (2.3) é dado por

Dµν(p) = gµν − (1− ξ)pµpν
p2

, (2.43)

sendo a escolha ξ = 0 chamada de calibre de Landau e a escolha ξ = 1 chamada de calibre

de Feynman.
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Existem ainda duas caracteŕısticas básicas das interações fortes que devem ser levadas

em conta na construção da teoria: o confinamento e a liberdade assintótica. A liberdade

assintótica da QCD surge do processo de renormalização [20]. Em Teoria Quântica de

Campos, a expansão perturbativa da amplitude de espalhamento além da ordem domi-

nante é, em geral, divergente. A forma de regular as eventuais divergências é através do

chamado método de renormalização. Uma teoria de campos renormalizável é aquela em

que a renormalização de um número finito de parâmetros assegura resultados finitos para

cálculos em todas as ordens em teoria de perturbação [22].

Antes de abordarmos qualitativamente o método de renormalização na QCD, iremos des-

crevê-la na QED. A renormalização é usada para lidar com infinitos que aparecem do

cálculo de diagramas com laços. O processo consiste em assumir que os valores da massa e

constante da acoplamento medidos experimentalmente já possuem fatores que compensam

os infinitos. De forma sistemática ignora-se as contribuições divergentes de diagramas de

mais alta ondem. Tem-se que o valor da constante de acoplamento possui um termo de

correção finito que depende de Q2, fazendo com que a constante de acoplamento αem(Q2)

seja variável. Assim, o acoplamento varia com a distância, que é inversamente proporcional

à Q. Na QED, o acoplamento fica mais intenso quando as cargas aproximam-se (maior

Q2). Isto pode ser entendido 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 de ordem dominante. Estas contribuições podem ser

somadas explicitamente, levando a uma expressão para αem(Q2). No caso eletromagnético,

esta dependência é muito suave, de forma que normalmente a aproximação αem ' 1/137

é suficientemente boa [8, 9].

Na QCD há duas maneiras de polarizarmos o vácuo. Uma delas é similar à QED, onde

temos diagramas com laços de quarks. Esta contribuição atua blindando a carga de cor

do quark, e faz com que a constante de acoplamento da interação forte, αs, cresça em

curtas distâncias, da mesma maneira que o caso eletromagnético. Mas na QCD também

temos laços de glúons. Estes possuem um efeito diferente aos laços de quarks, produzindo

uma antiblindagem que diminui o acoplamento em curtas distâncias e que domina o

comportamento de αs(Q
2). A forma de αs resultante é dada por [9]:

αs
(
Q2
)

=
12π(

11Nc − 2Nf

)
ln
(
Q2/Λ2

QCD)
, Q2 � Λ2

QCD. (2.44)

A evolução de αs
(
Q2
)

tem sido testada em muitos experimentos, como mostra a Fig.

(2.5). Com o crescimento da energia a constante de acoplamento vai a zero, isto acontece

quando a distância entre as part́ıculas torna-se pequena, com isto a força forte é enfraque-
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Figura 2.5 - Evolução da constante de acoplamento forte αs em função de Q. Figura extráıda da Ref. [31].

cida. Neste regime, os quarks e glúons interagem pouco, ou seja, podem ser interpretados

como livres (liberdade assintótica). Isto justifica o emprego de teoria de perturbação para

o cômputo das amplitudes de espalhamento no regime de altas energias, em que αs
(
Q2
)

é

suficientemente pequena. Para baixas energias (longas distâncias), o parâmetro de acopla-

mento cresce, sendo a interação amplificada, fazendo com que quarks e glúons permaneçam

fortemente ligados nos hádrons (confinamento) [5], neste regime o tratamento da QCD é

feito numericamente utilizando-se os métodos da QCD na rede.

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.....), veja a Fig. (2.6) [6,8]. A evolução da

estrutura partônica dos hádrons com a virtualidade é descrita pelas equações DGLAP,

que são discutidas na próxima seção.

2.4 Equações DGLAP

As equações DGLAP (Dokshitzer [32], Gribov-Lipatov [33], Altarelli-Parisi [34]) são

equações de evolução que fornecem a mudança na densidade de probabilidade de quarks e

glúons com a variação da escala de energia. Ou seja, descrevem, a evolução da distribuição

de pártons, levando em conta os processos de emissão de glúons e pela criação de pares

quark e antiquark [29, 35]. Esta evolução é dada por equações ı́ntegro-diferenciais para a

evolução com a escala Q2 do glúon, do quark e do antiquark.

As equações DGLAP descrevem a influência das correções perturbativas da QCD nas
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Figura 2.6 - Estrutura do próton à altas energias.

Figura 2.7 - Diagrama de emissão de glúons no estado inicial e final.

funções de distribuição que entram no modelo de pártons dos processos de espalhamento

inelástico profundo [7]. Ao incluir glúons, a dinâmica estudada no modelo de pártons é

modificada. Se antes t́ınhamos apenas o vértice fóton-quark, como representado na Fig.

(2.2), agora devemos incluir diagramas com o vértice glúon-quark. Este processo pode

acontecer das seguintes maneiras: com o fóton interagindo com o quark após ou antes este

emitir um glúon, conforme representado na Fig. (2.7). Agora no novo processo, quarks

podem ser originados a partir de glúons, também devemos incluir as possibilidades da

Fig. (2.8), onde temos glúons no estado inicial [8].

Relacionando os referenciais fóton-próton e fóton-párton, temos que para o próton com

momentum p 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 momen-

tum x = Q2

2p.q
no referencial do próton, temos z = Q2

2pi.q
= x/y, no referencial do párton,

como mostrado na Fig. (2.9) [6]. As respectivas seções de choques dos dois sistemas γ∗-

próton e γ∗-párton i estão relacionadas por

σT
(
x,Q2

)
σ0

=
∑
i

∫ 1

0

dz

∫ 1

0

dyfi(y)δ(x− zy)
σ̂T (z,Q2)

σ̂o
(2.45)
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Figura 2.8 - Processo de criação de pares por glúons no estado inicial.

Figura 2.9 - Frações de momento da contribuição γ∗q → qg em ep→ eX.

=
∑
i

∫ 1

0

dy

y
fi(y)

σ̂T
(
x/y,Q2

)
σ̂0

, (2.46)

onde fi(y) são as funções de estrutura 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 párton de momentum pi e

σ̂0 = 8παem/(pi + q)2 [6].

O processo de emissão de glúons mostrado na Fig. (2.7), é calculado usando um processo

análogo da QED, o Espalhamento Compton. Isto é feito com bastante cuidado com os

fatores de cor, constante de acoplamento e tomando o limite de espalhamento em pequeno

ângulo, pode-se escrever a seção de choque diferencial no momentum transverso do quark

emitido como,
dσ̂

dp2
T

' e2
i σ̂0

1

p2
T

αs
2π

4

3
Pqq(z), (2.47)

onde

Pqq(z) =
(1 + z2

1− z

)
. (2.48)

O termo Pqq(z) é conhecido como função de desdobramento e representa a probabilidade

de um quark emitir um glúon e ter seu momentum reduzido por uma fração z. Integrando

esta seção de choque em p2
T temos

σ̂ ' e2
i σ̂0

[(αs
2π
Pqq(z) ln

Q2

µ2

)]
, (2.49)
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onde µ2 é introduzido como um corte no limite inferior para remover a divergência quando

p2
T → 0, enquanto que para grandes Q2 o termo ln(Q2/µ2) será absorvido na redefinição

da distribuição de quarks [6]. Adicionando esta contribuição da Eq. (2.49) (processo de

emissão de glúons) na Eq. (2.46), encontramos que a QCD modifica F2 na forma:

F2(x,Q2)

x
=
∑
f

e2
f

∫ 1

x

dy

y
qf (y)

[
δ
(

1− x

y

)
+
αs
2π
Pqq(z) ln

Q2

µ2

]
. (2.50)

A equação acima pode ser escrita como

F2(x,Q2)

x
=
∑
f

e2
f

[
qf (x) + ∆fq(x,Q

2)
]
, (2.51)

onde

∆fq(x,Q
2) =

αs
2π

ln
(Q2

µ2

)∫ 1

x

dy

y
qf (y)Pqq

(x
y

)
(2.52)

é uma mudança na densidade de quarks quando a estrutura hadrônica depende de Q2.

Quando Q2
0 cresce até um certo valor Q2, o fóton passa a ver quarks pontuais dentro do

próton. Consequentemente, a Eq. (2.52) pode ser escrita na forma de uma equação ı́ntegro-

diferencial, a qual considera a mudança na densidade de quarks, ∆qf (x,Q
2), quando

provada em um intervalo de virtualidade do fóton, ∆ ln (Q2),

∂qf (x,Q
2)

∂ln(Q2)
=
αs
2π

∫ 1

0

dy

y
qf (y,Q

2)Pqq

(x
y

)
. (2.53)

Esta equação é conhecida como equação DGLAP e 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 acon-

tecer é proporcional a αsPqq(x/y). A integral é a soma sobre todas as posśıveis frações de

momentum y do quark ”pai” [6].

Até o momento incorporamos somente as contribuições com um quark no estado inicial,

γ∗q → qg, como mostrado na Fig. (2.7). Contudo, a densidade de quarks também depende

da contribuição de glúons no estado inicial, γ∗g → qq̄ (ver Fig. (2.8)), dada por [6],

σ(γ∗g → qq̄) = fg(y)
αs
2π
Pqq

(x
y

)
ln
(Q2

µ

)
, (2.54)

onde a fg(y) representa a densidade de glúons no próton. De forma análoga para obtenção
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Figura 2.10 - Representação da equação DGLAP para quarks.

da equação (2.50), a contribuição da Eq. (2.54) conduz a

F2(x,Q2)

x
=
∑
q

e2
q

∫ 1

x

dy

y
g(y)

αs
2π

1

2

[
z2 + (1− z)2

]
ln
(Q2

µ2

)
, (2.55)

onde

Pqg

(x
y

)
=

1

2

[
z2 + (1− z)2

]
. (2.56)

Agora, 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

)]
, (2.57)

onde Pij(x/y) são as funções de desdobramento. A quantidade Pqq(x/y) representa a

probabilidade de um quark de fração de momento y emitir um glúon e o quark passa a

ter seu momento reduzido por uma fração z. A função de desdobramento Pqg(x/y) dá a

probabilidade de um quark de fração de momento x ser originado a partir da flutuação

de um glúon com fração de momento y em um par qq̄. A equação (2.57) é representada

na Fig. (2.10).

Com os mesmos procedimentos que levam à Eq. (2.57), obtemos uma equação de evolução

DGLAP para a densidade de glúons. A evolução da distribuição de glúons com Q2 é

descrita como segue:

∂g(x,Q2)

∂lnQ2
=
αs
2π

∫ 1

x

dy

y

[∑
qf (y,Q

2)Pgq

(x
y

)
+ g(y,Q2)Pgg

(x
y

)]
. (2.58)

A possibilidade de um glúon de fração de momento x surgir a partir de um quark com

fração de momento y, ou a partir de um glúon com fração de momento y via o vértice de

três glúons, é considerada em Pgq(x/y) e Pgg(x/y), respectivamente. Veja a representação

da Eq. (2.58) na Fig. (2.11). A QCD perturbativa permite calcular as funções de desdo-
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Figura 2.11 - Representação da equação DGLAP para glúons.

bramento como uma expansão em αs [5],

Pij

(
z =

x

y
, αs

)
=
∑
n

(αs
2π

)n
P n
ij(z). (2.59)

A QCD perturbativa permite determinar somente a evolução das distribuições partônicas

através das equações DGLAP. As condições iniciais para a evolução são de natureza

não perturbativa, devendo ser determinadas a partir de dados experimentais para uma

dada escala de energia. Como as distribuições partônicas são universais, independentes

do processo considerado, após a determinação para uma condição inicial, podemos com

o aux́ılio das equações DGLAP, determinar seu valor para outras virtualidades e assim

utilizá-las no cálculo de outros processos de interesse [7, 8, 36,37].

Vários grupos [38–40] propõem distintas parametrizações das distribuições partônicas,

onde são usados dados de diversos processos de espalhamentos para determinar o conteúdo

de quarks e glúons do próton. O processo de análise global parametriza a dependência em

x das funções de distribuição para baixa (mas ainda perturbativa) escala Q2. Portanto,

usa-se a DGLAP para evoluir as funções de distribuição em Q2 e desta forma descrever

a todos os dados dispońıveis a fim de determinar os valores dos parâmetros de entrada.

Os intervalos cinemáticos de experimentos de colisores e de alvo fixo permitem que as

distribuições partônicas sejam determinadas sobre uma ampla escala de x e Q2 [14].

Na Fig. (2.12) mostramos a distribuição de pártons no próton com uma virtualdade Q2

fixa, onde se observa os picos na distribuição dos quarks de valência u e d em grande x

(baixa energia), logo o momento do próton está concentrado nos três quarks de valência. À

medida que x diminui (aumento da energia), os quarks de mar originados de flutuações de

glúons dominam em relação aos quarks de valência. Mas a diferença torna-se notável em

pequeno x (x < 10−2), região cinemática onde os glúons dominam. Como a distribuição

de glúons é muito grande é necessário dividir a distribuição por 10.
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Figura 2.12 - Distribuição partônica no próton como função da variável de Bjorken x em uma escala
Q2 = 10 GeV2. Obtida pelo grupo MMHT2004 em ordem seguinte à dominante (NLO). Figura
extráıda da Ref. [40].

2.5 Dinâmica DGLAP para pequeno x

É visto que na expansão perturbativa da função de estrutura do próton F p
2 (x,Q2), o mo-

delo de pártons passa a ser considerado como o termo perturbativo de ordem zero na QCD.

Considerando a possibilidade dos quarks emitirem glúons, faz com que F p
2 (x,Q2) passe a

depender também da distribuição gluônica. Esta distribuição vem a ser significativa para

pequeno x, levando a um aumento na função de estrutura do próton [14].

No regime de altas energias (pequeno x), podemos obter uma solução anaĺıtica para a

equação DGLAP. Partindo da análise feita das funções de desdobramento Pij, verifica-se

que as funções associadas ao setor de glúons Pgq(z) e Pgg(z) são singulares para z → 0

[8]. Esta evidência nos leva a crer que o comportamento da distribuição partônica para

pequeno x seja determinado pela dinâmica gluônica [15]. Nesta região, o termo singular

de desdobramento é

P z→0
gg =

2Nc

z
, (2.60)

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

pequeno x como:

Q2∂g(x,Q2)

∂Q2
=

∫ 1

x

dx′

x′
αsNc

π

x′

x
g(x′, Q2), (2.61)

x
∂g(x,Q2)

∂Q2
=

∫ 1

x

dx′

x′
1

Q2

αsNc

π
x′g(x′, Q2). (2.62)
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Integrando no momento ao quadrado, de Q2
0 até Q2, onde Q2

0 introduz um corte para

baixo momentum transverso [8] a fim de separar a contribuição não perturbativa, temos

que

xg(x,Q2) =

∫ 1

x

dx′

x′

∫ Q2

Q2
0

dk2

k2

αsNc

π
x′g(x′, k2). (2.63)

Definindo χ como logaritmo do inverso da fração de momentum, χ = ln(1/x′), tal que

x′ = e−χ obtemos

xg(x,Q2) =

∫ χ

0

dχ′
∫ Q2

Q2
0

dk2

k2

αsNc

π
x′g(x′, k2), (2.64)

agora, definindo Γ = ln(Q2/Q2
0) e k2 = Q2

0e
Γ, ficamos com

xg(x,Q2) =
αsNc

π

∫ χ

0

dχ′
∫ Γ

0

dΓ′x′g(x′, k2). (2.65)

A solução da equação (2.65) pode ser obtida facilmente quando consideramos que a cons-

tante de acoplamento está fixa. Introduzimos a transformada de Mellin de xg(x,Q2) ≡
G(χ,Γ), definida por

G(w,Γ) =

∫ ∞
0

dχe−wχG(χ,Γ), (2.66)

e sua inversa

G(χ,Γ) =
1

2πi

∫ i∞

−i∞
dwewχG(w,Γ), (2.67)

como consequência podemos escrever a Eq. (2.65) como:

1

2πi

∫ i∞

−i∞
dwewχG(w,Γ) =

1

2πi

∫ χ

0

dχ′
∫ Γ

0

dΓ′
αsNc

π

∫ i∞

−i∞
dwewχ

′
G(w,Γ′) (2.68)∫ i∞

−i∞
dwewχG(w,Γ) =

αsNc

π

∫ i∞

−i∞
dw

∫ χ

0

dχ′G(w,Γ′)

∫ χ

0

dχ′ew,χ (2.69)∫ i∞

−i∞
dwewχG(w,Γ) =

αsNc

wπ

∫ i∞

−i∞
dwewχ

′
∫ χ

0

dχ′G(w,Γ′), (2.70)

onde identificamos

G(w,Γ) =
αsNc

wπ

∫ Γ

0

dΓ′G(w,Γ′). (2.71)
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Derivando a expressão acima com respeito a Γ′, obtemos

dG(w,Γ)

dΓ′
=
αsNc

wπ
G(w,Γ′). (2.72)

A solução desta equação é

G(w,Γ) = G(w,Γ0)e
αsNcΓ
wπ , (2.73)

onde o termo αsNcΓ
wπ

é denominado dimensão anômala. O crescimento da distribuição de

glúons na região de pequeno x está associado ao fato de que a dimensão anômola torna-se

muito grande para w → 0. Substituindo a equação (2.73) na Eq. (2.67) conduz a

G(χ,Γ) =
1

2πi

∫ i∞

−i∞
dwewχG(w,Γ0)e

αsNcΓ
wπ . (2.74)

Assumindo que a condição inicial não é singular, na região de pequeno x (grande χ) e

grande Γ, podemos usar o método do ponto de sela no cálculo da integral da Eq. (2.74).

Escrevendo o expoente de (2.74) como

u = wχ+
αsNc

πw
Γ,

tem-se que o ponto de sela é determinado a partir da condição de mı́nimo, ou seja,

∂u

∂w
= 0, (2.75)

e assim o ponto de sela ws é:

ws =

√
αsNcΓ

πχ
, (2.76)

com f(ws) dado por

f(ws) = 2

√
αsNcΓχ

π
, (2.77)

e o fator d2f(w)

dw2

−1/2

ws

=
1√
2

1

χ3/4

(
αsNcΓ

π

)1/4

, (2.78)

tal que o fator (2πi)−1 da Eq. (2.74) cancela com o fator (2πi) dos reśıduos. Portanto,
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obtemos

G(χ,Γ) = G(w0,Γ0)
1

χ3/4

(
αsNcΓ

π

)1/4

e2
√

αsNcΓχ
π . (2.79)

Agora podemos considerar que a condição G(χ,Γ0) tenha uma sigularidade, que seja do

tipo G(χ,Γ0) = ew0χ, usando a Eq. (2.65) temos:

G(w,Γ0) =

∫ ∞
0

dχe−wχew0χ =
1

w − w0

, (2.80)

tal que

G(χ,Γ) =
1

2πi

∫ i∞

−i∞
dwewχ

1

w − w0

e

(
αsNcΓ
πw

)
, (2.81)

sendo então o comportamento assintótico resultado de uma competição das duas con-

tribuições [8, 37]: o pólo w = w0 leva a

G(χ,Γ) ≈ e

(
w0χ+αsNcΓ

πw0

)
, (2.82)

enquanto o ponto de sela implica em

G(χ,Γ) ≈ e
√

αsNcΓχ
π . (2.83)

Portanto, na região w0χ �
√
αsNsΓχ/π as condições iniciais definem a solução e seu

comportamento assintótico, mas para grandes virtualidades (αsΓ >> χ), o ponto de sela

determina o comportamento assintótico de xg(x,Q2). Desta maneira o comportamento

assintótico de glúons é da forma

xg(x,Q2) ≈ e2
√

αsNcΓχ
π = exp

[√αsNc

π
ln
(Q2

Q2
0

)
ln
(1

x

)]
. (2.84)

Sendo assim, a distribuição de glúons cresce mais rapidamente que qualquer potência de

ln(1/x). Consequentemente, a DGLAP para pequeno x, a qual ressoma termos do tipo

[αs ln(Q2/Q2
0) ln(1/x)]n, implica num crescimento de xg quando x → 0. É importante

salientar que um comportamento semelhante também é predito pela dinâmica BFKL

[41,42], a qual ressoma termos do tipo[
αs ln

(
1

x

)]n
, (2.85)
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e somente considera processos de emissão gluônica. Veremos isso na próxima seção.

2.6 A equação de evolução BFKL

Para altas energias, termos proporcionais a αs ln(1/x) tornam-se importantes e devem

ser ressomados. Isto foi proposto por Balitsky, Fadin, Kuraev e Lipatov (BFKL) [41–44].

Nesta disssertação apresentaremos apenas a equação e seu resultado no regime de altas

energias. A derivação da BFKL pode ser melhor entendida em [45] e sua resolução em [10].

A BFKL é uma equação de evolução baseada na função de distribuição de glúons não

integrada no momentum transverso, f(x, k2). Esta fornece a probabilidade de encontrar

um glúon com momentum longitudinal x no hádron e momentum transverso k, cuja

relação com a densidade de glúons usual, é dada por

xg(x,Q2) =

∫ Q2

dk2

k2
f(x, k2). (2.86)

A representação diferencial da equação BFKL em ordem dominante, com αs fixo, pode

ser escrita na seguinte forma [46],

∂f(x, k2)

∂ln(1/x)
=

3αsk
2

π

∫ ∞
0

dQ2

Q2

[
f(x,Q2)− f(x,Q2)

|Q2 − k2|
+

f(x, k2)√
4Q2 + k4

]
, (2.87)

cuja solução descreve a dinâmica no regime a pequeno x [10]:

f(x, k2) ∼

(
x

x0

)−λ[
k2

ln(x/x0)

]1/2

exp

[
− ln2(k2/k̄2)

cαs ln(x0/x)

]
, (2.88)

onde x0, k̄, c e λ são constantes.

A caracteŕıstica de interesse na solução da equação BFKL está contida no termo x−λ, pois

o comportamento deste termo prediz que a distribuição de glúons cresce intensamente

devido a estrutura 1/x. Este termo regula o crescimento de f(x, k2) para altas energias,

sendo λ(αs ≈ 0, 2) ≈ 0, 5 [10]. Também podemos verificar que tanto a DGLAP quanto a

BFKL no regime de pequeno x, predizem um forte crescimento na densidade de gluônica,

que está associado a processos de emissão de glúons.

2.7 Saturação partônica

Com base no formalismo discutido anteriormente, a distribuição de glúons no próton cresce

com o aumento da energia e/ou pequeno x, onde o tamanho transverso dos glúons pode

ser considerado similar. Isto significa que, em grandes energias, o próton produz muitos
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glúons com as mesmas dimensões. Entretanto, como o próton posssui tamanho finito,

este comportamento não deve persistir indefinitivamente. Então, espera-se que um novo

efeito na região de pequeno x deve surgir. Este efeito é a recombinação gluônica (onde os

glúons sobrepõem-se), gg → g, sendo também conhecida como saturação partônica. Esta

contribuição é desconsiderada por ambas equações DGLAP e BFKL, pois estas assumem

que somente o subprocesso partônico de desdobramento é relevante para a evolução da

densidade de pártons [5]. O efeito de recombinação gluônica foi proposto pela primeira

vez por Gribov, Levin, Ryskin (GLR) [47] em 1983 e, posteriormente, por Mueller e Qiu

(MQ) [48] em 1986, cujo objetivo era desenvolver uma teoria de saturação. Este formalismo

considera a evolução QCD representada por diagramas de múltiplas escadas chamados de

diagramas fan, formados por uma escada de glúons e subdivisões subsequentes em escadas

gluônicas. No esquema GLR, o efeito não linear de recombinação é descrito pelo termo

quadrático na distribuição de glúons, dado por [7]:

Q2 ∂
2xg(x,Q2)

∂ln(1/x)∂Q2
=
αsNc

π
xg(x,Q2)− 4α2

sNc

3CFR2

1

Q2
[xg(x,Q2

s)]
2. (2.89)

Esta é a chamada equação GLR, sendo uma equação de evolução não linear na dupla

aproximação logaŕıtmica (DLLA), a qual é válida nos limites ln(1/x) � 1 e lnQ2 � 1.

Observando o sinal negativo do termo não linear, vemos que o crescimento acentuado

de xg(x,Q2) é atenuado pelo termo responsável pela recombinação de glúons [7]. Uma

propriedade da equação GLR é a introdução de uma escala de saturaçãoQ2
s, a qual permite

estimar quando a saturação será relevante, ou seja, quando os termos não linear e linear

se tornarem idênticos (Q2 ≡ Q2
s) [5, 15],

Q2
s =

4α2
sNc

3CFR2
xg(x,Q2). (2.90)

Esta escala é denominada escala de saturação. O regime linear é caracterizado por

Q2 > Q2
s, governado por cascatas partônicas individuais, onde estas não interagem en-

tre si; enquanto que, para Q2 < Q2
s, a evolução é governada pelo regime não linear ou de

saturação, no qual pártons de cascatas distintas interagem devido a superposição espacial.

Na Fig. (2.13) é representado um mapa simbólico das equações de evolução da QCD. Nele

vemos uma representação pictórica para as densidades partônicas em um plano formado

pelos eixos de virtualidade e energia. Com o aumento da resolução Q2 com a evolução

dada pela equação DGLAP para x fixo, um maior número de glúons com área cada vez

menor são sondados em uma certa região do próton, e o sistema torna-se mais dilúıdo.

Já no caso da equação BFKL, fixamos Q2 e evolúımos em relação a x. Deste modo, con-

forme aumentamos a energia, o número de pártons no interior do próton aumenta, mas

a área de cada glúon permanece a mesma, uma vez que a resolução é fixa. A linha da
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Figura 2.13 - Regiões de evolução partônica no próton e seus respectivos regimes cinemáticos. Figura extráıda
da Ref. [49].

figura, chamada de escala de saturação, separa o regime linear do não linear. A escala de

saturação ocorre assim que toda a área do hádron for ocupada pelo crescente número de

glúons, ou seja, os glúons começam a sobrepor entre si, onde o processo de recombinação

é significativo, e o regime de saturação é atingido.

2.8 A equação de evolução não linear BK

O sistema de alta densidade partônica formado em altas energias para Q2 < Q2
s é chamado

na literatura de Condensado de Vidros de Cor (CGC - Color Glass Condensate) [50–53],

que hoje constitui a teoria da QCD em altas energias. A teoria do CGC fornece uma

equação de evolução não linear em ln(1/x), chamada de equação JIMWLK (Jalilian-

Iancu-McLerran-Weigert-Leonidov-Kovner) [54–57]. Esta equação representa uma hierar-

quia infinita de equações acopladas as quais descrevem a evolução simultânea de todas

as funções de correlação da teoria [58]. Outra equação cuja derivação pode ser obtida no

formalismo do CGC, mas com aproximações diferentes, foi desenvolvida por Balitsky [59]

e posteriormente por Kovchegov [60], conhecida como a equação de evolução de Balitsky-

Kovchegov (BK). No que segue iremos apresentar a equação Balitsky-Kovchegov [59, 60]

(BK) e suas caracteŕısticas.

A equação BK é uma equação de evolução para a amplitude de dipolo na variável de

rapidez, Y = ln(1/x). Assim com a equação BFKL, a BK ressoma termos em αs ln 1/x e

leva em conta termos não lineares. A representação f́ısica adotada vem do fóton incidente

gerar um par qq̄, denominado de dipolo, que interage com o alvo via uma cascata evolutiva

de glúons. Cada glúon é tratado como um par qq̄; logo temos uma subdivisão de dipolos em
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relação ao dipolo inicial, os quais são oriundos na cascata. Tais dipolos sofrem múltiplos

espalhamentos com os constituintes do alvo, implicando na ressoma das múltiplas trocas

de diagramas tipo escada. No entanto, o formalismo da BK é descrito através da QCD

perturbativa, onde cada par qq̄ da cascata interage independentemente com o alvo de

forma que não haja correlações entre os mesmos. Como resultado, a dinâmica BK fornece

a evolução em Y da amplitude N de espalhamento dipolo-hádron, escrita como [61],

∂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 )]. (2.91)

As quantidades r1 e r2 na equação acima 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, (2.92)

onde ~x é a posição do quark e ~y é a posição do antiquark no espaço transversal com

respeito ao centro do alvo. Na Eq. (2.91), k(~r, ~r1, ~r2) tem interpretação probabiĺıstica,

expressando a possibilidade de um glúon ser emitido pelo par qq̄,

k(~r, ~r1, ~r2) =
αsNc

π

r2

r2
1r

2
2

. (2.93)

A interpretação probabiĺıstica da equanção BK é a seguinte: quando evolúıda em rapidez

(maior energia), o dipolo pai, com finais localizados em ~x e ~y, emite um glúon, o qual

no limite de grande Nc pode ser interpretado como um par qq̄, assim com o aumento

de energia temos dois dipolos com finais (~x, ~z) e (~z, ~y), respectivamente. A probabilidade

de emissão é dada pela Eq.(2.93) multiplicada pela probabilidade de espalhamento dos

dois novos dipolos N(r1, Y ) e N(r2, Y ) menos a probabilidade de espalhamento do dipolo

pai N(r, Y ). O termo não linear N(r1, Y )N(r2, Y ) é subtráıdo para evitar dupla con-

tagem, visto que a probabilidade de ambos espalharem simultaneamente está contida em

N(r1, Y ) + N(r2, Y ) [62]. A evolução descrita acima pode ser vista na Fig.(2.14). Uma

solução anaĺıtica para equação BK (2.91) pode ser obtida no regime de saturação [63],

tendo a forma que segue

N(r, Y ) = 1− S0 exp
[ ln2(r2Q2

s(Y ))

2c

]
, (2.94)

tal solução é denominada Lei de Levin-Tuchin. No regime linear, a equação BK (2.91),
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Figura 2.14 - 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.

depois de algumas manipulações, se reduz a [64]:

∂N(r)

∂Y
= −αsNc

2π2

∫
d2z

π

r2

z2(r − z)2

(
N(z)− 1

2
N(r)

)
, (2.95)

que é a equação BFKL. Isto ocorre quando o tamanho do dipolo é muito pequeno com-

parado a escala de saturação. Neste caso, a amplitude de espalhamento é pequena e os

efeitos de saturação não são importantes, ou seja, N � 1. Uma forma posśıvel de deter-

minar o momento de saturação da solução N(r) da equação BFKL, é usando a condição

de saturação

N(r = 1/Qs(Y )) = 1. (2.96)

Para este formalismo observamos que dentro da região Qs ≤ Q2 ≤ Q4
sΛ

2, a equação BFKL

tem uma solução que prediz o escalonamento geométrico (ver abaixo). Portanto, a solução

da equação (2.95) para dipolos de tamanho r⊥ bem menor do que 1/Qs mas próximo deste

valor em escala logaŕıtmica é [64]:

N(r⊥) ' k(r2
⊥Q

2
s(Y ))γs exp

[
− γ

′
s

2ᾱsY

(
ln

1

r2
⊥Q

s
⊥(Y )

)2]
, (2.97)

onde definimos γ′s ≈ dγ0(R)
dR

Rs.

O escalonamento geométrico (geometric scaling - GS) caracteriza a solução da BK em

altas energias [65], onde no limite de x → 0, Y → ∞, as soluções da BK não dependem

mais das variáveis r e Y separadamente, mas de uma única variável τ , ou seja, N(r, Y )→
N(τ), tal que

τ ≡ rQs(x). (2.98)

Tal comportamento em N implica um escalonamento semelhante nos observáveis, o qual

é observado nos dados de HERA [66].
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2.9 Conclusão

Neste caṕıtulo revisamos a estrutura hadrônica no limite de altas energias através do

DIS, e sua análise segundo o modelo de pártons. Além disso, abordamos as propriedades

básicas da QCD, a qual descreve as interações fortes entre quarks e glúons. Por fim,

revisamos os principais resultados das equações de evolução, DGLAP, BFKL e BK. Esta

última conduz aos efeitos não lineares presentes no regime de altas densidades da QCD,

os quais são introduzidos a fim de controlar a distribuição de glúons dentro do próton no

limite de pequeno x. Entretanto, o tratamento das correções não lineares pode ser mais

facilmente introduzido por meio do formalismo de dipolos, o qual será apresentado no

próximo caṕıtulo.
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3 Representação de dipolos de cor

Neste caṕıtulo veremos a interpretação do DIS no sistema de repouso do alvo, onde a

descrição do processo é obtida por meio da seção de choque de interação dipolo-hádron,

a qual contém toda a informação da interação forte presente no espalhamento. Portanto,

no formalismo de dipolos, a componente principal é a seção de choque de dipolos, que é

tratada através de modelos fenomenológicos que permitem levar em conta os efeitos de

saturação, fenômeno importante em processos a altas energias.

3.1 DIS na representação de dipolos

Uma abordagem útil para estudar o DIS no regime de altas energias (pequeno x) é a

representação de dipolos de cor [67, 68]. Neste referencial, o nucleon está em repouso e o

fóton emitido pelo elétron tem energia suficiente para flutuar num par quark-antiquark

(constituindo um dipolo de cor), que após um longo tempo espalha-se no próton. Uma vez

que o tempo de interação é muito mais curto do que o tempo de vida do par, o tamanho

transversal r do dipolo pode ser considerado fixo durante o processo de espalhamento. Isto

permite interpretar o DIS como o espalhamento de um dipolo qq̄ por um nucleon, sendo

esta interação descrita pela seção de choque de dipolos, σdip [7, 8, 10, 11]. Vamos agora

apresentar as caracteŕısticas e resultados do formalismo de dipolos, onde a amplitude

elástica para o espalhamento γ∗p ocorre em três etapas, como representado na Fig. (3.1):

(i) o fóton virtual flutua num par qq̄,

(ii) o par qq̄ interage com o alvo,

(iii) o par qq̄ se recombina formando um fóton virtual.

No sistema de repouso do alvo, o quadrimomento do fóton é definido como:

q = (ν, 0, 0, q3), (3.1)

onde ν = k − k′, sendo k(k′) o momento do quark(antiquark). Como visto no caṕıtulo

anterior, q2 = −Q2, consequentemente:

ν2 − q2
3 = q2 = −Q2,

ν2 +Q2 = q2
3,

q3 =
√
ν2 +Q2. (3.2)
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Figura 3.1 - Amplitude elástica para o espalhamento γ∗p na representação de dipolos de cor.

Desta forma, o quadrimomento do fóton (3.1) pode ser reescrito como:

q = (ν, 0, 0,
√
ν2 +Q2). (3.3)

A partir das variáveis do cone de luz q± [5],

q± =
1√
2

(q0±q3), (3.4)

e da equação (3.3), obtemos que

q± =
1√
2

[ν ±
√
ν2 +Q2], (3.5)

e no limite de Bjorken as variáveis do cone de luz tornam-se

q+ ' 1√
2

[ν + ν] '
√

2ν, (3.6)

q− ' 1

2

(
− Q2

2ν

)
' − Q2

2q+
. (3.7)

Logo, a partir das relações acima é posśıvel escrever os quadrimomentos q do fóton virtual

(γ∗), k do quark (q) e k′ do antiquark (q̄) na forma que segue [7]:

γ∗ : qµ =
(
q+,− Q2

2q+
, 0
)
, (3.8)

q : k =
(
zq+,

~k2

2zq+
, ~k2
)
, (3.9)

q̄ : k′ =
(

(1− z)q+,
~k2

2(1− z)q+
,−~k2

)
, (3.10)

onde z é a fração de momento do fóton carregada pelo quark e (1 − z) é a fração de

momento do fóton carregada pelo antiquark. O quadrado da massa invariante do par qq̄
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é dada por

M2
qq̄ = (k + k′)2 =

~k2

z(1− z)
. (3.11)

O prinćıpio de incerteza permite estimar o tempo de vida do dipolo através da relação

τf ∼
1

∆E
, (3.12)

onde ∆E = Eqq̄ − Eγ∗. Das equações (3.9) e (3.10) é posśıvel obter a energia do dipolo,

Eqq̄ =
1√
2

(
q+ +

~k2

2z(1− z)q+

)
. (3.13)

Por outro lado, a energia do fóton virtual tem a forma,

Eγ∗ =
1√
2

(
q+ − Q2

2q+

)
, (3.14)

portanto,

∆E ' Q2

√
2
q+ = Mx, (3.15)

com M sendo a massa do nucleon e x a variável de Bjorken. Então, o tempo de formação

é dado por

τf ∼
1

Mx
. (3.16)

Conclúımos que, quando x→ 0, τf torna-se maior que o tempo t́ıpico da interação τint ∼
Rp, onde Rp é o raio do próton. Isto implica que o tamanho transversal do par permanece

congelado durante a interação com o próton e, como efeito, interpretamos o DIS em

pequeno x como o espalhamento de um dipolo de cor de tamanho fixo por um nucleon

[5, 7, 10, 45]. Desta forma, a descrição mais conveniente do processo pode ser obtida na

representação do espaço de distâncias transversas, onde r é fixo. Neste cenário, é posśıvel

descrever a seção de choque de forma fatorizada da seguinte maneira [10]:

σγ
∗p
L,T (x,Q2) =

∫ 1

0

dz

∫
d2r|Ψγ∗

L,T (z, r)|2σdip(x, r). (3.17)

Na equação (3.17), Ψγ∗

L,T é a função de onda que descreve a flutuação do fóton em um
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dipolo de cor [8, 10]. As expressões são bem estabelecidas e definidas por

|Ψγ∗
L (z, r)|2 =

6αem
(2π)2

∑
q

4e2
qQ

2z2(1− z)2K2
0(εr), (3.18)

|Ψγ∗
T (z, r)|2 =

6αem
(2π)2

∑
q

e2
q[z

2 + (1− z)2]ε2K2
1(εr) +m2

fK
2
0(εr), (3.19)

onde K0 e K1 são as funções de Bessel modificadas, ε2 = Q2zz̄ + m2
f , e L, T significam,

respectivamente, a polarização longitudinal e transversal do fóton.

Outra quantidade presente em (3.17) é σdip, que é a seção de choque de interação total

do espalhamento dipolo-próton com separação transversa fixa [69–72] e é expressa como

segue:

σdip(x, r) =
4παs

3

∫
d2kT
k4
T

f(x, k2
T )
(

1− ei ~kT .~r
)
, (3.20)

onde f(x, k2
T ) é a distribuição de glúons não integrada no momento transveso kT , que está

relacionada com a distribuição de glúons usual por meio de

f(x, k2
T ) =

∂g(x, k2
T )

∂ln(k2
T )

. (3.21)

Portanto, a seção de choque de dipolo contém a dinâmica do processo [8]. Além disso,

considerando o limite de pequenos dipolos, σdip toma a forma a seguir [10]:

σdip(x, r) ∼ r2αs(r)xg(x, 1/r2). (3.22)

Observa-se que neste limite, σdip ∼ r2, o que implica que a interação se anula para r → 0.

Esta propriedade é chamada de transparência de cor, pois implica que a matéria é quase

transparente para pares de pequeno tamanho. Em contraste, para grandes tamanhos de

dipolos, σdip deve saturar devido ao confinamento, sendo proporcional à seção de choque

hádron-nucleon σ0,

σdip(x, r) ∼ σ0. (3.23)

3.2 Modelos fenomenológicos

Como visto acima, o comportamento de σdip é determinado pela dinâmica QCD no regime

de altas energias. Existem diferentes modelos que descrevem este comportamento. Nesta

seção apresentaremos alguns dos modelos fenomenológicos presentes na literatura.

54



3.2.1 Modelo de Golec-Biernat e Wüsthoff

Um dos primeiros modelos para a seção de choque de dipolos é o modelo fenomenológico de

saturação de Golec-Biernat e Wüsthoff (GBW) [73, 74]. Este modelo assume uma forma

paramétrica eiconal para a amplitude de espalhamento dipolo-próton, o qual leva em

conta as principais caracteŕısticas de saturação. Este modelo interpola o comportamento

de transparência de cor, σdip ∼ r2, para região de pequeno r, e o comportamento de

confinamento, σdip ∼ σ0, para grande r [16]. O modelo é puramente fenomenológico, sem

base em qualquer equação de evolução. Nele a amplitude de espalhamento dipolo-próton

é dada por

NGBW (x, r) =
[
1− exp

(
− Q2

s(x)r2

4

)]
, (3.24)

com a seção de choque dipolo-hádron sendo definida como

σdip(x, r) = σ0N
GBW (x, r). (3.25)

Na equação (3.24), Qs(x) é a escala de saturação dependente de x, Q2
s(x) = Q2

0(x0/x)λ,

a quantidade Q0 ajusta a dimensão, assume-se que Q0 = 1 GeV; e em (3.25) σ0 é uma

constante. Os parâmetros σ0 = 23 mb, λ = 0, 29 e x0 = 3 × 10−4 são quantidades livres,

as quais são obtidas por ajuste dos dados inclusivos de DIS em HERA para pequeno x. O

comportamento da seção de choque total com respeito a x é controlado pelo expoente λ. O

modelo GBW satisfaz as caracteŕısticas de σdip, quando r2Q2
s(x)� 1, o modelo reduz-se

à transparência de cor; enquanto que para a região r2Q2
s(x) � 1, a exponencial fornece

valores que tendem a zero, e a seção de choque satura assumindo um valor constante.

3.2.2 Modelo de Iancu-Itakura-Munier

Este modelo foi proposto por Iancu, Itakura e Munier (IIM) em [75], onde mostraram

que os dados experimentais de HERA para F2(x,Q2) no regime cinemático x ≤ 10−2 e

Q2 < 50 GeV2, onde espera-se os efeitos de altas densidades da QCD, podem ser bem

descritos por uma expressão anaĺıtica da amplitude de espalhamento dipolo-próton. A

parametrização proposta é uma solução aproximada da equação não linear de Balitsky-

Kovchegov [60,76], a qual se baseia no formalismo do condensado de vidros de cor [50,53]

e interpola o comportamento previsto para pequenos e grandes tamanhos de dipolo [5]

discutidos no seção anterior. Para dipolos menores que 1/Qs(x), a amplitude de espalha-

mento é baseada na solução da BFKL na fronteira do regime de saturação. Entretanto,

para dipolos maiores que 1/Qs(x), a amplitude de espalhamento satura indo a unidade [8].
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No modelo IIM, a seção de choque de dipolos é parametrizada tal que

σdip = σ0N(x, r), (3.26)

com

N(x, r) =

 N0

(
rQs

2

)2

[
γs+

ln(2/rQs)
kλY

]
, para rQs(x) ≤ 2 ,

1− exp[−aln2(brQs)] , para rQs(x) > 2.

(3.27)

Os coeficientes a e b são determinados a partir da condição de continuidade da seção de

choque em rQs = 2. Os coeficientes γs e k são fixados pela solução da BFKL em ordem

dominante (LO). A região de transparência de cor, rQs ≤ 2, tem o comportamento

governado pela dimensão anômala efetiva, γeff (x, r) = (γs + ln(2/rQs)
kλY

), com Y = ln(1/x)

e k = 9, 9. A expressão para rQs > 2, correspodendo a região de saturação, tem a forma

funcional correta advinda da solução da equação BK obtida por Levin e Tuchin [63]. A

escala de saturação tem a mesma forma do modelo GBW, Q2
s = (x0/x)λ/2 GeV, e para

rQs = 2 a escala de saturação é tomada de modo que N(rQs, Y ) = N0, onde N0 = 0, 7 [8].

3.2.3 Modelo b-CGC

O modelo b-CGC proposto em [77], é uma modificação do modelo IIM, através da inserção

da dependência no parâmetro de impacto da amplitude de espalhamento [15]. Tal gen-

eralização é necessária para descrever os dados experimentais para processos exclusivos

analisados em HERA, como por exemplo, as distribuições em momentum transversos para

os processos de produção exclusiva de mésons vetoriais e para o processo DVCS. Segundo

este modelo temos

σdip(x, r) =

∫
d2b̄

dσdip

d2b
, (3.28)

dσdip

d2b
= 2N b−CGC(x, r, b̄),

onde

N b−CGC(x,~r, b̄) =

 N0

(
rQs

2

)2

[
γs+

ln(2/rQs)
kλY

]
, para rQs(x) ≤ 2 ,

1− exp[−aln2(brQs)] , para rQs(x) > 2.

(3.29)

No modelo b-CGC, a escala de saturação do próton passa a ser dependente do parâmetro

de impacto:

Qs ≡ Qs(x, b̄) =
(x0

x

)λ
2
[

exp
(
− b̄2

2BCGC

)] 1
2γs
. (3.30)
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O parâmetro BCGC foi ajustado a fim de obter uma boa descrição da dependência em

t da fotoprodução exclusiva de J/ψ [15]. Os parâmetros N0 e γs foram considerados

livres. Desta forma, uma boa concordância com os dados de F2 foi obtida [15,36]. Aqui, o

conjunto de parâmetros que usaremos foi extráıdo de [78]: γs = 0, 46, BCGC = 5, 5 GeV −2,

N0 = 0, 558, x0 = 1, 84× 10−6 e λ = 0, 119.

3.2.4 Modelo IP-Sat

Com o objetivo de descrever os dados experimentais de HERA de processos exclusivos

(produção de mésons vetoriais) assim como levar em consideração a evolução em Q2 na

amplitude de espalhamento, Kowalski e Teaney assumiram pressupostos sobre a seção de

choque de dipolos e sobre as funções de onda do fóton e mésons vetoriais [79]. Os autores

definiram a função de glúons xg(x, µ2) e o fator de forma do próton TG(b), que estão

inclusos na seção de choque de dipolos.

Portanto, a amplitude de espalhamento para o modelo IP-Sat é escrita como:

N IP−Sat(x, r, b) = 1− exp
(
− π2r2

2Nc

r2αs(µ
2)xg(x, µ2)TG(b)

)
, (3.31)

com

TG(b) =
1

2πBG

e(−b2/2BG), (3.32)

onde o parâmetro livre BG é fixo pelo ajuste dos dados experimentais referentes a produção

exclusiva de J/Ψ.

A densidade de glúons é evolúıda até a escala µ2 a partir da escala inicial µ2
0, com a

evolução determinada pela DGLAP do setor de glúons [77]:

∂xg(x, µ2)

∂lnµ2
=
∂s(µ

2)

2π

∫ 1

x

dzPgg(z)
x

z
g

(
z

z
, µ2

)
, (3.33)

onde µ2 está relacionada ao tamanho do dipolo [79], µ2 = 4/r2 +µ2
0, e a distribuição inicial

de glúons na escala µ2
0 tem a forma definida por

xg(x, µ2
0) = Agx

−λg(1− x)5.6. (3.34)

Os valores dos parâmetros µ2
0, Ag e λg são determinados a partir dos ajustes dos dados

de F2. Este modelo difere do IIM e b-CGC por conter a dinâmica DGLAP no limite

linear (r2 ∼ 0). Aqui, o conjunto de parâmetros que usaremos foi extráıdo de [78]: µ2
0 =

1, 17 GeV2, Ag = 2, 55, λg = 0, 020 e BG = 4 GeV−2.
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3.2.5 Modelo rcBK

Outra abordagem para calcularmos a amplitude de espalhamento de dipolos é através

do modelo rcBK [62]. Tal modelo fornece a solução da equação BK calculada numerica-

mente, levando em conta correções além da ordem dominante associadas a variação da

constante de acoplamento (”running coupling” BK - rcBK). Para obter a solução numérica

rcBK os autores apresentam duas formas de condição inicial. Nesta dissertação utilizamos

o resultado obtido para a amplitude N com uma condição inicial extráıda do modelo

fenomenológico GBW, dada por

N(r, Y = 0) = 1− exp
[
−
(r2Q2

s0

4

)γ]
, (3.35)

ondeQs0 é a escala de saturação inicial e γ é a dimensão anômala, que controla a velocidade

com que a amplitudeN vai da região dilúıda para a região de alta densidade com a variação

de r.

A importância de estudar o modelo rcBK reside na solução numérica da equação BK,

tornando este modelo o estado da arte para o cálculo da amplitude N . Porém, esta solução

é usada como um ajuste válido apenas para x < 0, 01.

3.3 Comparação entre os modelos de N

Nesta seção apresentaremos uma comparação entre os modelos fenomenológicos discutidos

anteriormente. A fim de ilustrar o impacto dos efeitos não lineares, também apresentare-

mos o modelo GBW linear. Neste caso, a amplitude para o GBW linear tem a forma:

N(x, r) =
r2Q2

s

4
, (3.36)

ao invés da expressão completa apresentada na equação (3.24).

Na Fig. (3.2), mostramos o resultado das diferentes amplitudes de espalhamento de dipolo

como função de r2 para dois diferentes valores para a variável de Bjorken. Verificamos que

há uma grande diferença entre o modelo GBW e GBW linear, tal diferença depende de x.

No painel da esquerda, considerando dipolos com tamanho até r2 = 5 GeV2, observamos

que as predições são similares, porém para grande r estes modelos diferem muito; no painel

da direita isto acontece mais rapidamente para pequeno x, implicando que a contribuição

dos efeitos de saturação (não lineares) são importantes para dipolos grandes e para altas

energias. Além disso, estes efeitos passam a ter grande importância na região de menores

valores de r quando x decresce.
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Figura 3.2 - Amplitude N(x, r) para diferentes modelos de dipolos considerando dois valores de x.
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Figura 3.3 - Amplitude N(x, r) para os modelos de dipolos dependentes de b considerando dois valores de x.

Na Fig. (3.3) também apresentamos as predições de N(x, r) em termos de r2, porém agora

somente consideramos os modelos de dipolos que contêm a dependência no parâmetro de

impacto, onde em nossos cálculos admitimos dois valores para b. Iremos considerar os

valores b = 0 GeV−1 e b = 2 GeV−1, com a escolha deste último valor motivada pelos

resultados apresentados na Fig.(23) em [80], os quais indicam que a seção de choque

é dominada por valores de b ≈ 2 GeV−1. Podemos observar que as predições para os

distintos modelos diferem para grandes valores de x. Por outro lado, as diferenças entre

os resultados diminuem à medida que x decresce. Além disso, para pequenos valores de x,

os modelos predizem que o regime de saturação é alcançado mais rapidamente, enquanto
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Figura 3.4 - Amplitude N(x, r) para diferentes modelos de dipolos considerando dois valores de x.
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Figura 3.5 - Amplitude N(x, r) para os modelos de dipolos dependentes de b considerando dois valores de x.

que para grande x os modelos predizem uma transição mais suave no que diz respeito a

saturação.

Nas Figs. (3.4) e (3.5) apresentamos as predições para N considerando diferentes regiões

cinemáticas para x, onde agora fixamos distintos valores para o tamanho de dipolo. No-

tamos que, para pequenos dipolos, o regime de saturação é atingido mais lentamente (à

medida que x torna-se pequeno). Em contraste, para grandes valores de r, a situação é

inversa ao caso anterior, as amplitudes GBW, IIM, IP-Sat e rcBK têm o mesmo valor

assintótico (saturam rapidamente), enquanto a amplitude b-CGC tende a um valor pouco

menor. Na Fig. (3.4), o resultado com o modelo GBW linear apresenta uma quebra em
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x = 10−4, este comportamento é devido a forma funcional de (3.36) conjuntamente com

a definição da escala de saturação do modelo.

3.4 Generalização nuclear dos modelos de saturação

Os modelos descritos anteriormente são parametrizações para a amplitude de espalha-

mento de processos dipolo-nucleon, sendo que o nucleon pode ser um próton ou um

nêutron. Quando a escolha do alvo for um núcleo com número de massa A arbitrário, ou

seja, quando o processo de interesse for o espalhamento dipolo-núcleo, precisamos esten-

der os modelos da seção anterior para o caso nuclear. Um dos modelos mais utilizados na

literatura baseia-se no formalismo de Glauber-Gribov [81–84]. Neste modelo, a interação

dipolo-núcleo é descrita em termos da interação dipolo-nucleon e da distribuição espacial

dos nucleons no interior do núcleo. Através dos efeitos de múltiplos espalhamentos levados

em conta neste modelo, pode-se limitar o crescimento das distribuições partônicas, como

sugere a f́ısica de saturação. A seção de choque dipolo-núcleo é escrita como a integral da

amplitude de espalhamento (NA) no parâmetro de impacto, tal que

σdipA (x, r) = 2

∫
d2bNA(x, b, r). (3.37)

Em 2002, Armesto [85] propôs o uso deste modelo para parametrizar a amplitude de

espalhamento dipolo-núcleo NA [85, 86], como segue

NA(x, b, r) = 1− exp
[
− 1

2
σdip(x, r)TA(b)

]
. (3.38)

Na equação acima, σdip é a seção de choque de interação dipolo-nucleon, TA(b) é a função

perfil nuclear, que descreve a distribuição dos nucleons na área transversal do núcleo,

contendo a dependência no parâmetro de impacto,

TA(b) =

∫
dzρA(b, z), (3.39)

sendo z a direção do feixe e ρA(b, z) é a função densidade que determina a distribuição dos

nucleons dentro do núcleo. A função perfil nuclear que assumimos em nossos cálculos segue

a distribuição de Woods-Saxon para ρA, a qual é amplamente utilizada na literatura [87].

Além disso, TA(b) está normalizada da seguinte forma,∫
d2bTA(b) = A, (3.40)

onde A é o número de massa do núcleo considerado.
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Figura 3.6 - Amplitude NA(x, b, r) para A = 208 e colisão central (b = 0) para os diferentes modelos de
dipolos considerando dois valores distintos de x.

Portanto, a fórmula funcional completa de Glauber-Gribov para a seção de choque total

de um espalhamento dipolo-núcleo é

σdipA (x, r) = 2

∫
d2b
{

1− exp
[
− 1

2
σdip(x, r)TA(b)

]}
. (3.41)

A seguir analisaremos o comportamento da amplitude de espalhamento nuclear NA con-

siderando os modelos da amplitude de espalhamento dipolo-próton descritos na seção

(3.2). A Fig.(3.6) mostra a comparação entre as predições de NA como função de r2.

No caso dos modelos com dependência no parâmetro de impacto, assuminos uma colisão

central (b = 0), onde NA satura mais rapidamente. Além disso, a diferença entre os re-

sultados de NA é reduzida ao comparar com N . Isto está diretamente associado com o

modelo de Glauber-Gribov para NA, dado pela equação (3.38), isto é, NA é a mesma

para todos os casos. Em particular, têm - se que o modelo GBW linear prediz um rápido

crescimento da densidade partônica no próton, o que implica que uma elevada densidade

no núcleo, e consequente saturação, seja alcançada mais rapidamente para este modelo

quando comparado aos demais modelos.

3.5 Conclusão

Neste caṕıtulo abordamos o DIS no sistema de repouso do alvo, a fim de introduzir o

formalismo de dipolos, o qual será amplamente utilizado nesta dissertação. Vimos que a

seção de choque de dipolos é obtida através de modelos fenomenológicos, que são baseados

em diferentes dinâmicas de tratamento da QCD. Além disso, apresentamos a generalização

destes modelos para o caso nuclear. No próximo caṕıtulo utilizaremos os distintos modelos
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para estudar a produção de quarks pesados, observáveis de interesse neste trabalho.
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4 Eletroprodução de quarks pesados

O formalismo de dipolos apresentado no caṕıtulo anterior pode ser utilizado para o estudo

da produção de quarks pesados. Para tanto, devemos utilizar a soma presente nas equações

(3.18) e (3.19) para o caso em que q = c ou q = b. Neste caṕıtulo faremos o estudo da

função peso, cuja análise fornecerá um melhor entendimento dos resultados apresentados,

os quais fazem parte de um artigo submetido à publicação [2]. Investigaremos a função

de estrutura, a seção de choque reduzida e as razões nucleares para a produção de quarks

pesados em colisões ep e eA.

4.1 Função peso

Antes de apresentarmos nossos principais resultados, iremos analisar a importância do

tamanho do dipolo dominante presente nos observáveis aqui discutidos, onde definimos a

função peso. Considerando a seguinte seção de choque

σi(x,Q
2) =

∫
d2r

∫
dz |ΨT

i (z, r,mi, Q
2) + ΨL

i (z, r,mi, Q
2)|2σdip(xm, r)

=

∫
2πrdr

∫
dz |ΨT

i (z, r,mi, Q
2) + ΨL

i (z, r,mi, Q
2)|2σdip(xm, r)

=

∫
drWi(xm, r, Q

2), (4.1)

sendo Wi(xm, r, Q
2) a função peso fóton-próton definida como:

Wi(xm, r, Q
2) = 2πr

∫
dz

[
|ΨT

i (z, r,mi, Q
2)|2 + |ΨL

i (z, r,mi, Q
2)|2
]
σdip(xm, r), (4.2)

onde i especifica o sabor de quark e xm é o x de Bjorken modificado,

xm =
(

1 +
4m2

i

Q2

)
x. (4.3)

Primeiramente apresentaremos uma análise qualitativa, onde em nossos cálculos uti-

lizamos por simplicidade o modelo GBW, e assumimos os valores mc = 1, 27 GeV e

mb = 4, 5 GeV para a massa do quark charm e bottom, respectivamente. Na Fig. (4.1)

mostramos a função peso para xm fixo e dois valores de Q2, considerando a produção

de quarks leves e pesados. Podemos ver que, à medida que Q2 aumenta, o pico em r da

distribuição tende a menores valores. No caso dos quarks pesados, a contribuição para

os observáveis vem de pequenos dipolos, isto é, da região onde os efeitos de saturação

são pequenos. Para os distintos valores de Q2, a diferença entre os quarks pesados con-

siste que, para charm, há uma distribuição mais larga em r e a contribuição é superior
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Figura 4.1 - Distribuição em r da função peso para xm = 10−4 e dois conjuntos de valores de Q2.
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Figura 4.2 - Distribuição em r da função peso do charm para xm = 10−4 e Q2 = 1 GeV 2 fixos independen-
temente.

ao bottom. Por outro lado, para a produção de quarks leves, uma distribuição larga em

r é obtida, centrada em grandes tamanhos de dipolos, onde os efeitos de saturação são

significativos. Entretanto, a massa dos quarks leves não fornece uma escala perturbativa

para o cálculo dos observáveis, o que implica que não podemos tratar perturbativamente

a seção de choque total de para a fotoprodução de quarks leves.

Na Fig.(4.2) apresentamos o comportamento da função peso do charm para xm e Q2 fixos

independentemente. Observamos que, para xm fixo, os picos da função peso se deslocam

para a esquerda com o aumento da virtualidade Q2 e a contribuição dominante vem de

dipolos cada vez menores. Portanto, os efeitos de saturação são reduzidos para grandes
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Figura 4.3 - Distribuição em r da função peso do bottom para xm = 10−4 e Q2 = 1GeV 2 fixos independen-
temente.

valores de Q2. No caso de Q2 fixo, verificamos que, para menores valores de xm, a dis-

tribuição é mais larga em r e a normalização da função peso é maior o que está associado

com o crescimento da seção de choque para menores valores de xm.

Na Fig.(4.3) mostramos o comportamento da função peso do bottom para valores de xm

e Q2 fixos independentemente. Notamos diferenças em relação ao resultado obtido com o

charm, uma vez que o charm tem menor massa. Isto implica numa maior probabilidade

de produção, traduzindo-se nas distintas normalizações da função peso. Tratando-se do

cenário onde xm é fixo, os picos da função peso tendem a esquerda quando Q2 aumenta,

conforme esperado. Entretanto para pequenos valores de Q2 não podemos distinguir as

curvas; para Q2 fixo, a distribuição torna-se mais larga em r à medida que x decresce,

porém isto ocorre para pequenos dipolos.

A fim de analisar os efeitos da dinâmica QCD, mostramos na Fig. 4.4 o resultado da

função peso dos quarks charm e bottom para o mesmo conjunto de valores de xm e Q2

considerando o modelo GBW. Encontramos que, para o caso do charm, o valor t́ıpico

provado de r, r ∼ 1/
√
m2
c +Q2, corresponde à diferença na região cinemática entre o

regime linear e não linear, implicando numa discriminação entre as curvas. Por outro

lado, este resultado não é observado no caso do bottom, pois o valor t́ıpico provado do

tamanho do dipolo corresponde a um regime cinemático onde os efeitos não lineares são

despreźıveis.

Nas Figs.(4.5) e (4.6) apresentamos a função peso para os quarks pesados levando em

conta todos os modelos fenomenológicos descritos na seção (3.2). Na Fig.(4.5) temos a

produção de quark charm e o resultado é similar ao discutido na Fig.(4.2). Entretanto,
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Figura 4.4 - Distribuição em r da função peso do charm (painel esquerdo) e bottom (painel direito) para
xm = 10−4 e Q2 = 1GeV 2.
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Figura 4.5 - Distribuição em r da função peso do charm para xm = 10−4 e dois valores de Q2, considerando
os diferentes modelos fenomenológicos para a seção de choque de dipolos.

obtemos distintas contribuições entre os modelos, onde a maior diferença é fornecida pelos

modelos b-CGC, IP-Sat e rcBK.

Na Fig.(4.6) temos a estimativa da função peso para produção de quark bottom, e o

comportamento é análogo ao da Fig.(4.3). Agora, a diferença entre as contribuições dos

modelos é reduzida, sendo o maior pico de distribuição dado pelo modelo rcBK, levando

em conta pequenos dipolos.
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Figura 4.6 - Distribuição em r da função peso do bottom para xm = 10−4 dois valores de Q2, considerando
os diferentes modelos fenomenológicos para a seção de choque de dipolos.

4.2 Função de estrutura de quarks pesados

Como discutido no caṕıtulo anterior, a fim de estudar o comportamento dos observáveis

do DIS em pequeno x e incluir efeitos de saturação, é útil descrever o espalhamento

fóton-alvo no sistema de dipolos, no qual a maioria da energia é carregada pelo alvo,

enquanto o fóton tem energia suficiente para dissociar num par quark-antiquark antes do

espalhamento. Esta descrição contrasta com a do sistema de momento infinito do alvo,

onde o fóton interage com quarks de mar, os quais são tipicamente emitidos por glúons

de pequeno x no próton. O DIS em pequeno x pode ser visto como um processo de duas

etapas, o fóton virtual emitido pelo elétron flutuar num dipolo de cor com tamanho r,

o qual subsequentemente espalha-se no alvo. Neste formalismo, a função de estrutura de

quarks pesados no caso DIS tem a forma

F c,b
2 (x,Q2) =

Q2

4παem

∫
dz

∫
d2r

[
|Ψc,b

T (z, r, Q2)|2 + |Ψc,b
L (z, r, Q2)|2

]
σdip(xm, r). (4.4)

A função F c,b
2 fornece o conteúdo de quarks charm(bottom) no próton, sendo diretamente

dependente da distribuição de glúons. Portanto, este é um observável de interesse para

estimar os efeitos de saturação na região de pequeno x.

Na Fig. (4.7) mostramos os resultados da função de estrutura dos quarks charm e bottom

em função de x para diferentes modelos para σdip. Podemos observar que, para ambos

casos, a função de estrutura cresce para pequeno x considerando o valor de Q2 fixo, ou

seja, há uma maior probabilidade de encontrar quarks charm e bottom no interior do

próton. Entretanto, esta probabilidade é maior para o quark charm. Este comportamento
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está diretamente associado a função peso visto nas Figs. (4.2) e (4.3).

Na Fig. (4.8) apresentamos os resultados para a função de estrutura do charm e bottom

em função de Q2 para um dado x fixo. Encontramos que F c,b
2 tem um crescimento com

Q2, conforme o comportamento predito pela expressão Eq. (2.29). De forma semelhante

as predições anteriores, o resultado para o quark charm é maior do que para o bottom.

Esta expectativa é verificada no comportamento da função peso mostrada nas Figs. (4.5)

e (4.6). É importante salientar que o modelo IP-Sat é baseado na evolução DGLAP e é

considerado um modelo fenomenológico para o limite clássico do Condensado de Vidros
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Figura 4.9 - Região cinemática do LHeC. Figura extráıda da Ref. [88].

de Cor (CGC). Por outro lado, os outros modelos não contêm a evolução DGLAP.

4.3 Seção de choque reduzida

Um dos principais objetivos dos colisores é o estudo da estrutura hadrônica em altas ener-

gias, com a finalidade de alcançar um conhecimento mais profundo da estrutura hadrônica.

Tal investigação pode ser mais facilmente realizada em interações fóton-hádron, como

aquelas presente no DIS. Nos últimos anos, a análise do DIS em altas energias e/ou

com um alvo nuclear foi amplamente discutida e motivou a proposição de novos colisores

ep/eA [88,89]. Com a proposta futura do LHeC (Large Hadron Electron Collider), espera-

se que este colisor atinja uma energia de centro de massa 5 vezes maior do que em HERA,

o que permitirá estender o intervalo cinemático de x para valores menores do que 10−5

num regime perturbativo, ou seja, Q2 > 1 GeV2, conforme Fig.(4.9).

Um dos observáveis que será posśıvel medir nas energias do LHeC é a seção de choque re-

duzida. Aqui vamos considerar os modelos de dipolos b-CGC, IP-Sat e rcBK para estimar

a seção de choque reduzida, a qual pode ser expressa em termos das funções de estrutura

F2(x,Q2) e FL(x,Q2) como segue

σr(x,Q
2, y) = F2(x,Q2)− y2

1 + (1− y)2
FL(x,Q2), (4.5)

onde y = Q2/(sx) é a variável inelasticidade e
√
s é a energia de centro de massa em co-

lisões ep. Além disso, as funções de estrutura inclusiva e longitudinal podem ser expressas

71



como

F2(x,Q2) =
Q2

4π2αem
(σT + σL), (4.6)

FL(x,Q2) =
Q2

4π2αem
σL, (4.7)

com σT e σL dadas pela Eq. (3.17). A função de estrutura longitudinal FL é um ob-

servável auxiliar para detectar-se efeitos de saturação na distribuição de glúons. Para

grande inelasticidade, a seção de choque reduzida torna-se (F2 − FL) e a contribuição de

FL é amplificada com y2. A quantidade FL deve ser obtida apenas na região de grande

inelasticidade, coberta numa ampla região cinemática em HERA.

No entanto, é importante enfatizar que a seção de choque reduzida é dependente do colisor

considerado, o que pode ser visto a partir da dependência de σr na inelasticidade y. A fim

de comparar com as predições para o LHeC, também faremos predições para as energias

de HERA. Em HERA consideramos a energia de centro de massa de
√
s = 318 GeV. Por

outro lado, no caso do LHeC será assumido
√
s = 1300 GeV, que é a máxima energia

de centro de massa proposta pelo colisor. Nosso objetivo é verificar se o futuro colisor

ep/eA será capaz de discriminar entre as diferentes aproximações para o tratamento dos

efeitos não lineares na dinâmica QCD. Nas Figs. (4.10) e (4.11) apresentamos nossas

predições para a seção de choque reduzida de produção de charm e bottom em energias

de HERA e LHeC, considerando diferentes valores para a virtualidade do fóton. No caso

do HERA, recentemente as colaborações H1 e ZEUS disponibilizaram dados experimen-

tais para σr. Em nossos cálculos usamos mc = 1, 27 GeV e mb = 4, 5 GeV quando os

modelos b-CGC e IP-Sat forem considerados. Entretanto para o modelo rcBK assumire-

mos mc = 1, 5 GeV, valor da referência original. O intervalo das curvas em x é restringido

pelos limites cinemáticos da variável inelasticidade (0 ≤ y ≤ 1). Como
√
s é maior no

LHeC, este colisor será capaz de provar a seção de choque reduzida em menores valores de

x do que em HERA para Q2 fixo. Nossos resultados indicam que em energias do HERA,

os modelos b-CGC e IP-Sat são similares e descrevem bem os dados experimentais. Em

contraste, o modelo rcBK descreve somente os dados para pequenos valores de Q2. Por-

tanto, nossas estimativas sugerem que a solução BK proposta em [61] não é capaz de

descrever a evolução de Q2 para produção de quarks pesados, que é dominada pela in-

teração de pequenos dipolos. Em energias do LHeC, as predições dos modelos b-CGC e

IP-Sat tornam-se diferentes para altas energias, pequenos valores de x, com a diferença

sendo maior para produção de charm. Portanto, futuras análises da produção de charm no

LHeC podem ser importantes para restringir a descrição da dinâmica QCD em pequeno

x.
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Figura 4.10 - Predições dos modelos do formalismo de dipolos de cor para a seção de choque reduzida de
produção de charm em energias de HERA (painel a esquerda) e LHeC (painel a direita) em
diferentes valores de virtualidade. Dados de HERA [90].

4.4 Razões nucleares

No que segue estimaremos o impacto dos esfeitos não lineares nos observáveis inclusivos

que podem ser medidos em colisões eA nas energias do futuro colisor elétron-́ıon. O espa-

lhamento inelástico profundo de altas energias utilizando grandes núcleos é um modo de
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Figura 4.11 - Predições dos modelos do formalismo de dipolos de cor para a seção de choque reduzida de
produção de bottom em energias de HERA (painel a esquerda) e LHeC (painel a direita) em
diferentes valores de virtualidade. Dados de HERA [90].

explorar a dinâmica de altas densidades de glúons, dominante em pequeno x. Neste caso,

a transição para este regime é caracterizada pela escala de saturação Qs que deve crescer

quando consideramos o alvo um núcleo. Desta forma, a escala de saturação é amplificada
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por um termo dependente do número atômico,

Q2
s
∼= A1/3

(x0

x

)λ
, (4.8)

implicando que as análises de observáveis em colisões eA em pequeno x e grande A sejam

ideais para investigar os efeitos de saturação. Em particular, em colisões eA é posśıvel

acessar o regime de saturação em baixas energias, como, por exemplo, aquelas propostas

para o futuro colisor elétron-́ıon nos EUA. Já o colisor LHeC, será capaz de sondar as

funções de estrutura nuclear em x & 10−7 para pequenos valores de Q2.

A fim de obter uma estimativa dos efeitos da modificação dos observáveis com respeito a

saturação, estimaremos as razões,

R2 = F Pb
2 /(208.F p

2 ), (4.9)

RL = F Pb
L /(208.F p

L), (4.10)

Rc = F c,P b
2 /(208.F c,p

2 ). (4.11)

A análise destas razões permitirá avaliar o impacto dos efeitos não lineares nas funções

de estruturas total e longitudinal bem como na produção de charm.

Na Fig.(4.12) mostramos as razões das funções de estruturas como função de x para dois

diferentes valores de Q2. Consideramos a amplitude de espalhamento dipolo-núcleo dada

pela Eq.(3.38) e usamos como entrada apenas os modelos b-CGC, IP-Sat e rcBK para

a seção de choque dipolo-próton. Nossos resultados indicam que a magnitude dos efeitos

nucleares cresce em pequenos valores de x e decresce em grande Q2 e para a produção

de charm. Este comportamento é esperado, uma vez que a escala de saturação cresce

quando x→ 0 e a contribuição dos efeitos não lineares decresce quando a seção de choque

é dominada por pequenos dipolos, que é o caso para grande Q2 e/ou para a produção

de quarks pesados [91, 92]. Para as razões R2 e RL, as predições para Q2 = 2 GeV2 são

senśıveis aos modelos usados para descrever as interações dipolo-próton. Nossos resultados

demonstram que os efeitos não lineares em colisões nucleares reduzirão as funções de

estruturas F Pb
2 e F Pb

L por ≈ 40% em x ≈ 10−6 e Q2 = 2 GeV2. No caso da produção

de charm, prevemos uma redução da ordem de 20% na mesma região cinemática. Tais

resultados indicam que os futuros dados experimentais para colisões eA serão senśıveis a

estes efeitos não lineares.
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Figura 4.12 - Predições do formalismo de dipolos de cor para as razões R2 = FPb
2 /(208.F p

2 ), RL =

FPb
L /(208.F p) e Rc = F c,Pb

2 /(208.F c,p
2 ) como função de x considerando dois valores para

virtualidade do fóton.

4.5 Conclusão

É esperado que medidas de DIS nas novas regiões cinemáticas de x e Q2 acessadas nos

futuros colisores ep/eA, forneçam mais informações com o objetivo discriminar entre os

distintos modelos para o tratamento do regime não linear da dinâmica QCD. Além disso,
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demonstramos que futuras análises da seção de choque reduzida podem ser úteis para

discriminar entre os modelos de seção de choque de dipolos, os quais incluem efeitos de

saturação, porém são baseados em distintas descrições da dinâmica. Também demonstra-

mos que o impacto dos efeitos não lineares é enaltecido em colisões eA e não pode ser

desconsiderado.
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5 Fotoprodução de quarks pesados

Neste caṕıtulo investigaremos a fotoprodução (Q2 = 0) de quarks pesados em colisões

ep/eA e em interações hadrônicas, usando a aproximação de dipolos de cor. Iniciaremos

nossa discussão tratando da fotoprodução de quarks pesados em interações ep no HERA,

e estenderemos este estudo para o caso nuclear mostrando as razões nucleares nas energias

do futuro LHeC modo eA. Além disso, apresentamos nossos resultados para a distribuição

de rapidez e a correspondente seção de choque total para produção de charm e bottom em

colisões ultraperiféricas considerando as energias do Run 2 do LHC. Alguns dos resultados

apresentados neste caṕıtulo foram publicados em [1].

5.1 Fotoprodução de quarks pesados em colisões ep e eA

É esperado que a fotoprodução de quarks pesados forneça um melhor acesso a densidade

de glúons no próton, pois no processo γp, um fóton com grande energia advindo do elétron

pode sondar a estrutura hadrônica em maiores detalhes [14,15]. A interação fóton-hádron

em pequeno x (altas energias) é descrita usualmente no sistema de momento infinito do

hádron em termos do espalhamento do fóton por quarks de mar, que são emitidos por um

glúon com pequeno x do próton [15]. Em particular, na representação de dipolos conforme

a Fig. (5.1), o fóton emitido flutua no dipolo de cor e interage com o alvo via a troca de

um glúon e, consequentemente, a seção de choque inclusiva para fotoprodução de quarks

pesados, γp→ qq̄X, é fatorizada como [93]:

σTγp→qq̄X = 2

∫
d2r

∫
d2b

∫ 1

0

dz
∣∣∣ΨT (r, z,mq)

∣∣∣2 σdip(xm, r). (5.1)

Como Q2 = 0, somente a função de onda transversal do fóton contribui, veja as expressões

(3.18) e (3.19). Com base no estudo que foi realizado até o momento e de acordo com

os modelos para a seção de choque de dipolos descritos no caṕıtulo 3, mostramos na

Fig. (5.2) os resultados para a seção de choque total de fotoprodução de quarks pesados

comparados aos dados experimentais de HERA [94, 95]. No caso do charm, as predições

com os modelos b-CGC, IP-Sat e rcBK são similares na região cinemática de HERA. Por

outro lado, as predições dos modelos IP-Sat e rcBK são maiores em todo o espectro em

energia, enquanto o resultado com o modelo b-CGC difere dos demais quando a energia

aumenta. Esta caracteŕıstica está diretamente associada aos diferentes tratamentos da

dinâmica do regime de saturação presentes nestes modelos. Podemos verificar também

que este observável é senśıvel aos efeitos não lineares.

Quanto a fotoprodução de bottom, somente as estimativas com b-CGC e IP-Sat são
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Figura 5.1 - Diagrama do processo de fotoprodução de quarks pesados no sistema de dipolos.
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Figura 5.2 - Seção de choque total para a fotoprodução de charm (painel esquerdo) e bottom (painel direito).

similares a baixa energia, já o modelo rcBK fornece distintos resultados em todo intervalo

de energia. Entretanto, há uma grande diferença em relação as predições com o charm, a

seção de choque total de fotoprodução de bottom é menor, e a contribuição dos efeitos de

saturação é maior no caso do charm.

A seguir analisaremos o impacto dos efeitos não lineares para a fotoprodução de quarks

pesados em colisões eA, onde o alvo é um núcleo de chumbo. Esta análise foi feita através

das razões nucleares

Rtot = σ(γPb→ X)/[208.σ(γp→ X)], (5.2)

Rc
tot = σ(γPb→ cc̄)/[208.σ(γp→ cc̄)]. (5.3)
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Figura 5.3 - Dependência em energia das razões Rtot = σ(γPb → X)/[208.σ(γp → X)] (painel esquerdo) e
Rc

tot = σ(γPb→ cc̄)/[208.σ(γp→ cc̄)] (painel direito) para o caso de fotoprodução (Q2 = 0).

Nossa motivação para estimar esta quantidade está diretamente associada ao fato que

os efeitos não lineares aumentam em pequenos valores de Q2. Na Fig.(5.3) mostramos a

dependência em energia desta quantidade. No caso de Rtot, nossos resultados indicam que

as predições são senśıveis aos modelos usados para descrever as interações dipolo-próton

e que os efeitos não lineares implicam numa redução de ≈ 45% da seção de choque de

fotoprodução nuclear em comparação com aquela obtida sendo o alvo o próton. Por outro

lado, para Rc
tot prevemos que esta redução será de ≈ 20% em grandes energias, que é

similar ao resultado obtido no caṕıtulo anterior para Q2 = 2 GeV2, veja a Fig. (4.12). Tal

resultado é esperado, uma vez que no caso de produção de quarks pesados em pequenas

virtualidades, a principal contribuição para a seção de choque é determinada pela massa

do quark [91,92].

5.2 Fotoprodução de quarks pesados em colisões pp e pA

Durante os últimos anos, o LHC tem fornecido dados para a fotoprodução nas energias

dispońıveis do Run 1 [96–98], e neste ano nas energias do Run 2 [99,100]. Um dos processos

mais estudados neste cenário é a fotoprodução exclusiva de mésons vetoriais em colisões

pp, pPb e PbPb [101–107], mas também é posśıvel explorar a dinâmica QCD em processos

inclusivos, onde um dos hádrons incidentes fragmenta e apenas um gap de rapidez está

presente no estado final. Aqui estudaremos a fotoprodução de quarks pesados inclusiva

em colisões pp e pA para as energias do Run 2 do LHC usando o formalismo de dipolos

de cor.

O requerimento para investigar as interações induzidas por fótons em colisões ultra-
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Figura 5.4 - Os campos eletromagnéticos das part́ıculas em movimento a altas velocidades podem ser vistos
como uma nuvem de fótons virtuais. No caso de uma colisão nuclear, o campo de fótons virtuais
provenientes de um dos núcleos é incrementado pelo número de prótons Z, e estes fótons podem
interagir entre si ou com o outro núcleo. Figura extráıda da Ref. [108].
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Figura 5.5 - Diagramas t́ıpicos para a fotoprodução inclusiva de quarks pesados em colisões hadrônicas.

periféricas hadrônicas consiste que o parâmetro de impacto deve ser maior que a soma dos

raios dos hádrons/núcleos interagentes. Isto implica que as interações eletromagnéticas

passam a ser dominantes. Em 1924, Enrico Fermi [109] foi o primeiro a pensar neste

método, o qual diz que o campo eletromagnético de uma carga elétrica de part́ıcula em

movimento poderia ser substitúıdo por um fluxo de fótons virtuais como mostra a Fig.

(5.4). Posteriormente, Weizsäcker [110] e Williams [111], estenderam esta aproximação

de modo a incluir part́ıculas ultrarelativ́ısticas, estabelecendo o método de Weizsäcker-

Williams [112]. No formalismo de dipolos de cor, a produção de quarks pesados pode ser

vista conforme os diagramas representados na Fig.(5.5). Em altas energias, os hádrons

atuam como uma fonte de fótons quase reais e a seção de choque hádron-hádron é escrita
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de forma fatorizada através da aproximação de fótons equivalentes [113]. Em particular,

a seção de choque diferencial para a produção de quarks pesados qq̄ em rapidez Y é dada

por

dσ[h1 + h2 → hi + qq̄ +X]

dY
=
[
nh1(w)σγh2→qq̄X(W 2

γh2
)
]
wL

(5.4)

+
[
nh2(w)σγh1→qq̄X(W 2

γh1
)
]
wR
,

onde wL = 2mqe
Y /
√
s e wR = 2mqe

−Y /
√
s denotam os fótons emitidos dos hádrons h1

e h2, respectivamente. Wγh =
√

4ωE é a energia de centro de massa da interação fóton-

hádron, onde E =
√
s/2 com

√
s sendo a energia de centro de massa hádron-hádron, e

σγh → qq̄X é a seção de choque de fotoprodução (5.1). A quantidade n(w) é o espectro

de fótons equivalentes com energia w gerado pela fonte hadrônica, sendo completamente

computado na QED. Quando um núcleo de carga Z é a fonte de fótons, temos que [114,115]

nA =
2Z2αem

π

{
ξK0(ξ)K1(ξ)− ξ2

2
[K2

1(ξ)−K2
0(ξ)]

}
, (5.5)

onde ξ = w(Rh1 + Rh2)/γL, com γL correspodendo ao fator de Lorentz e K0,1 são as

funções de Bessel modificadas. Por outro lado, se o próton é a fonte de fótons o espectro

pode ser aproximado por [114,116]

np(w) =
αem
2π

[
1 +

(
1− 2w√

s

)2](
ln(Ω)− 11

6
+

3

Ω
− 3

2Ω2
+

1

3Ω3

)
, (5.6)

sendo Ω = 1 + [(0, 71 GeV2)/Q2
min] com o mı́nimo momento transferido dado por Q2

min =

w2/γ2
L.

Na Fig. (5.6) apresentamos nossas predições para a distribuição de rapidez para a foto-

produção inclusiva de charm e bottom em colisões pp e pA em energias do Run 2 do LHC.

Verificamos que a distribuição nuclear é enaltecida por um fator Z2, presente no fluxo de

fótons do núcleo. Além disso, as predições para colisões pA são assimétricas em rapidez

devido a assimetria dos fluxos de fótons associados ao próton e núcleo, com a interação γh

sendo dominada por fótons gerados pelo núcleo. É importante enfatizar que a função peso

para charm é dominada por grandes tamanhos de dipolos em relação ao caso do bottom.

Portanto, a produção dos quarks charm e bottom prova N em diferentes valores de r.

Nossas predições dos modelos b-CGC, IP-Sat e rcBK para o caso do charm são similares,

com pequena diferença em grande rapidez, onde maiores valores de energia de centro de

massa fóton-hádron são sondados. Por outro lado, no caso do bottom, o modelo rcBK

fornece maiores estimativas do que os modelos b-CGC e IP-Sat, conforme esperado da

Fig. (5.2), e a diferença aumenta em colisões pPb. Os resultados indicam que a incerteza
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Figura 5.6 - Distribuição de rapidez para a fotoprodução de charm (painel superior) e bottom (painel inferior)
em colisões pp (

√
s = 13 TeV e pPb (

√
s = 8, 1 TeV no LHC .

presente nas predições do formalismo de dipolos de cor para a produção de quarks pesa-

dos é pequena, implicando que uma futura medição deste observável é uma importante

prova desta abordagem. Os correspondentes valores para as seções de choque total são

apresentados nas Tabelas (5.1) e (5.2) considerando dois intevalos de rapidez. Em parti-

cular, mostramos nossos resultados para a região de rapidez analisada pelo experimento

LHCb, o qual investiga a fotoprodução de quarks pesados no intervalo 2 < Y < 4, 5, onde

esperamos uma contribuição maior dos efeitos não lineares. As predições para a região do

LHCb são aproximadamente uma ordem de magnitude menor do que a região cinemática

total considerada. No caso de colisões pp e pPb, a diferença entre o b-CGC e IP-Sat é

≈ 10%(20%) para a produção de charm(bottom).

5.3 Conclusão

Neste caṕıtulo apresentamos nossas predições para fotoprodução de quarks pesados em

energias de HERA e do Run 2 do LHC, considerando colisões ep/eA e em colisões ultra-
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Intevalo de rapidez b-CGC IP-Sat rcBK

pp (
√
s = 13 TeV) −10 < Y < 10 4,0×103 nb 4,4×103 nb 4,3×103 nb

2 < Y < 4, 5 8,0×102 nb 8,9×102 nb 8,6×102 nb

pPb (
√
s = 8, 1 TeV) −10 < Y < 10 4,7×106 nb 4,8×106 nb 4,6×106 nb

2 < Y < 4, 5 6,6×105 nb 7,7×105 nb 6,9×105 nb

Tabela 5.1 - Seções de choque total para a fotoprodução inclusiva de charm em colisões pp/pPb em energias
do Run 2 do LHC considerando dois intervalos de rapidez.

Intevalo de rapidez b-CGC IP-Sat rcBK

pp (
√
s = 13 TeV) −10 < Y < 10 5,1×101 nb 6,2×101 nb 9,6×101 nb

2 < Y < 4, 5 1,1×101 nb 1,4×101 nb 2,1×101 nb

pPb (
√
s = 8, 1 TeV) −10 < Y < 10 3,8×104 nb 4,1×104 nb 7,1×104 nb

2 < Y < 4, 5 3,7×103 nb 4,5×103 nb 6,8×103 nb

Tabela 5.2 - Seções de choque total para a fotoprodução inclusiva de bottom em colisões pp/pPb em energias
do Run 2 do LHC considerando dois intervalos de rapidez.

periféricas pp/pA. Neste cenário nossos resultados indicam que estes observáveis podem

ser úteis para melhorar nossa compreensão das interações fortes, em particular sobre o

tratamento da dinâmica QCD em altas energias. Além disso, demonstramos que as in-

certezas presentes nas predições do formalismo de dipolos são pequenas, portanto estes

processos inclusivos podem testar a descrição deste formalismo. Futuros dados experimen-

tais podem sugerir quais melhorias na descrição da aproximação de dipolos de cor devem

ser inclusas para a análise de processos induzidos por fótons.
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6 Conclusões e Perspectivas

Embora nosso conhecimento sobre a dinâmica QCD em altas energias tenha tido um de-

senvolvimento fundamental nos últimos anos, ainda existem várias questões em aberto.

Isto implica que os pressupostos subjacentes das diferentes abordagens ainda devem ser

testados por comparação de suas predições com os futuros dados experimentais de proces-

sos a altas energias. Nesta dissertação estudamos as implicações dos efeitos não lineares da

dinâmica QCD na produção de quarks pesados, visando determinar a região cinemática

em que estes efeitos contribuem para os observáveis associados. Este estudo foi realizado

utilizando a representação de dipolos de cor, que é uma ferramenta muito importante

para tratar o regime de altas energias, e nos permite um melhor entendimento dos pro-

cessos de espalhamento fóton-próton e fóton-núcleo. Neste trabalho focamos nossa análise

na descrição de processos inclusivos, a fim de entender a dinâmica partônica no regime

de pequeno x onde os efeitos não lineares surgem e devem ser levados em conta. Em

particular, estes feitos são descritos pelo formalismo de dipolos de cor, através de mo-

delos fenomenológicos da f́ısica de saturação da distribuição de glúons. Nesta teoria, a

informação das interações fortes dos processos de espalhamento esta contida na seção de

choque de interação dipolo-alvo. Uma das grandes motivações para este estudo reside na

proposta da construção do futuro LHeC, o qual expandirá a região cinemática em x e Q2

e permitirá obter mais informações para discriminar entre os diferentes modelos para o

tratamento do regime não linear da dinâmica QCD.

Nossas predições e comparações da seção de choque reduzida e razões nucleares foram

baseadas nos modelos mais atualizados da amplitude de espalhamento dipolo-alvo, os

quais incorporam os efeitos não lineares da dinâmica QCD e descrevem os dados de

HERA para processos exclusivos e inclusivos. Como o LHeC investigará um regime maior

de energia de centro de massa, a análise dos observáveis inclusivos neste colisor pode ser

útil para testar o formalismo de dipolos de cor. Além disso, demonstramos que a análise

de um experimento futuro para a seção de choque reduzida é oportuna para discriminar

entre as predições dos modelos b-CGC e IP-Sat, que incluem efeitos de saturação, mas

são baseados em dinâmicas distintas. Em particular, o estudo da produção de charm em

pequeno x é senśıvel a transição entre o regime linear e não linear, que é abordado de

diferentes formas por estes dois modelos.

A próxima energia dispońıvel para o Run 2 do LHC fornecerá uma amostra de dados

experimentais maior, permitindo estudar um conjunto de diferentes estados finais e uma

melhor discriminação entre as descrições alternativas da dinâmica QCD. Esta possibi-

lidade tem motivado a análise realizada neste trabalho, onde apresentamos um estudo

da fotoprodução de quarks pesados inclusiva em colisões ultraperiféricas pp/pA usando
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o formalismo de dipolos. Nossos resultados demonstram pequena incerteza e podem ser

considerados como uma alternativa para provar a abordagem de dipolos de cor.

Nossas estimativas para as energias do LHC preveem altas taxas de produção de quarks

pesados, sendo a maior para o caso do charm. Como uma análise futura, pretendemos

investigar a distribuição de momentum transverso dos mésons D e B gerados a partir

da fotoprodução de quarks charm e bottom, respectivamente. Além disso, pretendemos

estender nossos resultados para colisões periféricas (b ' Rh1 + Rh2) e comparar com

as predições obtidas considerando a produção de quarks via interação forte. Resultados

recentes [117] para a produção de mésons J/Ψ indicam que o espectro em momentum

transverso é modificado pela presença de processos foto-induzidos. Tal efeito, se presente,

também deve se manifestar na produção de quarks pesados.
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