
Universidade de São Paulo
Instituto de Física

Produção de nêutrons dominantes
a altas energias

Diego Spiering Pires

Orientador: Prof. Dr. Fernando Silveira Navarra
Coorientador: Prof. Dr. Victor Paulo Barros Gonçalves

Tese de doutorado apresentada ao Instituto de Física da Uni-
versidade de São Paulo, como requisito parcial para a obten-
ção do título de Doutor em Ciências.

Banca Examinadora:
Prof. Dr. Fernando Silveira Navarra (IF-USP)
Prof. Dr. Renato Higa (IF-USP)
Prof. Dr. Wei-Liang Qian (EEL-USP)
Prof. Dr. Mauro Rogerio Cosentino (CCNH-UFABC)
Profa. Dra. Sandra dos Santos Padula (IFT-UNESP)

São Paulo
2019



FICHA CATALOGRÁFICA
Preparada pelo Serviço de Biblioteca e Informação
do Instituto de Física da Universidade de São Paulo

Pires, Diego Spiering

Produção de nêutrons dominantes a altas energias. São Paulo, 2019.

Tese (Doutorado) – Universidade de São Paulo. Instituto de Física.
Depto. de Física Experimental.

Orientador: Prof. Dr. Fernando Silveira Navarra.
Área de Concentração: Física de Altas Energias.

Unitermos: 1. Cromodinâmica quântica; 2. Física de pequeno x; 3.
Efeitos de saturação; 4. Nêutron dominante; 5. Mésons vetoriais.

USP/IF/SBI-039/2019



University of São Paulo
Institute of Physics

Leading neutron production
at high energies

Diego Spiering Pires

Advisor: Prof. Dr. Fernando Silveira Navarra
Co-advisor: Prof. Dr. Victor Paulo Barros Gonçalves

Thesis presented to the Institute of Physics of University of
São Paulo as a requirement to the title of Doctor in Science.

Examining committe:
Prof. Dr. Fernando Silveira Navarra (IF-USP)
Prof. Dr. Renato Higa (IF-USP)
Prof. Dr. Wei-Liang Qian (EEL-USP)
Prof. Dr. Mauro Rogerio Cosentino (CCNH-UFABC)
Prof. Dr. Sandra dos Santos Padula (IFT-UNESP)

São Paulo
2019





Agradecimentos

À minha mãe, Loirinda, por sempre me incentivar a continuar estudando, e também, por ser
a pessoa mais íntegra e mais guerreira que já conheci, sendo uma referência constante.

Ao meu orientador, Fernando, pelos ensinamentos, pela segurança passada, pelo incentivo,
pela camaradagem no dia a dia, pela compreensão, por viabilizar o meu desenvolvimento no
meio acadêmico e por, mesmo estando numa relação academicamente hierárquica, sempre ter
me tratado como um igual.

Ao meu coorientador, Victor, por tantos ensinamentos durante toda a pós-graduação (sempre
passados com empolgação!), pelo constante incentivo, pela compreensão, pela amizade, pelos
auxílios nos mais variados aspectos e por ser um excelente guia no desbravamento da física de
altas energias.

Aos três grandes companheiros das madrugadas etílicas, Brenda, Bruno e Talita, pelos mo-
mentos de descontração e desabafo, os quais foram simplesmente essenciais durante o doutorado.

À toda a minha família camaquense (nomes demais para citar!) que, mesmo pouco enten-
dendo o que eu faço, sempre reconheceram a importância e me incentivaram na minha jornada
até aqui.

Aos amigos da república, em especial, Andre, Bassiro, Brenda, Bruno, Carlos, Eduardo, (os)
Lucas, Naim, Níkolas e Riis, por contribuirem na manutenção de um ambiente tão descontraído.

Aos membros do 3G, “Anão”, “Gordo”, “Torto”, “Preto” e “Velho”, pelos frequentes alívios
cômicos, balbúrdia contida e besteirol non-sense, que tornaram o dia a dia muito mais leve
durante esse período no IFUSP.

Aos demais amigos que, pelas mais distintas formas, me ajudaram a manter a sanidade du-
rante os últimos quatro anos, em especial, Aline, Ariana, Caroline, Débora, Graciana, Janaína,
Karina, Maidana, Maysa, Ricardo, Sthefano e Taís.

A todos os membros do Grupo de Hádrons e Física Teórica (USP), por formarem um atmos-
fera de agradável convivência.

A todos os membros do Grupo de Altas e Médias Energias (UFPel), no qual passei uma parte
significativa do doutorado, e sempre fui muito bem recebido.

À infinidade de artistas ligados à música e à literatura. Aos primeiros, pela companhia quase
constante, e aos últimos, por apaziguar a minha mente nos finais de noite.

Aos professores Bruno, Fabiana e Magno, pela colaboração em artigos.
Aos professores Mauro, Renato, Sandra e Wei-Liang (membros da banca), pelas correções e

sugestões que aprimoraram esta tese.
Aos funcionários da secretaria de pós-graduação do IFUSP, pelo eficiente trabalho.
A todos que ajudam a manter o campus Cidade Universitária um local tão aprazível.
O presente trabalho foi realizado com apoio da Coordenação de Aperfeiçoamento de Pessoal

de Nível Superior - Brasil (CAPES) - Código de Financiamento 001.



Resumo

O regime de altas energias (pequeno x de Bjorken) da Cromodinâmica Quântica (QCD) tem sido
intensamente investigado através de experimentos de colisões em altas energias. Neste regime,
espera-se que efeitos não lineares determinem o comportamento dinâmico do conteúdo de quarks
e glúons no interior dos hádrons. Como uma consequência da dinâmica não linear, espera-se que
o crescimento da distribuição de pártons sature. A descrição do regime de saturação é dada pelo
Condensado de Vidros de Cor (CGC), que é uma teoria efetiva que descreve a QCD em altas
energias. A saturação desempenha um papel fundamental no espalhamento difrativo profunda-
mente inelástico, dada a forte dependência deste processo na distribuição de glúons. Como um
exemplo de um processo difrativo exclusivo, temos a produção de mésons vetoriais. Um outro
processo interessante é a produção de nêutrons dominantes. Apesar de mais de dez anos de in-
tensos esforços teóricos e experimentais, a distribuição em momento de Feynman de um nêutron
dominante continua sem uma descrição teórica satisfatória. Recentemente o HERA divulgou
dados precisos de produção de nêutron dominante em altas energias. Os dados são de processos
semi-inclusivos (γ+p→X+n) e de processos difrativos exclusivos (γ+p→ ρ+π+n). Nesta tese
nós propomos um modelo unificado para descrever os dados do HERA de produção de nêutrons
dominantes em processos semi-inclusivos e exclusivos. Para isso, utilizamos o formalismo de
dipolo de cor, levando em conta os efeitos de saturação partônica. Atualmente não há colisor
elétron-próton operando para testar a robustez do nosso modelo em relação a um conjunto de
dados mais amplo. Uma alternativa para o estudo da produção de nêutron dominante nos coliso-
res hadrônicos atuais são os processos fotoinduzidos, que ocorrem em colisões ultraperiféricas.
Nós também estudamos a produção exclusiva de méson vetorial associada a nêutrons dominan-
tes em interações fóton-próton que acontecem em colisões pp e pA nas energias do RHIC e LHC.

Palavras-chave: cromodinâmica quântica; física de pequeno x; efeitos de saturação; nêutron
dominante; mésons vetoriais.



Abstract

The regime of high energies (small Bjorken-x) of quantum chromodynamics (QCD) has been
intensively investigated in experiments at high-energy collisions. In this regime it is expected that
nonlinear effects determine the dynamic behavior of quarks and gluons inside the hadrons. As a
consequence of the nonlinear dynamics, it is expected that the growth of the parton distribution
saturate. The description of the saturation regime is given by the Color Glass Condensate (CGC),
which is an effective theory which describes the QCD at high energies. The saturation plays a
key role in diffractive deep inelastic scattering, given the strong dependence of this process in
the gluon distribution. As an example of an exclusive diffractive process, we have vector meson
production. Another interesting process is leading neutron production. In spite of more than
ten years of intense experimental and theoretical efforts, the Feynman momentum distribution
of leading neutrons remains without a satisfactory theoretical description. Very recently, high
precision data on leading neutrons produced in electron-proton reactions at HERA at high ener-
gies became available: data on the inclusive process (γ+p→X+n) and the exclusive diffractive
process (γ+p→ ρ+π+n). In this text we have proposed a unified model to describe the HERA
data of inclusive and exclusive leading neutron production. To achieve this goal, we have used
the color dipole formalism with the contribution of gluon saturation effects. Nowadays there
is no ep collider running to check some of our predictions. An alternative for the study of
leading neutron production at hadronic colliders are the photon-induced processes, which occur
in ultraperipheral collisions. We also consider exclusive vector meson production in association
with a leading neutron in photon-proton interactions that take place in pp and pA collisions at
RHIC and LHC energies.

Keywords: quantum chromodynamics; low-x physics; saturation effects; leading neutron; vector
mesons.
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Capítulo 1

Introdução

Um dos grandes objetivos no campo da física de partículas é a compreensão da estrutura e
da dinâmica interna do próton em diferentes regimes de energia. Grande parte do conhecimento
atual sobre a estrutura do próton foi obtida investigando o espalhamento do próton com uma
partícula sem estrutura interna, como o elétron. Em particular, o colisor elétron-próton DESY-
HERA [14] contribuiu com amplos conjuntos de dados experimentais, que foram utilizados para
vincular a dinâmica de interações fortes e a evolução da estrutura do próton no regime de altas
energias. Uma das constatações é que nesse regime, a dinâmica interna do próton é ditada pelo
seu conteúdo de glúons. Entre os observáveis investigados no HERA, um processo especial-
mente sensível ao conteúdo de glúons do próton é a produção exclusiva de mésons vetoriais e
fótons (γp → E p, com E = ρ, φ, J/Ψ, γ), processo que tem se destacado como um importante
observável para investigar a região de transição entre os regimes soft e hard da Cromodinâ-
mica Quântica (QCD). A evolução da estrutura partônica do próton é tipicamente descrita pela
equação DGLAP [15–17], que evolui o conteúdo de glúons considerando apenas processos de
desdobramento, nos quais um glúon desdobra-se em dois (g→gg). Como este tipo de processo
é proporcional à primeira potência da distribuição de glúons (um glúon no estado inicial), a
DGLAP descreve uma dinâmica linear. No regime de altas energias, onde a densidade de glúons
torna-se elevada, espera-se que processos de absorção (gg→ g) tornem-se importantes. Esses
processos, que são descritos por uma dinâmica não linear, desaceleram o crescimento do número
de glúons com o aumento da energia, levando à saturação da densidade partônica. Assim, no
regime de altas energias, em especial no regime de pequeno x de Bjorken1 [18], é esperado que
os efeitos não lineares regulem a evolução da estrutura do próton.

Uma importante constatação, feita a partir dos dados do HERA no regime de pequeno x é que,
tanto os processos inclusivos quanto os processos difrativos [19] podem ser satisfatoriamente
descritos usando uma abordagem unificada: o formalismo de dipolo de cor. Essa abordagem
considera que o fóton (em altas energias) pode ser descrito como um dipolo de cor (um par
quark-antiquark). A evolução é então descrita pela amplitude de espalhamento dipolo-alvo N ,
que contém todas as informações sobre a função de onda do alvo hadrônico. No contexto do
Condensado de Vidros de Cor, a teoria efetiva que descreve a QCD em altas energias, a evolução
da amplitude N pode ser feita pela equação Balitsky-Kovchegov [20, 21]. Essa é uma equação
integro-diferencial, cuja a solução só é conhecida nos regimes assintóticos de alta e baixa den-
sidade partônica. Já foi demonstrado que o formalismo de dipolo de cor associado à física de
saturação descreve os dados do HERA de processos inclusivos e exclusivos em amplos regimes
de energia e virtualidade [22].

1 O x de Bjorken é inversamente proporcional à energia de centro de massa do sistema. Mais informações nas
páginas 18 e 19.
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Figura 1.1: Produção semi-inclusiva de nêutron dominante em uma colisão elétron-próton.

O tratamento da QCD com evolução não linear surgiu há muitos anos, objetivando resolver
sérios problemas que surgem na aplicação da dinâmica linear no limite de pequeno x. Desde
então, a dinâmica não linear tem sido usada para explicar uma ampla gama de observáveis no
regime de altas energias. Ainda assim, a física de saturação não é plenamente compreendida.
Uma das principais incógnitas é a descrição da região de transição entre o regime diluído (des-
crito pela dinâmica linear) e o regime saturado (descrito pela dinâmica não linear). Atualmente
pode-se constatar um grande esforço, tanto no campo teórico quanto experimental, na busca por
novos observáveis que possam vincular a descrição da dinâmica partônica em altas energias.

Os processos que envolvem a produção de um hádron dominante são uma importante classe
de espalhamentos investigada no HERA. Em um espalhamento a altas energias, uma partícula
do estado final é considerada “dominante” caso ela porte uma grande fração do momento longi-
tudinal (xL ≥ 0,3) e seja composta pelos mesmos quarks de valência (ou ao menos um deles) de
uma das partículas do estado inicial. Esse tipo de processo é caracterizado por uma partícula na
região muito frontal, ou seja, em baixo ângulo polar em relação à direção da partícula do estado
inicial. Hádrons produzidos nessas condições são de grande interesse na física de raios cósmicos
ultraenergéticos, tal que o aprimoramento do conhecimento nesse campo pode fornecer novos
vínculos aos modelos de chuveiro atmosférico. Esses chuveiros são produzidos quando prótons
altamente energéticos atingem o topo da atmosfera e sofrem sucessivos espalhamentos com os
núcleos leves do ar. Em cada uma dessas colisões, o próton (hádron dominante) perde energia,
criando um chuveiro de partículas. Dadas as elevadas energias envolvidas em eventos iniciados
por raios cósmicos, espera-se que os efeitos não lineares dominem a dinâmica de interação forte.
A interpretação dos dados de raios cósmicos depende do conhecimento preciso do espectro de
momento (xL) do hádron dominante e da dependência desse espectro na energia. Tal dependência
envolve a existência (ou não) do scaling de Feynman, bem como o regime cinemático de validade
desse scaling.

Embora o HERA já tenha medido o espectro de partícula dominante outras vezes, recente-
mente a colaboração H1 divulgou dados bastante precisos da produção semi-inclusiva de nêutron
dominante em colisões elétron-próton em altas energias [23]. O principal canal para o processo
e+ p → e+X +n é através do desdobramento do próton no par nêutron-píon, com o nêutron
portando uma fração xL do momento longitudinal do próton. Esse processo está ilustrado na Fig.
1.1, onde podemos observar que o sistema de partículas X é produzido na interação fóton-píon.
Apesar de anos de investigação teórica e experimental, o espectro de nêutron dominante continua
sem uma descrição satisfatória. A Fig. 1.2 mostra os dados do espectro de nêutron dominante
medido no processo semi-inclusivo γ+p→X+n. Todas as curvas apresentadas são obtidas com
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Figura 1.2: Espectro de nêutron dominante medido pelo HERA [23].

simulações Monte Carlo2. No painel esquerdo é apresentado o melhor ajuste aos dados obtido
pela colaboração H1, combinando nêutrons originados da troca de um píon (RAPGAP-π) com
eventos nos quais os nêutrons são originados da fragmentação do próton (CDM). Dada a im-
portância de eventos com partícula dominante para a física de raios cósmicos, no painel direito,
as medidas do HERA são comparadas com os resultados de diferentes modelos de interação
hadrônica, todos utilizados em simulações de chuveiros atmosféricos. Como podemos observar,
todas as descrições testadas apresentam problemas, seja descrevendo o pico da distribuição na
posição incorreta, seja subestimando/superestimando a magnitude da seção de choque, ou ambos.
Em suma, a descrição do espectro de nêutron dominante permanece um problema em aberto na
física de altas energias.

Uma vez que o formalismo de dipolo de cor tem seus parâmetros bem determinados por
diferentes conjuntos de dados do HERA, a nossa primeira proposta foi estender esse formalismo
para a descrição dos dados de produção de nêutrons dominantes em processos semi-inclusivos,
em particular, a descrição dos dados mostrados na Fig. 1.2. Nossa análise, que foi publicada na
Ref. [1], encontra-se na primeira parte do Cap. 5. Apesar de algumas incertezas, demonstramos
que os dados do HERA podem ser satisfatoriamente descritos utilizando modelos de saturação
partônica. Além disso, analisando a dependência do espectro utilizando as evoluções linear e
não linear, mostramos que o scaling de Feynman surge naturalmente no regime de pequeno x

quando assumimos uma dinâmica não linear, um resultado inédito e de grande importância para
a física de partículas da região frontal.

Logo após nossa análise sobre a produção semi-inclusiva de nêutron dominante, a colabo-
ração H1 divulgou o primeiro conjunto de dados de fotoprodução exclusiva de mésons vetoriais
(EVMP) ρ associada a um nêutron dominante (e+p → e+ ρ+π+n) [24]. Lembramos que a
produção exclusiva de méson vetorial é especialmente sensível ao conteúdo de glúons do próton,
sendo esse um observável mais conveniente para o estudo dos efeitos da dinâmica não linear.
Como podemos ver na Fig. 1.3, nesse processo o méson ρ interage difrativamente (não há troca
de números quânticos) com o píon. Essa foi a primeira vez que a seção de choque γ+π→ ρ+π foi
medida. Nesses eventos, a única partícula não detectada é o píon do desdobramento p→π++n,

2 O modelo CDM simula processos DIS e o modelo RAPGAP-π simula o espalhamento fóton-píon. Os modelos
EPOS, QGSJET e SIBYLL são utilizados em simulações de chuveiros atmosféricos produzidos por raios cósmicos.
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Figura 1.3: Produção exclusiva de méson vetorial ρ associado a nêutron dominante em uma
colisão elétron-próton.

pois esse píon é emitido em ângulo muito baixo e sai do detector junto ao feixe de prótons.
Já o nêutron é detectado no calorímetro frontal (como no caso semi-inclusivo) e o méson ρ0 é
reconstruído do decaimento ρ0→π−+π+. A descrição desse processo é um problema em aberto
na física de partículas.

Inspirados pelo sucesso na descrição da produção semi-inclusiva de nêutron dominante, na
Ref. [3] propusemos a análise da EVMP ρ associada a um nêutron dominante utilizando o
formalismo de dipolo de cor com dinâmica não linear. Novamente obtivemos bons resultados,
mostrando que a nossa abordagem fornece uma descrição unificada dos processos envolvendo
a produção de nêutron dominante. Visto que descrevemos os dados do HERA de produção de
ρ com sucesso, também apresentamos predições para a produção de outros estados finais em
processos exclusivos envolvendo nêutron dominante, considerando tanto o regime cinemático
sondado pelo HERA, quanto condições cinemáticas acessíveis em futuros colisores elétron-
próton. Nossa análise de eventos com produção exclusiva de méson vetorial associado a nêutron
dominante está na segunda parte do Cap. 5.

Estamos propondo uma descrição unificada da produção de nêutrons dominantes. Descre-
vemos processos semi-inclusivos e exclusivos utilizando o formalismo de dipolo de cor com
dinâmica não linear incorporada. Salientamos que, embora estejamos mais focados na interação
forte entre o dipolo e o píon, a produção de nêutron dominante depende fortemente do fluxo de
píons do próton fπ/p. Felizmente o conhecimento sobre fπ/p deve ser refinado em breve, pois
a componente mesônica do próton deve ser investigada em breve no colisor elétron-próton do
JLab (em um regime de energia não muito elevado) [25].

Ainda que as colaborações experimentais do HERA eventualmente divulguem novos con-
juntos de dados, infelizmente, não há qualquer colisor elétron-próton sondando o regime de
altas energias atualmente. Além disso, ainda faltam muitos anos para que os novos colisores
elétron-hádron entrem em operação. Isso faz com que parte de nossas predições para produção
de nêutrons dominantes em colisões elétron-próton só possam ser testadas em um futuro distante.
A fim de testar a robustez do nosso formalismo e, considerando o impacto da física de partícula
dominante, é de suma importância que utilizemos um método alternativo para aprender mais
sobre esse tipo de processo.

Embora tenhamos usado colisões elétron-próton para investigar a produção de nêutrons do-
minantes, estamos de fato analisando interações fóton-próton, onde o elétron atua apenas como
um emissor de fótons. Existe uma classe de eventos de colisões hadrônicas na qual um hádron
(próton ou núcleo) também atua como uma fonte de fótons. Podemos usar esse tipo de evento
para estudar a produção de nêutrons dominantes nas interações fóton-próton que acontecem em
colisores hadrônicos. Desta forma, podemos fazer predições para os colisores BNL-RHIC [26] e
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CERN-LHC [27], que estão em atividade no momento. Essas interações fóton-hádron (fotoindu-
zidas) podem ser filtradas dentre outras interações quando são selecionados apenas espalhamen-
tos em grande parâmetro de impacto. Nesse tipo de evento, chamado de colisão ultraperiférica
(UPC) [28], os hádrons cruzam-se com um parâmetro de impacto maior que a soma de seus
raios, situação na qual as interações hadrônicas são suprimidas. Como veremos a seguir, há
casos em que esse tipo de interação possui uma clara assinatura experimental, fazendo desta,
uma alternativa viável para estudar a interação fóton-próton em colisores hadrônicos.

No caso de colisões elétron-próton, os estados inicial e final do elétron são conhecidos,
permitindo caracterizar o fóton trocado na interação. Já no caso dos processos fotoinduzidos em
colisões hadrônicas, o hádron que emitiu o fóton tipicamente segue o feixe de partículas e não é
detectado, de forma que a energia de centro de massa da interação do fóton com o outro hádron só
é conhecida após a análise dos produtos dessa interação. Assim, em um processo semi-inclusivo
do tipo γ+p → X+p, se o sistema de partículas X não é identificado, a energia do fóton não
é conhecida. Por outro lado, em um processo fotoinduzido com produção exclusiva de méson
vetorial V , γ+p → V +p, a rapidez do méson vetorial está diretamente relacionada à energia
carregada pelo fóton, vinculando todas as variáveis necessárias para a análise do espalhamento.
Além disso, a EVMP em UPC é um processo experimentalmente limpo e com claras assinaturas
no espaço de fase de rapidez. Há dois gaps de rapidez no espalhamento h1+h2→ h1+V+h2: o
primeiro é causado pela interação eletromagnética (fóton emitido por hi) e o segundo é devido
à interação difrativa entre o fóton e o hádron h j . Pelos motivos acima, a EVMP em processos
fotoinduzidos em UPC tem sido usada para investigar a dinâmica da QCD em altas energias,
sendo alvo de diversas análises teóricas e experimentais nos últimos anos.

No Cap. 5 descrevemos a EVMP associada a um nêutron dominante em colisões ep medidas
no HERA. Nosso próximo passo, dado no Cap. 6 e publicado na Ref. [6], foi estender o estudo da
EVMP associada a nêutron dominante para descrever as interações fotoinduzidas que acontecem
em colisões pp e pA ultraperiféricas. Nesse caso descrevemos o processo h+p→ h+V+π+n,
similar àquele da Fig. 1.3, mas agora com um hádron h (p ou A) no lugar do elétron. Note
que, além dos dois gaps de rapidez, também há um nêutron dominante no estado final, tornando
a assinatura desse tipo de processo ainda mais clara. Essa análise tem dois objetivos: Por um
lado, estamos estendendo o nosso estudo de produção de nêutron dominante do HERA para
os colisores hadrônicos em atividade atualmente (RHIC e LHC); Por outro lado, essa análise
permite estimar a fração dos mésons vetoriais que são produzidos além do processo dominante
(h+p→h+V+p), uma vez que estamos investigando o principal canal de dissociação do próton.
O controle teórico dessa fração é muito importante, pois a separação experimental dos eventos de
EVMP nos casos com e sem dissociação do próton é desafiadora, pois tipicamente o produto da
dissociação do próton deixa o detector junto ao feixe de prótons. Nossa análise demonstrou que
a investigação experimental dos processos com EVMP associada a um nêutron dominante em
colisores hadrônicos é viável e pode contribuir para aprofundar a compreensão tanto da produção
de partícula dominante quanto da produção exclusiva de mésons vetoriais em UPC.

No Cap. 6, além das predições feitas para seção de choque total e distribuição de rapidez
em EVMP associada a nêutrons dominantes em colisores hadrônicos, complementamos nossa
análise considerando o próximo canal mais importante de desdobramento do próton, analisando
a produção de ressonância delta dominante (∆0 e ∆+). Essa análise compõe a Ref. [11]. O
papel desta análise depende da capacidade experimental de reconstrução da ressonância delta.
Caso a reconstrução seja possível, os processos com o desdobramento p→∆+π mostram-se de
magnitude significativa quando comparados aos processos com o desdobramento p → n+π, e
nossas predições de EVMP associada à delta dominante podem ser diretamente comparadas com
os dados experimentais. Caso a reconstrução não seja possível, uma vez que o principal canal
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de decaimento da delta produz um núcleon, o espectro de delta dominante pode contribuir com
o espectro de nêutron dominante via ∆→n+π.

Resumindo, esta tese contempla o conteúdo das Refs. [1, 3, 6, 11], nas quais propomos uma
descrição unificada para os processos envolvendo a produção de nêutrons dominantes, com par-
ticular interesse na produção exclusiva de mésons vetoriais. Começamos descrevendo os dados
do HERA de processos semi-inclusivos e exclusivos e, em seguida, aplicamos o formalismo para
a descrição de EVMP associada a nêutron/delta dominante nos colisores RHIC e LHC, onde
demonstramos que essa análise é experimentalmente viável.

A fim de manter a tese em um eixo bem definido, fizemos uma seleção de tópicos para a
composição deste texto, de modo que nem todos os assuntos estudados durante o doutorado foram
incluídos nesta tese, apenas a linha de pesquisa que envolve a produção de nêutrons dominantes,
que compõe as Refs. [1,3,6,11]. Os demais artigos produzidos durante o doutorado, embora não
investiguem processos com nêutrons dominantes, também são dedicados a vincular a dinâmica
da QCD em altas energias utilizando o formalismo de dipolo de cor. Na Ref. [2] exploramos
a produção exclusiva de mésons vetoriais e fótons em futuros colisores elétron-núcleo, tanto
no caso coerente quanto no caso incoerente. Ainda considerando colisões elétron-núcleo, uma
vez que o dipolo de cor também é um dipolo elétrico, na Ref. [10] investigamos o impacto da
componente eletromagnética na interação dipolo-núcleo. Na Ref. [9] analisamos o espalhamento
Compton real (RCS) em UPC próton-núcleo, considerando as contribuições das trocas de Reg-
geons (baixas energias) e de Pomeron (altas energias). Na Ref. [8] examinamos a produção de
mésons vetoriais em UPC próton-próton e núcleo-núcleo, avaliando as contribuições coerente e
incoerente. E por fim, na Ref. [13] complementamos os trabalhos recém citados ao investigar
a produção de méson vetorial em UPC próton-núcleo, com particular interesse nos dados do
espalhamento γ+p→ ρ+p, recentemente extraídos de UPC pA pela colaboração CMS.

No que segue, apresentamos a organização do conteúdo desta tese.
No Cap. 2, exploramos a estrutura do próton. Iniciamos com o espalhamento profundamente

inelástico (DIS), o qual fornece observáveis fundamentais para a compreensão da estrutura in-
terna do próton. Vemos que a seção de choque DIS relaciona-se com a função de estrutura
F2, que por sua vez é descrita em termos das funções de distribuição partônica (PDFs). As
PDFs contêm as informações sobre a estrutura do próton em termos de seus constituintes, e
sua evolução é descrita pela Cromodinâmica Quântica (QCD). A apresentação da QCD é feita
de forma qualitativa, descrevendo os mecanismos associados à dependência da constante de
acoplamento da QCD com a escala de momento, característica relacionada às propriedades de
confinamento e liberdade assintótica. A última permite o tratamento perturbativo da QCD no
regime de altas energias, levando a equações de evolução para as PDFs (DGLAP e BFKL). Essas
equações descrevem uma dinâmica linear que, quando aplicada ao regime de altas energias, con-
duz a resultados potencialmente problemáticos. A solução para tais problemas é obtida quando
a dinâmica não linear é incorporada na evolução, que por sua vez leva ao conceito de saturação
partônica. O estado da arte na descrição do regime de saturação é o Condensado de Vidros de
Cor. Uma abordagem bastante conveniente para a descrição do regime de saturação é formalismo
de dipolo de cor.

No Cap. 3, apresentamos o formalismo de dipolo de cor. Nesse formalismo, as expressões
para as seções de choque dependem da função de onda do fóton e da amplitude de espalhamento
dipolo-alvo (N ). Expomos as características essenciais dessas funções de onda, em especial,
avaliamos a sobreposição das funções de onda de um fóton com um méson vetorial. Em seguida,
focamos na amplitude N , que contém a dinâmica de interação forte. Discutimos os principais
aspectos da evolução descrita pela equação BK, que faz a evolução da amplitude N . Por fim,
avaliamos detalhadamente a dependência da amplitude N nas variáveis presentes no formalismo
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de dipolo de cor.
No Cap. 4, apresentamos os fluxos de fótons e de píons. Embora a dinâmica de interesse

esteja nas quantidades discutidas nos capítulos anteriores, os fluxos são necessários para conectar
os subprocessos que dependem da evolução da QCD com um observável. Para ambos os fluxos
temos uma fatorização do tipo: (processo geral) = (fluxo) × (subprocesso). O fluxo de píons é
usado para descrever o desdobramento p→n+π, que já aparece nos diagramas das figuras 1.1 e
1.3. Por sua vez, o fluxo de fótons é necessário para descrever os processos fotoinduzidos que
acontecem em colisões hadrônicas, permitindo estudar a interação fóton-próton em espalhamen-
tos hádron-próton.

Os próximos dois capítulos são dedicados aos nossos resultados, os quais já comentamos nas
últimas páginas. No Cap. 5, apresentamos o nosso formalismo para descrever a produção de
nêutron dominante em processos semi-inclusivos e exclusivos em colisões elétron-próton. No
Cap. 6, estendemos essa abordagem para descrever a produção exclusiva de méson vetorial asso-
ciada a nêutrons dominantes em processos fotoinduzidos que acontecem em colisões hadrônicas
ultraperiféricas.

Por fim, no Cap. 7, resumimos as conclusões dos capítulos 5 e 6. Além disso, sugerimos
outros observáveis que podem ser (a princípio) descritos pelo nosso modelo, e apontamos outras
perspectivas para a continuidade da pesquisa relacionada à produção de nêutron dominante.
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A estrutura hadrônica

Neste capítulo faremos uma revisão da estrutura hadrônica no limite de altas energias. Para
explorar este regime, utiliza-se o espalhamento profundamente inelástico elétron-próton, no
qual um fóton emitido pelo elétron pode interagir com os constituintes internos do próton
(pártons). A descrição da dinâmica interna do próton é dada pela teoria de interação forte,
a Cromodinâmica Quântica. Com essa teoria é possível obter as equações que descrevem a
evolução partônica. É possível constatar que as equações lineares de evolução conduzem a
resultados problemáticos quando aplicadas ao regime de pequeno x de Bjorken (altas energias).
A fim de resolver tais problemas, desenvolve-se uma explicação utilizando uma abordagem não
linear para descrever a evolução partônica a altas energias, que leva ao conceito de saturação
partônica. O desenvolvimento teórico no tratamento da evolução partônica não linear no regime
de pequeno x leva ao Condensado de Vidros de Cor, que é o estado da arte na descrição da
Cromodinâmica Quântica em altas energias.

2.1 Espalhamento profundamente inelástico (DIS)

Estamos interessados na estrutura do próton, e o melhor modo de investiga-la é através da
colisão do próton com uma partícula sem estrutura, como o elétron. Uma vez que tanto o próton
quanto o elétron portam carga elétrica, a interação entre essas duas partículas é intermediada por
um fóton. A natureza do espalhamento ep depende da relação entre o comprimento de onda (λ)
do fóton intermediário e o raio do próton (rp). Podemos separar essa interação em três casos [29]:

• λ ≫ rp: Em energias muito baixas o elétron é não relativístico e o comprimento de onda
do fóton é muito maior que o raio do próton, de forma que o elétron espalha no potencial estático
de um próton efetivamente puntiforme. Neste caso o fóton não tem resolução suficiente para
sondar qualquer subestrutura dentro do próton, assim o próton permanece intacto e esse processo
é descrito como um espalhamento elástico (ep → ep).

• λ ∼ rp: Elevando o regime energético até que o comprimento de onda do fóton seja
similar ao raio do próton, o espalhamento deixa de ser puramente eletrostático. Nesse cenário
é necessário levar em consideração a extensão das distribuições de carga elétrica e momento
magnético no interior do próton. O processo elástico continua sendo dominante neste regime.

• λ ≪ rp: Em energias elevadas o suficiente para que o comprimento de onda do fóton seja
muito menor que o raio do próton, o fóton pode resolver detalhadamente a estrutura do próton
em termos de seus constituintes. Tal interação permite investigar a distribuição de momento
dos constituintes do próton, o que tipicamente fragmenta o próton, tornando esse processo um
espalhamento inelástico (ep → eX). Este é o regime de energia em que temos interesse, e no
qual enquadra-se o espalhamento profundamente inelástico.
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Figura 2.1: Espalhamento elétron-próton profundamente inelástico.

O espalhamento profundamente inelástico (deep inelastic scattering - DIS) é o espalhamento
de um lépton (tipicamente um elétron ou um pósitron) em um hádron (tipicamente um próton)
no qual o momento transferido na colisão é alto. A Fig. 2.1 ilustra o processo DIS abaixo:

e(k) + p(p) → e(k′) + X(pX ) , (2.1)

onde k e k′ são os momentos dos estados inicial e final do elétron, p é o momento inicial do
próton, pX é o momento do sistema hadrônico X (resultante da fragmentação do próton) e q é o
momento transferido pelo fóton virtual [19]. A partir dos momentos das partículas envolvidas,
diversos invariantes podem ser construídos1, como por exemplo:

Q2 ≡ −q2
= −(k − k′)2 , (2.2)

s = (k + p)2 , (2.3)

W2
= (p + q)2 , (2.4)

ν =
p · q

mp

=

W2
+Q2 − m2

p

2mp

, (2.5)

x =
Q2

2p · q
=

Q2

2mpν
=

Q2

Q2
+W2 − m2

p

, (2.6)

onde mp é a massa do próton, Q2 é a virtualidade do fóton2, ν é a energia transferida no processo,√
s e W são respectivamente as energias de centro de massa dos sistemas elétron-próton e fóton-

próton, e x é conhecido como “x de Bjorken” [19, 30].
Na Fig. 2.2 ilustramos a interação do fóton diretamente com um párton do próton. A variável

x representa a fração de momento longitudinal do próton que é portada por um párton (quark ou
glúon) [31–34]. Também usaremos com frequência a variável rapidez, que está relacionada com
o x de Bjorken3

Y ≡ ln
1

x
. (2.7)

1 Este tratamento é válido no regime em que Q2 <m2
Z0 , onde mZ0 é a massa do bóson Z0 da interação fraca de

corrente neutra, por isso, desconsideramos a troca de um Z0 entre o elétron e o próton.
2 A virtualidade é definida dessa forma pois em um espalhamento (canal t) temos q2

= (pX − p)2 ≤ 0 (q2 é do
tipo espaço), tal que Q2 ≥ 0. A virtualidade define o quão distante um fóton virtual está da camada de massa (para
Q2
=0 temos um fóton real) e é inversamente proporcional ao seu comprimento de onda [29].
3 Existem diferentes definições da variável rapidez na literatura, nesta tese, usaremos a definição (2.7) como

padrão. Outras definições, bem como a interpretação física desta variável em diferentes regimes cinemáticos, podem
ser vistas na Ref. [19].
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Figura 2.2: Diagrama do DIS com o fóton interagindo diretamente com um quark.

Ao decorrer desta tese, a referência ao “regime de pequeno x”, aparecerá múltiplas vezes.
Para maior clareza sobre o regime cinemático em questão, podemos escrever:

W2
= (p + q)2 = p2

+ 2p · q + q2
= m2

p +
Q2

x
− Q2 ≃ Q2

x
(1 − x) , (2.8)

assim, vemos que o limite W →∞ corresponde a x→0, ou, mais precisamente:

W2 ≫ Q2 ↔ x ≪ 1 . (2.9)

Ou seja, no DIS o limite de pequeno x é aquele no qual a energia do espalhamento é muito maior
que qualquer massa externa ou momento transferido [35].

O vértice hadrônico depende de três variáveis cinemáticas (p, pX e q), mas a conservação de
momento impõe um vínculo entre elas (p+q= pX ), de forma que o DIS pode ser especificado em
termos de duas variáveis, sendo x e Q2 uma escolha bastante comum [30]. Tendo identificado
as variáveis do processo, podemos definir mais precisamente o regime cinemático chamado de
“profundamente inelástico”. Esta condição é alcançada quando obtemos, para um valor de x

fixo e finito, as seguintes relações: mpν≫m2
p e Q2≫m2

p. Neste regime podemos negligenciar a
massa do próton em relação a outras escalas de energia [19].

A amplitude de espalhamento que descreve o DIS é dada pela contração dos tensores leptô-
nico e hadrônico: |M|2 ∝ LµνWµν. O tensor leptônico Lµν descreve a interação elétron-fóton
presente no vértice superior da Fig. 2.1 e é conhecido da Eletrodinâmica Quântica (Quantum

Electrodynamics - QED) [30]. Diferente do vértice leptônico, onde temos a interação entre duas
partículas sem estrutura interna, o vértice inferior descreve a interação do fóton com um objeto
composto (o próton), tal que o tensor hadrônico W µν é construído de modo a parametrizar a
nossa ignorância sobre a estrutura do próton. O passo a passo da construção do tensor hadrônico
pode ser visto nas Refs. [19, 30, 36], e conduz à seguinte expressão:

W µν
= 2F1(ν,Q2)

(
−gµν + qµqν

q2

)
+

2F2(ν,Q2)
p · q

(
pµ +

p · q

q2
qµ

) (
pν +

p · q

q2
qν

)
, (2.10)

onde F1(ν,Q2) e F2(ν,Q2) são duas funções de estrutura hadrônica, as quais são funções das
variáveis escalares de Lorentz que podem ser construídas dos momentos do vértice hadrônico.

Levando em consideração a polarização do fóton e definindo as funções de estrutura trans-
versal (FT = 2xF1) e longitudinal (FL = F2−2xF1), a conexão entre as funções de estrutura e a
seção de choque fóton-próton é dada por

σT,L =
4π2αem

Q2
FT,L , (2.11)
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ou ainda, usando F2=FT+FL , a seção de choque γp total é dada por

σtot =
4π2αem

Q2
F2 , (2.12)

onde αem é a constante de estrututa fina [19].
Note que toda a dinâmica está contida na função de estrutura F2. Para a descrição de

F2 em termos dos graus de liberdade partônicos, precisamos da teoria de interações fortes: a
Cromodinâmica Quântica.

2.2 Cromodinâmica Quântica (QCD)

A Cromodinâmica Quântica (Quantum Chromodynamics - QCD) é a teoria que descreve a
interação forte entre quarks e glúons. Ela é uma teoria de calibre de Yang-Mills [37], respeitando
a simetria do grupo SU(3) no grau de liberdade chamado “cor”. Assim, a interação forte é
experimentada por partículas que portam carga de cor [30, 35]. A fim de tornar a descrição da
QCD mais clara, usaremos diversas comparações com a teoria de calibre que descreve a interação
eletromagnética, a QED4.

A descrição da QCD é baseada em um modelo de partículas elementares: temos os quarks,
férmions de spin 1/2, massivos, dotados de carga elétrica fracionária e carga de cor; e os glúons,
bósons de spin 1, não massivos, dotados de carga de cor mas não de carga elétrica. Os quarks
interagem (por força forte) via troca de glúons, e os glúons também interagem entre si, visto
que o próprio glúon é um objeto bicolor (cada glúon carrega uma carga de cor e uma carga de
anticor). Desta forma, além do vértice quark-glúon, há também vértices glúon-glúon. Essa é
uma diferença importante entre QCD e QED, visto que na QED existem apenas vértices do tipo
elétron-fóton, mas não existe interação fóton-fóton. Como na QED, onde os léptons possuem
sabores (elétron, múon, tau, neutrino do elétron, neutrino do múon e neutrino do tau), tendo cada
sabor um valor distinto de massa, o mesmo acontece na QCD, onde os quarks apresentam-se em
seis sabores (N f =6), sendo eles: up (u), down (d), strange (s), charm (c), bottom (b) e top (t).
O sabor é sempre conservado em interações fortes. Embora na QED exista apenas um tipo de
carga elétrica, na QCD existem três tipos de cargas de cor (Nc=3), cada uma com sua respectiva
anticor: vermelho (r), azul (b) e verde (g). A cor é uma quantidade conservada, e todas as cores
possuem o mesmo “peso” perante a interação forte [30].

Enquanto muitas partículas possuem carga elétrica, não vemos partículas portadoras de carga
de cor livremente na natureza. O fato de quarks e glúons nunca serem observados livremente,
mas sempre na forma de hádrons (carga líquida de cor igual a zero) é entendido como um resul-
tado da propriedade de confinamento de cor (color confinement) da QCD. Como veremos nas
próximas páginas, para maiores distâncias (menores energias), a intensidade da interação forte
aumenta, de forma que a atração entre os quarks mantenha-os presos dentro dos hádrons5 [30].
A hipótese de confinamento de cor estabelece que objetos coloridos estão sempre confinados em
estados singleto de cor e que nenhum objeto com carga de cor diferente de zero pode propagar-se
como uma partícula livre [29]. Embora não exista prova analítica do confinamento [41], podemos
entendê-lo qualitativamente considerando o que acontece quando tentamos separar dois quarks
(torná-los partículas livres). Esse processo pode ser visto na Fig. 2.3. Começamos com dois

4 O leitor que não estiver familiarizado com a QED, pode consultar as referências [29, 30, 36, 38].
5 Quarks nos sabores up, down, strange, charm e bottom hadronizam, enquanto o quark top decai antes mesmo

de ter tempo para hadronizar, uma vez que sua meia vida é τtop ∼ 5×10−25 s, sendo portanto mais curta do que o
tempo de formação dos hádrons, da ordem de 10−24 s [39, 40].
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Figura 2.3: Quando a energia armazenada no tubo de cor entre dois quarks é maior que a energia
necessária para a criação de um novo par qq̄, torna-se energeticamente menos custosa a criação
deste par do que armazenar ainda mais energia no tubo. Assim, o estágio final do processo de
separação de dois quarks é a produção de jatos hadrônicos.

quarks próximos, os quais interagem via troca de glúons virtuais. Como os glúons portam carga
de cor, existem interações atrativas entre os glúons trocados, fazendo com que o campo de cor
seja comprimido na forma de um tubo. A densidade de energia dentro do tubo é constante,
de forma que ao aumentarmos a distância entre os quarks, estamos aumentando continuamente
a energia armazenada no tubo6, de forma que a separação completa dos quarks demanda uma
quantidade infinita de energia. Portanto, em algum ponto no processo de separação das cargas
de cor, torna-se energeticamente mais favorável a criação de um novo par quark-antiquark do que
continuar estendendo o tubo de cor. Como resultado, objetos coloridos organizam-se em estados
hadrônicos ligados, os quais possuem carga de cor líquida igual a zero [29].

O confinamento implica que todos os estados ligados compostos por quarks e antiquarks
devem ocorrer em singletos de cor da simetria SU(3), o que impõe uma forte restrição sobre a
estrutura dos possíveis estados hadrônicos. Uma das possibilidades é o estado ligado qq, com o
quark portando uma das três cores (3) e o antiquark uma das três anticores (3), de forma que o
estado ligado possui um estado singleto de cor (3 ⊗ 3 = 8 ⊕ 1). A inclusão de um outro quark
ou antiquark, seja no estado qq singleto ou qq octeto, não permite obter cor líquida igual a zero,
assim podemos concluir que estados qqq e qqq não devem existir na natureza. A inexistência
de um singleto de cor também é a causa de não observarmos estados acoplados qq (ou qq),
onde temos 3 ⊗ 3 = 6 ⊕ 3. No caso da combinação de três quarks (ou três antiquarks), temos
3 ⊗ 3 ⊗ 3 = 10 ⊕ 8 ⊕ 8 ⊕ 1, tal que a presença do estado singleto de cor permite a existência
de estados qqq e qqq [29]. Do lado experimental, todos os estados hadrônicos observados
correspondem aos singletos de cor na forma de mésons (qq), bárions (qqq) e antibárions (qqq).
A princípio, combinações de qq com qqq ou qqq podem existir, tanto como estados ligados de
pentaquarks (qqqqq) quanto como moléculas hadrônicas (qq− qqq) [29]. Na QCD considera-se
o próton como sendo constituído de três quarks de valência (uud) acompanhados de glúons e
de quarks do mar, os quais são gerados das flutuações dos glúons em pares quark-antiquark
(uū, dd̄, ss̄ . . . ) [36].

6 A energia armazenada no campo é proporcional à separação r entre os quarks, V(r)∼ κr (κ∼1 GeV/fm), desta
forma, precisamos de cada vez mais energia para continuar afastando os quarks [29].
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A lagrangiana clássica da QCD é baseada na suposição (confirmada por observações experi-
mentais) de que todos os hádrons são compostos por quarks [18]. Ela foi proposta por Fritzsch,
Gell-Mann e Leutwyler [42], Gross e Wilczek [43, 44] e Weinberg [45], sendo dada por

L =
Nf∑
f=1

ψ f
(
iγµDµ − m f

)
ψ f

︸                          ︷︷                          ︸
L1

− 1

4
Fa
µνFaµν

︸      ︷︷      ︸
L2

. (2.13)

No que segue, analisaremos cada termo separadamente.
No termo L1 temos a soma sobre os N f sabores ativos de quarks, aqueles que satisfazem

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

ψ f
=

©­­«
ψ

f
r

ψ
f

b

ψ
f
g

ª®®¬
, ψ f

=

(
ψ

f
r ψ

f

b
ψ

f
g

)
, (2.14)

onde cada componente ψ f

i
é um espinor de Dirac de quatro componentes. Este termo é parecido

com a lagrangiana livre de Dirac, dada por

LDirac =

Nf∑
f=1

ψ f
(
iγµ∂µ − mk

)
ψ f , (2.15)

mas esta lagrangiana não é invariante sob transformações de calibre locais7 do grupo SU(3). É
da exigência dessa simetria, que introduz-se a derivada covariante apropriada,

∂µ → Dµ ≡ ∂µ − igs

λa

2
Aa
µ, (2.16)

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

µ (a = 1, . . . , 8) são oito campos de calibre, com
spin 1 e massa nula. Assim, L1 contém o termo cinético e de massa dos quarks (como na LDirac),
e descreve a interação dos quarks com os oito glúons8 (interação do campo fermiônico ψ f com o
campo de calibre Aa

µ). As quantidades citadas acima, presentes em (2.16), são introduzidas para
compensar os termos que surgem quando são feitas as transformações de fase local do grupo
SU(3) em ψ f [30, 46, 47].

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

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

Fa
µν ≡ ∂µAa

ν − ∂νAa
µ + gs f abc Ab

µAc
ν, (2.17)

7 Uma transformação de calibre ser local significa que podemos arbitrariamente variar a fase de ponto em ponto
do espaço-tempo. Vale citar que no caso da QED (onde LDirac contém os termos cinético e de massa para os
léptons), que é uma teoria de calibre local do grupo Abeliano U(1), as partículas que surgem para compensar as
diferenças de fase quando impomos simetria de calibre local em (2.15) são partículas de spin 1 não massivas, os
fótons. Neste contexto dizemos que os fótons são os bósons de calibre da QED [41].

8 A caracterização de um glúon é dada pelo seu estado de cor. Existem oito glúons, os quais compõe um octeto
de cor.

22



Capítulo 2. A estrutura hadrônica

e
= +

e
+ +

e
e

e e
e

e
e

e
. . .

0 0 0 0

00

0 0

0

Figura 2.4: A carga física (e) medida é a carga nua (e0) sob efeito de blindagem [41].

com este novo termo surgindo para garantir que a lagrangiana seja invariante sob transformações
locais de calibre não Abelianas. Os fatores f abc são as constantes de estrutura que caracterizam
a álgebra do grupo SU(3), a qual está sujeita às relações de comutação[

λa, λb
]
= i f abcλc, (2.18)

sendo as matrizes de Gell-Mann os geradores da álgebra de Lie correspondente ao grupo SU(3)9.
Aqui podemos ver o caráter não Abeliano que a QCD possui, visto que os geradores do grupo
não comutam. O termo gs f abc Ab

µAc
ν, que difere entre os tensores intensidade de campo forte e

eletromagnético, é o responsável pela autointeração dos campos de glúons Aa
µ. Como veremos

a seguir, este termo é a fonte da liberdade assintótica da QCD [30,46, 47].
Para maior clareza do caráter físico contido em cada termo da lagrangiana (2.13), podemos

decompô-la da seguinte forma:

L = − 1

4

(
∂µAa

ν − ∂νAa
µ

)
(∂µAaν − ∂νAaµ)︸                                        ︷︷                                        ︸

termo cinético dos glúons

(2.19)

+

∑
f

ψ f
(
iγµ∂µ − m f

)
ψ f

︸                         ︷︷                         ︸
termo cinético e de massa dos quarks

− gs Aa
µ

∑
f

ψ
f

i
γµ

(
λa

2

)
i j

ψ
f

j

︸                           ︷︷                           ︸
termo de interação quark-glúon

(2.20)

− gs

2
f abc

(
∂µAa

ν − ∂νAa
µ

)
AbµAcν

︸                                  ︷︷                                  ︸
termo de interação entre 3 glúons

− g
2
s

4
f abc f ade Ab

µAc
νAdµAeν

︸                          ︷︷                          ︸
termo de interação entre 4 glúons

. (2.21)

Os únicos parametros livres na lagrangiana da QCD são as massas dos quarks e a constante de
acoplamento forte αs (αs=g

2
s /4π) [39].

Uma importante característica da QCD surge do processo de renormalização. Antes de
abordarmos a renormalização na QCD, vamos descrevê-la na QED. A renormalização é utilizada
para lidar com resultados infinitos que surgem do cálculo de diagramas com loops, como os
mostrados na Fig. 2.4. Seu processo consiste em assumir que os valores de massa e constante de
acoplamento medidos experimentalmente, já possuam fatores que compensam os infinitos [30].

A intensidade da interação entre um fóton e um elétron é determinada pelo acoplamento no
vértice fundamental da QED, αem, quantidade relacionada com a carga elétrica (αem = e2/4π).
Agora devemos fazer a distinção entre duas quantidades, a “carga nua” (e0) e a “carga efetiva”
(e). A carga elétrica que aparece no vértice de um diagrama de Feynman é a carga elétrica
nua, enquanto a medida experimental só dá acesso à carga efetiva, a qual descreve a intensidade
efetiva da interação resultante da soma sobre todos os diagramas relevantes ao processo [29].
Para cada vértice da QED em um diagrama de Feynman, há um conjunto infinito de correções
de mais alta ordem [29]. Na Fig. 2.5 ilustramos os quatro diagramas de correção em mais baixa

9 Enquanto os quarks são a representação fundamental do grupo SU(3) de cor, os geradores do grupo representam
a interação de um glúon com um quark, que produz uma rotação no campo de cor do quark no espaço SU(3) [39].
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Figura 2.5: Diagramas de correção (em mais baixa ordem) ao vértice eγe.

ordem ao vértice elétron-fóton-elétron. Cada loop em um diagrama introduz uma integral sobre
os momentos das partículas do loop, produzindo resultados divergentes [29]. Podemos separar
as correções em dois tipos. O primeiro tipo descreve as correções ao vetor de corrente do elétron
(diagramas a, b e c). Este tipo de correção depende da massa do elétron, mas a contribuição
do diagrama a é cancelada exatamente pelas contribuições dos diagramas b e c (identidade de
Ward [48]). Tal cancelamento aplica-se a todas as ordens de teoria de perturbação. Portanto,
só precisamos nos preocupar com efeitos do segundo tipo de correção (diagrama d), que está
associado a correções no loop do propagador do fóton [29]. A série de correções ao propagador
do fóton (termos de autoenergia do fóton) é levada em conta substituindo o diagrama de troca de
um fóton (em mais baixa ordem) por uma série infinita de diagramas com loops (expressos em
termos da carga nua e0), como mostrado na Fig. 2.4. O resultado das correções ao propagador
do fóton modificariam a dependência funcional na escala de energia, mas seus efeitos físicos
também podem ser levados em conta mantendo a forma funcional do propagador e absorvendo as
correções na definição da carga elétrica, tal que e0→e≡e(Q2) [29]. Desta forma, a constante de
acoplamento deixa de ser de fato uma constante e passa a depender da escala de energia (running

coupling constant): αem≡αem(Q2). O cálculo do propagador da série de diagramas de correção
de autoenergia do fóton, em conjunto com a escolha de uma escala Q2

= µ2, na qual a carga
física é conhecida (ponto de renormalização), permite extrair a forma funcional da constante de
acoplamento [29]:

αem(Q2) = αem(µ2)
1 − αem(µ2) 1

3π ln
(

Q2

µ2

) . (2.22)

O sinal negativo na expressão acima implica que αem cresce com o aumento da escala de energia
(embora de forma muito lenta10). Como Q2 ∝ 1/r2, o acoplamento torna-se mais intenso quando
as cargas aproximam-se (maior Q2) [29]. Esta característica é interpretada como a polarização
do vácuo, que é causada por flutuações do fóton em pares férmion-antiférmion. Desta forma o
vácuo atua como um tipo de meio dielétrico, blindando a carga (screening), de forma que quanto
mais nos aproximamos da carga (maior Q2), menos completa é a blindagem, e maior é a carga
efetiva [30].

Na QCD, além das correções de vértice (que são tratadas usando a identidade de Ward-
Takahashi [49]) existem duas formas de polarização do vácuo. Uma delas é análoga à QED, onde
temos diagramas com loops de quarks, como no lado esquerdo da Fig. 2.6. Esta contribuição atua
blindando a carga de cor do quark, e faz com que a constante de acoplamento da interação forte,
αs, cresça em pequenas distâncias, da mesma forma que no caso eletromagnético. Entretanto,
na QCD também temos loops de glúons, como vistos no lado direito da Fig. 2.6. Esses possuem
um efeito contrário aos loops de quarks, produzindo uma antiblindagem (antiscreening) que

10 Medidas da constante de acoplamento no regime de energia usual da física atômica (Q2 ≃ 0) resultam em
αem≃1/137, enquanto para mais alta energia obtém-se αem≃1/127 [29, 39].
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Figura 2.6: Os loops de quarks (esquerda) atuam blindando a carga de cor, e os loops de glúons
(direita) agem como uma antiblindagem.

diminui o acoplamento em pequenas distâncias. A forma funcional da constante de acoplamento
resultante é dada por [29, 30]

αs(Q2) = αs(µ2)
1 + β0αs(µ2) ln(Q2/µ2)

, (2.23)

com µ2 e Q2 assumindo valores maiores do que a escala de confinamento e β0 dado por11

β0 =
11NC − 2N f

12π
. (2.24)

Uma vez que, no Modelo Padrão da física de partículas, temos Nc = 3 e N f ≤ 6 (o número
efetivo de sabores depende da escala de momento Q), obtemos β0 > 0, fazendo com que o
efeito de antiblindagem domine e a constante de acoplamento diminua com o aumento de
Q2 [29,30]. É usual escrever a expressão para αs(Q2) em função de um único parâmetro (ΛQCD).
Tal mudança pode ser feita considerando lnΛ2

QCD
= ln µ2−1/α(µ2)β0, assim obtém-se (para

Q2≫Λ2
QCD

) [30, 36]:

αs(Q2) = 1

β0 ln
(
Q2/Λ2

QCD

) . (2.25)

No regime Q ∼ ΛQCD quarks e glúons arranjam-se em hádrons, de forma que ΛQCD pode
ser entendido como uma fronteira entre graus de liberdade: quarks e glúons quase livres para
Q ≫ΛQCD e hádrons para Q .ΛQCD [36]. O valor ΛQCD ≈ 200−300 MeV não é predito pela
teoria, mas extraído experimentalmente e depende do esquema de renormalização utilizado [18].

O valor de αs é obtido considerando-se uma ampla gama de dados experimentais, onde
utiliza-se o valor da massa do méson Z0 como escala: αs(m2

Z
)=0,1181±0,0011 [39]. Podemos

observar na Fig. 2.7 que a intensidade do acoplamento da QCD varia consideravelmente dentro
do intervalo de Q2 relevante para a física de partículas. Neste sentido a QCD pode ser dividida
em dois regimes. O regime de baixo momento transversal (Q . 1 GeV), onde αs possui valor
muito elevado, O(1), de modo que o uso de teoria de perturbação torna-se proibitivo (soft QCD).
E o regime de alto momento transversal (Q & 100 GeV), no qual αs é suficientemente pequeno
ao ponto que pode-se usar teoria de perturbação (hard QCD) [29].

A força forte torna-se relativamente pouco intensa a curtas distâncias, propriedade que é
chamada de liberdade assintótica (asymptotic freedom) [50–52]. Tal característica permite o

11 Este valor corresponde ao coeficiente de um loop da equação do grupo de renormalização da QCD. Os
coeficientes de mais alta ordem em αs podem ser vistos na Ref. [39].
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Figura 2.7: Resumo das medidas de αs como função da escala de energia Q [39].

tratamento perturbativo das interações fortes (perturbative Quantum Chromodynamics - pQCD).
Assim, é possível desprezar a contribuição de diagramas acompanhados de potências elevadas
de αs. Os cálculos em pQCD em ordem dominante (leading order - LO), podem ser pouco
precisos12 [19]. Usualmente, os cálculos em pQCD são feitos além da ordem dominante,
com a nomeclatura NLO (next-to-leading order), NNLO (next-to-next-to-leading order) e assim
por diante, dependendo da potência de αs considerada (ou seja, do número de vértices com
acoplamento forte em cada diagrama) [19].

Dependendo do processo avaliado, existem diagramas nos quais αs aparece acompanhado de
logaritmos que têm (ou podem ter) valores altos. Nesse caso é necessário ressomar esses termos
(considerar potências maiores)13. A ressoma dos diagramas com grandes logaritmos em Q2,
onde o parâmetro de ressoma é

αs(Q2) ln Q2 , (2.26)

é conhecida como aproximação de logaritmo dominante (leading log approximation - LLA), e
leva às equações DGLAP [15–17]. De maneira análoga, a ressoma dos diagramas com grandes
logaritmos em 1/x, cujo parâmetro de ressoma é

αs(Q2) ln 1/x , (2.27)

é conhecida como LLxA e leva a equação BFKL [53–56]. Por fim, há o caso no qual ln Q2 e
ln 1/x são grandes, sendo o parâmetro da ressoma dado por

αs(Q2) ln Q2 ln 1/x , (2.28)

12 Embora no regime de alto Q2 tenhamos αs∼O(0,1), que é um valor suficientemente pequeno para a aplicação
de teoria de perturbação, ainda assim esse valor não é pequeno o suficiente para que correções de mais alta ordem
possam ser negligenciadas (diferente da QED, onde temos αem∼O(0,01)) [29].

13 No DIS por exemplo, onde um fóton com alto valor de Q2 interage com um próton de uma escala típica de
momento transversal Q2

0, tal que Q2 ≫Q2
0, há diagramas em que o alto valor de termos do tipo ln Q2/Q2

0 compensam
o baixo valor de αs .
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esta ressoma é conhecida como aproximação de duplo logaritmo (double log approximation -
DLA) [18, 19]. As equações citadas acima serão discutidas na próxima seção.

2.3 A evolução partônica

A função de estrutura F2 conecta-se com os graus de liberdade partônicos através da seguinte
expressão [33, 34]:

F2(x,Q2) = x
∑

f

e2
f

[
q f (x,Q2) + ∆q f (x,Q2)

]
, (2.29)

onde e f é a carga elétrica do quark de sabor f e q f é a função de distribuição partônica (Parton

Distribution Function - PDF), que representa a densidade de probabilidade de encontrar um quark
de sabor f carregando uma fração x do momento longitudinal do próton [36]. A modificação
das PDFs é descrita por equações de evolução partônica, como discutido a seguir.

2.3.1 Equações Dokshitzer-Gribov-Lipatov-Altarelli-Parisi (DGLAP)

As equações DGLAP descrevem a evolução das PDFs com a variação da escala de momento
transversal Q2. A dependência em Q2 está diretamente ligada a resolução com a qual o próton é
sondado. Um fóton de baixo Q2 tem comprimento de onda muito grande, e portanto, não possui
poder de resolução suficiente para sondar os constituintes internos do próton. Quando Q2 cresce
até um certo valor Q2

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

0), cada quark tem uma núvem de pártons
virtuais em sua vizinhança. O número de pártons que pode ser resolvido pelo fóton aumenta
com Q2. Também há um aumento na probabilidade de encontrar um quark com pequeno x e
uma diminuição da chance de encontrar um quark com grande x, visto que quarks com grande
momento irradiam glúons [36].

A equação DGLAP do setor de quarks de sabor f é

∂q f (x,Q2)
∂ ln Q2

=

αs

2π

∫ 1

x

dy

y

[
q f (y,Q2)Pqq

(
x

y

)
+ g(y,Q2)Pqg

(
x

y

)]
, (2.30)

e do setor de glúons é

∂g(x,Q2)
∂ ln Q2

=

αs

2π

∫ 1

x

dy

y


∑

f

q f (y,Q2)Pgq

(
x

y

)
+ g(y,Q2)Pgg

(
x

y

)
, (2.31)

onde a soma é feita sobre todos os sabores de quarks e antiquarks [18, 19, 36]. As expressões
acima foram obtidas separadamente por: Dokshitzer [15], Gribov e Lipatov [16], e Altarelli
e Parisi [17]. Para facilitar a interpretação de cada termo das equações DGLAP, na Fig. 2.8
apresentamos uma forma simbólica dessas equações.

Os termos P f i(x/y) são conhecidos como funções de desdobramento (splitting functions) e
representam a probabilidade de um parton i (com fração de momento y do próton) emitir um
párton f (com fração de momento x do próton), de forma que o párton do estado final tenha uma
fração z= x/y do momento do párton inicial. Assim, a integral presente nas equações DGLAP
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Figura 2.8: Forma simbólica da equações DGLAP: equação (2.30) do setor dos quarks (superior)
e equação (2.31) do setor dos glúons (inferior).

representa a soma sobre todas as possíveis frações de momento y do párton inicial [36]. Cada
função de desdobramento pode ser expandida em potências de αs [19]:

Pi j(z) =
∑

n

αn
s P

(n)
i j
(z) . (2.32)

Em ordem dominante as funções de desdobramento são dadas por14:

P
(0)
qq (z) =

4

3

1 + z2

(1 − z)+
+ 2δ(1 − z) , (2.33)

P
(0)
qg (z) =

1

2

[
z2
+ (1 − z2)

]
, (2.34)

P
(0)
gq (z) =

3

4

[
1 + (1 − z)2

z

]
, (2.35)

P
(0)
gg (z) = 6

[
1 − z

z
+

z

(1 − z)+
+ z(1 − z)

]
+

(
11

2
−

N f

3

)
δ(1 − z) . (2.36)

As funções de desdobramento expressas acima correspondem a primeira ordem em αs, visto que
são obtidas do cálculo de diagramas com apenas um vértice de interação forte, como aqueles
na Fig. 2.9. Diagramas de maior ordem em αs também podem ser calculados sistematicamente
ordem a ordem usando pQCD [19].

As equações DGLAP não possuem solução analítica conhecida em todo o seu regime ci-
nemático. Ainda assim, no regime de pequeno x é possível obter uma solução analítica para
a equação LO-DGLAP15. As funções de desdobramento Pi j(x) associadas ao setor de glúons,
dadas por (2.35) e (2.36), são singulares para x→0. Como consequência, o comportamento das
distribuições partônicas para pequeno x é determinado pela dinâmica do setor de glúons [18,57].
Considerando a constante de acoplamento αs fixa e assumindo que a condição inicial para
g(x,Q2) não seja singular, no regime de pequeno x e grande Q2, a evolução DGLAP descreve o

14 A aparente divergência em z = 1 nas funções de desdobramento Pqq e Pgg é regularizada pela chamada
“prescrição +”. Mais informações nas Refs. [18, 19, 36].

15 A LO-DGLAP é a DGLAP considerando as funções de desdobramento em ordem dominante, como mostradas
nas expressões (2.33), (2.34), (2.35) e (2.36).
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Figura 2.9: Contribuições da QCD (em mais baixa ordem) ao espalhamento ep→eX: processos
γ∗q→qg (esquerda) e processos γ∗g→qq̄ (direita).

seguinte comportamento [58, 59]:

xg(x,Q2) ∼ exp

√√√
αsNc

π
ln

(
Q2

Q2
0

)
ln

(
1

x

)
, (2.37)

onde Q2
0 é um corte para evitar a região de baixo momento transversal. Essa expressão é obtida

na aproximação que equivale a ressoma (2.28), e portanto, é referida como resultado da evolução
DLA. A expressão acima mostra que a distribuição de glúons prevista nesse regime cresce com
o aumento de Q2 e/ou com a diminuição de x, com a evolução descrevendo um crescimento
ilimitado para a distribuição de glúons [18, 35].

2.3.2 Funções de Distribuição Partônicas (PDFs)

Embora as equações DGLAP descrevam a evolução das PDFs com a variação de Q2, as
condições iniciais para essa evolução são de natureza não perturbativa, devendo ser extraídas
experimentalmente para uma dada escala de momento. Como as PDFs são universais, inde-
pendentes do processo considerado [60, 61], após a determinação das PDFs para uma condição
inicial Q2

0, as equações DGLAP permitem obter as PDFs para valores distintos de Q2, e por fim
utilizar as PDFs no cálculo de outros processos de interesse [58].

Diversos grupos, utilizando diferentes técnicas, produzem parametrizações para as PDFs.
Elas são obtidas de análises globais, as quais utilizam dados de uma ampla gama de processos de
espalhamento, associados a cálculos teóricos da DGLAP considerando termos de mais alta ordem
em αs [62]. O resultado desse processo é um conjunto de PDFs em uma escala Q2 particular.
A descrição de como esse processo é feito, bem como referências a muitas das parametrizações
existentes são encontradas na Ref. [63].

A Fig. 2.10 mostra o ajuste feito pelo grupo HERAPDF [64] para as PDFs utilizando dados
de DIS combinados das colaborações H1 e ZEUS. Tal processo é feito utilizando o formalismo
DGLAP via expressões como (2.29), que fazem a ligação entre as PDFs e as funções de estrutura
e/ou seções de choque [64]. Podemos observar que ao sondar o próton no regime de baixa energia
(grande x), o momento do próton está concentrado nos três quarks de valência. Ao percorrer o
eixo horizontal no sentido de menor x (aumentando energia) o momento do próton é diluído entre
um número cada vez maior de quarks do mar e glúons, os quais compartilham frações muito
pequenas do momento total do próton. Podemos ver que ao sondar o próton no regime de pe-
queno x, sua estrutura é dominada pelo conteúdo de glúons, como descrito pela expressão (2.37).
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Figura 2.10: Distribuição de pártons obtidas a partir dos dados combinados do HERA
(H1+ZEUS) para Q2

=10 GeV2 [64].

2.3.3 Equação Balitsky-Fadin-Kuraev-Lipatov (BFKL)

Enquanto as equações DGLAP ressomam grandes logaritmos em Q2, no regime de altas
energias termos do tipo ln(1/x) também podem alcançar valores elevados [18]. O procedimento
para a ressoma de logaritmos de 1/x foi proposto por Balitsky, Fadin, Kuraev e Lipatov (BFKL)
[53–56]. A evolução BFKL descreve a propagação de dois glúons no canal t em um intervalo
de rapidez Y = ln(1/x), incorporando correções por glúons reais trocados no canal s e glúons
virtuais no canal t [18, 19].

A equação BFKL evolui a distribuição de glúons não integrada em momento transversal,
φ(x, k2), cuja relação com a distribuição de glúons usual é dada por [19]

xg(x,Q2) =
∫ Q2

dk2 φ(x, k2) , (2.38)

assim podemos dizer que enquanto φ(x, k2) conta o número de pártons com um dado valor de x

e k, a distribuição xg(x,Q2) conta o número de pártons com x e k ≤Q [18]. A equação BFKL
em ordem dominante é dada por

∂φ(x, k2)
∂ ln(1/x) =

αsNc

π2

∫
d2Q

(k − Q)2

[
φ(x,Q2) − k2

2Q2
φ(x, k2)

]
(2.39)

=

αsNc

π

∫
d2Q KBFKL(k,Q) φ(x,Q2) , (2.40)

onde o núcleo (kernel) da equação LO-BFKL pode ser expresso como [18]

KBFKL(k,Q)φ(x,Q2) ≡ 1

π

1

(k − Q)2

[
φ(x,Q2) − k2

2Q2
φ(x, k2)

]
. (2.41)
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Não há solução exata para a equação BFKL, mas duas soluções aproximadas são conhecidas:
a aproximação de duplo logaritmo e a aproximação de difusão. No caso em que o momento
transversal de um dos glúons trocado no canal t é muito maior que o outro, ℓ≫ k, há um termo
do tipo ln(ℓ/k) que atinge valor elevado, levando a solução da BFKL ao resultado da DLA, dado
por (2.37). Já a aproximação de difusão é obtida quando as escalas de momento transversal do
início e do final da evolução são semelhantes. Nesse caso a distribuição de glúons não integrada
cresce como potência de 1/x:

φ(x, k2) ∼
(
1

x

)αIP−1

, (2.42)

onde αIP=1,79 (para αs=0,3). Esse crescimento da distribuição de glúons em pequeno x é ainda
mais rápido que aquele ditado pela DGLAP [18].

2.3.4 Problemas na evolução linear em pequeno x

As equações DGLAP e BFKL são ditas lineares pois dependem da primeira potência da
distribuição de pártons. Essa característica está relacionada com o tipo de processo considerado
na evolução, que incorpora apenas diagramas de desdobramento de pártons (1 párton → 2
pártons). Tanto as soluções em DLA (via DGLAP ou BFKL) quanto a solução da equação BFKL
na aproximação de difusão, apresentam problemas no regime de pequeno x. Um dos problemas
está relacionado com a unitariedade da matriz de espalhamento S. Já o outro problema aparece
na difusão dos momentos transversais na evolução BFKL.

O problema da unitariedade pode ser expresso em termos do limite de Froissart-Martin
[65, 66], que estabelece um limite para o crescimento (com a energia) da seção de choque
hadrônica em altas energias16:

σtot ≤ c ln2 s , (2.43)

onde c é uma constante. Ou seja, o crescimento da seção de choque com a energia não pode
ser mais rápido do que o quadrado do logaritmo da energia de centro de massa. Entretanto,
uma seção de choque hadrônica típica (quando descrita pela evolução BFKL na aproximação de
difusão) possui a seguinte dependência na energia:

σBFKL
tot ∼ e(αIP−1)Y ∼ sαIP−1 , (2.44)

e as equações DGLAP e BFKL na aproximação de duplo logaritmo implicam em

σDL A
tot ∼ exp


2

√√√
αsNC

π
ln s ln

(
Q2

Q2
0

)
. (2.45)

Ambas soluções crescem mais rápido com a energia do que qualquer potência de ln s, fazendo
com as evoluções DGLAP e BFKL violem o limite de Froissart-Martin. Este problema parece
ser inerente da pQCD, pois não importa o quão elevada seja a escala de momento transversal, se a
energia for suficientemente alta, as soluções conhecidas indicam a violação da unitariedade [18].

16 O limite de Froissart-Martin está relacionado ao limite de disco negro, o qual é discutido na Pág. 45. Mais
informações sobre a conexão entre os dois limites podem ser encontradas na Ref. [18].
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Além disso, uma vez que a interação forte possui um alcance finito, é de se esperar que o com-
portamento assintótico (s→∞) da seção de choque seja limitado de alguma forma. Essa física
não está presente nas evoluções DGLAP e BFKL [67].

O segundo problema é que para justificar o uso de pQCD é necessário que as escalas de
momento transversal Q2 satisfaçam Q2≫Λ2

QCD
, mas ao aumentar o intervalo de rapidez na evo-

lução BFKL, as escalas transversais difundem-se tanto para o regime de alto momento quanto
para o regime de baixo momento. Esta característica está relacionada à ausência de um forte
ordenamento no momento transversal, permitindo então um alargamento na distribuição em
Q2. Para energia (ou rapidez) grande o suficiente, o limite inferior de Q2 pode alcançar Λ2

QCD
,

invalidando a aplicação da pQCD. Desta forma, a evolução BFKL torna-se não perturbativa em
altos valores de rapidez, limitando sua aplicabilidade para energias muito elevadas [18,19,67,68].

2.3.5 Equação Gribov-Levin-Ryskin (GLR) e a saturação partônica

O número (ou densidade) de pártons é determinado pela equação de evolução: de acordo com
as equações DGLAP e BFKL, que representam a evolução da QCD em Q2 e Y respectivamente,
o número de pártons com pequeno x cresce rapidamente. Portanto, temos a seguinte imagem
no plano transversal (plano do parâmetro de impacto): no regime de médio x vemos um sistema
diluído de pártons, enquanto no regime de pequeno x a densidade torna-se alta [69]. Em termos
geométricos, isso faz com que a área total ocupada pelos glúons possa tornar-se compatível ou até
mesmo maior que a área transversal do núcleon, violando a unitariedade da seção de choque [58].
O crescimento do número de glúons pode ser entendido como um efeito de radiação iterativa,
onde os próprios glúons dividem-se em dois ou três, além de serem emitidos pelos quarks. Este
crescimento no número de glúons faz com que o próton (quando observado em altas energias)
seja visto como um meio denso e colorido17 [69]. Os problemas acima indicam que algum outro
efeito deve ser incluído para diminuir (ou mesmo parar) este crescimento indefinido do número
de glúons no regime de pequeno x [58]. A primeira proposta neste sentido foi feita por Gribov,
Levin e Ryskin (GLR) [70]. Eles propuseram que em altas densidades partônicas o processo de
recombinação de pártons (2→1) torna-se importante [18].

No cenário que estudamos até agora, as modificações das densidades partônicas são obtidas
pelo desdobramento do párton incidente em dois pártons emergentes. Tal evolução é proporcional
à probabilidade de encontrar o párton inicial, de forma que tenhamos uma equação linear. Já
nos processos de recombinação, as modificações das densidades partônicas são dadas pela
recombinação de dois pártons incidentes em um párton emergente. Neste caso, a evolução é
proporcional à probabilidade de encontrar dois pártons incidentes, logo, podemos assumi-la
como sendo proporcional ao quadrado da probabilidade de encontrar um párton, resultando em
uma equação não linear [58].

A recombinação adiciona um termo quadrático à equação BFKL (2.40), levando à equação
de evolução GLR, dada por

∂φ(x, k2)
∂ ln(1/x) =

αsNc

π

∫
d2QKBFKL(k,Q)φ(x,Q2) − α2

s NCπ

CF S⊥

[
φ(x,Q2)

]2
, (2.46)

onde CF = (N2
C
−1)/(2NC)=4/3 é o fator de Casimir e S⊥ é a área transversal do próton (assumindo

próton cilíndrico ao longo do eixo do feixe temos S⊥=πR2). Na equação GLR, o termo linear é

17 Por um próton denso e colorido entende-se um próton preenchido com várias fontes de carga de cor (quarks
do mar e glúons) que foram criados previamente na função de onda do próton [18].
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equivalente à equação BFKL, enquanto o termo quadrático, responsável pela recombinação de
glúons, introduz um amortecimento e torna o crescimento da distribuição de glúons com a energia
mais lento. Esse fenômeno ficou conhecido como saturação da distribuição partônica [18].

A equação GLR também foi derivada por Mueller e Qiu [71] em DLA para a distribuição de
glúons usual:

∂2xg(x,Q2)
∂ ln(1/x)∂ ln(Q2/Λ2)

=

αsNC

π
xg(x,Q2) − α2

s NCπ

2CF S⊥

1

Q2

[
xg(x,Q2)

]2
, (2.47)

que ficou conhecida como equação GLR-MQ. A equação acima pode ser escrita em termos da
densidade de glúons (com tamanho transversal 1/Q) no plano transversal, para isto define-se

ρ(x,Q2) = xg(x,Q2)
S⊥

(2.48)

assim temos

∂2ρ(x,Q2)
∂ ln(1/x)∂ ln(Q2/Λ2)

=

αsNC

π
ρ(x,Q2) − α2

s NCπ

2CFQ2

[
ρ(x,Q2)

]2
, (2.49)

que tem a seguinte interpretação probabilística: O termo linear descreve a emissão de um glúon
com Y = ln(1/x), enquanto o termo quadrático corresponde à recombinação de glúons [18].
Quando x não é muito pequeno, apenas o desdobramento é importante, uma vez que ρ(x,Q2) é
pequeno. Entretanto, uma vez que ρ(x,Q2) crece quando x →0, a alta densidade de glúons faz
com que a aniquilação de glúons torne-se importante [58].

A análise da solução da equação GLR, feita por diversos autores [72–74], leva às seguintes
propriedades: o termo não linear resulta em um menor crescimento da distribuição de glúons
para pequenos valores de x (em comparação às equações lineares), além disso, para energias
muito elevadas, a distribuição de glúons passa a ser independente da energia. Desta forma, a
equação GLR prevê a saturação da distribuição de glúons no regime assintótico de pequeno x,
além de uma linha crítica separando o regime linear (baixa densidade) do regime não linear (alta
densidade), sendo válida somente na região próxima a esta linha [58].

Podemos determinar o regime assintótico da equação GLR-MQ tomando a densidade de
glúons constante, ou seja, quando o lado esquerdo de (2.47) anula-se:

xg(x,Q2)
��GLR
sat =

2CF S⊥Q2

αsπ2
. (2.50)

Da expressão acima podemos isolar Q2, assim obtemos a escala de momento na qual a saturação
é alcançada,

Q2
s =

αsπ
2

2CF S⊥
xg(x,Q2) ≈ αsπ

2

2CF S⊥
x−λ, (2.51)

sendo que no último passo consideramos o comportamento da distribuição de glúons em pequeno
x, assumindo xg(x,Q2)∼ x−λ, com λ > 0 (comportamento suportado por dados experimentais).
A escala de saturação Q2

s separa o regime linear (Q2>Q2
s ) do regime não linear (Q2<Q2

s ) [18,58].
Em outras palavras, a escala de saturação é definida como uma linha de fronteira entre os sistemas
gluônicos dentro do próton: o sistema diluído (descrito por equações lineares) e o sistema denso
(descrito por equações não lineares) [75].

Embora a GLR implique em saturação no regime assintótico, seu regime de validade termina
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antes que a saturação seja alcançada [58]. Isto deve-se ao fato de que a GLR é um truncamento no
primeiro termo não linear do desenvolvimento em série de potências da densidade. Portanto, antes
que o comportamento de saturação esteja presente, os termos de mais alta ordem na densidade
tornam-se importantes e não podem ser desconsiderados. Por este motivo, a equação GLR não
é válida no regime de densidade elevada (alcançada em valores de x muito pequenos) [58].

2.4 Condensado de Vidros de Cor (CGC)

O trabalho de Gribov, Levin e Ryskin gerou uma longa série de trabalhos (explorada em [58]),
cujo objetivo era desenvolver uma teoria para descrever o regime de saturação da QCD. Em par-
ticular, Venugopalan e McLerran propuseram uma nova abordagem para tratar o campo de
glúons no regime de altas densidades partônicas [76–78]. Tal abordagem desenvolveu-se e hoje
constitui a teoria efetiva da QCD em altas energias, denominada de Condensado de Vidros de
Cor (Color Glass Condensate - CGC) [79–82], que leva às equações Jalilian-Iancu-McLerran-
Weigert-Leonidov-Kovner (JIMWLK) [83–86]. Uma teoria semelhante, mas com aproximações
diferentes, foi desenvolvida por Balitsky [20] e depois por Kovchegov [21]. Dela é possível
chegar à equação de evolução de Balitsky-Kovchegov (BK), que será apresentada no Cap. 3.
O nome CGC deve-se às principais características do sistema que a teoria descreve: a “cor” é
justificada por tratar-se de um sistema composto por glúons, o “vidro” é devido a sua dinâmica
interna estar congelada (o sistema como um todo não varia durante as escalas de tempo envolvi-
das no processo de espalhamento), e o “condensado” é porque o sistema é caracterizado por um
grande número de ocupação e fortes campos coloridos clássicos. A alta densidade e a liberdade
assintótica implicam que o CGC é fracamente acoplado [69].

Na Fig. 2.11 é apresentada uma representação pictórica para as densidades partônicas em
um plano formado pelos eixos momento transversal e rapidez. Nele, as diferentes equações de
evolução são mostradas em relação à variável que é evoluída, além disso, indicamos a região
não perturbativa da QCD (baixo Q2) e uma linha que separa as regiões de densidade diluída e
saturada. Nas equações de evolução DGLAP, fixamos x e evoluímos a função de distribuição
partônica em Q2. Desta forma, conforme aumentamos a resolução, o sistema torna-se mais
diluído, pois, mesmo com o número de glúons crescendo, a área efetiva para interação de cada
um torna-se menor. Já no caso da equação BFKL, fixamos Q2 e evoluímos em relação a x. Neste
caso, conforme a energia aumenta, o número de pártons dentro do hádron aumenta, mas diferente
do caso da DGLAP, a área de cada glúon permanece a mesma, uma vez que a resolução é fixa.
No limite comum das equações DGLAP e BFKL, obtido na DLA, a evolução é feita tanto em Q2

quanto em x. Tal evolução em Q2 e x também é feita pela equação GLR. A escala de saturação
Q2

s (x), a qual define uma linha (no plano ln(1/x) por Q2) que separa os regimes linear e não
linear, também é exemplificada. Ainda na Fig. 2.11, ilustramos que a saturação ocorre assim
que toda a área do hádron for ocupada pelo crescente número de glúons [69]. De fato, a escala de
saturação pode ser entendida como o inverso da área transversal dentro da qual a probabilidade
de encontrar mais do que um glúon é da ordem de um [87].

Uma vez que tipicamente utiliza-se o formalismo de dipolo de cor para descrever a evolução
dos constituintes do próton no regime de saturação, continuaremos a discussão da dinâmica desse
regime no Cap. 3, onde teremos as ferramentas necessárias para uma abordagem quantitativa.
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Figura 2.11: Regiões de aplicabilidade das equações de evolução no plano transversal.
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Capítulo 3

O formalismo de dipolo de cor

Neste capítulo introduziremos um novo formalismo, mais conveniente para a descrição da
evolução da QCD no regime de altas energias. O formalismo de dipolo de cor utiliza uma
representação de coordenadas mista, que permite descrever processos subsequentes através da
simples convolução das amplitudes de cada processo individual. Na descrição do formalismo
já seremos conduzidos as expressões que descrevem as seções de choque de interesse para esta
tese. Essas seções de choque são compostas por duas contribuições distintas: uma descrita pela
QED (função de onda do fóton) e outra pela QCD (amplitude de espalhamento dipolo-alvo,
N ). Faremos uma breve apresentação das contribuições descritas pela QED, discutindo apenas
os aspectos relevantes para esta tese. Depois, dedicaremos a maior parte deste capítulo para
descrever a evolução ditada pela dinâmica de interação forte. Com o propósito de entender quais
são os processos incorporados na equação BK, que descreve a evolução de N em Y , cobriremos
os principais aspectos dos modelos de múltiplos reespalhamentos e de evolução da função de
onda do dipolo. Por fim, avaliaremos detalhadamente como cada variável do formalismo de
dipolo de cor afeta o comportamento de N .

3.1 O formalismo de dipolo de cor

No formalismo de dipolo de cor, o espalhamento fóton-próton (que vimos no Cap. 2) é visto
como a interação de um par quark-antiquark (dipolo de cor) com o próton. A abordagem de dipolo
de cor foi introduzida por Nikolaev e Zakharov [88–90] e por Mueller [91–93]. Existem diferentes
formas de obter as expressões para o modelo de dipolo, como em esquemas de fatorização da
QCD (veja por exemplo [18, 19, 58, 67]) que utilizam o formalismo de teoria de perturbação no
cone de luz (light-cone perturbation theory - LCPT) ou em uma abordagem mais focada em
mecânica quântica (veja por exemplo [19, 59]). Aqui seguiremos a Ref. [94] e apresentaremos
uma abordagem mais intuitiva. Salientamos que todo o tratamento desta seção, que considera
um próton como alvo, também é válido para um alvo nuclear.

Neste formalismo as variáveis que definem o dipolo de cor são o seu tamanho transversal r e
a fração z do momento longitudinal do fóton que é portada pelo quark. No referencial de repouso
do próton, o tempo de vida do dipolo é muito mais longo que o intervalo no qual o dipolo interage
com o próton [18,94], o que nos permite ver o espalhamento elástico γ∗p como um processo em
três estágios, como mostrado na Fig. 3.1: i) o fóton virtual flutua em um par quark-antiquark
(qq̄), ii) o par qq̄ espalha elasticamente com o próton, e, iii) o par qq̄ recombina-se em um fóton
virtual.

A amplitude Aγ∗p(x,Q,∆), que descreve o processo elástico γ∗p→γ∗p, onde ∆ é o momento
transferido, é simplesmente o produto das amplitudes dos três subprocessos descritos acima,
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Figura 3.1: Amplitude γ∗p na representação de dipolo de cor: z é a fração do momento
longitudinal do fóton portada pelo quark, r é o tamanho do dipolo no plano transversal e b é a
distância do próton até o centro do dipolo no plano transversal.

integrado sobre as variáveis do dipolo [94]:

Aγ∗p(x,Q,∆) =
∑

f

∑
h,h̄

∫
d2
r

∫
dzΨ∗

hh̄
(r, z,Q)Aqq̄(x, r,∆)Ψhh̄(r, z,Q), (3.1)

onde Ψhh̄(z, r,Q) denota a amplitude para o fóton virtual flutuar em um par quark-antiquark de
sabor f e com helicidades h e h̄ [94]. O termo Aqq̄(x, r,∆) é a amplitude elementar para o
espalhamento dipolo-próton, e é definida de forma que a seção de choque diferencial para o
espalhamento dipolo-próton seja

dσqq̄

dt
=

1

16π

��Aqq̄(x, r,∆)
��2 , (3.2)

onde t=−∆2. A amplitude Aqq̄(x, r,∆) pode ser escrita como

Aqq̄(x, r,∆) =
∫

d2
b e−ib·∆Aqq̄(x, r, b), (3.3)

onde b é o parâmetro de impacto1. Relacionando a amplitude Aqq̄(x, r, b) com o elemento de
matriz S(x, r, b) via Aqq̄=2i[1−S] [94], podemos escrever

Aqq̄(x, r,∆) = i

∫
d2
b e−ib·∆ 2 [1 − S(x, r, b)] (3.4)

ImAqq̄(x, r,∆) =
∫

d2
b e−ib·∆ 2 [1 − Re S(x, r, b)] . (3.5)

Usando o teorema ótico, que conecta a seção de choque total à parte imaginária da amplitude
elástica frontal [95], temos:

σqq̄(x, r) = ImAqq̄(x, r,∆=0) =
∫

d2
b 2 [1 − Re S(x, r, b)] , (3.6)

de forma que podemos fazer a seguinte identificação

d2σqq̄

d2b
= 2 [1 − Re S(x, r, b)] ≡ 2N(x, r, b) , (3.7)

1 Na convenção usada neste capítulo, que utiliza a representação de coordenadas mista, os vetores r e b possuem
componente longitudinal igual a zero, ou seja, eles representam apenas as componentes transversais. Além disso,
denotamos r= |r | e b= |b|.
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ou ainda,

σqq̄(x, r) = 2

∫
d2
bN(x, r, b) , (3.8)

onde definimos N(x, r, b) como a parte imaginária da amplitude de espalhamento frontal dipolo-
próton [94].

Seguindo o que fizemos acima para o caso da interação dipolo-próton, podemos usar o
teorema ótico para relacionar a seção de choque total γ∗p com a parte imaginária da amplitude
frontal γ∗p:

σ
γ∗p

T,L
(x,Q2) = ImAγ∗p

T,L
(x,Q,∆=0), (3.9)

substituindo a parte imaginária da amplitude (3.1) e usando (3.6) ficamos com

σ
γ∗p

T,L
(x,Q2) =

∑
f

∫
d2
r

∫
dz [Ψ∗

Ψ(r, z,Q)] f

T,L
σqq̄(x, r), (3.10)

essa é a seção de choque total para o espalhamento fóton-próton inclusivo no formalismo de
dipolo de cor. As componentes transversal e longitudinal da sobreposição das funções de onda
(wave function overlap) do fóton inicial e final, [Ψ∗

Ψ(r, z,Q)] f

T,L
, são dadas por

[Ψ∗
Ψ] f

T
≡ 1

2

∑
hh̄

[
Ψ

∗
hh̄,λ=+1

Ψhh̄,λ=+1 + Ψ
∗
hh̄,λ=−1

Ψhh̄,λ=−1

]
(3.11)

[Ψ∗
Ψ] f

L
≡

∑
hh̄

Ψ
∗
hh̄,λ=0

Ψhh̄,λ=0 , (3.12)

onde λ denota a helicidade do fóton [94]. Veremos mais detalhes sobre [Ψ∗
Ψ] f

T,L
na seção

seguinte.
De maneira similar ao caso γ∗p → γ∗p expresso pela amplitude (3.1), podemos escrever a

amplitude elástica para a produção exclusiva de um méson vetorial (E =V) ou de um fóton real
(E =γ),

Aγ∗p→E p

T,L
(x,Q,∆) =

∫
d2
r

∫
dz

[
Ψ

∗
EΨ(r, z,Q)

]
T,L

Aqq̄(x, r,∆), (3.13)

onde [Ψ∗
E
Ψ(r, z,Q)] denota a sobreposição das funções de onda do fóton inicial e do estado final

exclusivo2. Usando (3.3) e (3.4) para escrever a amplitude no espaço de parâmetro de impacto,
obtemos

Aγ∗p→E p

T,L
(x,Q,∆) = i

∫
d2
r

∫
dz

∫
d2
b e−ib·∆ [

Ψ
∗
EΨ(r, z,Q)

]
T,L

2 [1 − S(x, r, b)] . (3.14)

Assumindo que o elemento de matriz S seja predominantemente real3, podemos usar (3.7) e
escrever

Aγ∗p→E p

T,L
(x,Q,∆) = i

∫
d2
r

∫
dz

∫
d2
b e−i[b−(1−z)r]·∆

×
[
Ψ

∗
EΨ(r, z,Q)

]
T,L

2N(x, r, b) , (3.15)

2 No caso de E =γ devemos ainda somar a amplitude sobre os sabores de quarks.
3 A componente real da amplitude A pode ser contabilizada ao multiplicar a seção de choque (3.17) por um

fator (1+β2), onde β =ReA/ImA [96–98]. Essa é uma aproximação usual no regime de altas energias, onde a
amplitude A é dominada por sua componente imaginária e β≈0,1 [19, 99].
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onde o fator ei(1−z)r·∆ é introduzido como uma correção para levar em conta a contribuição não
frontal da função de onda, como mostrado em [100]. Usando

∫
eix cos φdφ=2πJ0(x), onde J0 é a

função de Bessel de primeiro tipo, podemos integrar as variáveis angulares, tal que a amplitude
acima torna-se

Aγ∗p→E p

T,L
(x,Q,∆) = i8π2

∫
rdr

∫
dz

∫
bdbJ0(b∆)J0

(
(1 − z)r∆

) [
Ψ

∗
EΨ

]
T,L

N(x, r, b) . (3.16)

Com a amplitude acima podemos obter a seção de choque elástica [19]

dσ
γ∗p→E p

T,L

dt
=

1

16π

���Aγ∗p→E p

T,L
(x,Q,∆)

���2 . (3.17)

Essa é a seção de choque diferencial para o espalhamento elástico γ∗+p→E+p no formalismo
de dipolo de cor. A distribuição em t está relacionada com o tamanho da região de interação B,
sendo esse obtido usualmente através de um ajuste na distribuição em t considerando4 [19]

dσT,L

dt
≃ dσT,L

dt

����
t=0

e−B |t |, (3.18)

tal que B é a inclinação da curva que descreve a dependência da seção de choque em t. Assim,
podemos escrever a seção de choque total como

σ
γ∗p→E p

T,L
(x,Q2) =

∫
dt

[
dσT,L

dt

����
t=0

e−B |t |
]
=

1

B

[
dσT,L

dt

]
t=0

. (3.19)

Note que o formalismo de dipolo de cor utiliza uma representação mista: faz uso do espaço
de momento longitudinal em conjunto com o espaço de coordenadas espaciais transversais.
O tamanho do dipolo é preservado nas interações em altas energias. Nesse caso, a matriz
de espalhamento S(x, r, b) é diagonal em r e b, fazendo com que a descrição de processos
subsequentes seja dada pelo produto das amplitudes de cada subprocesso. Essa propriedade
torna o dipolo de cor um grau de liberdade muito conveniente para descrever espalhamentos em
altas energias [18]. Tal característica pode ser vista nas expressões de seção do choque recém
apresentadas, onde a descrição dos vértices da QED (funções de onda Ψ) ficam fatorizados da
interação descrita pela QCD (σqq̄ ou N ). Veremos os detalhes de cada uma destas quantidades
nas próximas seções.

3.2 Funções de onda

Nesta seção focaremos apenas na apresentação e discussão das sobreposições de funções de
onda (na forma Ψ∗

Ψ) que serão utilizadas nesta tese. Detalhes sobre o cálculo dessas funções de
onda podem ser vistos na Ref. [99]. Um ponto importante a ser notado nesta seção é a relação
entre o tamanho do dipolo de cor e as escalas Q2 e m f , pois como veremos nas próximas seções,
o tamanho do dipolo é uma das variáveis que regula o regime dinâmico relevante no processo de
espalhamento.

4 Essa aproximação é normalmente utilizada quando não conhecemos a dependência de N(x, r, b) no parâmetro
de impacto, situação com a qual lidaremos ainda neste capítulo.
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3.2.1 Funções de onda do fóton

As funções de onda do fóton no cone de luz, para as polarizações longitudinal (Ψhh̄,λ=0)
e transversal (Ψhh̄,λ=±1), foram calculadas perturbativamente por diversos autores, como nas
Refs. [88, 97, 101–103]. Aqui apresentamos apenas as sobreposições (na forma Ψ∗

Ψ) das
funções de onda que serão úteis ao decorrer deste trabalho.

No caso da seção de choque total para o DIS, que é obtida da amplitude elástica γ∗p→γ∗p

via teorema ótico, necessitamos do quadrado da função de onda do fóton, que é dado por

[Ψ∗
Ψ(r, z,Q)] f

T
=

NCαem

2π2
e2

f

{[
z2
+ (1 − z2)

]
ǫ2K2

1 (ǫr) + m2
f K2

0 (ǫr)
}
, (3.20)

[Ψ∗
Ψ(r, z,Q)] f

L
=

NCαem

2π2
e2

f 4Q2z2(1 − z2)K2
0 (ǫr), (3.21)

onde ǫ2
= z(1−z)Q2

+m2
f

e K0,1 são as funções de Bessel de segundo tipo modificadas. As funções
de onda acima descrevem o desdobramento de um fóton virtual em um par quark-antiquark, e a
posterior aniquilação deste par dando origem a um fóton virtual [19, 94].

Também são as funções de onda do fóton que determinam a produção de fóton real no
processo exclusivo γ∗p → γp. Neste caso há um fóton real no estado final (Q2

= 0), de forma
que apenas a parte com polarização transversal da sobreposição das funções de onda do fóton
contribui para seção de choque:

[
Ψ

∗
γΨ

] f

T
=

NCαem

2π2
e2

f

{[
z2
+ (1 − z2)

]
ǫK1(ǫr)m f K1(m f r) + m2

f K0(ǫr)K0(m f r)
}
. (3.22)

A função de onda acima descreve o desdobramento de um fóton virtual em um par qq̄ e a posterior
aniquilação do par qq̄, dando origem a um fóton real [94].

3.2.2 Funções de onda de mésons vetoriais

A modelagem usual para descrever a parte frontal da função de onda de um méson vetorial
é assumir, como feito nas Refs. [97, 103, 104], que o méson vetorial é predominantemente um
estado quark-antiquark com a mesma estrutura de spin e polarização do fóton [94]. A componente
transversal

(
Ψ

V

hh̄,λ=±1

)
é análoga à do fóton. Já a componente longitudinal

(
Ψ

V

hh̄,λ=0

)
é um pouco

modificada em relação a função de onda do fóton, pois o acoplamento dos quarks com o méson
não é local (vértice não puntiforme), dando origem ao termo acompanhado com a δ na expressão
que segue. Convenciona-se agrupar e redefinir alguns termos da função de onda do fóton como
sendo a parte escalar da função de onda do méson vetorial, expressa por φT,L(r, z), que inclui
também uma parte dependente de modelo [94].

As componentes transversal e longitudinal da sobreposição entre as funções de onda do fóton
e do méson vetorial, são dadas por

[
Ψ

∗
VΨ

]
T
=

ê f e

4π

NC

πz(1 − z)
{
m2

f K0(ǫr)φT (r, z) −
[
z2
+ (1 − z)2

]
ǫK1(ǫr)∂rφT (r, z)

}
, (3.23)

[
Ψ

∗
VΨ

]
L
=

ê f e

4π

NC

π
2Qz(1 − z)K0(ǫr)

[
MVφL(r, z) + δ

m2
f
− ∇2

r

MV z(1 − z)φL(r, z)
]
, (3.24)

onde ê f é a carga efetiva do méson, MV é a massa do méson e ∇2
r ≡[(1/r)∂r+∂

2
r ] [94].
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Meson MV /GeV m f /GeV ê f NT R2
T
/GeV−2 NL R2

L
/GeV−2

ρ 0.776 0.14 1/
√

2 4.47 21.9 1.79 10.4
φ 1.019 0.14 1/3 4.75 16.0 1.41 9.7

J/ψ 3.097 1.4 2/3 1.23 6.5 0.83 3.0

Tabela 3.1: Parâmetros do modelo Gaus-LC para os mésons vetoriais ρ, φ e J/Ψ.

Meson MV /GeV m f /GeV ê f NT NL R2/GeV−2

ρ 0.776 0.14 1/
√

2 0.911 0.853 12.9
φ 1.019 0.14 1/3 0.919 0.825 11.2

J/ψ 3.097 1.4 2/3 0.578 0.575 2.3

Tabela 3.2: Parâmetros do modelo Boosted Gaussian para os mésons vetoriais ρ, φ e J/Ψ.

Para completar a descrição da função de onda do méson vetorial, é necessário especificar
φT,L(r, z). Enquanto no caso do fóton essa quantidade é dada por funções de Bessel modificadas,
no caso de mésons vetoriais os modelos de quarks sugerem que um hádron deve ser modelado de
forma que a dependência na separação transversal tenha forma gaussiana [94]. Nesta tese utiliza-
remos dois modelos comuns na literatura, conhecidos como “Gaus-LC” e “Boosted Gaussian”.

O modelo Gaus-LC [104] utiliza δ = 0 e descreve a parte escalar das funções de onda (na
convenção usada em [94]) como

φT (r, z) = NT [z(1 − z)]2 exp
(
−r2/2R2

T

)
, (3.25)

φL(r, z) = NL z(1 − z) exp
(
−r2/2R2

L

)
. (3.26)

Já o modelo Boosted Gaussian [97] utiliza δ=1 e descreve φT,L(r, z) como

φT,L(r, z) = NT,L z(1 − z) exp

[
−

m2
f
R2

8z(1 − z) −
2z(1 − z)r2

R2
+

m2
f
R2

2

]
. (3.27)

Os valores das constantes NT,L , RT,L e R são fixados pelas condições de normalização. Uma
das condições é a exigência de que o quadrado da função de onda integrado sobre as variáveis
do dipolo seja igual a 1. A outra condição é obtida usando as funções de onda para descrever o
acoplamento fV do méson com a corrente eletromagnética, e então, fixar o valor de fV utilizando-
o na descrição dos dados de largura de decaimento ΓV→e+e− [94]. Os parâmetros usados nesta
tese foram fixados para os mésons ρ(uū/

√
2 − dd̄/

√
2), φ(ss̄) e J/Ψ(cc̄) na Ref. [94] e são

mostrados nas tabelas 3.1 e 3.2.
Na Fig. 3.2 mostramos a depedência em r da sobreposição das funções de onda do fóton e

do méson vetorial V (= ρ, φ, J/Ψ), utilizando os dois modelos de função de onda apresentados
acima e considerando diferentes valores de Q2. Em relação aos dois modelos de φ(r, z), podemos
ver que eles apresentam pouca diferença na descrição de [ΨJ/ψΨ]T,L e [ΨρΨ]T e quase nenhuma
diferença na descrição de [ΨφΨ]T,L e [ΨρΨ]L . Quanto às caracteríticas gerais das funções de
onda, vemos que elas apresentam a forma típica de um estado ligado. Podemos ver que o aumento
da escala de momento transversal Q2 faz com que o pico da distribuição seja deslocado para
menores valores de r . Essa característica é esperada, uma vez que Q2 ∝ 1/r2. Além disso, a
massa do méson vetorial também altera o tamanho médio do dipolo. Os mésons leves recebem
mais contribuição de dipolos maiores, enquanto o méson J/Ψ apresenta o pico da distribuição em
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Figura 3.2: Sobreposição das funções de onda do fóton e dos mésons vetorias ρ, φ e J/Ψ para
diferentes valores de Q2.

um valor de r menor. Também podemos observar que o méson J/Ψ é menos sensível à variação
de Q2, fato que está relacionado à maior massa dos quarks que o formam. Matematicamente isto
pode ser visto no fator ǫ2∝(Q2

+m2
f
), pois quanto menor o valor de m f , maior será o ∆ǫ com da

variação de Q2, refletindo em um maior ∆r , visto que as K0,1 nas funções de onda dependem do
produto ǫ ·r .
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3.3 A evolução da QCD no regime de alta densidade

No início deste capítulo vimos que no formalismo de dipolo de cor a interação forte está
contida em N(x, r, b). Nosso objetivo nesta seção é descrever a evolução dessa quantidade utili-
zando a abordagem não linear da QCD. Mas antes disso, trataremos de dois pontos importantes
relacionados a N : a dependência no parâmetro de impacto e a conexão com a dinâmica linear.

A dependência da amplitude N no parâmetro de impacto b não é tratável perturbativamente,
visto que tal dependência está enraizada na física de confinamento. Portanto, é útil assumir que
a dependência de N em b possa ser fatorizada [87]:

N(x, r, b) = N(x, r)S(b) . (3.28)

esta aproximação é justificada para r ≪ b. A fatorização acima implica que a amplitude de
espalhamento de dipolo é invariante em toda a região transversal do hádron (invariância trans-
lacional). Ou seja, considera-se o alvo como sendo homogêneo e com raio muito maior do que
qualquer tamanho de dipolo considerado [105]. Assim, a dinâmica do espalhamento dipolo-alvo
fica contida no termo N(x, r). Usando a fatorização acima, a expressão (3.8) que descreve a
seção de choque de dipolo torna-se:

σqq̄(x, r) = 2

∫
d2
bN(x, r)S(b) = σ0 N(x, r) , (3.29)

onde σ0 é um parâmetro livre, sendo interpretado como o dobro da área transversal média da
distribuição de quarks no alvo [106].

A seção de choque de dipolo pode ser relacionada às quantidades descritas no Cap. 2:
xg(x,Q2) e φ(x, k2). A relação com a distribuição de glúons não integrada é dada pela seguinte
integral no momento transversal [88, 107, 108]:

σqq̄(x, r) =
4π

3

∫
d 2k

k4
αsφ(x, k2)

(
1 − eik·r

)
. (3.30)

Portanto, para obter a seção de choque de dipolo descrita pela evolução linear (com os elementos
vistos no Cap. 2), existem dois caminhos5: podemos usar a equação BFKL (2.40) para evoluir
diretamente φ(x, k2), ou então, usar a equação DGLAP (2.31) para evoluir g(x, k2), e com auxílio
de (2.38), obter φ(x, k2). Ainda explorando a descrição da física linear para a seção de choque
de dipolo, a fatorização kT no limite de altas energias leva à [90, 108, 110]:

σqq̄(x, r) ∼ r2αs(r)xg(x, 1/r2), (3.31)

válida para pequeno r em DLA [111]. Detalhes sobre a fatorização kT na Ref. [19].
Agora vamos ao foco desta seção: a evolução da QCD descrita pela dinâmica não linear.

Neste caso, diferente das equações de evolução apresentadas até este momento (que evoluem as
PDFs), a própria amplitude de espalhamento de dipolo é o grau de liberdade natural na descrição
da dinâmica não linear. Nas subseções que seguem, veremos as ideias-chave6 (modelo de múl-
tiplos reespalhamentos de Glauber-Gribov-Mueller e modelo de dipolo de Mueller) que levam
ao estado da arte na descrição da evolução partônica no regime de alta densidade da QCD: a
equação Balitsky-Kovchegov [20, 21].

5 Embora não seja tratado aqui, vale mencionar que as equações da DLA-DGLAP [90] e da BFKL [91, 109]
também já foram obtidas utilizando o formalismo de dipolo de cor.

6 Não objetivamos um tratamento matemático detalhado, e sim apresentar as hipóteses essenciais de cada
modelo, para por fim, compreender quais são os processos físicos incorporados na evolução descrita pela equação
Balitsky-Kovchegov.
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Figura 3.3: Os quatro diagramas que contribuem na interação dipolo-núcleon na aproximação
de altas energias (troca de dois glúons). A direita apresentamos a notação abreviada para esse
tipo de interação (linhas dos glúons desconexas dentro do dipolo).

3.3.1 O modelo de múltiplos reespalhamentos de
Glauber-Gribov-Mueller (GGM)

O cálculo da amplitude de espalhamento dipolo-núcleo segue a estratégia original de múl-
tiplos reespalhamentos desenvolvida por Glauber [112–114] e Gribov [115, 116], e que posteri-
ormente foi implementada na QCD por Mueller [117]. Nos próximos parágrafos, começaremos
considerando a interação do dipolo com um núcleon isolado. Depois, será considerado o espa-
lhamento dipolo-núcleo no qual o dipolo interage com apenas um núcleon. E por fim, veremos
o espalhamento dipolo-núcleo considerando que o dipolo reespalha com múltiplos núcleons do
núcleo.

Começamos com a interação dipolo-núcleon, para a qual a amplitude de espalhamento em
altas energias é descrita pela troca de dois glúons (em mais baixa ordem), como ilustrado na Fig.
3.3. Neste caso, assume-se que o dipolo é perturbativamente pequeno (r ≪ 1/ΛQCD) e que o
núcleon pode ser modelado como um dipolo de tamanho transversal 1/Λ≫ r (com Λ∼ΛQCD).
A seção de choque dipolo-núcleon nessas condições é dada por [18]

σqq̄N ≈ 2πα2
s CF

NC

r2 ln

(
1

r2Λ2

)
. (3.32)

Em mais baixa ordem, a distribuição de glúons para um onium7 (o núcleon nesse caso), consi-
derando uma escala de momento transversal muito maior que Λ, é dada por [18]

xgonium
LO (x,Q2) = 2

[
xg

single−quark

LO
(x,Q2)

]
= 2

αsCF

π
ln

(
Q2

Λ2

)
, (3.33)

onde xg
single−quark

LO
é a distribuição de glúons de um quark (em mais baixa ordem). Com o

resultado acima podemos escrever (3.32) como

σqq̄N ≈ αsπ
2

NC

r2xgN (x, 1/r2) , (3.34)

onde xgN é a distribuição de glúons do núcleon (modelado como um onium) [18].
Agora considerando um núcleo grande (no qual o núcleon tem igual probabilidade de ser

encontrado em qualquer local dentro da região transversal do núcleo), a relação entre as seções
de choque dipolo-núcleon e dipolo-núcleo é dada por

dσqq̄A

d2b
= T(b)σqq̄N , (3.35)

7 O termo “onium” refere-se ao estado ligado quark-antiquark. No contexto deste capítulo, assumimos que o
onium, ou é resultado do desdobramento de um fóton com alta virtualidade, ou é formado por quarks suficientemente
pesados para garantir a aplicabilidade da pQCD.
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Figura 3.4: Espalhamento dipolo-núcleo na aproximação de Glauber-Gribov-Mueller. Cada
interação dipolo-núcleon é independente das demais.

onde T(b) é a função perfil nuclear8. Lembrando que a seção de choque dipolo-alvo é dada por
σ

qq̄A
tot =2

∫
d2
bN , usando as duas expressões acima podemos identificar N como

NLO =
αsπ

2

2NC

T(b)r2xgN (x, 1/r2) = α
2
s πCF

NC

T(b)r2 ln

(
1

rΛ

)
, (3.37)

no último passo assumimos a forma (3.33) para a distribuição de glúons do núcleon [18]. É fácil
ver que a expressão acima conflita com o limite de disco negro9, pois conforme r cresce, em
algum momento teremos NLO >1, e como consequência, σtot >2πR2.

Agora que já conhecemos os elementos principais que são assumidos no cálculo da seção
de choque dipolo-núcleo considerando a interação do dipolo com apenas um núcleon, vamos
considerar que o dipolo reespalha com múltiplos núcleons. Isto acontece quando a probabilidade
de interação com um único núcleon torna-se grande, fazendo com que a probabilidade de
interação com múltiplos núcleons aumente também. Neste caso, considera-se que o dipolo pode
interagir com qualquer número de núcleons, mas a interação com cada núcleon é restrita a ordem
não trivial mais baixa (interação via troca de dois glúons). No caso da interação com muitos
núcleons, a interação dipolo-núcleo torna-se uma série de interações sucessivas dipolo-núcleon,
onde cada reespalhamento é independente dos demais, como é ilustrado na Fig. 3.4. Outros
diagramas, com termos de linhas de glúons cruzadas, seja no mesmo núcleon ou entre dois
núcleons diferentes, são suprimidos e podem ser negligenciados (os detalhes podem ser vistos
na Ref. [18]). Assim, a contribuição mostrada na Fig. 3.4 é basicamente a ressoma de diagramas
presentes na Fig. 3.3. Novamente, considera-se que os núcleons sejam descritos por (3.33) e que
a densidade do núcleo é constante. Assim, enquanto o dipolo propaga-se através do núcleo, ele

8 Denotando por d2
bdbz o elemento de volume de um núcleo, sendo b a componente transversa e bz a componente

longitudinal, a função perfil nuclear é definida por

T(b) ≡
∫ ∞

−∞
dbzρA(b, bz) , (3.36)

onde ρA é a densidade do núcleo, descrita usualmente pela parametrização de Woods-Saxon [118] com os parâmetros
da Ref. [119].

9 O limite de disco negro impõe um valor máximo à seção de choque total: σtot =2
∫

d2
bN(b) ≤ 2πR2, onde R

é o raio da região (no espaço de parâmetro de impacto) na qual a interação é suficientemente forte (raio do disco
negro) [18, 19]. No formalismo que estamos usando, o limite de disco negro equivale à N ≤1.

O limite de disco negro está relacionado à unitariedade da matriz S, que por sua vez, é uma consequência direta
da conservação de probabilidade [19]. Na linguagem de mecânica quântica não relativística, podemos considerar o
disco negro como um poço de potencial infinito ocupando uma região esférica no espaço [18]. O conceito de disco
negro também pode ser relacionado ao princípio de Babinet da ótica, o qual diz que a quantidade de luz difratada
é igual a quantidade de luz absorvida. Em altas energias, este princípio traduz-se da seguinte forma: quando o
espalhamento ocorre em um disco negro, as seções de choque inelástica (σin, relacionada à absorção) e elástica
(σel , relacionada à difração) são iguais. Uma vez que a σin é igual a área do disco (πR2), temos σel =σin = πR2,
e então, σtot = σel+σin = 2πR2 [18, 19]. Ou seja, quando σtot = 2πR2, o limite de disco negro equivale a um
espalhamento totalmente absortivo, no qual temos Re S=0 [67].
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encontra núcleons, cuja a probabilidade de interação por unidade de caminho (bz) é dada pelo
produto ρA×σqq̄N [18].

Com as considerações acima obtém-se a fórmula de múltiplos reespalhamentos do modelo
de Glauber-Gribov-Mueller (GGM) [117]:

NGGM(r, b,Y =0) = 1 − exp

[
−σ

qq̄N

2
T(b)

]
(3.38)

= 1 − exp

[
−αsπ

2

2NC

T(b)r2xgN

(
x,

1

r2

)]
. (3.39)

Note que essa expressão não depende da energia pois foi obtida considerando a distribuição
de glúons no núcleon (xgN ) em mais baixa ordem [18]. Substituindo a distribuição de glúons
descrita por (3.33), a expressão (3.39) torna-se

NGGM(r, b,Y =0) = 1 − exp

[
−α

2
s CFπ

NC

T(b)r2 ln
1

rΛ

]
, (3.40)

então, definindo a escala de saturação como

Q2
s (b) ≡

4πα2
s CF

NC

T(b) , (3.41)

a amplitude (3.40) pode ser escrita como

NGGM(r, b,Y =0) = 1 − exp

[
−r2Q2

s (b)
4

ln
1

rΛ

]
. (3.42)

Podemos observar duas características importantes na amplitude acima. A primeira delas é a
transparência de cor10, alcançada quando r →0, que leva a N→0. A segunda característica é a
saturação de N , uma vez que com r &1/Qs, obtém-se N→1, com N ≤1 (limite de disco negro)
sendo respeitado independentemente do tamanho do dipolo. Ou seja, ao considerar múltiplos
reespalhamentos a seção de choque é unitarizada [18].

Embora a expressão (3.39) tenha algumas características desejáveis, a abordagem GGM leva
a uma amplitude sem dependência na energia. Além disso, este modelo só é válido quando
as emissões em pequeno x não são importantes (αsY ≪ 1), entretanto, estamos interessados no
regime de altas energias (αsY ≥1), onde a evolução em pequeno x não pode ser negligenciada [18].

3.3.2 O modelo de dipolo de cor de Mueller

Como vimos na seção anterior, a evolução da QCD está contida na amplitude de espalhamento
dipolo-alvo. No modelo GGM a amplitude N(x, r, b) não depende da energia, ou seja, NGGM

não pode ser a solução final para a evolução em altas energias. Agora consideraremos a evolução
quântica (emissões e absorções) do dipolo de cor, em particular, incorporando a evolução em
pequeno x à amplitude N , fazendo com que N passe a depender da energia. Veremos quais
classes de diagramas contribuem nesta evolução e como elas são incorporadas na função de onda
do dipolo, de acordo com o modelo de Mueller [91–93].

Iniciamos a evolução com um dipolo “bare”, como mostrado no diagrama da esquerda na

10 Se o tamanho do dipolo tende a zero, as cargas de cor do quark e do antiquark cancelam-se, de forma que
o par qq̄ não interage com o alvo. Esse efeito é chamado de trasparência de cor e foi explorado em uma série de
artigos [88, 120–122].
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Figura 3.5: A emissão de um glúon é o primeiro passo da evolução do dipolo de cor.

1

0

2 large N− C

1

0

2
(1, 2)

(2, 0)

1

0

large N− C

1

0

(1, 0)

Figura 3.6: O fluxo de cores na emissão de um glúon pelo dipolo de cor. No limite de grande
NC o glúon é visto como um novo par qq̄.

Fig. 3.5. Neste diagrama o par quark-antiquark está nas posições transversais 0 e 1. O primeiro
passo da evolução em pequeno x (LLxA) é a emissão de um glúon por um dos componentes do
dipolo [91]. Essa emissão altera a função de onda do onium original, como ilustrado nos diagra-
mas do centro e da direita na Fig. 3.5. Além das correções reais, Mueller também considerou
correções virtuais, nas quais o glúon é emitido e absorvido antes da possível interação com o
alvo [93].

A função de onda de um onium bare é denotada por Ψ(0)(r10, z1), onde z1 é a fração do
momento total do onium portada pelo quark e r10 = |r10 | = |r1−r0 | é o tamanho transversal do
dipolo formado por um par quark-antiquark nas posições r1 e r0. O cálculo da função de onda
do dipolo de cor é feito através de regras de Feynman, e pode ser visto com detalhes na Ref. [18].
A emissão subsequente de novos glúons leva as funções de onda Ψ(2), . . . ,Ψ(n). Lembrando que
na representação mista, cada nova emissão é fatorizável no espaço de coordenadas transversais,
tal que a expressão para Ψ(1) é dada pela expressão para Ψ(0) multiplicada pela probabilidade de
emissão de um glúon. Como resultado, temos a seguinte interpretação probabilística da função
de onda: a contribuição à função de onda do onium devido a emissão de um glúon extra é igual
a probabilidade de encontrar um dipolo de tamanho r10 dentro do onium (|Ψ(0) |2), multiplicado
pela probabilidade do dipolo emitir um glúon na posição r2.

Para obter correções além de um glúon, é necessária uma equação que ressome emissões
de glúons reais e virtuais, trazendo potências de αsln(1/x) à função de onda do onium, o que
se mostrou muito difícil na abordegem original de Mueller [18]. Uma grande simplificação é
obtida ao considerar o limite de grande NC proposto por ’t Hooft [123]. Nesse caso toma-se NC

grande mantendo αsNC constante. Neste limite a linha de um glúon é trocada por duas linhas de
um par qq̄ na configuração octeto de cor, já que a estrutura de cor do glúon é análoga a do par
qq̄ [18, 58]. A Fig. 3.6 ilustra o fluxo de cor nas emissões de glúon real e virtual. No caso da
emissão de um glúon real, o dipolo pai (1,0) desdobra-se em dois dipolos filho, (1,2) e (2,0). Já
na emissão de um glúon virtual, o dipolo pai (1,0) permanece o mesmo [18].

No limite de grande NC apenas diagramas planares contribuem, enquanto diagramas não
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Figura 3.7: No segundo passo da evolução ressomando αs ln(1/x), temos a emissão de mais um
glúon na função de onda do dipolo.

planares11 são suprimidos por potências de 1/N2
C

(para αsNC fixo) [18]. Nos diagramas planares
os diferentes dipolos gerados pela emissão de glúons não interagem entre si, de forma que as
emissões subsequentes acontecem independentemente em cada dipolo [18, 58].

Após a emissão do primeiro glúon pelo dipolo original, o próximo passo na evolução em
αsln(1/x) é a emissão subsequente de mais um glúon, o que pode acontecer em qualquer um dos
dois dipolos filho (que são independentes), (1,2) ou (2,0). Note que o novo glúon (na posição
3) é emitido pelo glúon da posição 2 em um vértice de três glúons [18]. A Fig. 3.7 ilustra essa
situação. Nos quatro diagramas após a evolução, ou seja, naqueles com dois glúons na função
de onda do dipolo, introduzimos a seguinte notação: os dois primeiros diagramas representam
a soma de todas as possibilidades de emissão de um glúon real, e, os dois últimos diagramas
representam a soma de todas as emissões de glúons virtuais (glúon emitido e absorvido pelo
dipolo da posição 2). O comprimento de cada linha representa o ordenamento temporal. Focando
no diagrama mais a direita, iniciamos com uma função de onda com dois dipolos, (1,2) e (2,0),
na qual é emitido um novo glúon, levando a função de onda com três dipolos: (1,2), (2,3) e (3,0).
Depois, esse glúon é absorvido e a evolução continua com os dipolos (1,2) e (2,0).

Usamos a notação Ψ(n) para descrever a função de onda com n glúons reais, e agora intro-
duzimos a notação Ψ[n](r1, b1, . . . , rn, bn,Y ) para denotar o estado do onium contendo n dipolos
nas posições r1, . . . , rn, cada um deles centrado no parâmetro de impacto b1, . . . , bn. No modelo
de dipolo de Mueller, a descrição formal da função de onda do onium, incluindo correções
αsln(1/x) em todas as ordens, é feita através do funcional gerador de dipolo Z(r10, b0,Y ; u) [18]:

Z (r10, b0,Y ; u)
���Ψ(0)(r10, z1)

���2 ���
O(α0

s )
=

∫
d2
r1d2

b1

���Ψ[1](r1, b1,Y )
���2 u(r1, b1)

+

1

2!

∫
d2
r1d2

b1d2
r2d2

b2

���Ψ[2](r1, b1, r2, b2,Y )
���2 u(r1, b1)u(r2, b2) + · · · (3.43)

=

∞∑
n=1

1

n!

∫
d2
r1d2

b1 · · · d2
rnd2

bn

���Ψ[n](r1, b1, . . . , rn, bn,Y )
���2 u(r1, b1) · · · u(rn, bn) ,(3.44)

onde bn= (r1+rn)/2 eY = ln(z1/z0), sendo z0 a menor fração de momento carregada por um glúon
na função de onda. As funções u(rn, bn) são introduzidas para extrair os diferentes multidipolos
na função de onda do onium, o que é feito com o auxílio da derivada funcional δ/δu(r, b):

���Ψ[n](r1, b1, . . . , rn, bn)
���2 = ���Ψ(0)(r10, z1)

���2 ���
O(α0

s )

× δn

δu(r1, b1) · · · u(rn, bn)
Z(r10, b0,Y ; u)

���
u=0

. (3.45)

11 Diagramas não planares são aqueles que não podem ser desenhados no plano sem o cruzamento de linhas
internas [58].

48



Capítulo 3. O formalismo de dipolo de cor

∂Y
∂

Z

Z

Z

Z Z

Figura 3.8: Representação diagramática para a evolução do funcional gerador de dipolos. A
linha vertical separa a função de onda de seu complexo conjugado. O primeiro diagrama a direita
do sinal de igual representa emissões reais e os dois diagramas seguintes representam emissões
virtuais.

Partindo do princípio que em Y =0 não há evolução (nenhum glúon é emitido), a condição inicial
para a expressão (3.44) é Z(r10, b0,Y =0 ; u) = u(x10, b0) [18].

Agora é necessária uma equação de evolução para Z . O princípio por trás desta evolução é
considerar a contribuição de cada processo discutido nesta seção, e está ilustrado na Fig. 3.8:
Em cada passo da evolução, um glúon é emitido na função de onda do dipolo. Esse glúon pode
ser real, desdobrando o dipolo pai em dois dipolos filho, ou pode ser virtual, deixando o dipolo
pai intacto. No primeiro caso a evolução subsequente continua independentemente em cada um
dos dipolos filho, enquanto no segundo caso a evolução continua no dipolo pai. A equação de
evolução para o funcional gerador obtida por Mueller [91, 93] foi

∂Z(r10, b0,Y ; u)
∂Y

=

αsNC

2π2

∫
d2
r2

r2
10

r2
20r2

21

(3.46)

×
[
Z (r12, b0+r20/2,Y ; u) Z (r20, b0+r12/2,Y ; u) − Z (r10, b0,Y ; u)

]
,

onde o termo quadrático em Z corresponde as emissões reais e o termo linear em Z corresponde
as emissões virtuais. A expressão (3.46) é uma equação de evolução não linear que permite
construir o quadrado da função de onda de um onium (multidipolos) usando a expressão (3.45).
Não há solução analítica conhecida para a equação (3.46) [18].

3.3.3 Equação Balitsky-Kovchegov (BK)

Como já vimos, no formalismo de dipolo de cor, o que precisamos para descrever o DIS é
a parte imaginária da amplitude de espalhamento frontal dipolo-alvo: N(x, r, b). O modelo de
múltiplos reespalhamentos GGM tem dois problemas: a amplitude é independente da energia e
a abordagem só é válida quando emissões em pequeno x não são importantes (αs ln(1/x)≪ 1).
Desta forma, precisamos ressomar correções LLxA em NGGM para descrever o regime de altas
energias. Uma alternativa seria identificar quais são as correções radiativas que trazem potências
de αs ln(1/x). A outra, com base no que vimos nas páginas anteriores, é modificar a função de
onda do dipolo para que ela contenha mais pártons (fazendo a evolução na própria função de
onda do dipolo). Na última alternativa, o espalhamento deixa de ser do tipo qq̄-alvo, tornando-se
qq̄g-alvo, ou ainda, de um sistema com mais glúons e quarks do mar. De forma mais específica,
são as flutuações com glúons na função de onda do dipolo que trazem fatores αs ln(1/x). Esses
glúons são emitidos pelo dipolo antes da interação com o alvo e são absorvidos após a interação.
Já as emissões durante a interação são suprimidas por potências de 1/s, sendo assim, negligen-
ciáveis em altas energias (detalhes na Ref. [18]). Portanto, é necessário ressomar a cascata de
glúons que desenvolve-se antes da interação com o alvo. Para isso, utiliza-se o limite de grande
NC e o modelo de dipolo de Mueller [18].
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Figura 3.9: Ao incluir a evolução quântica na função de onda do dipolo, glúons são adicionados
na Fig. 3.4. Aqui temos um exemplo dos primeiros dois passos da evolução em pequeno x, com
a emissão de glúons reais antes dos múltiplos reespalhamentos, e a absorção dos mesmos após
as interações com o alvo.

{ {
Figura 3.10: Quando incluímos a evolução em pequeno x, o dipolo pai desenvolve-se em uma
cascata de dipolos, os quais interagem independentemente com diferentes conjuntos de núcleons
do núcleo.

Podemos resumir as ideias-chave que descrevem essa evolução nos seguintes pontos: i) É
o sistema evoluído de dipolos que interage com o alvo; ii) No limite de grande NC não há
interação entre os dipolos durante toda a evolução que produz esses dipolos; iii) A interação de
dois dipolos com um único núcleon é suprimida no modelo GGM, de forma que as interações
são independentes, com cada dipolo reespalhando múltiplas vezes com um conjunto diferente de
núcleons [18, 21].

Na prática, estamos usando o modelo GGM para múltiplos reespalhamentos, mas agora es-
tamos inserindo a evolução da função de onda do dipolo, como descrita por Mueller. Assim, a
cada passo de evolução em pequeno x, um novo glúon é emitido na função de onda do dipolo.
As primeiras duas correções à Fig. 3.4 são mostradas na Fig. 3.9, que ilustra o espalhamento do
dipolo evoluído considerando a emissão de glúons reais. A evolução da função de onda do dipolo
leva a uma cascata de glúons, sistema que é descrito no limite de grande NC por Ψ[k] (função de
onda de k dipolos). Essa função de onda é então convoluída com a interação dipolo-alvo, como
mostrado na Fig. 3.10. Nesse sentido podemos dizer que a Fig. 3.10 é a generalização da Fig.
3.4, considerando as correções da evolução em pequeno x [18].

Utilizando a matriz S podemos descrever a interação dipolo-núcleo na forma de uma con-
volução da cascata de dipolos com a interação dipolo-alvo. Desta forma, S(r, b,Y ) é dado pela
probabilidade de encontrar um dipolo filho no dipolo pai, convoluída com a matriz s0(r, b,Y =0)
para o espalhamento dipolo-núcleo na aproximação GGM, somada à probabilidade de encontrar
dois dipolos convoluída com suas interações de múltiplos reespalhamento com o núcleo, etc. Tal

50



Capítulo 3. O formalismo de dipolo de cor

∂Y
∂

S

S

S

S S

Figura 3.11: Representação diagramática da equação BK para a matriz S. A linha vertical denota
o ponto de interação com o alvo.

soma leva à [21]

S(r10, b,Y ) =
∞∑

k=1

1

k!

∫
d2
r1d2

b1 · · · d2
rk d2

bk

× δk Z(r10, b,Y ; u)
δu(r1, b1) · · · δu(rk, bk)

�����
u=0

s0(r1, b1) · · · s0(rk, bk) , (3.47)

onde b = b0 = (r1+r0)/2 e o termo da derivada funcional δk Z é a probabilidade de encontrar
exatamente k dipolos filhos na função de onda do dipolo pai, como mostrado na expressão (3.45),
e o termo s0 é descrito utilizando a amplitude (3.42) do modelo GGM:

s0(r, b) ≡ S(r, b,Y =0) = exp

[
−
r

2Q2
s0(b)
4

ln
1

rΛ

]
, (3.48)

onde assumimos Qs0 como a saturação na condição inicial da evolução, pois como veremos
adiante, a escala de saturação será modificada pela equação de evolução [18]. Usando as
expressões (3.44) e (3.45), e, considerando a condição inicial u= s0, a soma da equação (3.47)
leva à

S(r10, b,Y ) = Z(r10, b,Y ; u= s0) . (3.49)

A relação acima indica que tanto a matriz de espalhamento S quanto o funcional gerador de
dipolos Z obedecem à mesma equação de evolução, expressa por (3.46) [21].

Em analogia à Fig. 3.8, que representa a evolução do funcional gerador Z(r, b,Y ; u) em
rapidez, na Fig. 3.11 representamos a evolução de S(r, b,Y ). Como na descrição de Mueller,
em um passo da evolução em energia/rapidez temos a emissão de um glúon. Se o glúon é real,
então o dipolo desdobra-se em dois novos dipolos, os quais continuam evoluindo e de forma
independente podem interagir com o núcleo. Já nas correções virtuais, a evolução continua com
o dipolo pai. Com a identificação na expressão (3.49), sabemos que a matriz S também é evoluída
pela equação (3.46), assim temos a seguinte equação de evolução para a matrix S [20, 21]:

∂S(r10, b,Y )
∂Y

=

αsNC

2π2

∫
d2
r2

r2
10

r2
20r2

21

(3.50)

×
[
S (r12, b+r20/2,Y ) S (r20, b+r12/2,Y ) − S (r10, b,Y )

]
,

com a condição inicial S(r10, b,Y =0) dada por (3.48). Reescrevendo a equação acima em termos
de N =1−S, temos a equação de evolução Balitsky-Kovchegov (BK) [20, 21]:

∂N(r10, b,Y )
∂Y

=

αsNC

2π2

∫
d2
r2

r2
10

r2
20r2

21

[
N (r12, b+r20/2,Y ) +N (r20, b+r12/2,Y )

− N (r10, b,Y ) − N (r12, b+r20/2,Y )N (r20, b+r12/2,Y )
]
, (3.51)
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Figura 3.12: Representação diagramática da equação BK para a amplitude N . A linha vertical
denota o ponto de interação com o alvo.

que ressoma potências de αsNCY [18]. A condição inicial é a mesma expressa em (3.48),

N(r, b,Y =0) = 1 − exp

[
−
r

2Q2
s0(b)
4

ln
1

rΛ

]
. (3.52)

No que segue também usaremos a notação

N(r1, r0,Y ) ≡ N(r10, b,Y ) , (3.53)

assim, a equação BK pode ser reescrita como

∂N(r1, r0,Y )
∂Y

=

αsNC

2π2

∫
d2
r2

r2
10

r2
20r2

21

[
N (r1, r2,Y ) +N (r2, r0,Y )

− N (r1, r0,Y ) − N (r1, r2,Y )N (r2, r0,Y )
]
. (3.54)

Na resolução da equação BK é comum assumir que a ∆N (variação da amplitude N ) com
∆b seja pequena quando ∆b ∼ r10, e também, que o alvo seja isotrópico, como já discutido na
Pág. 43. Assim, somos levados a equação BK com simetria azimutal [18]:

∂N(r10,Y )
∂Y

=

αsNC

2π2

∫
d2r2

r2
10

r2
20r2

21

[
N (r12,Y ) +N (r20,Y )

− N (r10,Y ) − N (r12,Y )N (r20,Y )
]
. (3.55)

Para um valor fixo de rapidez, um dipolo de cor neutra com tamanho r10 decai em dois
dipolos de tamanhos r12 e r20. Um dos dipolos evolui e interage com o alvo, enquanto o outro
dipolo permanece como um espectador (primeiros dois termos lineares), ou então, ambos dipolos
evoluem e interagem com o alvo (termo não linear)12. O sinal negativo do termo não linear reflete
o fato de que levar em conta duas interações independentes superestima o resultado final [18].
Na Fig. 3.12 temos a representação diagramática dessa evolução.

A equação BK foi originalmente derivada por Balitsky [20] usando teoria efetiva de interações

12 Como mostrado na Ref. [124], o termo não linear da equação BK equivale a ressoma de diagramas do tipo fan,
como aqueles ressomados na equação GLR (2.46).
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a altas energias. De forma independente, usando o formalismo de Mueller [91, 93] para dipolos
de cor, Kovchegov [21] obteve a mesma equação.

Podemos identificar o seguinte termo na equação BK utilizada até o momento:

KBFKL
BK (r10, r12, r20) =

αsNC

2π2

r2
10

r2
12r2

20

, (3.56)

que é o kernel da equação BK. Enquanto a amplitude N descreve a probabilidade de interação
dipolo-alvo, o kernel KBK fornece a probabilidade de emissão de um novo dipolo [105]. O kernel
acima, utilizando a constante de acoplamento fixa, é conhecido como kernel BFKL. As previsões
para o crescimento da escala de saturação com a diminuição de x, obtidas com a utilização deste
kernel, mostram um crescimento de Q2

s (x) muito rápido se comparado aos resultados extraídos
fenomenologicamente em DIS de pequeno x [87,125], indicando que correções devem ser feitas.
A prescrição proposta por Balitsky [126] utiliza constante de acoplamento variável, de forma
que o kernel é modificado para

KBal
BK (r10, r12, r20) =

Ncαs

(
r2
10

)
2π2

[
r2
10

r2
12r2

20

+

1

r2
12

(
αs

(
r2
12

)
αs

(
r2
20

) −1

)
+

1

r2
20

(
αs

(
r2
20

)
αs

(
r2
12

) −1

)]
, (3.57)

levando a resultados mais consistentes com os dados de DIS no regime de pequeno x [125]. A
equação BK utilizando um kernel com constante de acoplamento variável é referida por rcBK
(running coupling).

Não existe solução analítica para a equação BK em todo o seu regime cinemático, ainda
assim, podemos obter informações sobre sua evolução com soluções aproximadas e resultados
numéricos. Ambas abordagens serão exploradas na próxima seção.

3.4 Amplitude de espalhamento dipolo-alvo (N )

Um ponto importante sobre a amplitude N(x, r, b) evoluída pela equação BK, o qual já
podemos observar mesmo antes de qualquer aproximação, é que a evolução BK não viola o
limite de disco negro. Essa característica pode ser observada substitutindo N =1 no lado direito
da expressão (3.51). Essa substituição faz com que o lado direito da equação BK anule-se,
congelando o crescimento de N com Y :

N = 1
BK
=⇒ ∂N

∂Y
= 0 . (3.58)

Tal resultado indica que N =1 é um ponto fixo na evolução BK [18].
Visto que a equação BK não possui solução conhecida em todo o seu regime cinemático,

não há uma forma analítica para N(x, r, b), a não ser em casos assintóticos. A ausência de uma
forma analítica para N motivou o desenvolvimento de modelos fenomenológicos para descrever
N no regime de altas densidades, os quais incorporam as características esperadas para o CGC.
Em seguida, veremos duas soluções aproximadas da equação BK13, considerando os casos em
que N→0 e N→1. Além disso, serão apresentados três modelos fenomenológicos para N e o
resultado numérico da rcBK.

13 Também existem outras soluções aproximadas, válidas em regimes cinemáticos bastante limitados, ou ainda,
usadas para explorar características mais pontuais da evolução BK (como a solução semiclássica e a solução de
ondas progressivas). Detalhes sobre essas soluções podem ser vistos na Ref. [18].
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3.4.1 Soluções aproximadas da equação BK

É possível obter uma solução analítica para a equação BK no regime em que N ≪ 1.
Este é o regime em que r ≪ 1/Qs, ou seja, o regime no qual os efeitos de saturação não são
importantes. Como já foi identificado anteriormente, quando r →0 o efeito da transparência de
cor manifesta-se, situação na qual a interação dipolo-alvo tende a desaparecer (N → 0). Note
que esse comportamento independe do valor de x [18]. No regime em que N≪1 a equação BK
pode ser linearizada (despreza-se o termo quadrático), de forma que podemos escrever (3.55)
como:

∂N(r10,Y )
∂Y

=

αsNC

2π2

∫
d2
r2

r2
10

r2
20r2

21

[
N (r12,Y ) +N (r20,Y ) − N (r10,Y )

]
. (3.59)

Neste caso pode ser mostrado que a expressão acima resume-se a forma com simetria azimutal
da equação BFKL [105, 127]. Ou seja, a evolução BK no regime linear leva aos resultados já
discutidos na seção 2.3.

Vale citar aqui que, embora a equação BK tenha a equação BFKL como limite assintótico,
a evolução BK não sofre dos mesmos problemas que a BFKL. Já vimos que a BK não viola o
regime de disco negro. Além disso, na evolução BK a difusão dos momentos transversais dos
glúons para valores baixos é suprimida devido à escala de saturação, que passa a ser a escala de
momento transversal importante no regime de altas energias. Além da evolução BK produzir
glúons com alto momento transversal, a própria largura da distribuição dos momentos é quase
independente de Y [128].

Também é possível obter a solução da equação BK no regime de saturação profunda, onde os
efeitos não lineares tornam-se muito importantes. Neste caso temos r ≫1/Qs, e por conseguinte,
N →1. Neste regime temos S→0, tal que podemos linearizar a expressão (3.50) com simetria
azimutal e sem dependência no parâmetro de impacto:

∂S(r10,Y )
∂Y

= −αsNC

2π2

∫
d2
r2

r2
10

r2
20r2

21

S (r10,Y ) . (3.60)

A solução da equação acima é conhecida como Lei de Levin-Tuchin [129]:

S(r,Y ) = S0 exp

{
−

ln2
[
r2Q2

s (Y )
]

2c

}
(3.61)

N(r,Y ) = 1 − S0 exp

{
−

ln2
[
r2Q2

s (Y )
]

2c

}
, (3.62)

onde c e S0 são constantes independentes de Y [105].
Neste caso a amplitude N comporta-se de forma escalonada:

N(r,Y ) → N(τ) onde τ = rQs , (3.63)

ou seja, a amplitude passa a depender de uma única variável. Essa característica da evolução
BK no regime de saturação é conhecida como scaling geométrico (geometric scaling - GS).
O comportamento escalonado é uma manifestação da ideia de que a única escala de energia
relevante em altas energias é a escala de saturação Qs(x) [76, 77, 130]. O GS é uma das
principais assinaturas da física não linear14. Sua primeira observação experimental considerou

14 O comportamento da evolução DGLAP com saturação nas condições iniciais mostra um scaling aproximado no
regime de pequeno x [131]. A procura pelo GS também foi feita utilizando a evolução BFKL em um amplo regime
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uma compilação de dados do HERA para seção de choque total γ∗p [133]. Desde então, uma
ampla gama de observáveis tem evidenciado o GS, tanto nos dados de DIS do HERA, onde o GS
já foi identificado em diversos outros processos inclusivos e exclusivos [134–137], quanto em
uma série de observáveis em colisões hadrônicas no RHIC e no LHC, como nas Refs. [138–144].
Até mesmo a qualidade do GS em diferentes regimes cinemáticos, de Q2 [145] e W [75], além
de diferentes formas funcionais para a escala de saturação, tem sido exploradas [146].

Ao assumir a presença do GS na solução da equação BK no regime de dipolos grandes, no
qual o dipolo é fortemente absorvido pelo alvo (S≪1), a expressão (3.60) leva a seguinte escala
de saturação:

Q2
s (Y ) = Λ2 exp

[
αsNC

2π2
cY

]
, (3.64)

ondeΛ é fixado pela condição inicial (usualmente,Λ∼ΛQCD) [127]. O resultado acima demons-
tra que a escala de saturação cresce com a energia, indicando que conforme os experimentos
alcançam regimes cinemáticos com energias mais elevadas, a física de saturação torna-se cada
vez mais importante.

3.4.2 Modelos fenomenológicos para N
Modelo de Golec-Biernat–Wüsthoff (GBW)

Uma das primeiras bem sucedidas aplicações fenomenológicas baseada em ideias de saturação
para descrever dados de DIS em pequeno x é de Golec-Biernat e Wüsthoff [147,148]. Seu trabalho
foi capaz de descrever simultaneamente as seções de choque inclusiva e difrativa de espalhamento
lépton-próton fazendo uso de um modelo que descreve a amplitude de espalhamento dipolo-
próton, o qual leva em conta as principais características de saturação. Este modelo é puramente
fenomenológico, sem base em qualquer equação de evolução. Nele a amplitude de espalhamento
dipolo-próton é

N(x, r) = 1 − exp

(
−[Qs(x)r]2

4

)
, (3.65)

onde a escala de saturação é

Q2
s (x) = Q2

0 (x0/x)λ , (3.66)

e a seção de choque de dipolo é dada por σqq̄=σ0 N(x, r), como em (3.29).
As quantidades σ0, λ e x0 são parâmetros livres, ajustáveis a partir de dados de DIS. A

quantidade Q0 ajusta a dimensão, tal que assume-se Q0=1 GeV. Um parâmetro adicional deste
modelo é a massa efetiva dos quarks leves (u, d e s), m=0,14 GeV, sendo esta uma consideração
não perturbativa do modelo. Nesta tese utilizaremos os mesmos parâmetros propostos no trabalho
original: x0=3,04×10−4, λ=0,288 e σ0=23,03 mb. Estes parâmetros foram ajustados aos dados
de F2 do HERA considerando a contribuição do quark charm.

Vemos que para Q2
sr2 ≪ 1, o modelo reduz-se à transparência de cor: temos N ∼ r2, o que

leva à σqq̄ ∼ r2. Já no caso do crescimento de Q2
sr2, o próton tende a comportar-se como um

disco negro: ficamos com N→1, e como consequência, σqq̄→σ0 [147].

de Q2, mostrando que a BFKL apresenta GS em valores baixos e intermediários de Q2 [127]. Nos trabalhos acima
nota-se que o comportamento escalonado estende-se além da escala de saturação, e, como apontado na Ref. [132],
a presença do GS na evolução é independente das condições iniciais.
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Modelo de Iancu–Itakura–Munier–Soyez (IIMS)

Este modelo fenomenológico foi proposto por Iancu, Itakura e Munier (IIM) [149], e é baseado
nas soluções assintóticas da equação BK. Para dipolos menores que 2/Qs(x), a amplitude de
espalhamento é baseada na solução da BFKL na fronteira do regime de saturação. Já para dipolos
maiores que 2/Qs(x), a amplitude de espalhamento incorpora os efeitos não lineares. Assim,
a parametrização de N interpola suavemente entre os limites de grande e pequeno dipolo: a
solução da BFKL para pequenos dipolos, r ≪ 1/Qs(x), e a lei de Levin-Tuchin para grandes
dipolos, r ≫1/Qs(x). A amplitude de espalhamento é dada por:

N(x, r) =



N0

(
rQs

2

)2
[
γs +

ln(2/rQs)
κλY

]
para rQs(x) ≤ 2,

1 − exp
[
−A ln2 (BrQs)

]
para rQs(x) > 2,

(3.67)

onde os coeficientes A e B são determinados a partir das condições de continuidade da seção de
choque em rQs=2:

A = −
N2

0 γ
2
s

(1 − N0)2 ln(1 − N0)
e B =

1

2
(1 − N0)−(1−N0)/(N0γs) . (3.68)

Já os coeficientes γs = 0,63 e κ = 9,9 são fixados pela solução da BFKL em ordem dominante.
Neste modelo a normalização da seção de choque é obtida considerando o próton como um disco
homogêneo de raio R, escrevendo a seção de choque de dipolo como σqq̄ =σ0 N(x, r), tal que
σ0 ≡ 2πR2

p, onde Rp é o raio do próton. A escala de saturação utilizada é a mesma do modelo

GBW, Qs(x)= (x0/x)λ/2. A quantidade N0 é dada por N(rQs=2). Os únicos parâmetros livres
para ajuste são Rp, x0 e λ [149].

Quando o modelo IIM foi proposto, ele foi ajustado aos dados de F2 do HERA considerando
apenas contribuições dos três quarks mais leves. Nesta tese utilizaremos os parâmetros obtidos
no ajuste de Soyez [150], que inclui contribuições de quarks pesados, com mu,d,s = 0,14 GeV,
mc = 1,4 GeV e mb = 4,5 GeV. Os parâmetros utilizados são N0 = 0,7, γs = 0,7376, κ = 9,9,
λ=0,2197, x0=1,632×10−5 e σ0=27,28 mb. Por usarmos este novo conjunto de parâmetros, no
que segue, chamaremos este modelo de “IIMS”.

Modelo de Kowalski–Motyka–Watt (bCGC)

Kowalski, Motyka e Watt propuseram uma modificação no modelo IIM, a fim de incluir a
dependência em parâmetro de impacto na amplitude de espalhamento N [94]. A abordagem
utilizada foi manter a forma funcional de N , dada por (3.67), e incluir a dependência em b na
escala de saturação Qs. Assim a escala de saturação (3.66), utilizada nos modelos GBW e IIM,
assume a seguinte forma:

Q2
s (x, b) =

( x0

x

)λ [
exp

(
− b2

2BCGC

)]1/γs
, (3.69)

onde o termo exponencial descreve um alvo cuja densidade de glúons varia com o parâmetro de
impacto. Na região central do alvo (pequeno b) a densidade de glúons é alta, tal que ao aumentar
o valor de b a densidade diminui (o alvo torna-se mais diluído na região periférica).

No artigo original os parâmetros deste modelo foram ajustados aos dados de F2 do ZEUS.
Nesta tese usaremos um conjunto de parâmetros mais recente, ajustado na Ref. [151] aos dados
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combinados do HERA para seção de choque reduzida. Utilizando mu,d,s=0,14 GeV e mc=1,27
GeV, os valores encontrados para os parâmetros são: BCGC=5,5 GeV−2, γs=0,6599,N0=0,3358,
x0=1,05×10−3 e λ=0,2063. No que segue, chamaremos este modelo de “bCGC”.

3.4.3 Solução numérica da rcBK

A equação BK com constante de acoplamento variável (rcBK), utilizando o kernel de Balitsky
(3.57), é uma equação integro-diferencial não linear, sem solução analítica conhecida em todo
o regime cinemático de rapidez. No que segue desta tese, usaremos a solução numérica da
rcBK obtida na Ref. [87], onde a rcBK foi ajustada aos dados de F2 do HERA, considerando um
conjunto de dados com x ≤ 10−2 e 0,045 GeV2 ≤ Q2 ≤ 800 GeV2. Como o valor experimental
mais alto de x incluído neste ajuste foi x0=0,01, a evolução começa na rapidez Y = ln(x0/x)=0.
Como condição inicial, foi considerada uma amplitude N inpirada no modelo GBW:

N(r,Y =0) = 1 − exp

[
−

(
r2Q2

s0

4

)γ ]
, (3.70)

onde Qs0 é a escala de saturação inicial e γ é a dimensão anômala, que controla a velocidade
com que a amplitude N vai da região diluída para a região de disco negro. O melhor ajuste
aos dados experimentais foi obtido com a escala de saturação inicial Qs0 = 0,24 GeV2 e com
a dimensão anômala γ = 1. É assumida apenas a presença dos três quarks mais leves, todos
com m f = 0,14 GeV. A normalização da seção de choque é dada por σ0 = 31,59 mb. O método
numérico utilizado para resolver a rcBK foi Runge-Kutta de segunda ordem [152, 153], com o
passo em rapidez de ∆hY =0,05. Esta solução será identificada nos gráficos por “rcBK”.

3.4.4 Resultados para N
Nesta subseção analisaremos o comportamento da parte imaginária da amplitude de espa-

lhamento frontal N(x, r, b) em relação a cada uma das suas variáveis. Consideraremos os três
modelos fenomenológicos apresentados nesta seção, bem como a solução numérica da equação
rcBK.

Na Fig. 3.13 apresentamos a dependência de N no tamanho do dipolo ao quadrado. Para
isto, consideramos dois valores de x: x=10−3 (painel esquerdo) e x=10−5 (painel direito). No
caso do modelo bCGC, devido a sua dependência no parâmetro de impacto, apresentamos seus
resultados considerando a região central (b=0) e uma região mais periférica (b=2,5 GeV−1≈0,5
fm)15. Em todos os modelos podemos observar o seguinte comportamento:

• Na região de pequenos dipolos ⇒ N cresce com potência de r .

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

Os modelos diferem no valor de r em que chega-se à saturação (região de transição). Podemos
observar que a saturação é alcançada para menores tamanhos de dipolos nos modelos fenomeno-
lógicos GBW e IIMS, sendo alcançada para pares qq̄ maiores no modelo bCGC, com a solução
rcBK apresentando um comportamento intermediário. Ou seja, enquanto nos modelos GBW e
IIMS, a transição da região linear para o regime assintótico é mais abrupta, os modelos rcBK e
bCGC descrevem uma transição mais suave. Comparando os dois painéis da Fig. 3.13, podemos
ver que o efeito de aumentar a energia faz com que a saturação seja alcançada em valores menores
de r .

15 A fim de comparações, o raio do próton é r ≈ 0,84 fm ≈ 4,26 GeV−1 [154, 155].
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Figura 3.13: Evolução da amplitude N em r2 para diferentes modelos, considerando x=10−3 e
x=10−5.
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Figura 3.14: Evolução da amplitude N em x para diferentes modelos, considerando r2
=

10 GeV−2 e r2
=30 GeV−2.

Na Fig. 3.14 temos a dependência de N em x considerando r2
= 10 GeV−2 (r ≈ 0,62 fm) e

r2
=30 GeV−2 (r ≈1,08 fm). Podemos ver que todos os modelos tendem a um valor assintótico

com a diminuição de x. Novamente, a transição entre os regimes linear e não linear é mais rápida
nos modelos GBW e IIMS do que nos modelos rcBK e bCGC. Ou seja, os modelos GBW e
IIMS alcançam o valor assintótico em energias menores, enquanto precisamos de valores muito
baixos de x para que a saturação seja alcançada nos modelos rcBK e bCGC, principalmente para
dipolos menores.

Na Fig. 3.15 mostramos a descrição do modelo bCGC para a dependência de N no parâ-
metro de impacto, considerando diferentes valores de x e de r . Podemos ver que o valor de N
decresce com o aumento de b, característica que está associada a menor densidade de glúons
na região mais periférica do próton. As dependências em x e em r refletem o que já foi dis-
cutido nas Figs. 3.13 e 3.14, mostrando que oN cresce com o tamanho do dipolo e com a energia.
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Capítulo 4

Os fluxos de fótons e píons

Para aplicar a dinâmica explorada nos últimos capítulos aos observáveis do nosso interesse,
ainda precisamos de mais duas quantidades. Neste capítulo apresentaremos os fluxos de fótons
e píons, bem como as fatorizações que permitem escrever a seção de choque de um processo em
termos do fluxo de partículas trocadas e da seção de choque do subprocesso:

(processo completo) = (fluxo de partículas) × (subprocesso).

Os fluxos podem ser entendidos a partir da ideia de nuvem de partículas virtuais [156]: associada
a uma carga elétrica, há uma nuvem fótons, e, associada a um próton, há uma nuvem de píons.

A abordagem acima será utilizada em duas situações durante os capítulos de resultados: i)
na descrição dos processos envolvendo a produção de um nêutron dominante, onde o fluxo de
píons será usado para descrever o desdobramento p → n+π, e, ii) na descrição dos processos
fotoinduzidos que acontecem em colisões hadrônicas ultraperiféricas (ultra-peripheral collisions

- UPC)1, que utilizaremos como alternativa para estudar a produção de nêutrons nos colisores
hadrônicos atuais.

4.1 O fluxo de fótons

Em 1924 Fermi [159,160] desenvolveu um método que ficou conhecido como “aproximação
de fótons equivalentes” (Equivalent Photon Approximation - EPA), onde ele tratou os campos
eletromagnéticos de partículas carregadas como um fluxo de fótons [28,38,157,161]. O objetivo
de Fermi era calcular a excitação e ionização de átomos por partículas alpha, cujo o cálculo era
simplificado caso os campos eletromagnéticos gerados pelo projétil fossem trocados por um pulso
de fótons equivalentes incidindo no átomo [38,162]. Dez anos depois, Weiszäcker [163] e Willi-
ams [164] estenderam a ideia de Fermi, utilizando-a na descrição de partículas ultrarelativísticas.
Esta abordagem, que continua sendo amplamente utilizada, ficou conhecida como “método de
Weiszäcker-Williams” [157, 161, 165]. Essa é uma técnica bem estabelecida e consta em livros
clássicos de eletromagnetismo [166] e QED [38,167]. Dada a sua aplicabilidade nos experimen-
tos de colisões hadrônicas a altas energias, existem diversos artigos de revisão sobre a aplicação
do método de Weizsäcker-Williams/EPA2 na descrição de UPC [28,157, 161, 165, 168, 169].

1 As colisões ultraperiféricas são espalhamentos nos quais as partículas envolvidas interagem através de suas
nuvens de fótons virtuais [157]. Para que ocorram, é necessária a presença de um intenso campo eletromagnético
e a simultânea supressão de processos hadrônicos mediados pela interação forte. Tais circunstâncias são satisfeitas
ao selecionar colisões com parâmetro de impacto maior do que a soma dos raios das partículas interagentes [158].

2 Utilizaremos as expressões “método de Weizsäcker-Williams” e “EPA” como sinônimos.
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v=0 v∼c
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Figura 4.1: Campo elétrico produzido por uma carga em repouso (esquerda) e em velocidade
relativística (direita).
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Figura 4.2: O campo eletromagnético do projétil relativístico incide sobre o alvo como dois
pulsos de radiação polarizada (P1 e P2).

4.1.1 Radiação de uma carga em velocidade relativística

O método de Weizsäcker-Williams explora a similaridade entre os campos de uma partícula
eletricamente carregada movendo-se em velocidade ultrarelativística (energia muito maior que a
massa de repouso) e os campos de um pulso de radiação [166]. A motivação de Fermi para trocar
o campo eletromagnético da partícula em movimento por um fluxo de fótons equivalentes é que,
ao observar o campo a uma certa distância da trajetória da partícula, o campo assemelha-se ao
de um fóton real [161].

Uma partícula eletricamente carregada, quando em movimento, tem o vetor de campo elétrico
apontando radialmente para fora e campo magnético circulando-a [161]. Na Fig. 4.1 ilustramos
como o campo elétrico é afetado quando a carga é acelerada até velocidades próximas à velocidade
da luz (fator de Lorentz γL ≫1). Nesse caso, o campo eletromagnético gerado pelo projétil sofre
contração de Lorentz na direção do seu movimento, fazendo com que o campo concentre-se na
direção perpendicular à velocidade da partícula [28, 161, 166].

Na Fig. 4.2 ilustramos como uma partícula alvo experimenta o campo eletromagnético gerado
por uma carga em velocidade relativística, cujas trajetórias estão a uma distância b (parâmetro de
impacto). Nessas condições, os campos atuam durante um período muito curto e são equivalentes
a dois pulsos de radiação polarizada [28, 166]. Um pulso no sentido de propagação da carga
(P1) e um pulso perpendicular a direção de propagação do projétil (P2). No caso do pulso
de polarização transversa P1, a equivalência entre o pulso e a interação com um fóton real é
exata. Já no caso do pulso de polarização longitudinal P2, como este não possui componente
magnética, a equivalênca é aproximada. Considerando um projétil (emissor de fótons) sem
estrutura interna, a energia incidente no alvo por unidade de área e intervalo de frequência ω, é
dada por [28, 157, 161, 166]

I(ω, b) = αemZ2ω

π2γ2
L

[
K2

1 (ξ) +
1

γ2
L

K2
0 (ξ)

]
, (4.1)
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Figura 4.3: Exemplos de interação eletromagnética: fotoabsorção inelástica (esquerda) e espa-
lhamento fóton-fóton (direita).

onde ξ = ωb/γL . Os pulsos P1 e P2 são proporcionais aos termos com as funções de Bessel
modificadas K1 e K0, respectivamente. Podemos observar que no regime relativístico o pulso
P2 é de pouca importância, uma vez que é acompanhado de um fator 1/γ2

L
[28, 161, 166].

Dado o decrescimento exponencial das funções Ki(ξ) com o aumento do seu argumento, com
Ki(ξ >1)→0, podemos observar que o fluxo é exponencialmente suprimido para ω>γL/b. Tal
característica está relacionada com o comprimento de onda do fóton, cujo valor mínimo não pode
ser menor do que o tamanho do projétil emissor: λmin ∼RP [157, 161]. Como consequência, no
plano transversal temos a seguinte limitação para a virtualidade máxima do fóton,

Q2
. 1/λ2 ∼ 1/R2

P , (4.2)

e na direção longitudinal, na qual há contração de Lorentz, temos a seguinte limitação para a
energia máxima do fóton,

ω . γL/λ ∼ γL/RP . (4.3)

4.1.2 A aproximação de fótons equivalentes

Na EPA a radiação eletromagnética é interpretada como um fluxo de fótons (nγ) distribuído
sobre um espectro de frequências (ω). Embora Fermi, Weiszäcker e Williams [159,160,163,164],
tenham utilizado uma abordagem semiclássica para obter o espectro de fótons equivalente nγ(ω),
esse resultado posteriormente foi mostrado válido utilizando diferentes abordagens (discutidas na
Ref. [165]). Em essência, o método de Weizsäcker-Williams é uma forma simples e conveniente
para o cálculo aproximado de diagramas de Feynman [165]. Deste modo, a interação eletromag-
nética entre duas partículas resume-se a dois cenários, como ilustrados na Fig. 4.3: os fótons
de uma das partículas interagem diretamente com a outra partícula (interação de fotoabsorção),
ou então, os fótons de uma das partículas interagem com os fótons da outra partícula (interação
fóton-fóton) [157, 161, 165].

A EPA permite uma conexão entre as seções de choque de fotoprodução e eletroprodu-
ção [165, 168]. Na fotoprodução o fóton é real: está na camada de massa (Q2

= 0) e tem
polarização transversa. Já na eletroprodução o fóton é virtual: está fora da camada de massa
(Q2 > 0) e não está transversalmente polarizado. O exemplo clássico é o espalhamento elétron-
próton inelástico, e+p→e′+X , que pode ser entendido da seguinte forma: começamos com um
elétron e um próton no estado inicial, então o elétron emite um fóton, o qual é absorvido pelo
próton, que em seguida fragmenta em um sistema de partículas X:

e + p → (e′ + γ∗) + p → e′ + (γ∗ + p) → e′ + X . (4.4)

A sequência de eventos acima está ilustrada na Fig. 4.4 (diagrama à esquerda). Quando o fóton
trocado é quase real (Q2→0), o espalhamento acima torna-se

e + p → (e′ + γ) + p → e′ + (γ + p) → e′ + X , (4.5)
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Figura 4.4: Diagramas de eletroprodução (esquerda) e fotoprodução (direita).

onde podemos identificar o seguinte processo intermediário,

γ + p → X , (4.6)

que é um evento de fotoprodução, como ilustrado no diagrama da direita na Fig. 4.4 [168]. A
identificação da amplitude do subprocesso de fotoprodução como parte do processo completo
está no cerne da EPA, que permite escrever [165, 168]:

σep→e′X =

∫ E

0
dω

nγ/e(ω)
ω

σγp→X (ω) , (4.7)

onde σγp→X é a seção de choque de fotoprodução para um fóton de energia ω=E−E′, sendo E

e E′ os valores de energia do elétron antes e após a emissão do fóton, respectivamente [168]. O
termo nγ/e(ω) descreve a distribuição de frequências do fluxo de fótons emitido pelo o elétron.
Os detalhes de como a seção de choque γp→ X é identificada e fatorizada da seção de choque
ep→e′X podem ser vistos nas Ref. [38, 168].

A fatorização do tipo σX = nγ ⊗σγ

X
presente na expressão (4.7), é possível devido à EPA

ignorar duas diferenças entre os fótons dos diagramas da Fig. 4.4: ignora-se a contribuição
de polarização longitudinal e considera-se o fóton na camada de massa [165, 168]. Entretanto,
tais aproximações são bem justificadas, pois como visto nas páginas anteriores, no fluxo de
fótons emitido por uma carga relativística, a componente longitudinal é suprimida e o fóton tem
baixa virtualidade. Uma análise da aplicabilidade e precisão do método de Weizsäcker-Williams,
avaliando os termos negligenciados nessa aproximação, pode ser encontrada na Ref. [165].

A seção de choque de interação eletromagnética entre duas partículas carregadas Z1 e Z2

(diagramas da Fig. 4.3), no caso de fotoabsorção, é descrita no método de Weizsäcker-Williams
como [157,161, 162, 165]:

σZ1Z2→Z1X =

∫
dω1

nγ/Z1(ω1)
ω1

σγZ2→X (ω1) (4.8)

onde σZ1Z2→Z1X é a seção de choque do processo completo (induzido pelo projétil carregado),
σγZ2→X é a seção de choque de fotoabsorção, e, nγ/Z1 é o fluxo de fótons equivalentes emitido
pela carga Z1. Já no caso da interação fóton-fóton, temos

σZ1Z2→Z1Z2X =

∫
dω1dω2

nγ/Z1(ω1)
ω1

nγ/Z2(ω2)
ω2

σγγ→X (ω1, ω2) (4.9)

onde σZ1Z2→Z1Z2X é a seção de choque do processo completo, σγγ→X é a seção de choque que
descreve a fusão de dois fótons, e, nγ/Z1 e nγ/Z2 são, respectivamente, os fluxos de fótons emitidos
pelas cargas Z1 e Z2 [161, 162].
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4.1.3 O fluxo de fótons produzido por prótons e núcleos pesados

A quantidade fundamental para a utilização do método de Weizsäcker-Williams é o fluxo
de fótons produzido pela carga acelerada. Começaremos sua descrição reescrevendo o fluxo de
fótons em termo de uma nova variável. Para um projétil de energia E que emite um fóton de
energia ω, define-se β como a fração da energia do projétil portada pelo fóton:

β ≡ ω

E
=

ω
√

s/2
, (4.10)

onde
√

s é a energia de centro de massa do sistema projétil-alvo. Em função da variável β,
o fluxo visto na subseção anterior é dado por n(ω) = β f (β), de forma que a expressão (4.8)
torna-se [170]:

σX =

∫
dω

nγ(ω)
ω

σ
γ

X
(ω) =

∫
dβ fγ(β)σγ

X
(β) . (4.11)

No caso do fluxo de fótons gerado por núcleos pesados, situação na qual os fótons são emitidos
coerentemente pelo núcleo como um todo [157], o mais adequado é calcular o fluxo como uma
função do parâmetro de impacto [171,172]. A vantagem é que nesta representação a contribuição
das interações hadrônicas pode ser facilmente excluída [157,170]. Assim, considera-se um valor
mínimo para o parâmetro de impacto [161]:

bmin = Ralvo + Rprojétil , (4.12)

onde usualmente parametriza-se o raio de um núcleo pesado por RA = 1,2A1/3 fm, sendo A o
número de massa do núcleo [161]. Tal abordagem é equivalente a uma aproximação de esfera
dura, a qual é bastante precisa para núcleos pesados [161]. Desta maneira, o fluxo é dado pela
integral em parâmetro de impacto do espectro (4.1) [166]:

fγ/A(β) =
∫ ∞

bmin

d2b I(β, b) (4.13)

=

αemZ2

π

1

β

[
2ξK0(ξ)K1(ξ) − ξ2 (K2

1 (ξ) − K2
0 (ξ)

) ]
(4.14)

onde ξ= βMAbmin [28, 157, 161].
No caso de colisões envolvendo prótons, o parâmetro de impacto não é tão bem definido [157],

de forma que uma aproximação de esfera dura não é adequada. Nesse caso o tamanho do próton
é considerado através de um fator de forma [161]. Para uma fonte de fótons não puntiforme,
descrita pelo fator de forma F(Q2), o fluxo de fótons é dado por [165, 170]:

f (β) = αemZ2

2π

1 + (1 − β)2
β

∫ ∞

Q2
min

Q2 − Q2
min

Q4

��F(Q2)
��2 dQ2 (4.15)

onde Q2
min

é o valor mínimo de virtualidade necessário para produzir o estado final de massa
invariante W2

γ−alvo (limite cinemático), o qual é dado por:

Q2
min =

β2M2
P

1 − β
=

ω2

γ2
L

(
1 − 2ω/

√
s
) , (4.16)

onde MP é a massa do projétil e γL = E/MP =
√

s/2MP é o fator de Lorentz [161, 165, 173].
O espectro de fótons equivalentes produzido por um próton em altas energias foi calculado por
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Drees e Zeppenfeld [173], onde foi utilizada uma parametrização do tipo dipolo para descrever
o fator de forma elétrico do próton:

F(Q2) = GE (Q2) = 1(
1 +Q2/Q2

0

)2
(4.17)

sendo Q2
0=0,71 GeV2 o valor de cutoff. Assim, ao integrar o produto do propagador do fóton3

(≈1/Q2) com o módulo quadrado de GE , obtém-se [173]

fγ/p(β) =
αem

2π

1 + (1 − β)2
β

(
lnΩ − 11

6
+

3

Ω
− 3

2Ω2
+

1

3Ω3

)
, (4.18)

onde Ω=1+Q2
0/Q2. Vale mencionar que, no caso de colisões próton-próton, utilizar o fator de

forma (4.17) tem um efeito similar ao de considerar um próton sem estrutura e impor bmin=0,7
fm [174], que foi a abordagem utilizada para obter o fluxo de fótons nuclear (4.14).

4.2 O fluxo de píons

Desde que o píon foi proposto por Yukawa em 1935 [175] e detectado em 1947 [176–178],
ficou claro que os mésons têm um papel fundamental na física de baixas energias. A descrição
de longo alcance da interação núcleon-núcleon em baixas energias é claramente dominada pela
troca de um píon (one-pion exchange - OPE) [179]. Em 1972 Sullivan estudou o papel da OPE
em processos DIS [180], dando origem a uma longa série de trabalhos que investigaram o papel
do píon na função de onda do próton.

4.2.1 O processo Sullivan

O processo Sullivan é expresso pelo diagrama da Fig. 4.5, onde temos um próton transfor-
mando-se em um nêutron ao emitir um π+, o qual espalha com o fóton emitido pelo elétron [180].
O momento longitudinal do próton é fracionado entre o píon (y) e o nêutron (xL), com

y = 1 − xL , (4.19)

além disso, o nêutron possui momento transversal pT . Neste evento temos três energias de centro
de massa:

√
s para o sistema elétron-próton, W para o sistema fóton-próton e Ŵ para o sistema

fóton-píon, onde

Ŵ2
= (1 − xL)W2 . (4.20)

Por fim, podemos identificar o momento trocado no vértice eletrônico (q) e hadrônico (
√

t),
tal que a virtualidade do fóton é Q2

= −q2 e do píon é |t |. Uma condição para esta reação
acontecer é o valor mínimo de t, para o qual temos um espalhamento frontal, sendo este dado
por tmin=−x2m2

p/(1 − x) tal que −tmin.m2
π [180].

3 O fluxo de fótons (4.18) é obtido quando o termo contendo Q2
min

é negligenciado no integrando (4.15), tal que
(Q2 − Q2

min
)/Q4 ≈ 1/Q2. Comparações entre o espectro do fluxo de fótons descrito pela expressão (4.18), com as

descrições considerando o integrando completo em (4.15), bem como o resultado obtido ao considerar o fator de
forma magnético (GM = µpGE ≈2,79 GE ), podem ser vistas na Ref. [170].
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Figura 4.5: Processo Sullivan no DIS.

A seção de choque diferencial que descreve o espalhamento γ+p→X+n pode ser fatorizada
na forma [181]

d2σγ+p→X+n(W,Q2, y, t)
dydt

= fπ/p(y, t) σγ+π→X (Ŵ2,Q2) , (4.21)

onde σγ+π→X é a seção de choque do processo inclusivo γ+π→X , ou seja, o DIS com um píon
no lugar do próton. O termo fπ/p é o fluxo de píons4, que descreve a função de desdobramento
p→n+π, e é dado por [180]

fπ/p(y, t) =
1

4π

g
2
pπ+n

4π

−t

(t2 − m2
π)2

y
[
Fπpn(t)

]2
, (4.22)

onde gpπ+n é a constante de acoplamento do vértice hadrônico5 e Fπpn(t) é o fator de forma. O
fator de forma leva em consideração efeitos fora da camada de massa, e no modelo de quarks, ele
está intimamente relacionado ao tamanho da região de confinamento, ou seja, ao tamanho finito
das partículas envolvidas [179].

Sullivan constatou que há uma contribuição piônica na componente do mar do núcleon, que
pode ser vista na mudança da função de estrutura do núcleon (FN

2 ), devido à contribuição da
função de estrutura do píon (Fπ

2 ). Com esse trabalho, Sullivan inaugurou um amplo campo de
pesquisa sobre a componente piônica na função de onda do próton6 em energias mais elevadas do
que aquelas presentes na física nuclear (área na qual o papel do píon já era largamente estudado).
No contexto de DIS, uma série de pesquisadores dedicou-se a procurar observáveis que pudessem
ser usados para incrementar o conhecimento sobre a função de estrutura do píon, bem como a
contribuição do píon nas distribuições partônicas do núcleon [156,181,187–190]. Tais trabalhos
ajudaram a fixar a forma funcional do fator de forma do vértice πNN , bem como definir o regime
cinemático no qual a troca de um único píon é o processo dominante (0,7< xL < 0,9 e p2

T
< 0,3

GeV2).
De forma mais geral, a distribuição de mésons virtuais na núvem do núcleon é dada por

fM/N (y) =
∑

B

f B
M/N

(y), (4.23)

4 O fluxo de píons descreve a distribuição de momento dos píons na nuvem do núcleon, sendo extraído do
quadrado da amplitude do processo Sullivan. A forma funcional (4.22) é obtida ao considerar um acoplamento
pseudoescalar no vértice πNN [181].

5 O fluxo de píons é uma quantidade não perturbativa, pois sua normalização absoluta é fixada por acoplamentos
fortes, os quais são conhecidos da física de baixas energias [156].

6 O conhecimento experimental da estrutura partônica do píon é bastante limitado, o que deve-se à falta de um
alvo estável de píons, tal que suas medidas são indiretas e em regiões cinemáticas restritas, utilizando processos
Drell-Yan para investigar a região de valência [182–184] e DIS para a região do mar [185, 186].
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onde f B
M/N

descreve o desdobramento do núcleon (N) em um bárion (B) e um méson (M). O
fluxo de mésons do núcleon é dado por

f B
M/N

(y) = 1

4π

g
2
MNB

4π
y

∫ tmin

−∞
dt
B(t,mN,mB)
(t − m2

M
)2

[FMNB(t)]2 , (4.24)

onde tmin=m2
N
y−m2

B
y/(1−y) é o valor mínimo para a virtualidade do méson, e o fator B depende

do bárion envolvido (octeto ou decupleto) [179]:

B(t,mN,mB) =




−t + (mB − mN )2 , para B ∈ 8,[
(mB + mN )2 − t

]2 [
(mB − mN )2 − t

]
12m2

N
m2

B

, para B ∈ 10.
(4.25)

Para a descrição completa do fluxo (4.24) ainda precisamos de duas quantidades ligadas ao
vértice MNB: a constante de acoplamento gMNB e o fator de forma FMNB(t).

As constantes de acoplamento podem ser fixadas de diferentes formas, como por exemplo:
extraída experimentalmente de diferentes processos, inferida de simetria de isospin ou calculada
utilizando regras de soma da QCD. No contexto desta tese utilizaremos os valores de gMNB

fixados por diferentes autores, cujos valores são listados na Ref. [191].
Os fatores de forma surgem de uma abordagem fenomenológica, e usualmente são parame-

trizados nas seguintes formas [188]:

monopolo ⇒ FMNB(t) =
Λ

2
m − m2

M

Λ
2
m − t

, (4.26)

dipolo ⇒ FMNB(t) =
(
Λ

2
d
− m2

M

Λ
2
d
− t

)2
, (4.27)

exponencial ⇒ FMNB(t) = exp

(
t − m2

M

Λ
2
e

)
. (4.28)

com a normalização F(−t = m2
M
) = 1. Seguindo as Refs. [156, 187, 188], consideraremos

que F = FπNN = FπN∆. Os parâmetros de cutoff Λ entre as diferentes parametrizações foram
relacionados na Ref. [188] como sendo

Λm ≈ 0,62Λd ≈ 0,78Λe , (4.29)

que foram obtidos ao impor uma redução idêntica dos fatores de forma a 40% nos valores de
seus polos, ou seja, Fm(t0)=Fd(t0)=Fe(t0)=0,4.

Existe muita incerteza no valor do cutoff Λ. A maioria dos modelos para descrever o poten-
cial NN usam Λ relativamente alto, da ordem de Λm ≈ 1,3 GeV. Já os modelos hadrônicos e os
cálculos de QCD na rede, tipicamente levam a um cutoff mais soft, da ordem de Λm ≈0,8 GeV.
Um resumo sobre os valores deΛ usados na descrição de uma ampla gama de processos pode ser
visto na Ref. [179]. Utilizaremos valores já fixados em outros processos e que têm sido usados
para descrever dados experimentais de DIS [192].

4.2.2 Modelos para o fluxo de píons

Nos capítulos de resultados usaremos fatores de forma além das parametrizações canônicas
dadas por (4.26), (4.27) e (4.28). Além disso, também consideraremos descrições com o píon
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reggeizado7 [193, 194], condição apontada nas Refs. [156, 189, 190] para descrever os valores
extremos xL →0 e xL →1. A troca de um píon reggeizado altera o expoente do fator y= (1−xL)
presente em (4.24), adicionando o termo exp[−2απ(t) ln(1−xL)] no fluxo de píons, onde απ(t) é
a trajetória de Regge associada ao píon [190]. Assim ficamos com

fπ/p(xL, t) =
1

4π

g
2
pπB

4π

−t

(t − m2
π)2

(1 − xL)1−2απ (t)[F(xL, t)]2 . (4.30)

Quanto aos fatores de forma, consideraremos aqueles utilizados pela colaboração ZEUS [192]
para descrever dados de DIS (listados a seguir). O da Ref. [156], com R=0,6 GeV−1,

F1(xL, t) = exp

[
R2 (t − m2

π)
(1 − xL)

]
, απ(t) = 0. (4.31)

O da Ref. [195],

F2(xL, t) = 1 , απ(t) ≈ t (em GeV2). (4.32)

O da Ref. [190], com b=0,3 GeV−2,

F3(xL, t) = exp
[
b(t − m2

π)
]
, απ(t) ≈ t (em GeV2). (4.33)

E também as formas canônicas, monopolo e dipolo, com os parâmetrosΛm=0,74 GeV eΛd =1,2
GeV fixados na Ref. [188],

F4(xL, t) =
Λ

2
m − m2

π

Λ
2
m − t

, απ(t) = 0 (4.34)

e

F5(xL, t) =
[
Λ

2
d
− m2

π

Λ
2
d
− t

]2

, απ(t) = 0. (4.35)

Os fluxos de píons usando os fatores de forma acima, com suas respectivas trajetórias de Regge,
serão denotados por f1(xL), . . . , f5(xL) no restante desta tese.

4.2.3 Os desdobramentos p→π+n, p→π0
∆
+ e p→π+∆0

Nesta tese estamos interessados em processos iniciados por um próton (N = p), o qual des-
dobra-se em um píon (M = π+, π0) e um/uma nêutron/delta (B= n,∆0,∆+). Visto que os dados
experimentais que usaremos no capítulo de resultados são restritos à pT ≤0,2 GeV, a fim de cal-
cular a integral em (4.24) e assim determinar o espectro em xL (ou y) das partículas produzidas,
podemos usar a seguinte relação entre t e pT [196]:

t ≃ −
p2

T

xL

−
(1 − xL)(m2

B
− m2

pxL)
xL

. (4.36)

Além disso, utilizamos os seguintes valores para a constante de acoplamento gMNB [191]:

7 A nomeclatura “partícula reggeizada” é usada para se referir a dependência da amplitude (ou seção de choque)
na energia, onde a trajetória de Regge aparece como potência da energia [18].
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Figura 4.6: Fluxos de mésons (esquerda) e bárions (direita) a partir dos seguintes desdobramen-
tos: p→π++n, p→π0

+∆
+ e p→π++∆0. Resultados obtidos com o modelo f3.

gpπ0p = 13.453

gpπ+n =

√
2gpπ0p = 19.025

gpπ∆ = 28.6

gpπ+∆0 = gpπ∆/
√

6 = 11.676

gpπ0∆+ = gpπ∆/
√

3 = 16.512




(4.37)

Como veremos mais a frente, os diferentes modelos discutidos na página anterior levam
a resultados bastante parecidos, portanto, faremos primeiro uma discussão qualitativa sobre o
comportamento do fluxo em função da fração de momento do próton carregado pelo bárion e
pelo méson. Para maior clareza, apenas na discussão relativa à Fig. 4.6, deixaremos de usar as
variáveis xL e y, e chamaremos de z a fração de momento carregado pelo hádron considerado
(seja ele um bárion ou um méson). A conexão entre os espectro de bárions e mésons em um
desdobramento N →BM é dada por [191]

f B
M/N

(z) = f N
B/N

(1 − z) , (4.38)

o que nos permite usar a mesma expressão (4.24) tanto para obter o espectro de mésons quanto
o espectro de bárions.

Na Fig. 4.6 temos os espectros de mésons (painel esquerdo) e bárions (painel direito) para
os desdobramentos p→ π++n, p→ π0

+∆
+ e p→ π++∆0. Comparando os dois painéis vemos

que as distribuições são simétricas em relação a reta z=1/2, e portanto, respeitam (4.38). Além
disso, em todos os desdobramentos podemos ver que o bárion carrega a maior parte do mo-
mento do próton. No caso do desdobramento envolvendo o nêutron, este concentra-se na região
0,7. z . 0,9, tal que a distribuição de píons associados a este processo concentra-se em z≈0,2.
Já nos desdobramentos envolvendo os estados delta, vemos que a delta carrega quase todo o
momento longitudinal do próton. As diferenças de normalização entre os diferentes processos
devem-se principalmente aos diferentes valores de constante de acoplamento (4.37), com a massa
das partículas envolvidas fazendo pouquíssima diferença.

Na Fig. 4.7 mostramos a distribuição de bárions para os três desdobramentos de interesse,
usando os diferentes modelos já apresentados. No caso do desdobramento p→π+n, podemos ver
que todos os modelos são muito similares na região de grande xL . Já na região de pequeno xL , o
modelo f2 decresce de forma mais suave que os demais modelos. No caso dos desdobramentos
p→∆+π, observamos um comportamento muito semelhante nos modelos f2, f3, f4 e f5. Todas
essas distribuições estão concentradas na região de grande xL , com a particularidade do modelo
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Figura 4.7: Espectro de bárions (n, ∆0 e ∆+) para diferentes modelos de fπ/p.

f2 descrescer mais lentamente na região de pequeno xL . Já o modelo f1 descreve uma distribuição
mais larga, não sendo tão concentrado em grande xL .
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Capítulo 5

A produção de nêutrons dominantes em
colisões elétron-próton

Na década passada, as colaborações H1 e ZEUS do colisor elétron-próton HERA divulgaram
diversos conjuntos de dados experimentais sobre a produção de partícula dominante (leading

particle), que é uma partícula que carrega uma grande fração do momento longitudinal do pró-
ton [185, 192, 196–200]. Recentemente a colaboração H1 obteve dados muito precisos sobre a
produção de nêutron dominante (leading neutron - LN1) no regime de altas energias, tanto para
processo semi-inclusivo [23] quanto para o processo exclusivo [24]. Ambos os casos não eram
descritos satisfatoriamente pelas teorias existentes. Nosso objetivo neste capítulo é discutir os
processos DIS com nêutron dominante e apresentar a nossa proposta para descrição dos dados
mais recentes do HERA, propósito que envolve a extensão do formalismo de dipolo de cor com
uso da prescrição não linear da QCD para descrever a interação fóton-píon.

Na primeira parte deste capítulo, apresentamos a nossa proposta para a descrição dos dados
de produção de LN no processo semi-inclusivo e+p → e+X+n, ilustrado no painel esquerdo
da Fig. 5.1. Iniciamos nossa análise examinando o regime cinemático sondado na interação
fóton-píon, em seguida, investigamos a dependência dos nossos resultados nas descrições do
fluxo de píons e da seção de choque dipolo-píon, além de discutir o papel da física de saturação
nesse observável, em particular, no contexto de scaling de Feynman. Essa análise é feita na seção
5.1 e compõe a Ref. [1].

Logo após a conclusão da análise descrita acima, a colaboração H1 divulgou dados de foto-
produção de méson ρ associada a LN. Nesse processo, que está ilustrado no painel direito da Fig.
5.1, um méson vetorial é produzido através do processo exclusivo e+p→e+ρ+π+n2. Nesse caso
temos um espalhamento elástico, no qual a interação entre o píon e o fóton/méson é descrita pela
troca de um objeto com os números quânticos do vácuo. Note que, como estamos interessados
na física de saturação, os observáveis exclusivos resultantes de uma interação elástica são mais
interessantes que os inclusivos, dada a dependência quadrática da seção de choque exclusiva no
conteúdo de glúons do alvo. Uma das vantagens de descrevermos os processos semi-inclusivos
com o formalismo de dipolo de cor é a sua fácil extensão para a descrição dos processos exclusi-
vos. Este é o tópico explorado na segunda parte deste capítulo, além da descrição dos dados da
H1, também analisamos a dependência do espectro de nêutrons na função de onda do méson, no
fluxo de píons e no modelo de dipolo. Por fim, apresentamos predições para a produção de LN

1 Os nêutrons dessa classe são produzidos na região muito frontal, com ângulo polar menor que 0,75 mrad e são
medidos utilizando o calorímetro de nêutron frontal (Forward Neutron Calorimeter - FNC) do detector H1 [23,24].

2 O méson ρ0 não é detectado diretamente, mas reconstruído a partir das trajetórias de dois píons de cargas
opostas (ρ0→π++π−) no detector central [24].



Capítulo 5. A produção de nêutrons dominantes em colisões ep

√
s

p

e

n

π

X

γ

(x )L

(1− x )L

t

e
Q2

WW
√
s

p

e

n

IP

γ

(x )L
t

e
Q2

W W

π(1− x )L

ρ ρ

π

Figura 5.1: Produção de nêutron dominante em processo semi-inclusivo (esquerda) e exclusivo
(direita).

associada a outros estados finais exclusivos (φ, J/Ψ e γ) nas condições cinemáticas do HERA e
de futuros colisores elétron-próton. Essa análise é feita na seção 5.2 e compõe a Ref. [3].

Os elementos necessários para os cálculos deste capítulo já foram apresentados em capítulos
anteriores: o espalhamento elétron-próton e fóton-próton foi explorado no Cap. 2, o formalismo
de dipolo de cor foi estudado no Cap. 3 e o fluxo de píons foi discutido no Cap. 4. Ainda assim,
a fim de manter este capítulo minimamente independente dos demais, tornando sua leitura mais
direta, as principais expressões matemáticas serão repetidas no contexto de cada aplicação.

5.1 Produção de nêutron dominante em processos
semi-inclusivos

5.1.1 Formalismo

Na Ref. [3] propusemos, pela primeira vez, a utilização do formalismo de dipolo de cor para
descrever o espectro de LN. Nesta seção, descreveremos essa abordagem, na qual o espalhamento
γ+p→n+X pode ser fatorado em três subprocessos, como ilustrado na Fig. 5.2: i) o fóton flutua
em um par qq̄ (dipolo de cor), ii) o próton desdobra-se em um sistema nêutron+píon, e, iii) um
sistema de partículas X é produzido da interação do dipolo de cor com o píon.

Na Fig. 5.2, podemos identificar as seguintes energias de centro de massa:
√

s do sistema
elétron-próton, W do sistema fóton-próton e Ŵ do sistema fóton-píon. A relação entre W e Ŵ é
dada por:

Ŵ2
= (1 − xL)W2 , (5.1)

onde xL é a fração de momento longitudinal do próton carregada pelo nêutron. Por conseguinte,
o píon carrega uma fração 1− xL do momento do próton. Na Fig. 5.2, também indicamos as
seguintes virtualidades: Q2 para o fóton e t para o píon. Em termos das quantidades medidas,
xL e pT (momento transversal do nêutron), a virtualidade do píon pode ser expressa por

t ≃ −
p2

T

xL

−
(1 − xL)(m2

n − m2
pxL)

xL

. (5.2)

A seção de choque diferencial para o espalhamento γ∗+p→n+X é dada pela expressão (4.21)

d2σ(W,Q2, xL, t)
dxLdt

= fπ/p(xL, t)σγ∗π→X (Ŵ2,Q2) , (5.3)
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Figura 5.2: Produção semi-inclusiva de nêutron dominante no formalismo de dipolo de cor.

onde fπ/p é o fluxo de píons virtuais emitidos pelo próton, dado por (4.30), e σγ∗π→X é a seção
de choque inclusiva da interação entre o fóton virtual e o píon virtual. Uma vez que os dados
experimentais que utilizaremos são fornecidos como um espectro em xL (dσ/dxL contra xL), a
seção de choque acima será integrada em t com o auxílio da expressão (5.2).

Usando o formalismo de dipolo de cor do Cap. 3, que descreve a seção de choque inclusiva
através da expressão (3.10), podemos escrever a seção de choque píon-fóton como

σγ∗π→X (x̂,Q2) =
∑
T,L

∑
f

∫
d2
r

∫
dz

���Ψ f

T,L
(z, r,Q2)

���2 σdπ(x̂, r) , (5.4)

onde σdπ é a seção de choque dipolo-píon e as componentes transversal e longitudinal da função
de onda do fóton são dadas, respectivamente, por (3.20) e (3.21). A seção de choque dipolo-píon
depende do tamanho do dipolo e da variável de Bjorken escalonada para o sistema fóton-píon
(x̂), que é dada por

x̂ =
Q2
+ m2

f

Ŵ2
+Q2

=

Q2
+ m2

f

(1 − xL)W2
+Q2

, (5.5)

onde m f é a massa dos quarks de sabor f que compõe o dipolo de cor. Para descrever a seção de
choque fóton-píon é necessário conhecer a seção de choque dipolo-píon. Neste ponto, ficamos
diante de uma incerteza teórica. Por simplicidade, nossa proposta consiste em assumir a validade
do modelo aditivo de quarks [201], que permite relacionar a seção de choque dipolo-píon com
a seção de choque dipolo-próton (quantidade sobre a qual temos mais controle teórico). Dessa
forma, temos a seguinte relação:

σdπ(x, r) = Rq · σdp(x, r) , (5.6)

onde σdp é a seção de choque dipolo-próton, descrita por (3.8), e Rq é a seguinte razão:

Rq =
número de quarks de valência do píon

número de quarks de valência do próton
. (5.7)

O valor canônico de Rq é 2/3, o qual é apoiado por estudos da função de estrutura do píon no
regime de pequeno x [202], e também fornece uma boa descrição dos dados prévios do espectro
de LN medido pela colaboração ZEUS [203, 204]. Por outro lado, a aplicação direta de (5.3)
a dados prévios de fotoprodução do HERA [197] leva ao resultado σtot

γπ /σtot
γp = 0,32±0,03, que

é um valor duas vezes menor que o valor canônico. O valor efetivo de Rq foi recentemente
discutido na Ref. [205], onde concluiu-se que seu valor pode alcançar Rq = 0,5. Na presente
análise, utilizaremos a relação (5.6) para estimar σdπ com o valor de Rq variando de 1/3 a 2/3.
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Figura 5.3: Variável de Bjorken escalonada (x̂) em função da fração de momento longitudinal
xL , para diferentes valores de virtualidade e energia.

5.1.2 Resultados

Um dos nossos objetivos nesta análise é descrever os dados da colaboração H1 para o espectro
de nêutron dominante produzido em espalhamento semi-inclusivo. Os dados experimentais são
de eventos nos quais o nêutron tem momento transversal pT <0,2 GeV, e a virtualidade do fóton
encontra-se no intervalo 6 GeV2 ≤ Q2 ≤ 100 GeV2. Em relação à energia W , três conjuntos
de dados são fornecidos, para os seguintes intervalos (em unidade de GeV): 70 < W < 130,
130<W < 190 e 190<W < 245. Para a descrição dos dados, em nossos cálculos fixamos Q2 e
W no valor central de seus respectivos intervalos.

Como discutido na seção 3.4, a seção de choque dipolo-próton, ou ainda, a amplitude de
espalhamento dipolo-próton, é bastante sensível ao valor de x. Portanto, já esperamos a mesma
sensibilidade para a seção de choque dipolo-píon em relação a x̂. A fim de conhecer o regime
dinâmico (ditado pelo valor de x̂) do observável que estamos estudando, na Fig. 5.3, apresentamos
a dependência de x̂ em xL para diferentes valores de W e Q2. Podemos ver que, para valores de
W mais elevados, em particular quando Q2 não é muito elevado, estamos no domínio da física
de pequeno x. Assim, podemos esperar que o espectro de LN seja sensível aos efeitos de alta
densidade partônica, fazendo deste, um observável conveniente para a investigação da dinâmica
da QCD no seu regime não linear.

A expressão (5.3) depende de dois elementos: o fluxo de píons e a seção de choque fóton-píon.
Na Fig. 5.4, apresentamos a dependência de cada um desses elementos na fração de momento
do próton portada pelo nêutron. No painel esquerdo, apresentamos a dependência dos diferentes
modelos de fπ/p em xL . Embora utilizemos a expressão “fluxo de píons”, pois é o píon que
interage com o fóton após o desdobramento do próton no sistema nêutron+píon, o espectro é
sempre expresso em termos do “fluxo de nêutrons” corrrespondente, uma vez que o nêutron é a
partícula detectada. O gráfico no painel esquerdo da Fig. 5.4 já foi discutido no Cap. 4 e consta
neste capítulo apenas para fins de completeza. No painel direito da Fig. 5.4, apresentamos a
dependência da seção de choque fóton-píon em xL considerando três descrições para a interação
forte: dois modelos não lineares3, IIMS e GBW (veja seção 3.4), e a solução linear descrita pela
equação DGLAP (veja seção 2.3). Podemos ver que a diferença entre os modelos cresce para
menores valores de xL , região que sonda menores valores de x̂ (como visto na Fig. 5.3), onde

3 Neste regime cinemático, as descrições dos modelos IIMS e bCGC são muito próximas, por isso usamos
apenas um deles. Não utilizamos a rcBK, pois a maior parte do espectro em xL está em uma região cinemática fora
da validade do ajuste desta solução.
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Figura 5.4: Fluxo de píons (esquerda) e seção de choque fóton-píon (direita) em função de xL .

esperamos que os efeitos de saturação sejam mais pronunciados.
Antes de iniciarmos as comparações entre os nossos resultados e os dados experimentais,

precisamos fixar a normalização, pois os dados são fornecidos na forma de seção de choque
normalizada4: (1/σDIS)dσ/dxL . Para considerar essa normalização, utilizamos a seguinte
parametrização, obtida da análise dos dados de DIS do HERA [206]:

σDIS =
4π2αem

Q2

c

xβ
, (5.8)

onde c=0,18 e β=a ln(Q2/Λ2
0), com a=0,0481 e Λ0=0,292 GeV.

Devido à dependência do espectro de nêutron dominante no produto do fluxo de píons com
a seção de choque fóton-píon, a fim de analisar a diferença entre os modelos que descrevem
cada uma dessas quantidades independentemente, precisamos fixar um modelo para a outra
quantidade. Esse será o procedimento adotado nos próximos dois parágrafos, onde discutiremos
os resultados apresentados na Fig. 5.5.

No painel esquerdo da Fig. 5.5, consideramos o modelo IIMS para descrever a interação
fóton-píon, e estimamos o espectro de LN com diferentes modelos de fluxo de píons. Todos os
modelos possuem descrições muito similares na região de grande xL , entretanto eles divergem nas
regiões de pequeno e médio xL . Embora as incertezas teóricas impossibilitem que determinemos
o melhor modelo de fluxo de píons, podemos dizer que, em comparação com os outros modelos,
f2 distingue-se por sua longa cauda na região de baixo xL , possibilitando a descrição dos dados
neste regime. Usaremos o modelo f2 no que segue desta análise, por sua boa descrição efetiva dos
dados, visto que com ele, podemos descrever os dados mesmo sem adicionar outras contribuições
que estão presentes na região de pequeno xL , como a troca de partículas ρ e a2 no lugar do píon.
Enfatizamos que esta é uma descrição efetiva e não descarta os demais modelos para o fluxo,
por exemplo, dado que as contribuições subdominantes populam a região de baixo xL , os outros
modelos de fluxo de píons podem fornecer uma descrição melhor dos dados, quando consideradas
as contribuições além da troca de um píon.

No painel direito da Fig. 5.5, fixamos o modelo f2 para o fluxo de píons, e estimamos o
espectro de nêutron dominante usando diferentes modelos para a seção de choque fóton-píon.
Os modelos apresentam comportamento similar, porém a magnitude de cada resultado depende
da descrição da dinâmica QCD. Embora o modelo IIMS forneça uma descrição mais próxima
aos dados, como veremos a seguir, a magnitude das curvas também depende de outros fatores.

4 A seção de choque total do espalhamento profundamente inelástico (DIS) foi discutida na seção 2.1.
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Figura 5.5: Espectro de nêutron dominante considerando W = 100 GeV e Q2
= 53 GeV2. No

painel esquerdo, fixamos σγπ para diferentes fπ/p, enquanto no painel direito, fixamos fπ/p para
diferentes σγπ. Para ambos painéis Rq=2/3.

Os dados experimentais para o espectro de nêutron dominante são fornecidos em um amplo
intervalo de virtualidade: 6≤Q2/GeV2 ≤ 100, entretanto, a execução dos nossos cálculos exige
que fixemos um valor para a virtualidade do fóton. A fim de estimar a sensibilidade do observável
quanto ao valor de Q2 considerado nos cálculos, no painel esquerdo da Fig. 5.6, calculamos o
espectro considerando diferentes valores para a virtualidade do fóton e utilizando os modelos f2 e
IIMS. Podemos observar que a modificação do valor de Q2 altera significativamente a magnitude
da seção de choque. Também vemos que os nossos resultados são mais compatíveis com os
dados experimentais ao assumirmos altos valores de Q2.

Até agora, assumimos que o fóton emitido pelo elétron interage apenas com o píon, entretanto,
nas Refs. [203, 204, 207, 208] foi mostrado que frequentemente o fóton também interage com o
nêutron, especialmente no regime de baixo Q2, no qual o fóton tem pouco poder de resolução.
Essa interação extra dá origem às chamadas “correções de absorção”, que podem ser estimadas
por modelos. No caso específico da produção de nêutron dominante, nas Refs. [207, 208],
concluiu-se que as correções não são muito grandes e que afetam quase uniformimente todo o
espectro em xL . Por outro lado, nas Refs. [203–205,209], constatou-se que há uma forte redução,
de aproximadamente um fator 2, na seção de choque. No que segue, incluiremos o efeito das
correções de absorção multiplicando o espectro por um fator constante K , restrito ao intervalo
0,5≤K ≤1,0.

No painel direito da Fig. 5.6, apresentamos nossa descrição do espectro de LN para os
três valores de energia W divulgados pela colaboração H1. Mais precisamente, os valores de
W que utilizamos nos cálculos correspondem aos valores intermediários de cada conjunto de
dados5. Fixamos Q2

=53 GeV2 e utilizamos os modelos f2 e IIMS6. As bandas levam em conta a
incerteza na escolha dos fatores Rq e K . O limite superior de cada banda corresponde aos valores
máximos que esses fatores podem assumir (Rq=2/3 e K =1), enquanto o limite inferior é dado
pelos valores mínimos (Rq=1/3 e K=1/2). A linha tracejada no centro de cada banda representa
uma escolha intermediária, na qual o produto Rq ·K atinge 50% de seu valor máximo. Este valor
pode ser obtido por combinações como Rq = 1/3 e K = 1 ou Rq = 2/3 e K = 1/2. Por ora, não
é possível sermos muito precisos, pois as incertezas em Rq, K e Q2 afetam substancialmente os

5 Como veremos em seguida, na discussão sobre o scaling de Feynman, diferente do caso de Q2, a incerteza no
valor de W tem pouco efeito no espectro.

6 Note que não estamos fixando parâmetros para os modelos IIMS e f2. Os parâmetros usados foram fixados em
ajustes prévios, discutidos nos capítulos 3 e 4.

76



Capítulo 5. A produção de nêutrons dominantes em colisões ep

0 0.2 0.4 0.6 0.8 1
x

L

0

0.1

0.2

0.3
(1

/σ
D

IS
) 

d
σ/

d
x

L

Q
2
 = 20 GeV

2

Q
2
 = 40 GeV

2

Q
2
 = 60 GeV

2

Q
2
 = 80 GeV

2

Q
2
 = 100 GeV

2

H1 (2014)

W = 100 GeV

f
2
 (x

L
)

IIMS

0

0.2

0.4

0

0.2

(1
/σ

D
IS

) 
d
σ/

d
x

L

0 0.2 0.4 0.6 0.8 1
x

L

0

0.2

Q
2
 = 53 GeV

2W = 215 GeV

W = 160 GeV

W = 100 GeV

Figura 5.6: Painel esquerdo: Espectro de nêutron dominante calculado para Rq=2/3 e diferentes
valores de Q2. Painel direito: Espectro de nêutron dominante para três conjuntos de dados, com
diferentes valores de energia W e considerando Q2

=53 GeV2. As bandas cobrem as incertezas
teóricas em K e Rq.

nossos resultados. Ainda assim, vemos claramente que os nossos resultados seguem a tendência
ditada pelos dados.

Depois de constatar que a nossa abordagem descreve os dados do HERA, vamos utilizá-la
para investigar um aspecto mais geral, relacionado ao espectro de partícula dominante. Como
visto na Fig. 5.3, o processo sob análise é sensível à física de pequeno x. Portanto, é interessante
conferir se os efeitos da física de saturação são significativos nesse observável. Uma vez que os
três conjuntos de dados do HERA cobrem uma região cinemática muito ampla em Q2 e muito
restrita em W , faremos essa análise considerando Q2

= 2 e 100 GeV2 e 100 ≤ W/GeV ≤ 1000,
assim investigamos os regimes de pequeno e grande x. Aqui propomos a primeira investigação
teórica relacionando o scaling de Feynman7 no espectro de LN com a saturação partônica.
Como podemos ver nas equações (5.3), (5.4) e (5.6), toda a dependência em energia está contida
na seção de choque dipolo-próton. Assim, podemos estimar as contribuições dos efeitos não
lineares, comparando o resultado obtido com um modelo que incorpora saturação – como o
modelo IIMS – com o resultado obtido da dinâmica linear, como descrita pela equação DGLAP.
Na Fig. 5.7, apresentamos o espectro de nêutrons considerando a dinâmica forte descrita pelo
IIMS e pela DGLAP. As curvas descrevem três valores de W , para os regimes de baixo e alto
Q2. No painel esquerdo, apresentamos o espectro obtido com a dinâmica linear. Neste caso
vemos uma dependência significativa na energia, para ambos regimes de Q2. Já no painel direito,
apresentamos o resultado da dinâmica não linear. Em contraste com o resultado da dinâmica
linear, nesse caso observamos uma notável supressão na dependência em energia, principalmente
no regime de pequeno Q2 (menor x). Esses resultados concordam com as espectativas sobre as
diferenças nas abordagens linear e não linear. Tais resultados indicam que o scaling de Feynman
(bem como sua violação) podem ser diretamente relacionados à dinâmica da QCD em pequeno x.

7 Na Ref. [33] Feynman advoga que em altas energias a seção de choque para produção de uma determinada
partícula não depende da energia da interação, mas de seu momento transversal (pT ) e da fração de momento
longitudinal (xL) que essa partícula carrega. Desta forma, o espectro em xL para a produção de uma determinada
partícula deve ser universal, independente da energia W . Embora o scaling de Feynman seja violado em processos
de formação de jatos, acredita-se que ele seja aproximadamente válido na região de fragmentação (xL &0,1) [210].
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Figura 5.7: Espectro de nêutron dominante para diferentes valores de W e Q2. No painel
esquerdo, a dinâmica QCD é descrita pelo modelo linear DGLAP, enquanto no painel direito, a
dinâmica QCD é descrita pelo modelo não linear IIMS.

5.2 Produção de nêutron dominante em processos exclusivos

Lembramos aqui que um dos nossos objetivos é propor um novo observável que possa distin-
guir os efeitos não lineares na dinâmica da QCD. Mais especificamente, mostrar que a produção
de LN também pode ser usada para vincular a física de saturação partônica. Nesse contexto,
como podemos ver ao comparar as expressões que descrevem as seções de choque inclusiva
(3.10) e exclusiva (3.17), constatamos que os processos exclusivos são mais sensíveis, pois sua
seção de choque tem dependência quadrática no conteúdo de glúons.

5.2.1 Formalismo

Uma das vantagens de descrever a produção de LN em processos semi-inclusivos utilizando
o formalismo de dipolo de cor, como propusemos na seção anterior, é a extensão direta desse
formalismo para a descrição dos processos exclusivos. Na Ref. [3], propusemos essa extensão
unificando a descrição da produção de LN em colisões elétron-próton. Utilizando o formalismo
de dipolo de cor, o espalhamento γ+p→E+π+n pode ser fatorizado em quatro subprocessos,
como ilustrado na Fig. 5.8: i) o fóton flutua em um par qq̄ (dipolo de cor), ii) o próton desdobra-
se em um sistema nêutron+píon, iii) o dipolo de cor interage difrativamente com o píon, e, iv)
o dipolo de cor da origem a uma partícula E . Uma vez que não há troca de números quânticos
na interação dipolo-píon, a partícula E possui os mesmos números quânticos do fóton. No que
segue, assumiremos E = ρ, φ, J/Ψ, γ.

A seção de choque diferencial para o espalhamento γ+p→E+π+n é dada por (4.21)

d2σ(W,Q2, xL, t)
dxLdt

= fπ/p(xL, t)σγ∗π→Eπ(Ŵ2,Q2) , (5.9)

onde fπ/p é o fluxo de píons virtuais emitidos pelo próton, dado por (4.30), e σγ∗π é a seção de
choque da interação elástica entre o fóton virtual e o píon virtual. Como na seção anterior, W

é a energia de centro de massa do sistema fóton-próton, Ŵ =
√

1−xLW é a energia de centro de
massa do sistema fóton-píon, xL é a fração de momento longitudinal do próton carregada pelo
nêutron, Q2 é a virtualidade do fóton e t é a virtualidade do píon.

Usando o formalismo de dipolo de cor do Cap. 3, que descreve a seção de choque exclusiva
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por (3.17), podemos escrever a seção de choque píon-fóton como

σγ∗π→Eπ(x̂,Q2) =
∑
T,L

∫ 0

−∞

σT,L

dt̂
dt̂ =

1

16π

∑
T,L

∫ 0

−∞

���Aγ∗π→Eπ

T,L
(x̂,Q2,∆)

���2 dt̂ , (5.10)

onde t̂ =−∆2 é o momento trocado na interação dipolo-píon, como ilustrado na Fig. 5.9. A
amplitude de espalhamento A é dada por (3.15):

Aγ∗p→Eπ

T,L
= i

∫
dz

∫
d2
r

∫
d2
b e−i[b−(1−z)r]·∆ [

Ψ
∗
EΨ(r, z,Q2)

]
T,L

2Nπ(x̂, r, b) (5.11)

onde Ψ∗
E
Ψ é a sobreposição das funções de onda do fóton e do estado final E . No caso de pro-

dução de méson vetorial, Ψ∗
V
Ψ é descrita pelas expressões (3.23) e (3.24), enquanto na produção

de fóton real, Ψ∗
γΨ é dada por (3.22).

Analogamente ao que utilizamos na seção anterior, a fim de descrever a amplitude de es-
palhamento dipolo-píon, assumiremos a validade do modelo aditivo de quarks [201], que nos
permite fazer a seguinte relação:

Nπ(x̂, r, b) = Rq · Np(x̂, r, b) , (5.12)

onde Np é a amplitude de espalhamento dipolo-próton, definida em (3.7), e Rq é a razão entre
número de quarks de valência nos dois hádrons, como definido em (5.7). Nos cálculos que
seguem, usaremos os modelos do Cap. 3 para descrever a amplitude Np.

Como no caso semi-inclusivo, nossas predições para processos exclusivos associados com
nêutron dominante são essencialmente livre de parâmetros, dependendo apenas da escolha do
modelo de fluxo de píons e da amplitude de espalhamento dipolo-alvo. As principais incer-
tezas estão associadas ao fator Rq e à magnitude dos efeitos de absorção que podem surgir
de reespalhamentos. Como na seção anterior, assumiremos que esses efeitos possam ser imi-
tados por um fator K , que multiplica o lado direito da expressão (5.9), mudando apenas a
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Figura 5.10: Espectro de nêutron dominante associado à fotoprodução de ρ com os modelos
Boosted Gaussian e Gaus-LC descrevendo a função de onda do méson vetorial. O fluxo de píons
foi descrito utilizando os modelos f2 (painel esquerdo) e f3 (painel direito).

magnitude do espectro. Apesar de vários estudos sobre os efeitos de absorção em processos
semi-inclusivos [203–205, 207, 209, 211], a magnitude das correções de absorção em processos
exclusivos permanece uma questão em aberto.

5.2.2 Resultados

Um dos nossos objetivos é descrever a fotoprodução exclusiva de méson vetorial (exclusive

vector meson photoproduction - EVMP) ρ associada a LN, como medida pela colaboração
H1 [24]. Os dados experimentais são de eventos com virtualidade média 〈Q2〉=0,04 GeV2, com
a energia limitada ao intervalo 20 GeV<W < 100 GeV e cobrindo o espectro em 0,35< xL <0,95.
Há dois conjuntos de dados: um para pT < 0,2 GeV e outro para pT < xL · 0,69 GeV. No que
segue, assumiremos W =60 GeV, Q2

=0,04 GeV2 e pT <0,2 GeV.
Usando o modelo de dipolo bCGC, começaremos examinando a dependência de nossas

predições na escolha da função de onda do méson vetorial produzido. Os parâmetros para as
funções de onda foram fixados na Ref. [94] e são fornecidos nas tabelas 3.1 e 3.2, como descrito
na seção 3.2. Na Fig. 5.10, apresentamos esta análise considerando os modelos f2 e f3 para
descrever o fluxo de píons. Podemos ver que os dois modelos de função de onda são muito
similares, diferindo basicamente em magnitude, com o modelo Gaus-LC (Boosted Gaussian)
descrevendo o limite inferior (superior). Essa conclusão também é válida para outros modelos de
fπ/p e Nπ, e também para produção de φ e J/Ψ. Por apresentar diferença apenas em magnitude,
escolhemos um dos modelos (Gaus-LC) para dar continuidade aos cálculos.

Antes de comparar os nossos resultados com os dados experimentais, precisamos fixar os
valores de Rq e K . Na abordagem que utilizaremos nesta seção, a mudança no valor de um
deles afeta o valor do outro, então, a fim de vincular o valor de K associado às correções de
absorção, nossa estratégia será a seguinte: para um dado modelo de fπ/p, Nπ e Rq, estimaremos
a seção de choque total8. O valor de K será aquele necessário para que as nossas predições sejam
consistentes com os dados de seção de choque total medidos no HERA:

K =
σ(dados do H1)

σ(nossas predições) . (5.13)

8 Os dados utilizados na seção anterior (para o caso semi-inclusivo) não incluem a seção de choque total. Para o
caso de produção exclusiva de méson ρ associada a nêutron dominante, além do espectro em xL , os dados de seção
de choque total também são fornecidos.
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Figura 5.11: Espectro de nêutron dominante associado à fotoprodução de ρ considerando di-
ferentes modelos para a descrição do fluxo de píons. A interação dipolo-alvo é descrita pelo
modelo bCGC.

Pelos motivos já explicados na seção anterior, consideraremos 1/3 ≤ Rq ≤ 2/3. Uma vez
que os parâmetros presentes no modelo para função de onda do méson, no modelo de interação
dipolo-alvo e no modelo de fluxo de píons, estão todos fixados por análises distintas, a incerteza
em nossos cálculos está ligada, a nível de seção de choque, a um fator K ·R2

q. Nossa estratégia,
nesse sentido, será fixar Rq em seu valor máximo, Rq = 2/3, e então ajustar o valor de K aos
dados experimentais para cada conjunto de modelos de fπ/p e Np. É importante ter em mente
que os valores que encontraremos para K estão fortemente relacionados à escolha de Rq. Por
exemplo, se ao invés de utilizarmos o limite superior (Rq = 2/3), optarmos pelo limite inferior
(Rq=1/3), os valores correspondentes a K são multiplicados por um fator 4, dada a dependência
quadrática da seção de choque exclusiva na amplitude de espalhamento dipolo-alvo:

σγ∗π→Eπ ∝ K · R2
q ⇒ K

(
Rq=1/3

)
= 4 · K

(
Rq=2/3

)
. (5.14)

Utilizaremos Rq = 2/3 nas figuras 5.11 e 5.12, onde analisaremos os diferentes modelos para a
descrição de fπ/p e Np. De posse desses resultados, voltaremos à discussão sobre o fator K de
forma mais quantitativa.

Utilizando a estratégia explicada nos últimos dois parágrafos, na Fig. 5.11 apresentamos os
resultados para o espectro de nêutron dominante associado à produção de méson ρ, fixando o
modelo de dipolo bCGC9 e comparando os resultados produzidos pelos diferentes modelos de
fπ/p discutidos no Cap. 4. Podemos notar que o espectro é sensível aos diferentes modelos
utilizados para descrever o fluxo de píons. Vemos que o modelo f1 não descreve a região de
grande xL , apresentando o pico da distribuição em um valor de xL abaixo daquele indicado
pelos dados. Já o modelo f2, embora também não descreva os pontos em grande xL , acompanha
melhor a tendência dos dados em médio e baixo xL . O modelo f3 segue a tendência dos dados
em todo o espectro. Já os modelos f4 e f5, que produzem espectros muito parecidos, embora
descrevam bem a região de grande xL , subestimam a região de pequeno xL . No que segue,
utilizaremos principalmente o modelo f3, por seguir mais fielmente a tendência dos dados, e
também utilizaremos o modelo f2, devido ao seu uso na seção anterior. Essa preferência pelo
modelo f3 também foi encontrada recentemente na Ref. [212], onde os autores fizeram uma
análise combinada dos dados do E866 e do HERA.

9 Como veremos a seguir, a mudança do modelo de dipolo afeta apenas a normalização de cada curva, sem afetar
a forma do espectro.
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Figura 5.12: Espectro de nêutron dominante associado à fotoprodução de ρ considerando dife-
rentes modelos para a descrição da interação dipolo-alvo. O fluxo de píons é descrito por f2
(painel esquerdo) e f3 (painel direito).

Na Fig. 5.12, apresentamos a análise complementar àquela ilustrada na Fig. 5.11. Agora
fixamos o modelo de fluxo de píons ( f2 e f3) e analisamos os resultados obtidos utilizando
diferentes descrições para a dinâmica de interação forte descrita pelo modelo de dipolo. Os
modelos IIMS, bCGC, GBW e rcBK (todos discutidos no Cap. 3), levam a descrições muito
similares, cuja diferença é apenas na normalização, o que leva a diferentes valores de K . Nossos
resultados estão de acordo com os dados experimentais, principalmente com o modelo f3. No que
segue, utilizaremos apenas o modelo bCGC. Essa escolha deve-se ao valor necessário de K para
descrever a seção de choque total através de (5.13). O modelo bCGC apresenta magnitude (para a
seção de choque) bem abaixo dos outros modelos, fazendo com que o valor de K necessário para
satisfazer (5.13) seja mais elevado. A predileção por valores mais elevados (dentre os mostrados
na Fig. 5.12) ficará clara no próximo parágrafo. Além disso, o bCGC possui a parametrização
mais recente aos dados do HERA, e tem mostrado bons resultados na descrição dos dados do
LHC, como pode ser visto nas Refs. [213–217].

Nas figuras 5.11 e 5.12, indicamos os valores necessários de K para que a expressão (5.13)
seja satisfeita, ou seja, para que uma dada combinação de fπ/p eNp descreva os dados de seção de
choque total utilizando Rq = 2/3. Considerando todas as combinações encontradas nas figuras,
K encontra-se no intervalo 0,08 . K . 0,21. Se admitirmos, a priori, que a magnitude de K

é da ordem de 0,7 para processos exclusivos, como predito na Ref. [207] para processos semi-
inclusivos, nossos cálculos mostram uma predileção para valores menores de Rq, pois, como
expresso em (5.14):

0,08 . K(Rq=2/3) . 0,21 ⇒ 0,32 . K(Rq=1/3) . 0,84 . (5.15)

Ainda assim, visto que a magnitude de tais correções em processos exclusivos é uma questão em
aberto, optamos pela abstenção de conclusões fortes neste sentido. No que segue, apresentaremos
nossos resultados sempre considerando Rq=2/3, mas o leitor deve manter em mente que a relação
entre K e Rq implica que os mesmos ajustes seriam obtidos com valores mais elevados de K caso
fosse assumido Rq < 2/3. Com mais dados experimentais de diferentes processos associados à
produção de LN, talvez seja possível uma distinção mais clara entre as contribuições de K e Rq.

O ajuste do valor de K usado até agora foi obtido através de (5.13), considerando apenas o
valor central dos dados do HERA. A fim de considerar a incerteza presente nos dados, definimos
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Figura 5.13: Espectro de nêutron dominante associado à fotoprodução de ρ. O conjunto de
dados é restrito a pT <0,2 GeV, com os valores de K ajustados a este conjunto.
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Figura 5.14: Espectro de nêutron dominante associado à fotoprodução de ρ. O conjunto de
dados é restrito a pT <0,69 · xL GeV, com os valores de K ajustados ao conjunto pT <0,2.

agora uma faixa de valores para K , utilizando a seguinte abordagem:

σ = a ± b︸      ︷︷      ︸
(dados de HERA)

=⇒



a − b define Kmin

a define Kmed

a + b define Kmax

(5.16)

Note que o valor de K utilizado até agora corresponde a Kmed . Com essa abordagem, no lugar de
uma curva no gráfico que descreve dσ/dxL , teremos uma banda limitada por Kmin e Kmax , com
a curva correspondente a Kmed na região central da banda. Esse procedimento será utilizado nas
figuras 5.13, 5.14, 5.15 e 5.16.

Na Fig. 5.13, apresentamos nossos resultados para o espectro de nêutron dominante associado
à fotoprodução de ρ, considerando Rq = 2/3, Np descrito pelo bCGC e fπ/p descrito por f2 e
f3. Obtivemos resultados condizentes com os dados, principalmente para o fluxo de píons f3.
O conjunto de dados utilizado na Fig. 5.13 é para pT < 0,2 GeV. Além desse, a colaboração
H1 divulgou um segundo conjunto de dados, descrevendo nêutrons com momento transversal
pT < 0,69 · xL GeV. Podemos utilizar esse outro conjunto de dados para testar a robustez dos
nossos resultados, aplicando a ele a mesma descrição utilizada na Fig. 5.13. Faremos isto de
duas maneiras: Na Fig. 5.14, descrevemos o segundo conjunto de dados (pT < 0,69 · xL GeV)
utilizando os valores de K obtidos no ajuste aos dados do primeiro conjunto (pT < 0,2 GeV).
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Figura 5.15: Espectro de nêutron dominante associado à fotoprodução de ρ. O conjunto de
dados é restrito a pT <0,69·xL GeV, com os valores de K ajustados a este conjunto.
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Figura 5.16: Espectro de nêutron dominante associado à produção exclusiva de φ, J/Ψ e DVCS,
considerando a região cinemática do HERA: W =60 GeV e pT <0,2 GeV.

Já na Fig. 5.15, ajustamos os valores de K de acordo com os dados de seção de choque total
próprio desse conjunto. Em ambas as abordagens, obtivemos uma boa descrição dos dados
experimentais, principalmente com o modelo f3. Os valores de K obtidos do ajuste a cada
conjunto de dados (mostrados nas figuras 5.14 e 5.15) são muito similares, reforçando a robustez
dos resultados obtidos.

Visto que as principais incertezas presentes em nossos cálculos já foram fixadas pelos dados
experimentais de fotoprodução exclusiva de ρ, estenderemos nossa análise para outros estados
finais exclusivos. Assumiremos o modelo Gaus-LC para descrever a função de onda dos mésons
vetoriais, o modelo bCGC para a amplitude de espalhamento dipolo-alvo, o modelo f3 para o
fluxo de píons, Rq = 2/3 e os valores de K fixados com auxílio de (5.13) e (5.16) na descrição
dos dados de ρ.

Na Fig. 5.16, considerando a região cinemática acessível ao HERA, apresentamos nossas
predições para o espectro de nêutron dominante associado à produção exclusiva de φ, J/Ψ e
fóton (DVCS)10. Para todos esses estados finais, consideramos W =60 GeV e pT <0,2 GeV. Para
a virtualidade, utilizamos os valores Q2

=0,04 GeV2 (φ e J/Ψ) e Q2
=10 GeV2 (DVCS). O valor

10 Acrônimo de espalhamento Compton profundamente virtual (Deeply Virtual Compton Scattering).
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obtido para a seção de choque total em cada um desses casos é:

σ(γ + p → φ + π + n) = 25,47 ± 3,70 nb , (5.17a)

σ(γ + p → J/Ψ + π + n) = 0,22 ± 0,03 nb , (5.17b)

σ(γ + p → γ + π + n) = 0,008 ± 0,001 nb . (5.17c)

Tanto as bandas presentes nos gráficos da Fig. 5.16 quanto as incertezas nos valores de seção
de choque (5.17) estão relacionados com a incerteza nos dados de fotoprodução de ρ, utilizando
(5.16), como explicado em parágrafos anteriores.

Por fim, na Fig. 5.17 apresentamos nossas predições considerando o regime cinemático que
poderá ser explorado em futuros colisores ep [61, 218–221], onde limitamos pT < 0,2 GeV. Nos
gráficos à esquerda, fixamos Q2

= 5 GeV2 e mostramos o espectro para diferentes valores de
energia; já nos gráficos à direita, fixamos W = 1 TeV e apresentamos o espectro para diferentes
valores de virtualidade. A magnitude de cada seção de choque cresce com a energia (para Q2

fixo) e decresce com a virtualidade (para W fixo). Em particular, para W =1 TeV e Q2
=5 GeV2,

temos as seguintes predições para a seção de choque total:

σ(γ + p → ρ + π + n) = 6,55 ± 0,95 nb , (5.18a)

σ(γ + p → φ + π + n) = 1,71 ± 0,25 nb , (5.18b)

σ(γ + p → J/Ψ + π + n) = 1,20 ± 0,17 nb , (5.18c)

σ(γ + p → γ + π + n) = 0,16 ± 0,02 nb . (5.18d)

Acreditamos que para esses valores de seção de choque, a análise experimental de processos
exclusivos associados a nêutron dominante é factível em futuros colisores ep, em particular para
o caso de fotoprodução, pois a seção de choque cresce rapidamente quando Q2→0.

5.3 Conclusões

Neste capítulo, apresentamos nossa proposta para a descrição da produção de nêutrons
dominantes em colisões elétron-próton no regime de altas energias. Nossa abordagem descreve
de forma unificada os processos semi-inclusivo (γ+p→X+n) e exclusivo (γ+p→E+π+n), nos
quais a seção de choque fóton-próton é descrita em termos do fluxo de píons do próton e da seção
de choque fóton-píon, com a última sendo descrita no formalismo de dipolo de cor. Com esse
formalismo e assumindo a validade do modelo aditivo de quarks, relacionamos as amplitudes
de espalhamento dipolo-píon e dipolo-próton, o que nos permitiu incorporar de forma confiável
a física de saturação à análise da produção de LN. Esta é a primeira vez que o formalismo de
dipolo de cor e a física de saturação são utilizados na descrição dos processos envolvendo LN.

Uma vez que o espectro de LN acessa o regime de pequeno x da estrutura do píon, e que
os nossos resultados utilizando dinâmica não linear são compatíveis com os dados do HERA,
podemos dizer que esse é um novo observável no campo da física de saturação partônica.

No caso semi-inclusivo, além da descrição dos dados da colaboração H1, constatamos que o
scaling de Feynman surge naturalmente no regime de pequeno x quando a dinâmica não linear é
incorporada. Esperamos que dados experimentais no regime de energias mais elevadas possam
evidenciar esse efeito.

No caso exclusivo, além da descrição dos dados de fotoprodução de ρ, também fornecemos
predições para os estados finais φ, J/Ψ e γ, considerando a energia alcançada no HERA. Essas
predições, a princípio, ainda podem ser testadas caso os dados desses observáveis sejam extraídos
pelas colaborações H1 e/ou ZEUS. Além disso, também apresentamos predições para os estados
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Figura 5.17: Espectro de nêutron dominante associado à produção exclusiva de ρ, φ, J/Ψ e γ.
Consideramos pT <0,2 GeV, e valores de Q2 e W alcançáveis em futuros colisores ep.
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finais ρ, φ, J/Ψ e γ no regime cinemático que pode ser investigado em futuros colisores elétron-
próton.

Apesar dos bons resultados obtidos em nossas análises, um ajuste definitivo ainda não é
possível devido às diversas fontes de incerteza: (i) a magnitude das correções de absorção, (ii) a
validade do modelo aditivo de quarks, (iii) a forma precisa do fluxo de píons, (iv) a forma precisa
da seção de choque dipolo-próton, (v) a contribuição de fragmentação direta do próton, e, no
caso inclusivo, (vi) a contribuição da troca de outras partículas no lugar do píon. Acreditamos
que, com a análise de outros observáveis relacionados à produção de LN, parte dessas incertezas
poderá ser reduzida. O próximo capítulo é dedicado à descrição de um desses observáveis.
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Capítulo 6

A produção de nêutrons dominantes em
colisões próton-próton e próton-núcleo

No capítulo anterior, descrevemos a produção de nêutrons dominantes em colisões elétron-
próton, como as que aconteciam no colisor DESY-HERA. Embora as colaborações experimentais
do HERA eventualmente divulguem novos conjuntos de dados, atualmente não há qualquer coli-
sor elétron-próton em atividade (que explore o regime de altas energias). Por outro lado, há dois
colisores hádron-hádron em operação: o BNL-RHIC e o CERN-LHC. Neste capítulo, estende-
remos a descrição da EVMP associada a LN para colisões próton-próton e próton-núcleo. Para
tal, consideraremos colisões que acontecem em grande parâmetro de impacto (colisões ultrape-
riféricas). Nesse caso, podemos utilizar o método de Weizsäcker-Williams, descrito no Cap. 4,
que permite descrever uma colisão hádron-hádron em termos do fluxo de fótons e da seção de
choque fóton-hádron. Desta forma, quando o próton é o alvo, um dos ingredientes do cálculo
é a seção de choque fóton-próton para produção de LN, que já foi descrita no capítulo anterior.
Desta forma, com o modelo que usamos para descrever os dados do HERA de fotoprodução
de méson ρ associada a LN, podemos também descrever o processo análogo que acontece em
interações fotoinduzidas em colisões pp e pA.

Neste capítulo, apresentaremos nossas predições para a fotoprodução dos mésons ρ, φ e J/Ψ
acompanhados de um nêutron dominante em colisões hadrônicas considerando os valores de
energia alcançados no RHIC e no LHC. Essa análise compõe a Ref. [6]. Além disso, também
consideraremos o caso em que a partícula dominante é uma ressonância delta que, por sua vez,
pode decair em um nêutron e contribuir no espectro de LN. A análise da EVMP associada à delta
dominante compõe a Ref. [11].

Salientamos que esta é a primeira vez que esse formalismo é aplicado na descrição da pro-
dução de bárions dominantes (leading baryon - LB) em colisões hadrônicas. Além disso, esta
é a primeira proposta de análise experimental desse observável, e como demonstraremos neste
capítulo, tal análise pode ser feita nos colisores hadrônicos atuais.

6.1 Formalismo

Utilizando o formalismo de dipolo de cor e o método de Weizsäcker-Williams, o espalhamento
h1+h2 → h3+V+π+n (onde h3 é um dos hádrons iniciais) pode ser visto como uma sequência
de cinco subprocessos, como ilustrado nos diagramas da Fig. 6.1: i) um fóton é emitido por um
dos hádrons incidentes, ii) o fóton flutua em um par qq̄ (dipolo de cor), iii) o outro hádron (um
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Figura 6.1: Produção exclusiva de méson vetorial associado a um nêutron dominante em intera-
ções fotoinduzidas na colisão hadrônica h1+h2.

próton1) desdobra-se em um sistema nêutron+píon, iv) o dipolo de cor interage difrativamente
com o píon, e, v) o dipolo de cor forma um méson vetorial.

Na Fig. 6.1, podemos identificar Q2 e t como, respectivamente, as virtualidades do fóton e
do píon. O nêutron de momento transversal pT carrega uma fração xL do momento longitudinal
do próton, com o píon carregando uma fração 1−xL . A partir da energia de centro de massa do
sistema h1h2, dada por

√
s, podemos expressar o quadrado da energia de centro de massa dos

sistemas γp e γπ:

(sistema fóton-próton) W2
= MV eY

√
s , (6.1)

(sistema fóton-píon) Ŵ2
= (1 − xL)W2 , (6.2)

onde MV e Y são, respectivamente, a massa e a rapidez do méson vetorial. A rapidez do méson
relaciona-se com a energia ω portada pelo fóton via [174, 222]

Y = ln
2ω

MV

, (6.3)

tal que fótons emitidos pelos hádrons h1 e h2 possuem as respectivas energias

ωL =
MV

2
e−Y e ωR =

MV

2
e+Y . (6.4)

No caso de colisões hadrônicas, estamos interessados na distribuição de rapidez do méson
vetorial. Devido à natureza dos processos ilustrados na Fig. 6.1, o estado final é caracterizado
por dois gaps (⊕) no espaço de fase em rapidez:

h1 + h2 → h3 ⊕ V ⊕ π + n , (6.5)

onde h3 é o hádron inicial que emitiu o fóton. O primeiro gap está associado à emissão de um
fóton por h3, e o segundo gap está associado à troca de um objeto com os números quânticos do
vácuo (entre o dipolo de cor e o píon). Além disso, o nêutron é um bárion dominante, ou seja,
é produzido em grande rapidez. Esse conjunto de assinaturas torna mais clara a identificação
experimental dessa classe de processos.

A distribuição de rapidez do processo descrito acima é dada por (4.11)

dσ(h1+h2→h3+V+π+n)
dY

= Nγ/h1(ωL)σγh2→Vπn(ωL) + Nγ/h2(ωR)σγh1→Vπn(ωR), (6.6)

1 Consideraremos tanto um próton quanto um núcleo como fonte de fótons, mas o mesmo não será válido para a
fonte de píons: uma vez que o fluxo de píons do núcleo ainda não é conhecido, consideraremos que o píon sempre
origina-se do desdobramento do próton.
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onde Nγ/h é o fluxo de fótons descrito no Cap. 4, e σγ+p→V+π+n é a seção de choque descrita
na segunda parte do Cap. 5. Nos parágrafos seguintes, revisaremos essas duas quantidades no
contexto utilizado no capítulo presente.

Aqui denotamos o fluxo de fótons emitido pelo hádron h por:

Nγ/h(ω) ≡ ω
dn(ω)

dω

����
γ/h

, (6.7)

desta forma, as expressões para os fluxos de fótons, do próton (4.18) e do núcleo (4.14), são
dadas respectivamente por

Nγ/p(ω) =
αem

2π

[
1 +

(
1 − 2ω

√
s

)2] (
lnΩ − 11

6
+

3

Ω
− 3

2Ω2
+

1

3Ω3

)
, (6.8)

Nγ/A(ω) =
αemZ2

π

[
2ξK0(ξ)K1(ξ) − ξ2

(
K2

1 (ξ) − K2
0 (ξ)

)]
, (6.9)

onde Ω=1+Q2
0/Q2 e ξ=ωbmin/γL=ω(Ralvo+Rprojétil)/γL .

A seção de choque que descreve a EVMP associada a LN é obtida integrando a expressão
(5.9) em t e xL:

σγp→Vπn(W2) = K ·
∫

dxL

∫
dt fπ/p(xL, t)σγπ→Vπ(Ŵ2) , (6.10)

onde já incluímos o fator de absorção K . Por sua vez, a seção de choque acima depende do
fluxo de píons e da seção de choque do espalhamento γ+π→V+π. O fluxo de píons virtuais
emitido pelo próton foi apresentado no Cap. 4, e é descrito pela expressão (4.30), que descreve
o desdobramento p→ n+π. A seção de choque para a interação elástica entre o fóton e o píon
foi estudada no Cap. 3, e é descrita pela expressão (3.17), que neste caso é expressa por

σγπ→Vπ(Ŵ) = 1

16π

∫ 0

−∞

���Aγπ→Vπ

T
(Ŵ,∆)

���2 dt̂ , (6.11)

onde t̂ =−∆2 é o momento transferido na interação dipolo-píon, como ilustrado na Fig. 5.9. A
componente transversa da amplitude de espalhamento A é dada por (3.15):

Aγπ→Vπ

T
(x̂,∆) = i

∫
dz

∫
d2
r

∫
d2
b e−i[b−(1−z)r]·∆ [

Ψ
∗
VΨ(z, r)

]
T

2 Nπ(Ŵ, r, b)︸        ︷︷        ︸
Rq · Np(Ŵ, r, b)

(6.12)

onde a sobreposição das funções de onda do fóton e do méson, Ψ∗
V
Ψ, é descrita por (3.23). Como

introduzido no capítulo anterior através da expressão (5.12), a amplitude de espalhamento dipolo-
píon é descrita em termos da amplitude de espalhamento dipolo-próton, sendo Nπ=Rq·Np, onde
Rq é uma constante inspirada no modelo aditivo de quarks.

Note que, seguindo o formalismo proposto no capítulo anterior, assumimos que as correções
de absorção podem ser representadas pelo fator K (que não depende de W ou xL), e também, as
amplitudes de espalhamento dipolo-píon e dipolo-próton são relacionadas por um fator constante
Rq. Como mostrado no capítulo anterior, ambas as considerações são corroboradas pelos dados
do HERA. Como discutido em detalhes na seção 5.2, assumiremos Rq = 2/3 e usaremos os
valores de K que foram vinculados pelos dados do espalhamento γ+p→ ρ+π+n da colaboração
H1. Como consequência, as predições apresentadas na próxima seção não possuem parâmetros
livres.
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Figura 6.2: Fluxo de fótons emitido pelo próton (painéis superiores) e pelos núcleos de ouro e
chumbo (painéis inferiores), em função da rapidez do méson vetorial (ρ e J/Ψ), considerando
as energias alcançadas no RHIC (esquerda) e no LHC (direita).

6.2 Resultados

Antes da apresentação dos nossos resultados para EVMP associada a LN em colisões hadrô-
nicas, analisaremos o espectro em rapidez do fluxo de fótons (6.7), como mostrado na Fig. 6.2.
Para tal, consideramos a fotoprodução dos mésons vetoriais2 ρ e J/Ψ. Nos painéis superiores,
mostramos o fluxo de fótons emitido pelo próton para os valores de energia das colisões pp no
RHIC (esquerda) e LHC (direita). Já nos painéis inferiores, temos o fluxo de fótons emitido
pelo núcleo de ouro (esquerda) e chumbo (direita), para valores de energia das colisões pA, do
RHIC e do LHC, respectivamente. Em todos os gráficos, vemos que o espaço de fase cresce
ao diminuir a massa do méson produzido e/ou ao aumentar a energia de centro de massa. Em
particular, quando partimos da escala de energia do RHIC para a escala de energia do LHC,
temos um aumento significativo na magnitude do fluxo em Y ≈ 0, e principalmente, na largura
da distribuição, que estende-se para valores mais elevados de Y . Comparando os fluxos emiti-
dos pelo próton e pelo núcleo, podemos ver duas grandes diferenças: a primeira é referente à
intensidade do fluxo de fótons, que é muito maior no caso da emissão pelo núcleo, isso porque
há um reforço de Z2 em Nγ/A. Como consequência, na região de rapidez central constatamos
que Nγ/A está pelo menos 3 ordens de grandeza acima Nγ/p; a segunda característica importante
é que o fluxo originado por prótons pode produzir mésons na região de rapidez mais frontal,

2 Uma vez que Mρ ≈ Mφ , para um valor de ω fixo, o fluxo de fótons para produção dos méson ρ e φ é muito
semelhante, então omitimos o fluxo relacionado ao méson φ.
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com Nγ/p estentendo-se 2 ∼ 3 unidades de rapidez além do regime cinemático de Nγ/A3. Tal
comportamento está relacionado com a energia máxima portada pelo fóton, a qual depende de√

s e do raio do projétil emissor de fótons (RP). O valor de
√

s depende apenas das condições
cinemáticas do colisor, já a dependência no raio do projétil, dada pela expressão (4.3), define a
relação Ymax ∼ωmax ∼1/RP, permitindo que o espaço de fase de Nγ/p seja maior do que de Nγ/A.

Diferente do capítulo anterior, no qual iniciamos cada uma das seções de resultados des-
crevendo dados experimentais, no caso de EVMP associada a LN em colisões hadrônicas, não
existem dados disponíveis. Nesse sentido, estamos propondo a análise de um novo observável.
Nesta seção apresentaremos nossas predições para esse observável, considerando interações fo-
toinduzidas em colisões pp e pA nas energias do RHIC e do LHC. Em particular, consideraremos
as seguintes energias de centro de massa para o sistema hádron-hádron (em unidades de TeV):
colisões pp com

√
s = 0,2,

√
s = 0,5,

√
s = 8 e

√
s = 13; colisões pAu com

√
s = 0,2 e

√
s = 0,5;

colisões pPb com
√

s=5,02 e
√

s=8,16. Para estimar a seção de choque total γ+p→V+π+n,
dada por (6.11), consideraremos pT <0,2 GeV, como usado na análise da colaboração H1 [24].

No capítulo anterior, estimamos três valores para K , considerando o valor central da seção
de choque de fotoprodução de méson ρ associada a LN, bem como limites superior e inferior,
determinados pela incerteza dos dados do H1. No que segue, assumiremos esses mesmos valo-
res: Kmin = 0,152, Kmed = 0,179 e Kmax = 0,205. Como consequência, em vez de uma curva na
distribuição de rapidez, teremos uma banda. Esses valores foram obtidos para um determinado
conjunto de modelos, que também serão utilizados neste capítulo: o modelo Gaus-LC para
descrever a função de onda dos mésons, o modelo f3 para descrever o fluxo de píons do próton
e o modelo bCGC para descrever a interação dipolo-alvo. Além disso, utilizaremos os fluxos de
fótons (6.8) e (6.9).

Na Fig. 6.3, apresentamos as predições para a distribuição de rapidez de mésons vetoriais (ρ,
φ e J/Ψ) produzidos em colisões pp nas energias do RHIC (

√
s=0,2 TeV e 0,5 TeV) e do LHC

(
√

s=8,0 TeV e 13,0 TeV). Como esperado, devido à simetria do estado inicial, as distribuições
são simétricas em relação a Y =0. Além disso, a magnitude das predições aumenta com a energia
e diminui com o aumento da massa do méson. Também observamos que o crescimento da seção
de choque com a energia é mais rápido na produção de J/Ψ em comparação com os mésons leves.
Tal característica pode ser diretamente associada ao domínio de dipolos de menor tamanho na
produção de charmonium em comparação com estados ligados de quarks leves, como discutido
na seção 3.2. Já as funções da onda que descrevem a produção de mésons mais leves têm o pico
da distribuição em maiores valores de r , como podemos ver na Fig. 3.2. Como consequência,
o impacto dos efeitos não lineares é maior nesses estados, tal que as seções de choque para
produção de ρ e φ não crescem tão rapidamente com o aumento da energia. Por fim, chamamos
atenção para a largura da distribuição em rapidez, que também cresce com o aumento da energia
e com a diminuição da massa do méson. Esse comportamento está ligado ao espaço de fase do
fluxo de fótons, e pode ser visto na Fig. 6.2. Na Fig. 6.3, vemos que a distribuição de rapidez
para produção do méson ρ (J/Ψ) restringe-se a |Y |<6 (|Y |<4,5) no RHIC, enquanto no LHC a
distribuição do méson ρ (J/Ψ) concentra-se em |Y |<9 (|Y |<8).

Na Fig. 6.4, apresentamos as predições para a distribuição de rapidez de mésons vetoriais (ρ,
φ e J/Ψ) produzidos em colisões pAu que acontecem no RHIC em energia

√
s igual a 0,2 TeV

e 0,5 TeV, e também em colisões pPb que acontecem no LHC em energia
√

s igual a 5,02 TeV
e 8,16 TeV. Nesses casos, vemos distribuições assimétricas, uma vez que as interações fotoin-
duzidas são dominadas por fótons emitidos pelo núcleo. Esse comportamento está diretamente
associado ao fato de o fluxo de fótons do núcleo ser proporcional a Z2. Esse reforço no fluxo

3 Considerando a região de queda exponencial do fluxo, onde Nγ(Y ) já está pelo menos duas ordens de grandeza
abaixo de Nγ(Y=0).
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Figura 6.3: Distribuição de rapidez para produção exclusiva de ρ, φ e J/Ψ associada a nêutron
dominante em interações fotoinduzidas em colisões pp.

tem impacto direto na magnitude das distribuições, as quais são amplificadas em comparação
ao caso pp. Por outro lado, embora as distribuições em pA tenham maior magnitude, elas são
mais estreitas que as distribuições do caso pp, como podemos ver comparando as Figs. 6.3 e 6.4.
Esse comportamento também é causado pelas diferenças entre Nγ/p e Nγ/A, como já analisado
anteriormente. As demais características em relação à energia e à massa do méson são análogas
àquelas já discutidas no parágrafo anterior para o caso pp.

Agora que já investigamos a fotoprodução de mésons vetoriais associados ao principal canal
de dissociação do próton, p→n+π, proseguiremos investigando o segundo canal de dissociação
mais importante: p → ∆+π. Os estados ∆0 e ∆+ decaem quase exclusivamente em sistemas
núcleon+píon, com o canal ∆→ N+π correspondendo a 99,4% dos decaimentos [39]. Desta
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Figura 6.4: Distribuição de rapidez para produção exclusiva de ρ, φ e J/Ψ associada a nêutron
dominante em interações fotoinduzidas em colisões pA.

forma, quase 50% dos estados ∆0 e ∆+ produzem um nêutron no estado final. Portanto, com-
plementaremos o estudo das últimas páginas considerando a fotoprodução de mésons vetoriais
associados a delta dominante.

A influência da produção de delta no espectro de nêutron dominante foi investigada pelas
colaborações H1 e ZEUS utilizando geradores de eventos [223]. A conclusão foi que a presença
de um estado delta intermediário popula o espectro de LN com nêutrons menos energéticos.
Para o canal de decaimento primário, p → n+ π, foi obtida uma distribuição com pico em
xL ≃0,7, semelhante ao que podemos observar na Fig. 4.6. Já no caso do decaimento secundário,
p→∆+π→n+π+π, os nêutrons popularam a região de xL <0,5.

Relembrando o que vimos no Cap. 4, no desdobramento p → B+π, o bárion B (n ou ∆)
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carrega a maior parte do momento do próton, uma vez que mB ≫ mπ. Devido à conservação
de momento, quanto maior o momento portado pelo bárion, menor será o momento do píon
associado. Sendo os estados delta mais massivos que o nêutron, tipicamente o píon associado
a ∆ carrega menos momento que o píon associado ao nêutron, como vemos na Fig. 4.6. Como
consequência, a energia de centro de massa do sistema fóton-píon (Ŵ) na produção de delta será
em média menor do que a energia alcançada na produção de nêutron.

A fim de facilitar a visualização, nas figuras seguintes utizaremos apenas o valor central
K = Kmed . Visto que a forma da distribuição de rapidez não é muito modificada com a varia-
ção da energia (entre os casos de interesse), consideraremos apenas os valores de energia mais
elevados alcançados pelo RHIC e pelo LHC em cada tipo de colisão. Os cálculos envolvendo
a produção de delta seguem o mesmo formalismo utlizado para a produção de nêutron, com a
mudança no fluxo de píons, descrito pela expressão (4.25). O nêutron pertence ao octeto de
spin 1/2 e a delta pertence ao decupleto de spin 3/2, descritos, respectivamente, pela primeira e
pela segunda linha da expressão (4.25). Além disso, apenas os valores de massa e constante de
acoplamento são modificados.

Na Fig. 6.5, apresentamos nossas predições para a EVMP associada a um bárion dominante
(n, ∆+ e ∆0)4 em interações fotoinduzidas que acontecem em colisões próton-próton. Obser-
vamos que as distribuições são simétricas em relação a Y = 0, e a magnitude cresce com

√
s e

decresce com MV . Podemos observar que as distribuições associadas à produção dos estados
delta são menores que aquelas associadas ao nêutron. Um dos motivos para isso é que a seção de
choque fóton-píon cresce com a energia Ŵ , e como o píon associado aos estados delta carrega
menos energia, sua seção de choque é menor. O outro motivo é que a constante de acoplamento
(veja (4.37) na Pág. 69) do vértice próton-píon-nêutron é maior que do vértice próton-píon-delta.
Quanto à diferença entre os estados delta, uma vez que o pico de cada distribuição em xL do
fluxo de píons associado a cada estado delta está na mesma posição, ambos os processos acessam
o mesmo valor médio de Ŵ , tal que a diferença de magnitude vista na Fig. 6.5 entre ∆+ e ∆0

deve-se apenas aos diferentes acoplamentos, sendo g
2
pπ0∆+
=2g2

pπ+∆0 , fazendo com que a seção de

choque associada à ∆+ seja duas vezes maior que a seção de choque associada à ∆0.
Na Fig. 6.6, apresentamos nossas predições para a EVMP associada a um bárion dominante

(n, ∆+ e ∆0) em interações fotoinduzidas que acontecem em colisões próton-núcleo. Esta figura
apresenta as características já discutidas nas figuras anteriores: distribuição assimétrica em rela-
ção a Y =0, seção de choque crescendo com

√
s e decrescendo com MV , e magnitudes ordenadas

de acordo com o bárion dominante, com n>∆+>∆0.
Nas tabelas 6.1 e 6.2, apresentamos nossas predições para a seção de choque total conside-

rando interações fotoinduzidas em colisões pp e pA, respectivamente. Consideramos os mésons
vetoriais ρ, φ e J/Ψ associados à produção de nêutron, delta zero e delta mais. Como esperado
da análise das distribuições de rapidez, as seções de choque crescem com o aumento da energia e
diminuem com o aumento da massa do méson produzido. Além disso, devido ao termo Z2 no flu-
xo de fótons, a magnitude das seções de choque é maior nas colisões pA do que nas colisões pp.

Os resultados das tabelas 6.1 e 6.2 mostram que as seções de choque envolvendo o des-
dobramento p → ∆++π0 são duas vezes maiores que aquelas envolvendo p → ∆++π0. Já as
proporções entre a produção de nêutron e delta mostram que, para colisões próton-próton, as
seções de choque com o estado ∆+ (∆0) correspondem a 15 ∼ 18% (30 ∼ 36%) das seções de
choque envolvendo a produção de nêutron. No caso das colisões próton-núcleo, as proporções
são muito similares, e as seções de choque com o estado ∆+ (∆0) correspondem a 14 ∼ 18%

4 Os resultados para a produção de nêutron são os mesmos já mostrados nas figuras anteriores. Eles são repetidos
para facilitar a comparação entre os diferentes bárions.
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Figura 6.5: Distribuição de rapidez para produção exclusiva de ρ, φ e J/Ψ associada a bárion
(n, ∆+ e ∆0) dominante em interações fotoinduzidas em colisões pp.

(28∼36%) das seções de choque envolvendo a produção de nêutron. A diferença entre as seções
de choque envolvendo nêutron e delta diminuem com o aumento de

√
s e, de maneira menos

significativa, com a diminuição de MV .
Caso a análise experimental consiga reconstruir os estados ∆, as predições mostradas nas

figuras 6.5 e 6.6 e nas tabelas 6.1 e 6.2 podem ser diretamente comparadas aos dados. Caso a
reconstrução não seja possível, visto que o canal ∆→N+π corresponde a 99,4% dos decaimentos
da delta, as medidas de nêutron dominante podem receber uma contribuição significativa dos
processos com ressonância delta. Os resultados expressos no parágrafo anterior indicam que,
somadas, as contribuições dos canais ∆0 → n+π0 e ∆+→ n+π+ possuem seção de choque em
torno de 21 ∼ 27% da produção direta de nêutron dominante. Chamamos atenção ao fato de
que o decaimento secundário ∆→n+π não afeta a distribuição de rapidez dos mésons vetoriais,
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Figura 6.6: Distribuição de rapidez para produção exclusiva de ρ, φ e J/Ψ associada a bárion
(n, ∆+ e ∆0) dominante em interações fotoinduzidas em colisões pA.

mas contribui no espectro de nêutron na região de menor xL em comparação com os nêutrons
originados no desdobramento primário p→n+π.

Tanto as curvas apresentadas nas figuras 6.5 e 6.6 quanto os valores de seção de choque pre-
sentes nas tabelas 6.1 e 6.2 foram obtidos considerando K=Kmed . Entretanto, como estabelecido
no capítulo anterior, nossas predições estão dentro de um intervalo entre Kmin e Kmax . Assim,
podemos considerar uma banda em volta das curvas, assim como podemos considerar valores
mínimos e máximos para as seções de choque σ=σmed presentes nas tabelas:

σmin =
Kmin

Kmed

σmed = 0,849 · σmed , (6.13)

σmax =
Kmax

Kmed

σmed = 1,145 · σmed . (6.14)
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V σ(BM)/unit
√

s=0,2 TeV
√

s=0,5 TeV
√

s=8,0 TeV
√

s=13,0 TeV
σ(nπ+)/nb 10,414 21,002 97,846 121,34

ρ σ(∆+π0)/nb 3,5280 7,3916 36,533 45,593
σ(∆0π+)/nb 1,7418 3,6458 17,992 22,450
σ(nπ+)/nb 1,7095 3,6485 18,661 23,397

φ σ(∆+π0)/nb 0,5694 1,2689 6,9269 8,7436
σ(∆0π+)/nb 0,2812 0,6261 3,4118 4,3059
σ(nπ+)/pb 8,2308 28,170 324,20 451,76

J/Ψ σ(∆+π0)/pb 2,4386 8,9853 114,33 160,75
σ(∆0π+)/pb 1,2080 4,4429 56,387 79,262

Tabela 6.1: Seção de choque total para produção exclusiva de ρ, φ e J/Ψ associada a bárion (n,
∆
+ e ∆0) dominante em interações fotoinduzidas em colisões pp.

V σ(BM)/unit
√

s=0,2 TeV
√

s=0,5 TeV
√

s=5,02 TeV
√

s=8,16 TeV
σ(nπ+)/µb 7,7063 21,203 124,02 163,12

ρ σ(∆+π0)/µb 2,3868 7,0285 44,817 59,561
σ(∆0π+)/µb 1,1811 3,4721 22,090 29,349
σ(nπ+)/µb 1,0948 3,3668 22,429 29,986

φ σ(∆+π0)/µb 0,3297 1,0948 8,0353 10,865
σ(∆0π+)/µb 0,1633 0,5411 3,9614 5,3550
σ(nπ+)/nb 1,6341 12,663 244,91 376,32

J/Ψ σ(∆+π0)/nb 0,4201 3,6332 82,140 128,38
σ(∆0π+)/nb 0,2087 1,8010 40,563 63,373

Tabela 6.2: Seção de choque total para produção exclusiva de ρ, φ e J/Ψ associada a bárion (n,
∆
+ e ∆0) dominante em interações fotoinduzidas em colisões pA.

No caso da produção de ρ associado a nêutron dominante, nossos cálculos indicam seções
de choque da ordem de 101 (104) nb em colisões pp (pAu) nas energias do RHIC. Já para as
energias alcançadas no LHC, essas seções de choque chegam a 102 (105) nb em colisões pp (pPb).
Em comparação com a EVMP em interações fotoinduzidas em colisões hadrônicas na ausência
de um LN (veja por exemplo as Refs. [213, 214, 224–233]), nossas predições são menores por
aproximadamente duas ordens de magnitude.

É importante enfatizar que esses processos são caracterizados por um nêutron produzido na
região muito frontal, característica que pode ser usada para identificar tais eventos, permitindo
o estudo desse processo em particular. Essa possibilidade foi discutida nas Refs. [234, 235].
É esperado que esse tipo de análise ocorra nas colaborações CMS-TOTEM Precision Proton
Spectrometer [236] e ATLAS-LHCf [237].

Por fim, considerando os respectivos valores de luminosidade em colisões pp e pA no LHC,
Lpp
= 107 mb−1s−1 e LpPb

= 150 mb−1s−1, e, assumindo um tempo de operação de 107 (106)
s para colisões com pp (pA), predizemos que a taxa de produção de ρ será da ordem de 1010

(107) eventos por ano5. No caso de produção de J/Ψ, predizemos 107 (104) eventos por ano em
colisões pp (pA). Esses resultados indicam que a análise experimental da EVMP associada a
LN em interações hadrônicas fotoinduzidas é, em princípio, factível de ser investigada no LHC.

5 A taxa de produção é dada por σ
∫
L(t)dt, ou, para luminosidade constante no tempo temos [29]: taxa de

produção = (seção de choque)×(luminosidade)×(tempo de operação).
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Capítulo 6. A produção de nêutrons dominantes em colisões pp e pA

6.3 Conclusões

No capítulo anterior propusemos um modelo para descrever processos inclusivos e exclusivos
com nêutron dominante em colisões ep, e com ele, fomos hábeis em descrever os dados do
HERA. Entretanto, várias questões merecem estudos mais detalhados, e a comparação entre os
nossos resultados envolvendo LN e um conjunto maior e mais preciso de dados experimentais é
fundamental para melhorar o entendimento dos processos que envolvem a dissociação do próton
em altas energias. Uma vez que o HERA não está mais em atividade e a próxima geração de
colisores elétron-próton ainda está para ser construída, neste capítulo propomos uma alternativa
para o estudo dos processos com bárion dominante. Começamos analisando a EVMP associada
a nêutron dominante em interações fotoinduzidas em colisões pp e pA. Uma vez que todos
os elementos do nosso modelo foram vinculados pelos dados do HERA, aqui apresentamos
predições livres de parâmetros para a fotoprodução exclusiva de ρ, φ e J/Ψ com um nêutron
dominante, dentro dos regimes cinemáticos do RHIC e do LHC. Em seguida, estendemos os
nossos cálculos considerando a dissociação do próton nos estados ∆+ e ∆0 no lugar do nêutron.
Além dessas ressonâncias corresponderem ao principal canal de dissociação do próton (após
o desdobramento p → n+ π), constatamos que a produção de delta dominante pode alterar
significativamente o espectro de nêutron dominante. Nossas predições apontam para grandes
valores de seção de choque total e taxa de eventos, implicando que a análise experimental deste
processo é, em princípio, factível. Lembramos aqui que a nossa análise também é importante
para avaliar a fração de mésons vetoriais que são produzidos além do processo dominante, no
qual o próton não dissocia. O aprimoramento desse conhecimento teórico é essencial, uma vez
que a separação experimental dos processos de EVMP com e sem a dissociação do próton é
difícil. Esperamos que os nossos resultados motivem futuras análises experimentais no RHIC
e no LHC, o que permitirá diminuir as incertezas presentes no estudo de processos com bárion
dominante.
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Capítulo 7

Conclusões

Motivados pelos recentes dados de produção de nêutrons dominantes em processos semi-
inclusivos e exclusivos, os quais não possuíam uma explicação teórica satisfatória, nesta tese
propusemos uma descrição unificada desses processos. Incluímos dois ingredientes novos em
nossa proposta: o formalismo de dipolo de cor e a física de saturação partônica.

Começamos investigando o processo semi-inclusivo γ+p → X+n em altas energias, com
particular interesse na distribuição de momento dos nêutrons. A seção de choque diferencial
foi descrita em termos do fluxo de píons e da seção de choque total fóton-píon. Usando o for-
malismo de dipolo de cor e assumindo a validade do modelo aditivo de quarks, relacionamos a
seção de choque dipolo-píon com a – bem conhecida – seção de choque dipolo-próton. Com esse
formalismo, estimamos a dependência das nossas predições em detalhes da dinâmica da QCD
em altas energias, contexto no qual, avaliamos a contribuição dos efeitos de saturação partônica
na produção de nêutrons dominantes. Com os parâmetros vinculados por outros processos,
reproduzimos as características básicas dos dados experimentais. Uma das conclusões mais
interessantes é que o espectro de nêutrons dominantes pode ser usado para sondar o regime de
pequeno x, permitindo assim, investigar os efeitos de saturação. Além disso, nossos resultados
mostram que a física de saturação conduz naturalmente ao scaling de Feynman, característica
que deverá tornar-se mais clara no regime de energias mais elevadas.

Após a descrição dos dados de produção semi-inclusiva de nêutron dominante, estendemos
o nosso formalismo para o caso de produção exclusiva de méson vetorial associada a nêutron
dominante. Focamos nos dados do HERA de fotoprodução de méson ρ (γ+ p → ρ+π+n)1,
demonstrando que eles podem ser bem descritos utilizando o formalismo de dipolo de cor com
modelos de saturação. Uma vez que obtivemos bons resultados, também estendemos a análise
para outros mésons vetoriais e consideramos diferentes regimes cinemáticos.

Uma vez que o HERA parou de operar, uma possibilidade para continuar explorando a pro-
dução de nêutron dominante é considerar as interações fotoinduzidas que acontecem em colisões
hadrônicas. Assim temos a possibilidade de fazer predições para o RHIC e para o LHC, ambos
em atividade atualmente. Além disso, dadas as altas energias alcançadas nesses dois colisores,
podemos estudar a produção de nêutron dominante em um novo regime cinemático. Portanto,
com o mesmo formalismo aplicado anteriormente em colisões ep, analisamos a fotoprodução de
méson vetorial associada a nêutrons dominantes em interações fotoinduzidas em colisões pp e
pA nas condições cinemáticas do RHIC e do LHC. Uma vez que todos os elementos do nosso
modelo já foram fixados pelos dados do HERA, apresentamos predições livres de parâmetros
para a produção dos mésons vetoriais ρ, φ e J/Ψ. No caso de colisões hadrônicas, também

1 Posteriormente à nossa proposta original, o nosso formalismo foi utilizado na Ref. [238] para descrever os
mesmos dados do HERA, mas desta vez, utilizando outro modelo de dinâmica não linear.



Cap. 7. Conclusões

estendemos a nossa análise da fotoprodução de mésons vetoriais considerando a produção asso-
ciada de delta dominante. Nesse caso, ou temos um observável a parte (h+p→ h+V+π+∆),
ou ainda, uma vez que as ressonâncias delta decaem em núcleons, constatamos que a delta do-
minante pode contribuir significativamente para o espectro de nêutrons dominantes. Os valores
encontrados para as seções de choque implicam que a análise experimental desses processos é,
em princípio, factível. Enfatizamos que no caso de colisões hadrônicas, estamos propondo um
novo observável, e esperamos que os nossos resultados motivem futuras análises experimentais
nos colisores RHIC e LHC.

Resumidamente, nesta tese propusemos pela primeira vez uma descrição unificada da pro-
dução de nêutrons dominantes em interações fóton-próton, incorporando a física de saturação
através do formalismo de dipolo de cor. Utilizamos esse formalismo para descrever os dados atu-
ais de colisões elétron-próton e fizemos predições para colisões elétron-próton e hádron-próton
considerando distintos estados finais e diferentes regimes cinemáticos.

Uma das fontes de incerteza da nossa abordagem é o fluxo de píons, que pode ser examinado
mais detalhadamente em um experimento TDIS (Tagged Deep Inelastic Scattering), onde tanto
o elétron quanto o próton de baixo momento transversal são detectados, o que permite sondar o
conteúdo mesônico do núcleon via processo Sullivan2. Atualmente, existe uma proposta de TDIS
no JLab, a ser executada nos próximos anos [25]. Uma vez que esse tipo de experimento objetiva
extrair informações sobre o conteúdo mesônico do núcleon, é esperado que seus dados forneçam
novas informações sobre a função de onda do píon, o que permitirá refinar o conhecimento sobre
o fator de forma πNN e sobre o fluxo de píons.

Uma aplicação direta do nosso formalismo seria a descrição dos dados do HERA de produ-
ção de LN associada tanto ao méson D∗± [192] quanto a dijets [200]3. Outra perspectiva para o
nosso avanço nos temas explorados nesta tese é uma possível adaptação do simulador “STAR-
light” [240], implementando a descrição de EVMP associada a LN em UPC utilizando o nosso
modelo. Além disso, também almejamos uma aproximação com as colaborações experimentais.

2 A detecção do próton com baixo momento transversal permite filtrar eventos nos quais o DIS ocorreu com
pártons da nuvem ao redor do núcleon [25].

3 O ajuste a um conjuto de dados mais amplo permitirá aprimorar a descrição de processos envolvendo a
produção de partícula dominante. A compreensão dos processos com partícula dominante é de grande valor para
a “física da região frontal” (Forward Physics), que sonda um regime cinemático importante para a descrição dos
dados experimentais, tanto aqueles de colisores de partículas quanto aqueles de experimentos envolvendo raios
cósmicos [239].
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