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Resumo 

Correções em Next-to-Leading-Order (NLO) de QCD são calculadas ao processo 

de Drell-Yan pp —> e‘*'e“A^ com a inclusão de leptoquarks escalares virtuais trocados 

no canal t da reação. As correções de ordem foram calculadas usando um método 

híbrido que combina resultados analíticos e integração via Monte Cario para as in- 

tegrais do espaço de fase de 2 e 3 partículas. As correções de QCD são positivas 

e aumentam as seções de choque totais em cerca de 40% no esquema DIS. A de- 

pendência das seções de choque em relação às escalas de renormalização e fatorização 

não é reduzida em NLO a exemplo de outros processo estudados no Tevatron. Os 

leptoquarks, por sua vez, desacoplam-se rapidamente com o aumento de sua massa, 

alterando as seções de choque em menos de 1.5% para massas acima de 250 GeV, 

acoplamentos de Yukawa da ordem da constante de acoplamento eletromagnética e 

para massas invariantes do par maiores do que 120 GeV. 

Palavras Chaves: Correções de QCD ; Processo de Drell-Yan ; Leptoquarks Es- 

calares. 

Áreas do conhecimento: Física de Partículas Elementares. 
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Abstract 

Next-to-Leading-Order (NLO) QCD corrections are evaluated to the Drell-Yan 

process pp —> e'^e~X including the virtual effects of scalar leptoquarks being ex- 

changed in t channel of the reaction. The ag corrections were obtained utilizing a 

hibrid method that combines analitical results and Monte Cario integration of the 2 

and 3 particle phase space integrais. The QCD corections are positive and increase 

the total cross sections about 40% in the DIS scheme. The cross section depen- 

dence on the renormalization and fatorization scales do not decrease at NLO just 

like other processes studied at Tevatron. On the other hand, leptoquarks decouple 

rapidly with the increasing of their masses , changing less than 1.5% the cross sec- 

tions for masses above 250 GeV, Yukawa couplings of order of the eletromagnetic 

one, and invariant masses above 120 GeV. 
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Capítulo 1 

Introdução 

o modelo padrão das interações fortes e eletrofracas (SM) tem passado com grande 

sucesso por todos os testes a que tem sido submetido, explicando qualitativa e quan- 

titativamente todos os dados experimentais obtidos até agora em física de partículas 

elementares. O grau de concordância teórica e experimental é tão bom que efeitos 

quânticos de pequena intensidade, devidos a ordens mais altas de teoria de per- 

turbação, podem ser testados com grande precisão em laboratório, exigindo um 

esforço teórico crescente no cálculo de quantidades observáveis em ordens superiores 

ao nível de árvore. 

Nesse sentido, as correções de ordem superior da Cromodinâmica Quântica (QCD), 

que corresponde ao setor do modelo padrão das interações fortes entre quarks e 

glúons, são as mais importantes em processos onde essas partículas estão presentes. 

Em termos experimentais, a QCD é uma teoria altamente bem sucedida na descrição 

de fenômenos envolvendo interações fortes no regime de altas energias acessado pe- 

los atuais aceleradores de partículas. Correções de QCD às seções de choque envol- 

vendo hádrons são tipicamente positivas e grandes, chegando, em alguns casos, a 

ser maiores do que as seções de choque de Born. Além disso, o conhecimento das 

correções de ordem superior é necessário para reduzir-se incertezas nas predições 

teóricas. 

Por essas razões, as correções radiativas da QCD são especialmente importantes 

no cálculo de processos onde investiga-se a existência de nova física além daquela do 

SM, dado que essas correções podem realçar significativamente as seções de choque 

devidas a novos fenômenos . Além disso, uma determinação teórica acurada é im- 

portante para determinar-se as massas, acoplamentos e outros observáveis físicos de 

eventuais partículas preditas por extensões do SM. 

Entre as diversas extensões estudadas atualmente, existem algumas que des- 

crevem quarks e léptons em um mesmo nível relacionando-os de uma maneira mais 

fundamental gerando acoplamentos diretos entre essas partículas. Essas interações. 

1 



Capítulo 1. Introdução 2 

que não ocorrem no modelo padrão, são intermediadas por partículas que carregam 

números quânticos leptônico e bariônico, e que podem, portanto, acoplar-se a todos 

os bósons de gauge conhecidos, incluindo o glúon. Tais partículas, se existirem, 

podem modificar as seções de choque dos processos preditos pelo modelo padrão e 

também produzir processos novos, ainda não observados experimentalmente. 

Nessa dissertação de Mestrado, em especial, analisamos os efeitos virtuais de 

leptoquarks escalares de primeira geração no processo de Drell-Yan pp e'^e~X 

com correções de NLO de QCD utilizando nm método híbrido que combina resul- 

tados analíticos e integração numérica para parte do espaço de fase. Neste tipo de 

processo, os leptoquarks modificam as seções de choque de forma indireta, ou seja, 

não são produzidos diretamente, sendo trocados no canal t da reação. 

A dissertação está organizada da seguinte maneira. 

O capítulo 2 é dedicado a uma revisão suscinta dos aspectos formais da QCD. 

No capítulo 3, correções de QCD à produção de hádrons em colisões elétron- 

pósitron são calculadas analiticamente em NLO visando exemplificar os aspectos 

básicos da QCD perturbativa. 

A descrição precisa do método utilizado para o cálculo das correções de QCD ao 

processo de Drell-Yan com inclusão de leptoquarks escalares é dada no capítulo 4, 

onde mostra-se a equivalência dos resultados obtidos com o método e os resultados 

analíticos obtidos no capítulo 3 para o processo e+e~ hádrons de uma maneira 

exata, calculando-se analiticamente todas as integrais do espaço de fase de 2 e 3 

partículas. 

No capítulo 5, calculamos as correções de QCD às funções de distribuição de 

quarks no âmbito do espalhamento inelástico profundo, tendo já em mente as correçõ- 

es ao processo de Drell-Yan. Discutimos também alguns aspectos formais a respeito 

da universalidade das densidades de pártons. 

Os capítulos 6 e 7 contém o cálculo completo das correções de QCD para o 

processo de Drell-Yan pp —^ e'^e~X no modelo padrão sem a inclusão de leptoquarks 

e com a inclusão de leptoquarks respectivamente, utilizando o método descrito no 

capítulo 4. 

Análises numéricas são encontradas no capítulo 8. No capítulo 9 discutimos de 

forma geral os resultados obtidos em nosso trabalho. 



Capítulo 2 

A Cromodinâmica Quântica 

2.1 A QCD como um Modelo para as Interações Fortes 

Há aproximadamente 30 anos atrás a Cromodinâmica Quântica, ou QCD*, como 

é mais conhecida, foi concebida como um modelo das interações fortes após várias 

décadas de esforços teóricos e experimentais. 

Talvez o primeiro grande avanço na direção da QCD tenha sido o sucesso do 

modelo a quarks [1], proposto por Gell-Mann e Zweig, onde partículas denominadas 

quarks eram postuladas como os constituintes básicos das partículas fortemente 

interagentes (hádrons). O modelo era capaz de descrever com sucesso o rico e variado 

padrão da espectroscopia hadrônica, onde o grande número de estados mesônicos e 

bariônicos claramente revelava a existência de partículas mais fundamentais. Hoje 

em dia sabemos que os quarks são partículas de spin 1/2 classificadas em termos de 

3 famílias com 2 sabores cada, em um total de 6 tipos diferentes. 

Assumindo que mésons são estados formados por pares qq enquanto bárions 

são estados do tipo qqq, podemos verificar que o modelo descreve todo o espectro 

hadrônico. A confirmação da existência dos sabores mais leves veio na década de 

60 com os experimentos do SLAC em colisões inelásticas profundas do tipo elétron- 

nucleon. 

Contudo, o modelo a quarks, como formulado originalmente, não era capaz de 

descrever a estatística correta de alguns estados hadrônicos. Para obedecer ao 

Princípio de Pauli, os quarks têm de possuir um número quântico extra [2], que 

foi batizado de número quântico de cor. Desse modo, cada sabor de quark pode ter 

N — 3 cores diferentes. As funções de onda dos mésons e bárions são descritos por 

singletos de cor, levando-se em conta o fato de que quarks nunca foram observados 

*Do inglês Quantum Chromodynamics. 
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Capítulo 2. A Cromodinámica Quántica 4 

isoladamente, e podem ser escritas como 

iBárion >= , [Méson >= , (2.1) 

onde a, 7 são índices de cor. 

Posteriormente, a medida da razão de decaimento do processo > 77 e da 

seção de choque do processo —)• hádrons, entre outras evidências, confirmaram 

como sendo 3 o número de cores dos quarks. 

Apesar disso, como dissemos, quarks nunca foram observados isoladamente em 

laboratório, o que levou à hipótese de confinamento de cor, onde todos os estados 

assintóticos hadrônicos são singletos sob rotações no espaço de cores. 

É interessante frisar que a hipótese de confinamento implica uma forma total- 

mente anti-simétrica para as funções dos bárions através das funções de onda de cor. 

Além disso a hipótese de confinamento só permite a existência de estados ligados de 

quarks do tipo [3] 

(3?r(g9T, (m,n>0) , (2.2) 

onde m = 0,n = 1 correspondem aos mésons, enquanto m = l,n = 0 aos bárions. 

Outras configurações, apesar de permitidas pela hipótese do confinamento de cor, 

não são observadas experimentalmente, todos os hádrons observados são previstos 

pelo modelo a quarks mais simples. 

A hipótese de confinamento, contudo, estava firmada em bases fenomenológicas, 

não havendo na época do surgimento do modelo a quarks nenhuma evidência teórica 

para sustentar a hipótese. De uma forma geral, a natureza das interações fortes ainda 

não estava clara. 

Motivado pelo sucesso da álgebra de correntes, Gell-Mann sugere que a teoria 

quántica de campo das interações fortes é uma teoria de gauge abeliana, onde o 

glúon, o bóson de gauge da interação forte, não possui carga de cor. Nambu, por 

outro lado, assumiu que os glúons formavam a representação octeta do grupo de cor 

SU(3)c. Esses conceitos qualitativos, no entanto, não podiam ainda ser colecionados 

em uma teoria de campo consistente que produzisse resultados quantitativos. 

Feynman, então, propõe o seu modelo a pártons [4], onde os constituintes dos 

nucleons são partículas essencialmente pontuais e livres, e que descreve com boa 

precisão os resultados das experiências de espalhamento inelástico profundo. Os 

números quânticos dos pártons carregados podiam ser extraídos da experiência, e 

confirmou-se que eles eram os quarks recém inventados para descrever a espectros- 

copia hadrônica. Apesar disso, parecia que uma teoria fundamental de interações 

fortes estava ainda mais longe de ser obtida, pois o modelo a pártons estava baseado 

na hipótese de estados aproximadamente livres a curtas distâncias dentro de funções 
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de onda de estados ligados, ou seja, os quarks, apesar de estarem permanente- 

mente ligados dentro dos hádrons, comportavam-se como partículas livres às curtas 

distâncias em que eram sondados por fótons de grande energia. Como o próprio 

Feynman ressaltara, aquilo não era consistente com a classe conhecida de teorias de 

campo renormalizáveis. De fato, naquela época, a única teoria de campo realística 

renormalizável era a Eletrodinâmica Quântica (QED), a qual sabia-se possuir um 

comportamento exatamente oposto a grandes energias. 

O impasse, no entanto, estava para ser resolvido. Em 1971, ’t Hooft prova que 

as teorias de gauge não-abelianas são renormalizáveis e ajuda os construtores de 

modelos a colocar juntos os conceitos de quarks, cores e sabores como os ingredientes 

básicos de uma teoria de gauge para as interações fortes. 

Dois anos mais tarde, Gell-Mann et ai [5] apontam as vantagens do modelo 

octeto de cor para os glúons, argumentando que tal modelo tinha uma melhor con- 

cordância com as características qualitativas das interações fortes observadas ex- 

perimentalmente. Alguns dias antes da publicação desse artigo na Physics Letters, 

Gross e Wilczek publicavam um trabalho [6] onde demonstravam que as teorias de 

Yang e Mills, entre as quais a QCD, possuem uma propriedade notável: a curtas 

distâncias a interação entre as partículas é cada vez menor e a teoria é bem definida, 

ao contrário da QED, por exemplo. A QCD, portanto, era uma teoria apta a des- 

crever a liberdade assintótica das interações fortes. Logo em seguida, o scaling de 

Bjorken e o modelo a pártons foram compreendidos nesse contexto. Isso tudo per- 

mitiu o estudo do regime perturbativo da QCD e suas predições em processos de 

espalhamento envolvendo hádrons. 

A partir de agora, vamos abordar a QCD de um ponto de vista mais matemático, 

em busca de uma teoria de campo realista das interações fortes. 

2.2 O Princípio de Gauge 

O ponto de partida para a construção de uma lagrangiana que descreva as interações 

fortes atribuindo-lhe as propriedades de liberdade assintótica e coníinamento de cor 

é saber como introduzir interações invariantes por transformações de gauge não- 

abelianas. Por simplicidade, consideremos o caso da QED, primeiramente. 

Considere a lagrangiana que descreve um campo fermiõnico de massa m livre de 

interações 

Co — ip{x){i ^ — m)ip{x) . (2.3) 

A lagrangiana Co é invariante sob uma transformação de fase global 

^p'{x) —>■ e (2.4) 
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e que corresponde a uma transformação de gauge global do grupo í/(l), onde Qa é 

uma constante real e arbitrária. A fase de 4’i^) é, portanto, uma questão puramente 

de convenção, e uma vez escolhido o seu valor em um dado ponto do espaço-tempo 

X, o mesmo valor deve ser atribuído em todos os outros pontos do espaço-tempo, 

mostrando o caráter global da transformação. Yang e Mills, contudo, já em 1954, 

escreveram, em um artigo fundamental para o desenvolvimento das teorias de gauge 

[7], 

“It seems that this is not consistent wüh the localized field concept that underlies 

the usual physical theories. In the present paper we wish to explore the possibility 

of requiring all interactions to be invariant under independent rotations of the 

isotopic isospin at all space-time points. ” 

A proposta de Yang e Mills consiste na exigência de que a teoria seja invariante 

sob transformações de fase locais, ou seja, de que a convenção da escolha do valor 

da fase seja feita de maneira independente em cada ponto do espaço-tempo, o que 

parece ser muito mais natural dada a natureza localizada dos campos. No entanto, 

permitindo que a varie de ponto a ponto no espaço-tempo, destruímos a invariância 

de Cq sob transformações locais do grupo U{1), pois 

- iQd^a{x)xf{x)] (2.5) 

contém, agora, um termo adicional dado pela derivada da fase. 

A única maneira de conseguirmos uma invariância sob transformações de fase 

locais é adicionar um termo a Cq de modo a cancelar o termo adicional proporcional 

a dfj,a{x). A modificação necessária está completamente fixada pela lei de trans- 

formação de 'ip{x): a saída é introduzir um campo vetorial Af^{x) (já que df^a{x) é 

um 4-vetor) que se transforme de tal maneira que produza um termo de sinal oposto 

ao termo adicional de (2.5). A variação de £q é dada por 

A£o = £'o - £o = Q'ip{x)Y'il’{x) ■ d^a{x) , (2.6) 

e isso fixa a forma do termo a ser adicionado à lagrangiana original como sendo 

-eQtf{x)'y^íl;{x) A^(x) . (2.7) 

Adicionando esse termo em £q temos 

£ = £o - eQ'if{x)'y^'if{x) A^{x) , (2.8) 

de modo que a variação de £, dada por 

A£ = A£o — eQ'ip{x)'y'^'ip{x) ■ SA^{x) (2.9) 
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onde 5A^i{x) — A'^{x) — A^j,{x). Para que A£ = 0, ou seja, para que a lagrangiana 

modificada pela introdução do campo vetorial A^[x), que se acopla aos campos 

fermiônicos de acordo com (2.7), seja invariante sob transformações locais do grupo 

Í7(l), 5Afj,{x) deve ser da forma 

6Afj,{x) = ^d^a{x) . (2.10) 

Impondo somente a invariância sob transformações locais de U{1), a transformação 

de An{x) e o seu acoplamento com os campos de matéria estão fixados! Em outras 

palavras, o princípio de gauge determina a dinâmica da teoria forçando o acopla- 

mento dos campos de matéria com campos de gauge, nesse caso um campo vetorial, 

de forma que a lagrangiana resultante é invariante sob transformações de gauge 

locais. 

A introdução do campo vetorial A^{x) define o que chamamos de derivada co- 

variante, 

D^ = d^- ieQAf,{x) , (2-11) 

que possui a propriedade fundamental de se transformar exatamente como ip{x) sob 

uma transformação global 

(D^^(x))'= , (2.12) 

e em termos da qual a lagrangiana £ adquire a forma 

C ='ip{x){i P — m)tp{x) = Co — eQtp{x)j^'ip{^) Af^{x) . (2-13) 

A lagrangiana £ descreve justamente a interação férmion-fóton da QED. No entanto, 

uma teoria completa necessita dos termos que descrevem a propagação do campo 

Afj, do fóton. Os termos cinéticos são obtidos pela introdução de 

Cc^n = (2.14) 

onde 

F^, = df,A, - d^A^ (2.15) 

é o tensor de campo eletromagnético usual. 

Um fato importante ocorre aqui: um termo de massa para o campo violaria 

a invariância de gauge de £. Impondo o princípio de gauge, A^ deve ser um campo 

vetorial sem massa. Por outro lado, como vimos, um termo de massa para os 

férmions é permitido.1 

Asso nem sempre é permitido. No modelo GSW, que descreve o setor eletrofraco do mo- 

delo padrão, a lagrangiana não pode conter termos de massa para os férmions antes da quebra 

espontânea de simetria. 
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A lagrangiana Cem = C + Cdn é a lagrangiana completa da QED, a partir da 

qual qualquer fenômeno eletromagnético envolvendo férmions pode ser descrito. As 

predições da QED têm sido testadas em um alto grau de acurácia, o que faz dela 

uma das melhores teorias de campo já criadas e, o que é mais importante neste 

contexto, é uma teoria cuja dinâmica provém diretamente do princípio de gauge. 

2.3 A Lagrangiana da QCD 

Inspirados no exemplo de QED, vamos extender o princípio de gauge às interações 

fortes em busca de uma lagrangiana invariante de gauge para a QCD. 

1. Escolha dos campos de matéria 

O primeiro passo na construção de uma teoria de gauge é a escolha dos campos de 

matéria. No caso da QED, os campos de matéria eram os campos fermiônicos "ipix), 

que podem ser atribuídos ao elétron, ou outro férmion carregado. Para a QCD, 

a escolha desses campos é óbvia: os quarks, que são os únicos tipos de férmions 

elementares que sofrem interações fortes. Sabemos que cada sabor de quark pode 

assumir 3 cores diferentes. Vamos, então, denotar um tal campo por ç“(x), onde 

q = u, d, s, c, b, t indica o seu sabor, cr = 1, 2, 3 o seu número quãntico de cor e m, 

sua massa. Para simplificar as equações, vamos adotar uma notação vetorial no 

espaço das cores: A lagrangiana livre é dada, portanto, por 

= ^ , (2.16) 
Q 

em outras palavras, os campos de matéria são escolhidos de forma que os quarks 

pertençam à representação fundamental 3-dimensional do grupo SU{3)c de cor. 

Essa lagrangiana é invariante sob a transformação global 

(q^y = U^qí^ , [/[/t = U^U = 1 , detU = 1 , (2.17) 

onde as matrizes unitárias U do SU{S)c podem ser escritas na forma 

[/= expj-z^^yó^aj , (2.18) 

onde as matrizes A“ (a = 1,2, ■ • •, 8 = 3^ — 1) denotam os geradores da representação 

da álgebra do SU{3)c-, e 9a são parâmetros arbitrários. Ao contrário da QED, onde 

o grupo de gauge é o U{l)em, que é um grupo abeliano, o grupo de simetria da QCD 

é um grupo não-abeliano, onde os geradores da álgebra não comutam entre si. A 
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QCD, assim como a teoria eletrofraca (EW), é descritas por uma teoria de gauge não- 

abeliana. Somente essa classe de teorias renormalizáveis possue o comportamento 

de liberdade assintótica. As matrizes A“, denominadas matrizes de Gell-Mann têm 

traço nulo e satisfazem às seguintes relações de comutação 

[A“,A'’] = , (2.19) 

sendo as constantes de estrutura do grupo SU{3)c, que são reais e totalmente 

anti-simétricas.^ 

2. Aplicação do princípio de gauge 

O próximo passo na construção da lagrangiana da QCD é promover a simetria 

global do grupo SU{3)c a uma simetria local, onde 6a = 9a{x). O ponto de partida 

é a derivada covariante. Como agora temos 8 parâmetros de gauge independentes, 

8 bósons de gauge diferentes os glúons, precisam ser introduzidos. A derivada 

pode, então, ser escrita como 

D^ = d^-ig,T‘^G<: = d^-igsG>^ , (2.20) 

onde T“ = ^ e introduzimos a notação matricial G^ = T°‘G'^. 

A derivada covariante D^j, introduz o acoplamento glúon-quark, de modo que a 

lagrangiana 

9{x){i ^ - rrig)q{x) (2.21) 
Q 

é invariante sob transformações locais do grupo SU(3)c se D^q{x) varia como o vetor 

d^q{x) sob transformações globais do grupo de gauge. Isso fixa a lei de transformação 

dos campos de gauge, pois se 

[d^,q{x)Y = q'{x) = U d^q{x) 

sob transformações globais, então, impondo que 

D'^q'{x) = U{x)[D,q{x)] , (2.22) 

o que é equivalente a 

D'^ = U(x)D^U\x) , (2.23) 

implica a lei de transformação 

G; = U{x)G,U\x) - ~{d,U{x))U\x) . (2.24) 
9s 

^Maiores detalhes sobre as propriedades dessas matrizes podem ser encontradas no Apêndice 

B. 
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Sob uma transformação infinitesimal do SU{3)c, onde 

[/(x) ~ 1, (2.25) 

as leis de transformação dos campos e da derivada covariante são dadas por 

Note que a lei de transformação do campo vetorial do glúon envolve as constantes 

de estrutura do grupo, o que significa que os campos do glúon pertencem à re- 

presentação adjunta do grupo SU{3)c para 59°' constante. Outro ponto muito 

importante é o fato de que há uma única constante de acoplamento Çg em todas 

as leis de transformação. Isso é bem diferente do caso do eletromagnetismo onde 

cada campo carregado pode se acoplar ao fóton com sua própria carga elétrica 

(e, —e, 2e, —3e,etc). É possível mostrar que, se ôG° é especificado com uma cons- 

tante Çs, então se Sq e a derivada covariante forem definidas com uma outra constante 

g'g, só é possível obter 5{Dfj,q), como dada por (2.28), se g'g = gg. Todos os campos 

de gauge se acoplam de uma maneira universal aos campos de matéria, não só na 

QCD, mas em qualquer teoria de gauge não-abeliana. 

Resta construir o termo cinético invariante de gauge para os glúons. Para tanto, 

vamos voltar ao caso do eletromagnetismo. Naquela ocasião, os termos cinéticos em 

(2.14) do fóton foram construídos com base no tensor de campo eletromagnético 

dado em (2.15). A idéia é generalizar aquelas expressões para o caso de glúon. É 

preciso, então, obter o tensor de campo gluônico e isso é feito se notarmos que 

pode ser escrito em termos das derivadas covariantes do eletromagnetismo 

5q{x) = q'{x) - q{x) = -iggT°59°{x)q{x) , 

SGl = ((?“)' -G° = -d,{59°{x)) + ggr^°õ9\x)Gl , 

5{D^q) - ~igsT°õ9°{x) ■ D^q . 

(2.26) 

(2.27) 

(2.28) 

(2.29) 

de maneira que o tensor de campo gluônico é escrito como^ 

(2.30) 

Sob uma transformação de gauge infinitesimal. 

5GI, = r^^59\x)G% , (2.31) 

generalização mais simples possível — d,/G“ não é invariante de gauge. 
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e, consequentemente 

= = 0 (2.32) 

pois envolve a contração de um tensor anti-simétrico com um simétrico nos índices 

de cor. 

Adotando a normalização convencional do termo cinético do glúon, obtemos 

a lagrangiana clássica da QCD invariante sob transformações do grupo de gauge 

SU{3)c de cor 

A primeira linha de (2.34) contém os termos cinéticos do glúon e dos quarks 

de massa rug, os quais dão origem aos respectivos propagadores. A segunda linha 

linha temos acoplamentos cúbicos e quárticos entre glúons. Acoplamentos entre 

bósons de gauge só ocorrem devido à natureza não-abeliana de uma dada teoria e, 

no caso da QCD, são responsáveis pelos fenômenos de liberdade assintótica e, ao 

que tudo indica, pelo conhnamento de cor. 

A constante universal Çg é chamada constante de acoplamanto forte e tem sido 

medida a partir de diversos tipos de experiência. A constante de estrutura hna da 

QCD, definida por 

0.1173 ± 0.0020, onde mz é massa do Z [8].^ 

A intensidade de ag em relação às constantes de estrutura hna do setor eletrofraco 

pode chegar a ser duas ordens de magnitude maior na escala de mz, o que faz das 

correções radiativas de ordem superior da QCD as correções quânticas dominantes 

em qualquer cálculo perturbativo de processos que envolvam quarks, glúons e outras 

partículas que carreguem cargas de cor, mesmo em extensões do modelo padrão, 

como é o caso dos leptoquarks e de várias partículas supersimétricas. 

(2.33) 

+ 9. E «rr", g; 
Q 

(2.34) 

contém a interação quark-glúon, e envolve as matrizes A“ do SU{3)c- Na última 

(2.35) 

obtida pela média global dos resultados de várias experiências vale ag{mz) 

^Na próxima seçao veremos que a a é uma grandeza dependente de escala de energia. 
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Renormalizabilidade e iiivariância de gauge permitem, ainda, a adição de um 

termo em Cqcd do tipo 

õr = . (2.36) 

Um termo dessa forma corresponderia a uma interação do tipo E ■ B em QED. Tal 

interação, contudo, violaria as simetrias discretas de paridade e reversão do tempo, 

em contradição com as propriedades observadas das interações fortes. O termo Ce, 

contudo, pode ser escrito em termos da derivada total de um campo vetorial 

que não é invariante de gauge, e portanto, pode ser desprezado no contexto da 

teoria de perturbação. No entanto, no regime não-perturbativo. Cg pode dar origem 

a efeitos físicos reais, apesar do fato de ser uma divergência total. O vácuo da 

QCD tem uma estrutura topológica não-trivial e, neste caso, o termo de superfície 

não pode ser desprezado, sendo a violação de CP inevitável. Medidas do momento 

de dipolo elétrico do nêutron, por outro lado, impõem um limite superior para 9 

dado por 9 < 10“®, de forma que, para todos os efeitos podemos desprezar Cg. O 

porquê do parâmetro 9 ser tão pequeno ainda não está compreendido totalmente e 

é denominado na literatura como the strong CP-problem. 

2.4 Alguns Aspectos da Quantização e Renormalização da 

QCD 

O fato da QCD ser uma teoria quântica de campo invariante sob transformações 

de gauge do grupo SU{3)c lhe garante um lugar na seleta classe de teorias renor- 

malizáveis. 

Em termos práticos isso quer dizer que todas as divergências ultravioletas (UV) 

que surgem nos diagramas que contém quarks e glúons em loops, e que aparecem nos 

cálculos de correções radiativas em teoria de perturbação, podem ser removidas con- 

sistentemente a partir de um número finito de contratermos. Em teorias de gauge, 

as simetrias da teoria impõem fortes restrições sobre a estrutura das divergências, 

relacionando-as entre si, e reduzindo o número de contratermos que precisam ser cal- 

culados para renormalizar a teoria. A renormalização da QCD, ou qualquer outra 

teoria de gauge realista, não é, no entanto, apenas um artifício matemático para a 

remoção de infinitos indesejáveis, dado que prediz efeitos físicos mensuráveis como a 

dependência da constante de acoplamento forte e da massa dos quarks pesados com 

a escala de energia de uma dada colisão. A razão com que «s depende dessa escala é 

determinada pela chamada função j3 e pelas equações do grupo de renormalização. 

Veremos que a função /5 da QCD é responsável pelo comportamento de ag em altas 
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energias, o que, em última instância, nos leva ao fenômeno da liberadade assintótica. 

O cálculo dessa função requer o conhecimento de alguns contratermos necessários 

à renormalização da teoria e, consequentemente, requer o cálculo de amplitudes con- 

tendo quarks e glúons em loops. E preciso, então, obter o conjunto das regras de 

Feynman da lagrangiana quantizada. O procedimento de quantização de teorias 

de gauge, no entanto, não é nada trivial. Na próxima seção mostramos as princi- 

pais dificuldades e consequências na quantização da QCD utilizando o formalismo 

canônico, no entanto, sem desenvolvê-lo totalmente. 

2.4.1 Ghosts e Simetria BRST 

A lagrangiana (2.34) ainda não contém todos os termos necessários à quantização da 

teoria. Para ilustrar esse fato, consideremos primeiramente o caso do eletromagnetis- 

mo. A lagrangiana que descreve a propagação dos fótons é dada por (2.14), e é 

invariante sob a transformação 

, (2.37) 

onde a{x) é uma função arbitrária. A partir daquela lagrangiana obtemos as 

equações de movimento para 

- d^d^A^ = 0 (2.38) 

O primeiro passo na quantização canônica de uma teoria é calcular os momentos 

canonicamente conjugados às componentes do campo A^. Os campos conjugados 

são dados por 
dC _ _pOti (2.39) 

d{doA^) 

e em seguida postulamos as relações de comutação em tempos iguais, promovendo 

os campos a operadores, de modo que 

[A^{xo,x),TT^{yo,'^] = igf,uS^{x -, (2.40) 

[A^{xo,x),A^{yo,y)] = 0 , (2.41) 

[TVf,{xo,x),n^{yo,^]=0 . (2.42) 

Porém, = 0, o que implica 7t° = 0, e dessa forma não é possível postular relações 

de comutação para a componente temporal de A^. Além disso existe um problema 

ainda mais profundo, que a princípio nos impede de obter as regras de Feynman 

para a QED. O operador □ — d^d^, no espaço de momentos, é da forma 

9^11' (2.43) 
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cujo operador inverso de pode ter a seguinte forma geral Ag„a + Bk^ka^ que deve 

satisfazer a seguinte equação 

{-k'^g^'' + k^^k''){Ag,^ + BkM = g^ , (2.44) 

e que expandida produz a equação 

(»; - pi.F) = < , (2.45) 

que não possui solução para nenhum A, ou seja, o operador □ — d^du não possui 

inverso, o que significa dizer que não podemos obter o propagador do fóton. 

Esses dois problemas estão relacionados aos graus de liberdade espúrios do fóton. 

Sendo uma partícula de spin-1 sem massa, o fóton possui apenas dois graus de liber- 

dade de polarização físicos, no entanto, A^ possui 4 graus de liberdade de Lorentz. 

A liberdade de escolha dos campos A^, a menos de uma transformação de gauge, 

permite a propagação dos graus de liberade não-físicos. A maneira de eliminar esses 

graus de liberdade é a fixação de um gauge através de vínculos sobre o campo de 

gauge, por exemplo, Aq = 0 e V-A = 0. Condições de gauge deste tipo, denominadas 

não-covariantes, eliminam os graus de liberdade espúrios mas complicam algebrica- 

mente o formalismo. Ao invés disso, podemos adotar uma condição covariante, tal 

como 

d^A^ = 0 , (2.46) 

denominada condição de Lorentz, que simplifica a álgebra do formalismo, e que 

passaremos a adotar daqui para frente. É possível, dessa forma, adicionar um termo 

inócuo à lagrangiana original, de maneira que 

B' = (2.47) 

produz para A^, a seguinte equação de movimento 

^9, ̂12 1 + ^ j A^^^O , (2.48) 

além disso, o campo conjugado a Aq não é mais identicamente nulo, mas dado por 

jt" = -{Õ^A‘‘) . (2.49) 

onde dnA^ é um campo livre 

V 
-a{d- A) = 0 . (2.50) 
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O propagador do fóton pode, então, ser calculado pelo inverso do operador que age 

sobre A'' em (2.48), e é dado por 

n„„(*:) = 4(’-9„„ + (l+,)^i . (2.61) 

Existem ainda algumas sutilezas no procedimento de quantização da QED, dado 

que a quantização canônica e a condição de Lorentz não são compatíveis [9], contudo 

a lagrangiana (2.47) é o ponto de partida para uma versão quântica consistente do 

eletromagnetismo. O que gostaríamos de frisar é que o termo de fixação de gauge, 

apesar de essencial para a quantização da teoria, quebra a invariância de gauge da 

lagrangiana original. No entanto, o que é mais interessante, é que a lagrangiana 

ainda é simétrica o bastante para garantir a validade das identidades de Ward, e 

dessa forma, garantir a renormalizabilidade da teoria. Isso pode ser constatado 

reescrevendo (2.47) da seguinte maneira 

C = + Bd^A^ - ^52 , (2.52) 

onde B{x) é um campo escalar. Essa lagrangiana nos permite obter o propagador 

no gauge de Landau, 77 = 0, o que não era possível com (2.47). Podemos mostrar 

que (2.52) nos dá as seguintes equações de movimento 

OA^ - df^d^A"' = d^^B , (2.53) 

d^A^-pB - 0 . (2.54) 

Eliminando B de (2.53) usando (2.54), recuperamos (2.48), mostrando que (2.47) 

e (2.52) produzem as mesmas equações de movimento para A^{x). Além disso, 

de (2.53) temos que UB = 0, e de (2.54), que □(ô^A'^) = 0, ou seja , B e 

são campos livres. Por fim, a lagrangiana (2.52) produz = B para o momento 

conjugado a A°, e que é exatamente igual a (2.49). 

A lagrangiana (2.52), com certeza não é mais invariante por 

no entanto, a condição de Lorentz (2.46), embora vincule o campo A^, ainda não o 

fixa de maneira única, pois A^ pode se transformar por {l/e)d^u{x), por exemplo, 

e ainda satisfazer (2.54), desde que □o;(2:) = 0. Essa restrição sobre cj{x) pode ser 

introduzida em £' através de um campo multiplicador ^(x) 

Cem = + Bd^A^ - ^rjB^ - , 

de modo que a equação de Euler-Lagrangre para Ç(x) é justamente Do; = 0. 

(2.55) 
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Podemos mostrar que a lagrangiana (2.55) é invariante sob as transformações 

infinitesimais dadas porll 

Af^{x) ->■ Af,{x) + edf,uj{x) , (2.56) 

Ç(x) ->■ ,^(x) + cS(z) , (2.57) 

ui{x) —>■ u{x) , (2.58) 

B{x) —^ B{x) . (2.59) 

O papel do termo em (2.55) é cancelar a variação do termo de fixação de gauge 

quando A^ se transforma de acordo com (2.56). Graças a esse cancelamento, um 

certo tipo de “invariância de gauge” é restaurada, e é definida pelas transformações 

(2.56)-(2.59). Note que essas transformações são parametrizadas por uma constante 

infinitesimal e independente de x, no entanto, ainda há um caráter global devido à 

presença de u{x). As transformações (2.56)-(2.59) representam um tipo de simetria 

denominada simetria BRST abeliana**. Essa simetria remanescente é suficiente 

para demonstrar as identidades de Ward em QED, logo, (2.55) é uma lagrangiana 

satisfatória. Na verdade, como os campos ^ e u não interagem com eles podem 

ser ignorados em cálculos práticos, tornando (2.47) ou (2.52) lagrangianas aceitáveis. 

Em teorias de gauge não-abelianas surge ainda um outro tipo de complicação. 

Vamos tentar generalizar (2.52) para o caso não-abeliano de uma maneira direta e 

escrever o setor gluõnico de Cqcd como 

^'ÇCD = - + B“(a„c3í;) - , (2.60) 

onde Ba se transforma de acordo com a representação adjunta do SU{3)c, assim 

como A equação de movimento para Ba nos revela 

-rjB^ = 0 (2.61) 

como a condição de gauge, e 

= 0 (2.62) 

como a equação de movimento de onde 

Df = - gst^^Al (2.63) 

é derivada covariante na representação adjunta. Dessa forma, pode-se verificar que 

= 0 , (2.64) 

II Quando campos de matéria estiverem envolvidos, transformações apropriadas para eles devem 

ser definidas. 

**Becchi, Rouet, Stora e Tyutin. 
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o que implica 

□B" = , (2.65) 

mostrando que o campo auxiliar, ao contrário do que ocorria na QED, não é mais 

um campo livre e, consequentemente, 9^5^ também não é. 

Contudo, a exemplo de Cem, podemos introduzir campos auxiliares em (2.60) de 

forma a compensar a variação do termo de fixação de gauge sob a transformação de 

G“ dada por 

ÔG‘ = . (2,66) 

O termo ^ — co pode ser obtido impondo que (2.61) ainda vale após (2.66), o que 

implica 

= 0 . (2.67) 

Nesse caso, u!°‘{x) não é um campo livre devido ao aspecto não-abeliano do campo do 

glúon. Note que se = 0, como na QED, ou outra teoria de gauge abeliana, üj°'{x) 

seria um campo livre. Exatamente como no caso da QED, a condição (2.67) pode 

ser incorporada à lagrangiana (2.60) por um campo multiplicador ^{x) de modo que 

CgcD = - . (2.68) 

A lagrangiana (2.68) possui agora uma invariância residual que é expressa pelas leis 

de transformação 

G“ ^ + (2.69) 

C r + (2.70) 

5“ ^ (2.71) 

, (2.72) 

A variação do último termo de (2.68), causada por (2.70), cancelaria a variação 

de se —>■ simplesmente. Porém o último termo também envolve 

G“ através da derivada covariante, e sua variação, dada por (2.69) dá origem a um 

termo adicional que só pode ser cancelado pela transformação não trivial (2.72) de uj. 

Tal transformação só pode ocorrer se u anticomutar consigo mesmo, pois o termo 

u}^üü‘^ vem contraído por um tensor anti-simétrico nos índices de cor. Os campos 

uj{x) e ^(x) são bastante peculiares, pois são escalares sob transformação de Lorentz 

obedecendo à estatística de Fermi-Dirac! Na verade, oj{x) e Ç(x) (e e também) são 

denominados matematicamente por variáveis de Grassmann. Os campos u}{x) e 

Ç(x) são chamados de ghosts e têm norma negativa, ao obedecerem à estatística 

errada, e portanto, produzem probabilidades negativas, o que os torna quantidades 



Capítulo 2. A Cromodinâmica Quântica 18 

desprovidas de significado físico. Note que os ghosts só se acoplam a glúons, e o 

seu papel é justamente cancelar a contribuição dos graus de liberdade não físicos do 

glúon. 

O mecanismo que dá origem aos ghosts pode ser entendido de uma forma mais 

rigorosa e elegante usando o formalismo de integrais de trajetória utilizado por 

Fadeev e Popov [10]. Cabe enfatizar que esses campos são introduzidos apenas 

como uma maneira de desenvolver um formalismo covariante simples em comparação 

com formalismos não-covariantes, tornando as regras de Feynman mais simples e, 

consequentemente, tornando os cálculos mais simples. 

A lagrangiana completa da QCD agora é dada por 

^QCD — -^clássica •^fg "^ghost (2.73) 

^clássica = -\gI,GT + 4>{i 0 - m),t, (2.74) 

(2.75) 

-Cghosts = . (2.76) 

onde 'ip{x) representa o campo fermiônico de um dado sabor de quark e ^ e u foram 

redefinidos por ci e C2, respectivamente. O subscrito fg significa fixação de gauge. 

As regras de Feynman obtidas a partir dessa lagrangiana são dadas no Apêndice A. 

2.4.2 Lagrangiana Renormalizada 

Tendo (2.73) em mãos, vamos agora, redefinir os campos de Cqcd, escolhendo 77 = 0 

para simplificar, 

G; = V^GJ„ , (2.77) 

= 4ZiÍ>r , (2.78) 

c;,2 = . (2.79) 

onde e 12 correspondem aos campos renormalizados do glúon, do quark 

e dos ghosts respectivamente. Os contratermos possuem as seguintes definições 

Ú2 = ^2-1 , (2.80) 

Ú3 = ^3-1 , (2.81) 

Í2 = ^2 - 1 , (2.82) 

ôm = Z2mo - m , (2.83) 

= ^^2^^-! , (2.84) 
9s 
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, (2.85) 
9s 

ói® = —Z3JY3-I , (2.86) 
9s 

Sfs = is^zl - 1 . (2.87) 

9s 

Note que estes oito contratermos dependem de apenas cinco parâmetros básicos: 

Z2, Z2, Z3, rriQ e Qsq. Existem, portanto, três relações entre eles, ao passo que cinco 

condições de renormalização apenas são necessárias para remover as divergências 

UV e determinar todos os oito contratermos. Essas relações entre contratermos são 

uma consequência direta da simetria de gauge da teoria. 

Já ao nível de 1-loop, podemos demonstrar que 

Ô,-Ô2 = -83 = - Ô3) = áí - . (2.88) 

A lagrangiana da QCD, adquire, portanto, a seguinte forma 

CqcD — C-ren + , (2.89) 

onde Cren é lagrangiana (2.73) ( 77 = 0 ) com os campos renormalizados e Cc.t., a 

lagrangiana dos contratermos que é dada explicitamente logo abaixo 

Cct. = -\s3{d^Gt - + 7Ã(íá2 ^ - Sm)^í^ - 

- g^s^t^r‘'‘’F^^^GlGlG^^G^'' - gsõ{^r^‘^d^Gy . (2.90) 

A partir desta lagrangiana obtém-se as regras de Feynman dos contratermos necessári- 

os à renormalização da QCD, e que podem ser encontradas, por exemplo, em [11, 12]. 

Os contratermos ái, ^2 e ^3 podem ser usados para o cálculo da função ^ pela 

fórmula [13] 
o 1 

^{Ss) = 9sPr^^{~8i + 82-¥-^83) , (2.91) 

onde Pr é escala de renormalização. Na QED, ái = 82 pela identidade de Ward- 

Takahashi, de modo que o running de a^m é determinado pela renormalização da 

função de onda do fóton. Na QCD, no entanto, todos os três termos contribuem. 

O cálculo desses contratermos é bem trabalhoso e pode ser encontrado em diversos 

livros texto [11, 13, 14], vamos portanto, nos restringir a apresentar os resultados 

no esquema MS, onde os termos de subtração contém apenas o pólo 
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onde d = 4 + e é o número de dimensões espaço-temporais no esquema de regulari- 

zação dimensional [15] e 7 é a constante de Euler, 

^2 

<^3 

jLt 2 
167t2 

91 

lÔTT^ 

[2^ 4 ^ 
- 3«/T« 

• 2 

. ê 

(2.93) 

(2.94) 

(2.95) 

Os fatores de cor Ca e Tr são dados por 3 e 1/2, respectivamente, para o SU{3)c^\ 

e Uf é o número de sabores de quarks. 

Substituindo (2.93)-(2.95) em (2.91) obtemos a função /3 da QCD 

PÍ9s) = 
lÔTT^ 

(2.96) 

A solução da equação do grupo de renormalização 

d 

d\og{Q/pR) 
9s = PÍ9s) 

é dada por 

onde 

as{Q^) 
(^sÍÍÍr) 

1+ o;,(p^)5olog(QV/i|) 

bo = — 
4tt [ 

11 - 
2nt 

3 ’ 

e define o running de ag- 

(2.97) 

(2.98) 

(2.99) 

2.4.3 Liberdade Assintótica 

Se Uf é menor do que 16 então í>o > 0 e a função /? tem sinal negativo. Nesse caso, 

pelas expressões (2.97)-(2.99) vemos que conforme Q'^ aumenta as{Q^) decresce 

monotonicamente 

lim ag{Q‘^) = 0 . (2.100) 
Q2-40O 

Na QCD, Uf corresponde ao número de sabores de quarks, ou seja, Uf < 6. Portanto, 

a constante de acoplamento da teoria decresce em magnitude conforme aumentamos 

a escala de energia em uma colisão! Para altíssimas energias, a QCD tende a se 

comportar como uma teoria de quarks e glúons livres (explicando o sucesso do 

modelo a pártons em descrever colisões da altas energias), esse é o chamado fenômeno 

de liberdade assintótica. 

^^Ver Apêndice B. 
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Sua origem fundamental é a natureza não-abeliana das interações da QCD. O- 

Ihando para os contratermos, vemos que, se Ca — 0, como seria na QED, por 

exemplo, a função ^ seria positiva-definida, esse fator de cor, no entanto surge pela 

ocasião da inclusão de vértices tríplices de glúons, o que só ocorre na QCD (ou 

outras teorias de gauge não-abelianas). 

Por outro lado, para decrescente ag cresce em magnitude, o que sugere que 

quarks e glúons não podem se afastar indefinidamente um dos outros. Isso lembra a 

propriedade de confinamento de cores, contudo, uma explicação mais rigorosa para 

o confinamento ainda é necessária [16]. 



Capítulo 3 

Correções de QCD ao Processo e+e ^ Hádrons 

3.1 O Aniquilamento e^e no Modelo Padrão 

Muitas das idéias e propriedades básicas da QCD perturbativa podem ser ilustradas 

pelo estudo da produção de hádrons no aniquilamento elétron-pósitron. 

Dentre todas as quantidades observáveis da QCD, a seção de choque do processo 

e"''e“ —> hádrons talvez seja a mais simples ao cálculo de correções radiativas de 

ordem superior, prova disso é o fato de que já se conhecem as correções de ordem 

af [17] para a(e"''e“ —> qq), quarks leves e [18, 19] para a produção de quarks 

pesados e event shapes. Além disso, efeitos não-perturbativos têm pouca influência 

sobre tais correções em relação a processos do tipo hádron-hádron, onde o regime 

não-perturbativo se faz presente nas funções de distribuição de pártons. Isso tudo 

faz da medida da seção de choque do aniquilamento um ambiente propício 

para a determinação precisa da constante de acoplamento forte, além do estudo de 

várias propriedades da QCD. 

A QCD perturbativa também prediz uma rica estrutura de “jatos” para o estado 

final hadrônico nesse tipo de processo de onde podem ser extraídas informações a 

respeito da constante de acoplamento do spin das partículas que formam os jatos 

e da natureza não-abeliana do acoplamento entre glúons, por exemplo. 

A seguir apresentamos as correções de QCD em ordem para a produção de 

2 jatos em colisões elétron-pósitron através de um cálculo analítico completo sem 

nenhum tipo de aproximação para as regiões singulares do espaço de fase. As di- 

vergências ultravioletas que surgem das amplitudes virtuais ao nível de 1-loop e as 

divergências infravermelhas causadas pela emissão de um glúon soft ou colinear são 

regularizadas dimensionalmente e se apresentam como pólos do tipo (z = 1,2). 

No capítulo 4 calcularemos novamente a seção de choque desse processo uti- 

lizando uma metodologia diferente, baseada em aproximações para as regiões singu- 

lares do espaço de fase e que será usada nos cálculos de NLO de QCD para o processo 

22 
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de Drell-Yan incluindo efeitos virtuais de leptoquarks escalares. Mostraremos, nessa 

ocasião, que a utilização deste método nos dá o mesmo resultado para a seção de 

choque total inclusiva que passaremos a calcular a seguir. 

3.2 Cálculos em Ordem Zero 

Para calcular a seção de choque do processo —> 7, Z çç corrigida em 

next-to-leading order, vamos utilizar a abordagem normalmente usada no cálculo 

de correções radiativas de QCD ao decaimento de bósons de gauge eletrofracos. 

Nessa abordagem a “razão de decaimento” de um fóton virtual em um par qq recebe 

contribuições dos diagramas de Feynman da figura (3.1), que correspondem à ampli- 

tude de Born do processo, emissão de um glúon real e contribuições virtuais ao nível 

de 1-loop. Para obter o processo que realmente estamos interessados em calcular, 

basta a contração com a corrente leptônica do estado inicial a correção de 

NLO de QCD é a mesma do processo 7* qq já que o estado inicial é puramente 

leptõnico e não pode ser acoplado a glúons. 

Figura 3.1: Decaimento hadrônico de um fóton virtual em NLO de QCD. 
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A amplitude de ordem zero pode ser calculada a partir das regras de Feynman 

do Apêndice A e é dada por 

Ma = -ieQ, u(pi) Al)«(P2) , (3.1) 

onde Qq é carga elétrica do quark q em unidades da carga do elétron. O quadrado 

dessa amplitude após soma sobre as polarizações dos quarks e do fóton é dado por 

|Ado| = -3e^Qç Tt[^i7^ ^2^] , (3,2) 

onde o fator 3 vem da soma sobre os estados finais de cores dos quarks. Calculando 

o traço em d dimensões obtemos * 

|A/ío| =(3)2e^Q^(d-2)Q^ , 

onde representa a virtualidade do fóton. 

Adotando as convenções de [20], a seção de choque do processo 1 ■ 

forma 

<7 = , 

onde $2 é dado por (C.14) do Apêndice C. Definindo d = 4 — 2e, temos 

(To = 3aQl Q 
r{2-e) 

r(2 - 2e) \ ) 

(3.3) 

é da 

(3.4) 

(3.5) 

3.3 Correções de Ordem as'. Cálculo Analítico Completo 

O quadrado da amplitude M. correspondente à soma de todas as contribuições ao 

processo 7* —)■ qq até ordem — gj/ATT é dado por 

|A4p = |A4oP +|AÍKp + 25^(A4oA/í^) . (3.6) 

Todos os cálculos serão efetuados em um gauge covariante arbitrário 77 de modo a 

ilustrar alguns aspectos relacionados ao procedimento de renormalização das ampli- 

tudes divergentes no ultravioleta (UV) e o surgimento de divergências infravermelhas 

(IR). 

Obtemos a seguir a seção de choque £7(7* -> qqg). Daqui por diante todas as 

divergências, tanto as infravermelhas, quanto as ultravioletas serão regularizadas 

dimensionalmente [20, 21]. 

*Em regularização dimensional, a constante de acoplamento adquire dimensão de massa 

e^/47T Q 
Oíd - 

(p2)l 2\Í-2 
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3.3.1 Emissão de Glúon Real 

Utilizando as regras de Feynman do apêndice A obtemos as seguintes amplitudes 

para a emissão de 1 glúon real 

Ar = igsT^eQq u{p2)Y ■ ^ ■ l^v{pi)e^{q)el{pz) 
Pa 

= -iÇsT^^eQg ü(p2)7^ • ^ • Yv{pi)ef,{q)el{p3) 
Pb 

de modo que 

MRÍ'y* -> qqg) = Ar + Br . 

Os 4-momentos Pa e ph são definidos por 

Pa = P2+P3 , 

Pb = Pl+P3 , 

q = P1+P2+P3 , 

(3.7) 

(3.8) 

(3.9) 

(3.10) 

(3.11) 

(3.12) 

(3.13) 

Introduzindo as frações de energia adimensionais Xi = i = 1,2,3, onde Ei 

corresponde à energia da partícula de 4-momento Pi, e desprezando a massa de 

todos os pártons (quarks leves e glúons) temos que 

1 

Br Q 

Pi-Pj = i^Q (1 ~^k) • 

As variáveis de Mandelstam são definidas por 

s = (pi = (1 - , 

t = [P2+P3f = (1 - Xx)Q'^ , 

U = {pi +P2)^ = (1 - , 

e a partir dessas relações ainda podemos mostrar que 

s 1 u = , 

X\ X2 -¥ = 2 . 

O quadrado do elemento de matriz (3.9) 

|A4hP = \^r\^ + \Br\^ + 2ArB*ji 

(3.14) 

(3.15) 

(3.16) 

(3.17) 

(3.18) 

(3.19) 

(3.20) 

é calculado a partir de (3.7) e (3.8). O resultado após soma sobre as polarizações 

do fóton, as do glúon e sobre os spins dos quarks, é 

í cQqPs \ 

\ pI J 
Tt[^27'' ay Aid AiA 

2 

(3.21) 
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1^/ 
feQqgs\ Âlu] 

pI 

2ArBI = -8 
( (^QqSs \ 

Tr[fÍ2Y AY Alu AlA ■ 

(3.22) 

(3.23) 
\Pa ■ Pb ) 

Calculamos os traços com o auxílio do pacote FeynCalc [22] para Mathematica em 

d = A — 2e. Abaixo está o resultado em termos das variáveis de Mandelstam 

\MY = qcfs 
S t 

(2 - 2ey - + - + (4 - 4e) 
t s 

2uQ^ 

st 
4e(2 - 2e) (3.24) 

Expressando (3.24) em termos das frações de energia e após um certo exercício 

algébrico, obtém-se 

IMr^ = 32e'^QlglJ^{xi,X2) , (3.25) 

onde 

T{xi,X2) = (1 - ef 
xf -I- X2 

(1 - Xi)(l - X2) 

^^2-2X1 -2X2 + XiX2 
2el-e)—  — ^— 3.26 

(1 - Xi)(l - X2) 

que diverge para Xi —> 1 e X2 —>■ 1! 

Quando o glúon é emitido pelo quark do estado final, essa divergência ocorre 

para t —)■ 0 (xi ^ 1), que no limite não-massivo é dada por 

t = 2p2-pz = 2E2Ez{1 - COS 92z) , (3.27) 

e que aparece no denominador de \Ar\'^ e do termo de interferência. Dessa forma, 

quando £"3 —> 0 ou quando ^23 ~0, então t —> 0 originando um pólo na amplitude. 

O caso £3 -> 0 corresponde à divergência de glúon soft enquanto ^23 ^ 0 à 

situação onde o glúon é emitido na mesma direção de propagação do quark, o que 

corresponde a uma divergência colinear. As duas são coletivamente denominadas 

divergências infravermelhas (IR). Se o glúon é emitido pelo antiquark, então s —>■ 0 

(x2 1) originando também divergências IR para £3 —>■ 0 e ^12 ^ 1. 

A seção de choque total do processo é obtida integrando nas variáveis X\ e X2 na 

região física permitida. Os limites de integração decorrem de uma análise do tipo 

Dalitz plot. Da expressão (3.18) obtemos 

(1 — X\)Q^ -|- (1 — X2)Q^ + 2pi ■ P2 = , (3.28) 

mas 

Pl-P2 = E1E2 - p[ • P2 = —XiX2(l - COs6>i2) , 

logo, inserindo (3.29) em (3.28) e sabendo que —1 < cos0i2 < 1, então 

(3.29) 
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0 < xi < 1 

1 — rri < X2 < 1 

Dessa forma a seção de choque é dada por^ 

2as (47TU 
or = —(To 

Stt 

1-z^ 
ÍF(xi,X2) , 

(3.30) 

onde expressamos o espaço de fase de 3 partículas em d dimensões dada por (C.15) 

em termos das frações de energia Xi e X2- Essas integrais sobre e X2 são bastante 

complicadas de calcular. Contudo é possível desacoplá-las pela seguinte mudança 

de variáveis 

a;2 = 1 — vxi 

onde agora, tanto Xi quanto v variam de 0 até 1. Tal mudança implica 

20;^ f ^ 
—<7o 

37T (^) f^dvv-‘(l-vrx,T(xuv) . 
(3.31) 

A função xiT{v, Xi), proveniente do quadrado da amplitude de espalhamento, agora 

é dada por 

x\íF{v, xi) 
+ l)x? — 2vx\ + 1 {v^ — V + l)x\ — xi + 1 

2 ^ e 
x(l - Xi) u(l - Xi) 

— 2x + l)x\ + 2(x — l)xi + 1 

x(l - Xi) 
(3.32) 

É necessário manter termos até ordem pois as integrações produzirão termos de 

ordem até Substituindo XiJF(xi) em (3.31) obtemos uma série de produtos de 

funções B (beta).^ Escrevendo (3.31) como 

2as ■' 
:^R ) 

37t V ) r(2 - e) 

definimos uma função G{a,/3) dada pelo seguinte produto de funções B (beta) 

1 

(3.33) 

p) = — zB{-2e + «,-£- 1)B{-£ + /?, -e) 
E(2 - £) 

1 r(—2e + a +1) r(—£■ + +1) r^(i — e) 

—E r(—2e + + 2) r(—E + 2) r(—3^ + a + l) 
, (3.34) 

^.2 = 1 + — xi — X2); ver apêndice C. 
função B (beta) é definida pela sua forma integral 

B{ a,d) = [ x“(l - xf = 
Jo 

r(i + Q)r(i +/?) 
r(2 + a + d) 
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em termos da qual Ar tem a expressão 

Ar = (1 — 2c + e:^)[G(0, —1) + G(2,1) + G(2,1)] + 2(e — £^)[G(2, 0) + G(l, —1)] 

+ 2(e‘''- 1)G(1,0) . (3.35) 

Obtemos, após expandir as funções G usando as propriedades das funções F do 

Apêndice D, 

Ar — 
3 19 

+ - + ^ + 
F(1 - 3e) 

(3.36) 

Finalmente, usando a expansão da função F (D.8) do Apêndice D, temos 

= 1 - + -(67^ - + 0(e») (3.37) 

e a expansao 

(¥)'= 
exp e In = 1 + ln 

/ 47T/r^' 
e + ^ln^ e^ + 0{e^) , 

chegamos à expressão da razão de decaimento do processo 7* qqg regularizada 

dimensionalmente 

(^rÍY QQÇ) = 
2Q!c 

-(To 
2 1 

£ 3n 

+ (-27 + 3)ln 

21n 

47T^^ 

í Airp? 
27 + 3 + ln' 

' AtvP? 

ÃQ^ 

19 
+ 7 -37+-^ + y + .(3.38) 

Veja que a seção de choque é divergente no limite d 4(e —>^0). No entanto ainda 

é preciso contabilizar a contribuição dos glúons virtuais, cálculo que é apresentado 

a seguir. 

3.3.2 Correções Virtuais 

As correções de glúon virtual ao processo 7* —> qq são calculadas a partir dos 

diagramas de Feynman da figura (3.1) que correspondem à correção do vértice e 

autoenergia dos quarks. 

As correções virtuais em ordem Oj surgem da interferência de A4v/ com a ampli- 

tude de Born A4q. A amplitude correspondente à correção do vértice será denotada 

por Av enquanto as autoenergias por By -\-Cy- 

Correções de autoenergia 

A autoenergia de um quark sem massa, ao nível de 1-loop, e em um gauge 

covariante arbitrário ry é calculada a partir do diagrama de Feynman da figura (3.2) 
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Figura 3.2; Autoenergia do quark. 

cuja amplitude é dada por 

onde Cp = 4/3 é o fator de cor dado no Apêndice B. Usando a álgebra de Dirac em 

d dimensões, introduzindo a integral paramétrica 

k'^ 

e definindo 

= /■ 
{p — ky Jo [{p — kyx + k‘^{i — x)y 

(3.40) 

l — k — xp , 

A = —xp^{l — x) , 

temos 

-zEg(p) -glCf Á[dxj 
d^l (2 — d)(1 — o:) — 77(1 + x) 

0^1 

{2'kY [/2 - A]2 

d^l 77(1 — x){4y/d + 4x^p‘^) 

+ 

(27t)'^ [/2 — A]^ 

Calculando a integral no momento do loop, obtemos após integração em x 

r(l+e)r2(l-e) (1-e) 
(1 + 1;)- 

r(l - 2e) e(l - 2e) 

(3.41) 

(3.42) 

(3.43) 

(3.44) 

Note que no gauge de Landau (77 = — 1) a autoenergia dos quarks não contribue à 

amplitude de glúons virtuais, de modo que somente a correção do vértice precisa 

ser calculada. Em qualquer outro caso, Eg(p) precisa ser renormalizada de modo a 

extrair a divergência UV. 
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Correção do Vértice 

A amplitude virtual A\- é dada por 

/(j^lç 
Ü,(P,) -7“(^+ M ^(q)di- JI2)'/ ■ V(P2) 

^ (^9a0 A ^ ) (3.45) 

oude k é o momento do glúon virtual e 

D3 = k'^ ■ {k+ pif ■ {k - P2Y . 

Combinada com a amplitude A4q e integrada no momento do loop resulta em 

2MoA’y = -2igyQlCr Itl,rui+MUH-M-tA 

+^Tr|?(27'‘ A )!Ui+ MlpUl- th) W) ■ (3.46) 

Antes de prosseguirmos vamos analisar o termo dependente do parâmetro de gauge 

p, pois estaremos interessados em utilizar o gauge de Landau sendo preciso calcular 

as contribuições originadas por aquele termo. Para tanto retornemos à expressão 

da amplitude do vértice dada por (3.45) e isolemos o termo dependente do gauge. 

Após contração dos índices esse termo torna-se proporcional a 

/d^ k 1 
^1) <(^- ^2) }ÍVg{p2) 

/d^ k 1 
^^^-^j^Wç(pi)(A;2 + 2/c • pi) ^{k‘^ - 2k ■ P2)vg{p2) , (3.47) 

mas, D3 = k'^ ■ (fc^ + 2k ■ pi) ■ {k'^ — 2k -p2), de maneira que a expressão (3.47) acima 

adquire a forma 
/d^ k 1 

^^C,{P2) . (3.48) 

Em regularização dimensional, por outro lado, se não é feita distinção entre pólos 

UV e pólos IR então 

/(2ÍPP^ = 0 

para qualquer n > 0 [11], de forma que o termo dependente do gauge não con- 

tribui para a expressão do vértice! Em qualquer gauge covariante, os termos fini- 

tos da correção de QCD, ao nível de 1-loop, ao vértice eletromagnético 7 qq não- 

renormalizado são os mesmos. 
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É, portanto, nesse caso, muito mais vantajoso trabalhar no gauge de Landau, 

onde os diagramas de aiitoenergia não contribuem. Essa vantagem é ainda maior 

quando levamos em conta a simetria de gauge da amplitude. Em primeiro lugar, 

o termo dependente de r; do propagador do glúon não altera as amplitudes reais 

calculadas no gauge de Feynman p — 0 pois por invariância do acoplamento de 

gauge sabemos que 

= 0 , (3.50) 

onde kg representa o momento do glúon emitido. 

Além disso a função de onda do quark pode ser renormalizada multiplicativa- 

mente de modo que o propagador corrigido é dado por 

S{p) = ^ , (3.51) 
P 

onde a constante de renormalização é obtida através da condição on shell 

Z^'= l-^(p^ = 0) . (3.52) 

A identidade de Ward-Takahashi, por outro lado nos assegura que 

-ik^r^{p + k,p) = S-\p + k)-S-\p) , (3.53) 

onde kg_ é o momento de um fóton externo que se acopla à corrente eletromagnética 

do quark e corresponde à amplitude do vértice corrigida, ou seja, 

r''(p + k,p) ~ conforme k ^ 0 . 

Expandindo a identidade em torno de k = 0, temos 

+ • ■ •) = S-^p) + k/^ y + (A; = 0) + ■ ■ ■ - S-\p) 

jí = -iZ^^ 

até primeira ordem em k. Dessa forma, mostra-se, em QED, a igualdade 

Zi = Z2 (3.54) 

oriunda da identidade de Ward-Takahashi, a qual, na realidade, expressa de forma di- 

agramática a conservação da corrente elétrica, que por sua vez , é uma consequência 

direta da invariância sob transformações de gauge do grupo U{1) eletromagnético. 

Pois bem, sendo E(p) = 0 no gauge de Landau, segue que Z2 = 1 e, consequente- 

mente, Zi = 1 até ordem pela identidade de Ward-Takahashi. Trabalhando no 
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gaiige de Landau não precisamos nos preocupar com a renormalização do vértice. 

Todos os pólos que surgem na expressão de são pólos IR, além disso, temos a 

garantia de que os termos finitos da expressão do vértice não dependem da escolha 

do gauge. Em qualquer outro caso, no entanto, ressaltamos que a autoenergia e 

o vértice precisam ser renormalizados. Nesse caso, Eç(p) possui uma dependência 

explícita em p, no entanto, como Z\ = Z2 no esquema on-shell, essa dependência 

se cancela quando incluimos Zi na expressão do vértice e somamos todas as con- 

tribuições virtuais ao nível de 1-loop ao processo 7* —> qq, de forma que a seção de 

choque total inclusiva permanece invariante de gauge, como deve ser. 

Talvez devido à tamanha conspiração de fatores que torna o cálculo das correções 

virtuais de QCD ao nível de 1-loop ao processo 7* —)• qq, no gauge de Landau, 

tão simples em relação a outros processos, é que o seu cálculo completo nunca seja 

apresentado de forma clara, mesmo em livros bastante conhecidos e artigos de revisão 

de correções de QCD. 

No livro “Aplications of Perturbative QCD” de Richard D. Field [20], no qual 

grande parte dos cálculos aqui apresentados estão baseados, o autor sugere que, inde- 

pendentemente do gauge utilizado nos cálculos, é possível desprezar as contribuições 

de autoenergia, desde que trabalhemos com os quarks on shell, ou seja, desde que 

= 0 e e > 0. Note, que isso nos traz de volta ao resultado no gauge de Landau, 

onde, mesmo para ^ 0, temos E(p) — 0. No entanto, para 77 —1, temos que a 

autoenergia do quark é algo proporcional a 

após expansão em e. Aqui existem duas divergências de naturezas distintas: o pólo 

em e, que corresponde a uma divergência UV, e ln(—no limite —> 0, que 

corresponde a uma divergência de massa. Portanto é preciso ter cuidado com essa 

postura. No capítulo 6, vamos adotar o gauge de Feynman para realizar os cálculos 

e todo o programa de renormalização será colocado em prática no esquema on shell, 

dado que nesse gauge as autoenergias não podem ser desprezadas. 

Esclarecidos tais pontos, retornemos ao cálculo da correção do vértice, agora 

simplificado pela exclusão dos termos dependentes do parâmetro de gauge. 

O numerador da integral, após o cálculo dos traços em d dimensões é da forma 

J\í = Try2l" ^2)71/] 

= 4[(—8 -f 4d)k ■ pipi ■ p2 + {8 — 6d + d^)k^pi • p2 + {8 — 4d)k ■ p\k • p2 

-t-(-8 -é Ad)k ■ P2P1 • P2 + (8 - 4d)(pi ■ p2)^j 

1 
-I- finitos + ln(—p^) 

e 
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j^2 
= 4{d - 2)[4k ■ pik ■ p2 - q'^ + 2q‘^{k ■ p2 - k ■ pi) + {d - 4)q‘^—] . (3.55) 

0 uso das integrais paramétricas é feito de acordo com o seguinte roteiro: 

1. Combinamos os denominadores {k + piY e {k — P2Y usando a fórmula (D.10) 

e definindo 

Py = yp\ - (1 - y)P2 , 

Dl = k^ ~ 2k ■ Py . 

2. Combinamos o denominador Di, gerado pelo item anterior, e o denominador 

k^ usando (D.11), identificando 

c — Dl e d = k'^, e definindo 

l = k — xpy e A = x^Py , 

D2 = /2-A . 

3. Finalmente, usamos (D.12) com as mesmas definições do item anterior para 

calcular os termos que contém o denominador k^. 

Implementando as mudanças decorrentes das definições acima nos numeradores, 

obtemos após uma certa álgebra o resultado 

2AoA*y 8. 2_2^2^ f\, 2a:A/'i 
Av = 

2Er 
=-^igWQlQ dx dy (27t)" [E - A]3 

(3.56) 

onde A/l é dado por 

A/l = —+ 2xq^ — 2x^y(l — y)q^ + (1 — 2e)— 
n 

(3.57) 

Integrando primeiramente no momento do loop e depois nas variáveis paramétricas 

X e y, obtemos o seguinte produto de funções B (beta) 

Av = 
2i ( 

IGtt^ 
r(l + e)[-B(-2e- 1,0)B(-£- 1,-e- 1) 

— jB(—2s + 1,0)B(—€, —e) + B(—2£, 0)B(—e — 1, —e — 1) 

+ —(1 — 2e)B[—2e + 1,0)B(—£, —s)] , 

aonde após expansão em termos de funções F e com o auxílio da série 

1 

(3.58) 

1 + X 
\ — X + X + (3.59) 
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obtemos um resultado promissor 

'íttp^Y r{l+e)T^{l-e) r 2 3 2as 

Stt r(i - 2e) 
(-p-j-8 + 0(e)) ■ (3.60) 

Sabendo que 

(7v — Av$2 ) (3.61) 

onde $2^0 fator de espaço de fase da equação (C.14), então 

av{j* qq) = 
2as /47T//2y r(l+£)r2(l-e) / 2 3 
o '^0 l 2 37t \ —q^ r(l - 2e) 

—^ 8 + 
e 

0(í)) 

(3.62) 

Usando a expansão das funções F é fácil mostrar que 

F(l + e)r2(l -£) ^ 1,2 2x2 

Combinando todos os resultados, obtemos 

Ov{Y qq) = 
2as 

3n 
(To 

1 
2 In 

/ 47T/í^ 

V 

+(27 - 3) In 
' Anp? 

-27 + 3 -In^ 
/ 4'np?' 

V -9^ 

-7+37+—— 8 + (3.63) 

Para q^ “timelike”, ou seja, —q^ < 0 é preciso usar a continuação analítica da função 

logaritmo, de modo que possamos combinar os resultados das contribuições reais e 

virtuais 

ln(-ç2) = In(g^) - ítt , 

e dessa forma encontramos o resultado final para a contribuição virtual à seção de 

choque no gauge de Landau 

av{j* qq) 
2Q!., 

-(7 o 
3tt 

+ (27 - 3) In 

2 1 

e 

ánp 

e 
2 In 

' Anp? 
-27 + 3 

r.2 
7 + 37 + 

7T 

-In^ 

8 + 7T^ + 

/ Anp?' 

\Q^, 

, (3.64) 

onde mantivemos apenas os termos reais. 

Finalmente, somando a contribuição real (3.38) e virtual (3.64), obtemos a seção 

de choque total do processo em NLO de QCD 

/ ♦ —\ 2cXg 
(7nlo\1 qq) = CTq + CTy + CT/Í = — (To 

07T 

7Y Y 2 19 o 
+ (7o 

2as 

3n 
(To X + (7o 

(1 + ^) X <70 . (3.65) 
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Veja que todos os pólos em e e termos logarítmicos que continham o parâmetro de 

massa p cancelararn-se na soma das duas contribuições, de modo que o resultado é 

finito em 4 dimensões, como esperávarnos. 

As correções de QCD em NLO ao processo —> 7, Z —>■ çç são exatamente 

as mesmas como já argumentamos, logo 

(JNLoie^e ^ 7, Z -> çç) = aoCe^^e ^ qq) , (3.66) 

onde já inserimos a constante de acoplamento efetiva da QCD, as{s), dada por 

47T 

= (ll-|r,;)ln(s/A2) ’ 

onde Uf é o número de sabores de quarks e A é uma escala de energia que deve 

ser obtida experimentalmente e que fisicamente corresponde ao ponto onde efeitos 

não-perturbativos passam a tornar-se importantes. 

A seguir apresentamos as distribuições angular e de massa invariante do par qq, 

levando em conta as contribuições dos quarks u, d, s e c, em Leading e Next-to- 

Leading-Order de QCD e do momento transversal do quark em ordem zero, obtidas 

por integração numérica de Monte Cario, sem simulação de cortes experimentais. 

As correções de NLO de QCD, neste caso, são pequenas, dado que 

^ = l + ^«l,04 , 
7T 

(3.67) 

para s = 

(^LO 
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cos<p 

Figura 3.3: Distribuição angular dos quarks do estado final no LEP = 189 GeV). 

O ângulo (f corresponde ao ângulo formado pelo 3-momento do elétron e o 3-mo- 

mento do quark incidente. A linha sólida corresponde à seção de ordem zero e a 

linha segmentada corresponde à seção de choque em NLO de QCD. 
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Figura 3.4: Distribuição em termos da massa invariante do par quark-antiquark no 

LEP. A linha sólida representa a predição de ordem zero e a linha segmentada a 

seção de choque corrigida em NLO de QCD. 

Figura 3.5: Momento transverso Pt do quark em LO. 



Capítulo 4 

O Formalismo NLO Monte Cario para Correções 

de QCD 

4.1 Descrição do Formalismo 

Cálculos de correções radiativas em QCD (ou qualquer outro modelo realístico das 

interações fundamentais) requerem uma maneira apropriada de se tratar os diver- 

sos tipos de infinitos que, invariavelmente, ocorrem quando lidamos com teoria de 

perturbação. 

Grandes esforços foram feitos nos últimos anos no sentido de justificar a teoria 

de perturbação como uma poderosa e insubstituível ferramenta de cálculo e inves- 

tigação dos efeitos quânticos de ordem superior em fenômenos de escala subatômica. 

Veltman e ’t Hooft mostraram, em um trabalho fundamental, que qualquer teoria 

que possui simetria por transformações de gauge é livre de divergências ultravio- 

letas (UV) em qualquer ordem de teoria de perturbação [23], em outras palavras, 

mostraram que as teorias de gauge (inclusive com quebra espontânea de simetria) 

são renormalizáveis. Da mesma forma, existem teoremas absolutamente gerais que 

mostram que em processos suficientemente inclusivos, ou seja, processos onde todos 

os efeitos de emissão de partículas reais e virtuais em uma dada ordem de teoria de 

perturbação são levados em conta de maneira apropriada, são livres de divergências 

infravermelhas (IR), a saber, divergências soft e colineares [24, 25]. 

Na prática sempre calculamos um determinado processo até uma ordem finita 

de teoria de perturbação cujo parâmetro de expansão é a constante de acoplamento 

forte, onde o segundo termo da série, que envolve correções virtuais ao nível de 1-loop 

e emissão real de 1 glúon, é o termo de correção dominante quando essa constante 

é suficientemente pequena. 

Em ordem «s, vários são os métodos que têm sido usados no cálculo de correções 

radiativas. Todos têm em comum a motivação de, ao mesmo tempo tornar os cálculos 

analíticos mais simples usando aproximações de forma sistemática para as regiões 

38 
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singulares do espaço de fase, e utilizar métodos de integração numérica para as 

partes finitas. Entre eles destacamos o formalismo de subtração de dipolos[26] e o 

formalismo de cut-off [27, 28, 29, 30]. 

Nesse capítulo, descrevemos um método híbrido de cálculo de seções de choque 

em NLO de QCD que combina métodos analíticos e de integração numérica, via 

Monte Cario, usado no cálculo do processo de Drell-Yan pp e'^e~X com inclusão 

de leptoquarks escalares. 

Entre outros processos, essa técnica já foi utilizada para o cálculo de diversas 

reações como 

• pp W~^X —>• [31] 

• produção hadrônica de VE^7, Z'y e W^Z [32, 33] 

• produção hadrônica de ZZ [34] 

• produção direta de fótons [35] 

• produção simétrica de dois hádrons [36] 

e corresponde a uma extensão do phase space slicing method [37, 38] para o cálculo 

de processos que envolvem hádrons no estado inicial. 

A principal motivação para o desenvolvimento e aplicação da técnica foi a ne- 

cessidade de ampliar a descrição quantitativa de um dado processo, passando a um 

nível de aproximação superior ao leading-log approximation (LLA), onde a seção 

de choque de Born, com o acoplamento efetivo para a energia total do processo, é 

convoluída com as funções de distribuição de pártons corrigidas em NLO de QCD. 

Além disso, apesar de muitos desses processos já estarem calculados analitica- 

mente, a informação que se obtém das seções de choque totais nunca é a abordagem 

ideal para comparação com os dados experimentais, pois na prática, é preciso levar 

em conta os cortes experimentais e a eficiência dos detectores. Nesse ponto é que o 

formalismo se vale da versatilidade da integração numérica via Monte Cario, onde 

cortes experimentais, eficiências , etc. são facilmente implementados no programa 

além de nos permitir calcular qualquer número de observáveis simultaneamente, 

bastando apenas construir um histograma apropriado para a quantidade desejada. 

Para se alcançar um nível de acurácia teórica maior do que o LLA é preciso tratar 

os processos 2-^3e2—>2ao nível de 1-loop apropriadamente, e nesse sentido é 

que incorporamos os aspectos analíticos do formalismo NLO Monte Cario. 

Ao calcularmos os subprocessos de ordem divegências soft, colineares e ul- 

travioletas surgem e são tratadas usando regularização dimensional. Adotando um 
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es(}uema de renormalização conveniente, subtraímos as divergências ultravioletas 

que surgem dos diagramas que contém um loop gluônico. Ainda assim restam di- 

vergências Soft e colineares em todos os subprocessos, 2 —>■ 2 ou 2 —3. 

A idéia básica é dividir o espaço de fase em três regiões distintas: região soft (S) , 

região colinear (C) e região hard (H). Na prática essa divisão é feita introduzindo- 

se os cut-offs teóricos ôg, para delimitar a região soft e õc para delimitar a região 

colinear. Se ôg é escolhido suficientemente pequeno, então o subprocesso 2 —> 3 

relevante, no caso, o processo de emissão de glúon qq ge^e~ é calculado usando a 

aproximação eikonal, onde se coloca o momento do glúon igual a zero no numerador 

da amplitude. A expressão resultante é então integrada analiticamente na região soft 

do espaço de fase e o resultado somado à contribuição dos processos virtuais - as 

divergências soft se cancelam nesse estágio restando as colineares. As partes finitas, 

que aliás, já dependem explicitamente de que surgem após o cancelamento das 

divergências soft, são incluídas na contribuição de 2 corpos à seção de choque total. 

Tais partes finitas serão posteriormente incluídas em um programa de simulação 

numérica. 

Em termos práticos, a divisão do espaço de fase é realizada da seguinte forma 

(^total = CT2 + (Ts (4-1) 

e, posteriormente, a região H é divida em duas partes 

onde, HC corresponde à região onde existem divergências colineares, e HC à região 

livre de quaisquer divergências. As seções de choque elementares calculadas em 5 e 

HC são somadas em 02, enquanto aquelas calculadas em 4 dimensões em HC são 

absorvidas em a^. 

Se 6c é suficientemente pequeno, então, em HC é válido usar a Leading Pole 

Approximation (LPA), onde na amplitude de um determinado processo, mantemos 

apenas aqueles termos que são divergentes quando algum invariante de Mandelstam 

vai a zero no regime colinear. Após integração no espaço de fase, as divergências 

são fatorizadas e incluídas nas funções de distribuição de pártons apropriadas ou se 

cancelam com termos semelhantes que sobreviveram dos diagramas virtuais. No- 

vamente, os termos finitos que restam após 0 cancelamento ou fatorização das di- 

vergências colineares são incluídos em 02, enquanto que, na região HC os elementos 

de matriz relevantes são calculados exatamente em 4 dimensões. 

O cálculo agora consiste em duas partes: um conjunto de contribuições de 3 

corpos - (T3 - e um conjunto de contribuições de 2 corpos - ct2, todos finitos, mas 
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com dependências explícitas nos parâmetros de corte ôg e Sc- Contudo, qualquer 

observável inclusivo recebe contribuição de <72 e <73, de modo que, na soma, a de- 

pendência em ôg e Sc deve ser cancelada. Fisicamente, o resultado não pode de- 

pender de nossa escolha precisa da região limite onde realizamos o cálculo analítico 
/ 

e o cálculo numérico. E condição necessária, portanto, que as seções de choque 

inclusivas numéricas sejam independentes da escolha desses cut-offs, evidentemente 

respeitando o fato de que devem ser pequenas o suficiente para que as aproximações 

Soft e colinear sejam válidas. 

Em todos os processos em que a técnica foi utilizada, checou-se que os resultados 

são estáveis em relação a variações de e ác- A checagem numérica de insensibili- 

dade a essas variações em relação ao nosso processo pode ser encontrada no capítulo 

8. 

4.2 O Aniquilamento e^e~ Hádrons como Exemplo 

Cada passo descrito acima pode ser exemplificado através de sua aplicação no cálculo 

das correções de ordem ag ao processo —>■ hádrons que discutimos no capítulo 

anterior, onde apresentamos um cálculo analítico completo. 

Nosso interesse maior é mostrar que, pela utilização do formalismo podemos 

obter o mesmo resultado para a seção de choque em next-to-leading-order dada por 

(3.66) mostrando de maneira explicita o cancelamento entre os termos que contém 

dependência nos cut-offs ôg e Sc- Isso só é possível, a princípio, em reações cujos 

estados iniciais não contém hádrons, pois não há funções de distribuição de pártons 

a serem integradas, o que possibilita o cálculo analítico completo. 

Não mostraremos todos os detalhes de cada passo dos cálculos, nos restringindo 

a apresentar os resultados e apenas comentando a obtenção das expressões, isso será 

feito nos próximos capítulos onde calculamos as correções de QCD para o processo 

de Drell-Yan com a inclusão de leptoquarks escalares. No entanto, em ambos os 

casos, as técnicas utilizadas são as mesmas, apesar do processo de Drell-Yan ser 

mais complicado devido à presença de funções de distribuição de pártons. 

4.2.1 Processo de Ordem Zero 

O primeiro passo na aplicação do formalismo é o cálculo do processo em leading order 

(LO) em d = 4 — 2e: dimensões espaço-temporais. É essencial obter a amplitude e o 

espaço de fase de 2 partículas em d dimensões, pois suas expressões serão utilizadas 

em todos os passos do cálculo da seção de choque de 2 corpos <72. 

A exemplo do que fizemos no capítulo anterior, vamos calcular, de fato, o decai- 
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mento de um fóton virtual 7* em um par qq e, depois, no final do dia, simplesmente 

trocar <70(7* qq) por ao{e~^e~ —>■ 7, Z —qq), dado que as correções de QCD são 

as mesmas. 

A amplitude do processo 7* —> çç é dada por (3.1) 

Mo = -ieQg ü{pi) ^{q)v{p2) , 

e o seu módulo quadrado, após soma sobre números quânticos do estado final e 

média dos números quânticos do estado inicial é dado por (3.3) com d — 4 — 2e 

JÃüf = 12 ■ 4naQ^g(l - e)Q^ . (4.4) 

O espaço de fase do processo 1 2 em d dimensões é o da expressão (C.14) 

^2 
(47t)" r(l -g) 2e 

Stt r(2 - 2e) ^ 

de modo que 

MY ^ 99) = 3cQ^(1 - s)Q (4.5) 

A seguir descrevemos o cálculo das correções em NLO. 

4.2.2 Correções Virtuais 

As correções virtuais são calculadas no esquema de regularização dimensional, como 

já dissemos, e no presente caso são dadas por 

CTv(7* 
2a, 

99) = ^<^0 
r(i-9) 

r(l - 2e) 
+ 0{e) (4.6) 

obtidas de (3.64). 

4.2.3 Radiação de Glúons Reais 

Até aqui nada de novo, correções virtuais envolvem cálculos de integrais de loops 

através das técnicas padrão e podem, inclusive, ser encontradas na literatura. 

A novidade está no cálculo das amplitudes de emissão de glúon real* nas regiões 

Soft e colinear do espaço de fase. Ao contrário do que fizemos no capítulo 3, onde o 

elemento de matriz em d dimensões do processo 7* —> qqg era integrado em todo o 

espaço de fase de 3 partículas em d dimensões, estaremos interessados aqui apenas 

*No processo de Drell-Yan, além da emissão de glúons reais, existem processos envolvendo 

glúons no estado inicial, o que não ocorre aqui. 
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naquelas regiões onde um glúon adicional no estado final contribui para a seção 

de choque de 2 jatos. Isso ocorre em duas situações diferentes: primeiro, quando 

o glúon não tem energia suficiente para dar origem a mais um jato identificável, 

além daqueles provenientes da hadronização do par qq, ou seja, quando o glúon é 

suficientemente soft; segundo, quando um hard glúon é emitido na mesma direção 

definida pelo momento de um dos quarks, ou seja, o glúon pode formar um jato, 

mas os seus estados hadrônicos estão degenerados com os originados do quark (ou 

antiquark), são, portanto, glúons colineares. Além disso existe uma região do espaço 

de fase em que ambas as situações podem ocorrer simultaneamente, ou seja, um 

glúon soft pode ser emitido colinearmente à direção dos quarks. A todos os casos 

estão associadas divergências expressas em termos de pólos do tipo e~‘‘ {i = 1,2), 

. para o limite e —> 0. 

A idéia é, portanto, calcular o elemento de matriz do processo 7* qqg e o 

espaço de fase de 3 partículas de forma aproximada nos regimes soft e colinear do 

glúon. O objetivo é demonstrar os teoremas de fatorização de divergências soft e 

colineares em NLO de QCD [26, 38] para o processo em questão. Para divergências 

soft, demonstra-se que 

M.R,sojt — Ado X 2qsT°‘ 
"P2 Pi 

L t s J C{P3) . (4.7) 

onde os invariantes e momentos estão definidos no capítulo anterior, ao passo que, 

para as colineares, temos o seguinte 

2P„(z,e)\Mo\ (4.8) 

onde Pgq{z,e) é a função de Altarelli-Parisi que descreve o splitting q ^ q + g no 

regime colinear 

Pqqi.^1 £') — 
1+Z^ 

(4.9) 
3 L 1 — 2 

Expressão semelhante é obtida para q —> q -h g, com t trocado por s em (4.8). 

Essas expressões são agora integradas nas regiões soft e colinear do espaço de 

fase aproximado de 3 partículas. A região soft é definida por 

Q 
0 Pgluon ^ (4.10) 

e o espaço de fase nessa aproximação pode ser encontrado no capítulo 6. A região 

colinear, por sua vez, é definida por 

0 < í, s < ÔcQ"^ (4.11) 

e o espaço de fase aproximado é o de (C.36). 
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Após integração, obtemos os seguintes resultados 

(^soft   - ^ln(5, + 41n"(ó,)j X ao , (4.12) 

+ 4 In — 3 In (^c ~ 4 In 5c In — 2 ln^(<5s) 

(4.13) 

onde nossas expressões para ay, Osoft e (Thc concordam com aquelas dadas em [38]. 

4.2.4 Seção de Choque de 2 Corpos 

A seção de choque de 2 corpos agora é dada pela soma 

Veja que os pólos em e se cancelam nesse estágio, o que faz de 02 um observável 

infrared safe, o que significa que, se os mesmos cortes que definimos aqui para 

delimitar as regiões soft e colinear forem usados em laboratório, podemos medir e 

comparar a seção de choque de 2 jatos predita pela QCD. Nesse contexto, 02 seria 

um observável físico mesmo com a dependência nos cut-oífs. 

A secão de choque de 2 jatos foi calculada por Sterman e Weinberg na década 

de 70, de uma forma muito parecida com a que fizemos aqui, mas no esquema de 

glúon rnassivo [39]. 

4.2.5 Seção de Choque de 3 Corpos 

Calculado 02, está terminada a fase de cálculos analíticos. Agora basta obter o 

quadrado do elemento de matriz do processo 7* qqg e implementar os resulta- 

dos em um programa numérico de integração em espaços de fase em 4 dimensões. 

Posteriormente será preciso checar a invariância da seção de choque total inclusiva 

(72 + 0-3 com relação à escolha dos valores de ôg e 5c, respeitando sempre o fato de 

que devem assumir valores bem menores do que 1, de maneira que sejam válidas 

as aproximações. Isso será feito quando estudarmos o processo de Drell-Yan. Por 

hora, queremos mostrar de uma maneira formal, que a utilização do formalismo 

nos leva a um resultado correto, a saber, a seção de choque em NLO do processo 

hádrons dada por (3.66). 

<72 = <7y + a^o/t + <7//C 

= ao 1-1-^CF(21n^(á5) — 41náslná, 

(4.14) 

íe-31nác-l) . (4.15) 



Capítulo 4. O Formalismo NLO Monte Cario para Correções de QCD 45 

Para tanto será necessário integrar analiticamente no espaço de fase de 3 partículas, 

dado por (C.43), na região complementar HC definida por 

Ao invés de X\ e X2, escolhemos teu como variáveis de integração, através das 

relações (3.16) e (3.17), de modo que integrando a expressão 

obtida de (3.24) fazendo e: = 0 e somando sobre as cores do estado final, obtemos 

Esse resultado foi obtido com o auxílio do pacote Mathematica e desprezados todos 

os termos que anulavam-se no limite <5c —>■ 0. 

Somando <72 e <73, podemos ver que todos os termos dependentes dos cut-offs se 

cancelam restando um termo finito que corresponde exatamente à seção de choque 

em NLO dada por (3.65), de maneira que trocando <70(7* —> qq) por ao(e"*'e~ —> qq) 

obtemos (3.66) 

A seguir iniciamos os cálculos em NLO de QCD para o processo de Drell-Yan usando 

o formalismo aqui apresentado. 

(4.16) 

(4.17) ÔcQ'^ < s,t <Q“^ . 

uQ'^ 

st 
(4.18) 

(4.20) 



Capítulo 5 

Correções em NLO de QCD para as Funções de 

Distribuição de Pártons 

5.1 O Modelo a Pártons 

Sob a luz da realidade experimental do scaling de Bjorken, o modelo a pártons surge 

no final da década de 60 como uma poderosa e eficiente ferramenta teórica no estudo 

da estrutura interna dos hádrons. Sua principal virtude é a simplicidade com que 

descreve a estrutura interna de um hádron no regime de altas energias, descrevendo 

de forma precisa o scaling de Bjorken e permitindo o cálculo de seções de choque 

inclusivas. Vamos rever quais são os princípios básicos do modelo a pártons. 

Nesse modelo, um hádron é descrito como um objeto extenso, constituído de 

partículas pontuais que não interagem entre si no regime de colisões altamente e- 

nergéticas. Tais partículas são o que chamamos genericamente de pártons e que 

serão, dentro do contexto da QCD, identificados com quarks e glúons. 

Sendo mais específicos, considere o processo de espalhamento inelástico profundo 

(DIS) entre um elétron e um hádron pela troca de um fóton de grande virtualidade. 

No referencial do centro de massa do sistema (e“ © hádron) dois fenômenos im- 

portantes ocorrem com o hádron: o fenômeno de dilatação do tempo que diminui 

drasticamente a razão na qual os pártons interagem entre si, de modo que no curto 

espaço de tempo em que um fóton virtual interage com um párton carregado, ele 

se comporta como uma partícula livre, e a contração espacial na direção da colisão. 

Dessa forma, conforme a energia do centro de massa aumenta, o tempo de vida 

dos estados partônicos virtuais é aumentada, enquanto a distância a ser percorrida 

pelo fóton através do hádron é diminuída. O hádron portanto pode ser caracterizado 

como um soma de estados partônicos virtuais estáveis não-interagentes durante todo 

o tempo de interação elétron-hádron. 

Como os pártons não interagem durante esse período, podemos atribuir a cada 

párton uma fração 0 < x < 1 de energia e momento do hádron do qual ele faz 

46 
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parte, de modo que a soma dos momentos e energias de todos os pártons resulta no 

quadrimomento do hádron. Faz sentido, dessa maneira, dizer que o elétron interage 

agora com pártons de momento definido, ao invés de interagir com o hádron como 

um todo. Além disso, se o momento transferido é muito alto, o fóton virtual não 

pode viajar muito longe, logo, se a densidade de pártons não for muito grande, o 

elétron será capaz de interagir com apenas um párton. 

O modelo assume que a distribuição dos momentos entre os pártons é indepen- 

dente, ou seja, a probabilidade de que um dado párton i carregue uma fração Xj do 

momento total é independente da probabilidade de que um outro párton j tenha 

fração de momento Xj do momento total, de uma forma mais precisa, se (pi{x) re- 

presenta uma tal probabilidade e x é a fração de momento que o párton i carrega 

então 

A partir dessas hipóteses, o espalhamento de alta energia torna-se essencialmente 

incoerente e clássico. Ou seja, as interações entre pártons ocorrem em uma escala 

de tempo muito maior do que a interação elétron-párton, de forma que não há 

interferência desses dois fenômenos. A seção de choque pode, então, ser calculada 

combinando-se probabilidades (0j) ao invés de amplitudes. 

A cinemática do modelo pode ser resumida da seguinte forma 

onde assumimos que o hádron e os seus pártons movem-se ao longo do eixo 2: com 

momento longitudinal Pt e xPt, respectivamente, sem qualquer momento transver- 

sal Pt = 0, de modo que os seus 4-momentos podem ser escritos de acordo com 

(5.1) 

Hádron 

Energia E 

Momento Pl , Pt = 0 

Párton 

Energia xE 

Momento —>• xPt , Pt = 0 

P = {E, Pt, 0,0) 

p = {xE,xPt,0,0) . 

(5.2) 

(5.3) 
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A primeira vista, essas relações cinemáticas parecem estar incorretas, ou pelo menos 

contraditórias. Se o párton carrega momento xPl, então sua energia será dada por 

El = m‘^ + {xPLy 

El = + x'^{E^ - M^) 

Ep = Vm^ - + x^E^ , (5.4) 

ou seja, a energia do párton só é igual a xE se a sua massa e a do hádron são 

iguais a zero. No cálculo do espalhamento qq vimos que se o quark tivesse 

massa nula, assim como o glúon, havia o problema da divergência colinear, pois 

nesse caso, o glúon podia ser emitido na mesma direção do quark. Logo, se hádron 

e pártons viajam na mesma direção, ou seja, colinearmente, então ambos tem de ter 

massa nula. O impasse, contudo, se resolve se trabalhamos em um referencial onde 

E, |.P| ^ m, M de modo que todas as massas possam ser ignoradas. No referencial 

onde o momento é infinito, a cinemática se torna exata justificando a associação 

Pp = xPp . (5.5) 

Note também que nesse referencial m = xM, o que sugere que não há energia de 

interação. 

Por último, devido ao fenômeno da liberdade assintótica da QCD, no regime de 

altas energias é permitido o uso da QCD perturbativa para a análise da influência da 

presença de glúons no interior dos hádrons, já antecipando a natureza dos pártons. 

Dessa maneira, a seção de choque total de uma colisão hádron-hádron em léptons 

mais estados hadrônicos 

Hi{Pr) + H2ÍP2)^ei+Í2 + X , (5.6) 

que é o tipo que estamos interessados em estudar, é dada, pelo teorema de fatorização 

[40], inspirado no modelo a pártons, por 

a{HiíÍ2 -t iiÍ2X) = J2Í dxadxb[f!^^{xa,Q‘^)ff^{xb,Q‘^)+a O b]xâij{xaXbS,Q'^) , 

(5.7) 

onde S = {Pi + P2)^, sendo Pi e P2 os momentos dos hádrons 1 e 2 respectivamente e 

fi^{x, Q^) representam as funções de distribuição de pártons no interior dos hádrons 

com âij a seção de choque partônica em d dimensões. Para o processo de Drell-Yan 

no Tevatron temos, próton, H2 i-^antipróton e £1^2 por exemplo. 

5.2 As Funções de Distribuição de Pártons 

A simplicidade do modelo a pártons deve-se em boa parte à suposição de que as 

partículas que constiuem os hádrons estão essencialmente livres durante o intervalo 
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de tempo em que a colisão dura acontece. Ainda assim, sabemos que tais partículas 

nunca podem ser isoladas de seus hádrons devido aos fenômenos não-perturbativos 

das interações fortes, de modo cpie se faz absolutamente essencial o conhecimento da 

exata proporção de cada tipo de párton na constituição de um dado hádron quando 

estamos interessados em determinar as propriedades dessas partículas e as interações 

a que estão sujeitas. 

Tais informações estão contidas nas funções de distribuição de pártons (PDF’s) 

de um determinado hádron: fl^{x, Q^), e dependem da natureza dos fenômenos em 

escala de massa hadrônica, portanto, do regime não-perturbativo da QCD. 

Aqui fi^{x, p)dx é interpretado como a probabilidade de encontrar um párton do 

tipo i (= glúon, u, d, s,c,ü,ã,...) em um hádron do tipo H carregando uma fração 

entre x e x + dx do momento total do hádron. 

Podemos entender agora o profundo significado do teorema de fatorização contido 

na expressão (5.7). Dado que a seção de choque partônica 

dâij{s,Q'^) = d$2 > (5-8) 

onde $2^0 espaço de fase de 2 partículas em d dimensões, pode ser expandida em 

uma série perturbativa em q;^, e portanto contém toda a informação a respeito do 

regime duro da colisão, então (5.7) nos permite separar a contribuição dos regimes 

perturbativo e não-perturbativo no cômputo de uma seção de choque hadrônica. 

Contudo, ao contrário de as PDFs não podem ser calculadas em teoria de 

perturbação. Não há outra alternativa senão extraí-las da experiência, assim como 

a constante de acoplamento forte ag. Hoje em dia alguns grupos ao redor do mundo 

trabalham com ajustes globais para as funções de distribuição. A idéia do ajuste 

global é ajustar as PDFs de modo que teoria e experimento concordem para uma 

vasta gama de reações. 

Conforme a energia e a luminosidade dos aceleradores de partículas aumentar, 

melhores ajustes serão necessários, dada a precisão com que os dados experimentais 

serão obtidos. Os grandes desvios Leading-Order/Next-to-Leading-Order típicos da 

QCD poderão ser cada vez mais testados, exigindo esforços teóricos no sentido de 

se calcular âjj em ordens superiores e de se eliminar as incertezas nas PDFs. 

A dependência de com a escala de massa Q pode ser entendida quando 

definimos as funções de distribuição de forma rigorosa em termos de produto de ope- 

radores, onde as são definidas como elementos de matriz hadrônico do operador 

que conta o número de quarks ou glúons (operadores de criação e de aniquilação) 

[40]. A escala Q é introduzida quando renormaliza-se os operadores. 

Na próxima seção veremos, em linhas gerais, em que condições é válido o teorema 

de fatorização. 
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5.2.1 Universalidade das PDFs 

As correções de ordem «s ao processo de Drell- Yan são de duas naturezas: 

• Correções ao subprocesso partônico çg ^ 7, Z —>■ e+e". Tais correções são 

provenientes dos seguintes subprocessos 

1. q + q^e~^e~ : Glúons Virtuais. 

2. q + q g + e'^e~. 

3. q{q) -> q{q) + e+e-. 

• Correções às funções de distribuição de pártons (PDFs). Cujas correções de 

ordem ccj podem ser calculadas a partir dos processos partônicos do Deep 

Inelastic Scattering - DIS 

1. e“ + q{q) —> e“ + q{q) : Glúons Virtuais. 

2. e~ + g(g) ->g + g(g)e-. 

3. e~ + g —)■ gg + e“. 

Essas correções sempre devem ser incluídas em conjunto, pois a seção de choque 

hadrônica é dada por um produto de PDFs e seções de choque partônicas. 

Além daqueles subprocessos elementares que corrigem o processo de Drell-Yan 

em NLO de QCD, existe, ainda em ordem uma classe bastante abrangente de 

processos envolvendo os pártons que participam do subprocesso partônico duro e os 

quarks e glúons espectadores. Essa situação é ilustrada na figura abaixo. 

Figura 5.1: Contribuição de pártons espectadores no processo Drell-Yan. 

Esse tipo de processo é suprimido por potências da razão A^/Q^, onde A ~ 

200 MeV é o parâmetro de escala da QCD e Q é virtualidade do fóton produzido 

no processo partônico, sendo que no limite de altas energias A <C Q. Tais correções 

são denominadas “Higher Twists” e são completamente desprezíveis em nosso pro- 

cesso. Esse fato é muito importante para a validade do modelo a pártons, pois essas 
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contribuições poderiam impedir qualquer tentativa de fatorização para a seção de 

choque hadrônica como em (5.7). 

Correções análogas surgem no DIS e também são suprimidas por potências de 

AVQ'- 

-o{$) 

Figura 5.2: Contribuição de pártons espectadores no DIS. 

Existe uma outra fonte de problemas ao processo de fatorização. As correções de 

QCD ao modelo a pártons dão origem a termos logarítmicos de ordem O {as \n^). 

Embora ag seja pequena para M Q,\n com certeza não é, o que invalida 

a teoria de perturbação, implicando em contradições com o modelo a pártons, onde 

as partículas que estão no interior dos hádrons são tratadas como partículas livres 

para grandes energias e ordem zero em QCD, que é a ordem dominante. 

Veremos mais adiante que tais logaritmos surgem através de divergências coli- 

neares, contudo, felizmente elas se cancelam no cálculo da seção de choque total 

hadrônica por estarem adequadamente contidas tanto em â quanto nas PDEs. 

Podemos começar a entender isso de forma intuitiva, considerando os subproces- 

sos representados nas figuras (5.3) e (5.4). Suponha que um glúon incidente decaia 

em um par qq colineares à direção do glúon no processo de Drell-Yan 

Eigura 5.3: Glúon no estado inicial : Drell-Yan. 

o antiquark então se aniquila com o quark incidente que vem do outro hádron dando 

origem ao fóton. 

No DIS, por outro lado, o glúon também pode decair em um par qq colineares, 

com a diferença que o quark é atingido posteriormente pelo pelo 7 criado pela 

interação com o lépton do estado inicial. 
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Figura 5.4: Glúon no estado inicial : DIS. 

O processo g ^ qq (colineares) que dá origem às divergências colineares 

é comum a ambos os processos! Essa é a razão dos cancelamentos. 

5.2.2 Contribuição de Eventos Multipartonicos 

Como sabemos, no modelo a pártons, hádrons energéticos podem ser considerados 

como uma superposição de estados partônicos confinados em um disco de largura 

longitudinal L/7, onde 7 é o fator de Lorentz, e largura transversal L ~ l/nr, que é 

a escala de comprimento típica de um nucleon. Cada párton (quark ou glúon) carrega 

uma fração finita de momento x do momento do hádron. Além disso, existe também 

uma nuvem de “soft quanta” associado ao hádron (soft glúons, pares virtuais qq, 

etc). 

Com base nesse modelo, o processo de Drell-Yan é um processo no qual dois 

hádrons relativísticos aproximam-se rapidamente um do outro, ao longo da direção 

z por exemplo, a colisão em si ocorre entre um párton de um dos hádrons e um 

párton do outro, que se aniquilam dando origem a um bóson vetorial de momento 

q>^ onde |ç^| A^. 

Processos multipartonicos, do tipo n —> m, n > 3, onde mais de dois pártons 

participam de um único subprocesso duro, fazem parte daquela classe de processos 

que poderiam invalidar qualquer tentativa de expressar a seção de choque hadrônica 

inclusiva total em uma forma fatorizada como em (5.7). Felizmente, tais processos 

são suprimidos por potências de A^/Q^. 

Podemos estimar esse valor à partir de argumentos geométricos . Pelo principio 

da incerteza, a interação dura ocorre em uma pequena área transversal cuja dimensão 

é da ordem 

Ax ■ Q ^ h = 1 => Ax ~ ^ , (5.9) 

logo Sj ~ 7r(Ax)^ = tt/Q^ é a área em que ocorre a interação dura. 

A probablidade de um outro párton de um dos hádrons ser encontrado nessa 

região e tomar parte do processo partônico duro é dada por 

7r(Aa:)^ 
(5.10) 
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onde Rq = raio do nucleon ~ l/m ~ ^ e A é o parâmetro de escala da QCD. 

Dessa forma, a probabilidade de que um processo multipartonico ocorra na pequena 

região de interação dura é da ordem 

(5.11) 

A seguir, analisamos as contribuições provenientes de soft glúons. 

5.2.3 Correlação entre as funções de onda dos hádrons: soft glúons 

Como já havíamos comentado, as correções de QCD ao processo de Drell-Yan modi- 

ficam tanto a seção de choque do subprocesso partônico à{qq —>• 7, Z —> e+e") 

quanto as distribuições de pártons desses mesmos hádrons (PDFs). 

Nesse último caso, as PDFs podem ser extraídas de experiências de espalhamento 

inelástico profundo, e usadas em outros processos hadrônicos , como o DY. Essa 

propriedade é chamada de universalidade. 

Para que isso seja válido, é preciso que não haja correlação entre as PDFs dos 

hádrons antes que o subprocesso hadrônico ocorra, ou seja, os hádrons não podem 

trocar informações antes que seus pártons colidam. 

Isso poderia muito bem acontecer já que cada um dos hádrons é acompanhado 

por uma nuvem de soft glúons (e eventualmente, pares qq virtuais), quer dizer, 

campos de gauge de longo alcance. Dessa forma, poderia acontecer que muito antes 

da colisão partônica, o campo gluônico de longo alcance de um hádron interagisse 

com os pártons do outro hádron transferindo informações entre as cargas de cor, 

correlacionando as PDFs de ambos os hádrons, alterando-as em relação àquelas 

do DIS, que não sofrem nenhuma interação dessa natureza por se tratar de uma 

interação lépton-hádron. Isso tudo torna-se ainda mais relevante quando levamos 

em conta que a forma das PDFs é governada pelo regime não-perturbativo da QCD. 

Em termos um pouco mais quantitativos, considere um glúon soft de momento 

Q, de modo que a componente z do seu momento (supondo que o glúon viaje 

na direção -t-^ ) é da ordem q^ ~ A(1 fm) ~ í/Ro, podemos então estimar que o 

campo “soft” do hádron se extende a uma distância Rq à frente dele, que por sua 

vez, tem sua largura na direção z ( ao longo do qual ele se move ) contraída pelo 

fator 7 de Lorentz, pictoricamente teríamos algo parecido com a figura (5.5). 
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Campo 
Gluônico 

n 

Figura 5.5: Campo clássico de um hádron devido a cargas de cor. 

Dessa forma, interações entre o campo de longo alcance do hádron A começariam a 

interagir 

com os pártons do hádron B antes do processo duro partônico ocorrer, processo esse 

que ocorre em um intervalo de tempo muito menor, da ordem de 

permitindo amplo tempo para a correlação das PDFs, não permitindo mais que 

usemos as funções de distribuição de pártons obtidas do DIS nas fórmulas da seção 

de choque de Drell-Yan. 

No limite clássico, no entanto, isso de fato não ocorre, por um motivo que 

nos é muito familiar e análogo ao eletromagnetismo clássico: as linhas de campo 

de uma partícula carregada movimentando-se relativisticamente concentram-se na 

região transversal ao movimento da partícula, quanto maior a sua velocidade maior 

é a concentração de linhas nessa região. Esse efeito é uma consequência direta da 

contração do espaço. 

Efeito análogo ocorre às cargas de cor dos pártons, fazendo com que as linheis de 

campo se concentrem na direção perpendicular ao eixo 2 . O eixo de colisão estaria, 

então, “livre” dos campos de longo alcance contanto que os hádrons tivessem grandes 

momentos. 

Dessa forma, os pártons de um hádron apenas sentiriam a presença dos pártons 

do outro hádron quando eles estivessem perto o bastante um dos outros para intera- 

girem fortemente, sendo suas PDEs governadas por efeitos não-perturbativos dentro 

dos hádrons que os contêm e não influenciados pelos efeitos que ocorrem no outro. 

Dessa forma as PDEs permaneceriam não-correlacionadas até o momento da colisão 

dura de um par de pártons. 

Na realidade, é possível mostrar, a partir de um modelo simples baseado no 

eletromagnetismo clássico [41, 42] que a força experimentada por um quark em 

c Ac 
(5.12) 

(5.13) 
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um dado hádron H decresce de acordo com m?fs^, onde m é massa da partícula 

carregada e s = jm? onde 7 é o fator de Lorentz. Uma quebra da fatorização de 

ordem 1/s^ é, portanto, esperada em teoria de perturbação tendo esse fato já sido 

explicitamente provado [43]. 

5.2.4 Breve Análise dos Higher Twists Através da Expansão em Produ- 

tos de Operadores 

O aniquilamento hádrons e o espalhamento inelástico profundo são pro- 

cessos cujas seções de choque são dominadas por um produto de correntes eletro- 

magnéticas próximas à região do cone de luz ~ 0 [11]. No caso do DIS, isso nos 

permite separar a seção de choque em uma forma conveniente usando funções de es- 

trutura que parametrizam a estrutura interna do hádron, dado que não conhecemos 

o seu estado no momento da colisão. 

O método de escrever um dado processo em termos de produtos de correntes 

analisando o seu comportamento no regime de altas energias transferidas, ou seja, 

para pequenas separações espaço-temporais ~ 0, na verdade, constitui uma 

poderosa ferramenta de investigação teórica em teoria quântica de campo e é con- 

hecido como Expansão de Produtos de Operadores { OPE ). 

A OPE, proposta originalmente por Wilson em 1964 [44], nos dá uma definição 

plausível e coerente de um operador composto em termos de uma expansão em série 

de operadores locais bem-definidos e cujas singularidades do operador composto 

estão inseridos totalmente nas funções-coeficiente da expansão. 

Vamos nos concentrar aqui no DIS, que é o exemplo não trivial mais simples 

em colisões hadrônicas [45]. Nossa meta é justificar, de forma mais rigorosa, o 

modelo a pártons como uma ótima aproximação no limite de altas energias, para 

um processo extremamente complicado onde vários efeitos diferentes ocorrem no 

interior do hádron. Entre esses efeitos estão aqueles em que um quark participante 

do processo elementar partônico interage com um quark espectador antes do processo 

duro (veja a figura (5.2)). Tais contribuições são denominadas Higher Twists pois 

provêm de operadores de dimensão superior da OPE do produto de correntes em 

termos da qual a seção de choque depende. 

Graças ao Teorema Óptico, é possível relacionar a seção de choque do espa- 

lhamento inelástico profundo à amplitude do espalhamento Compton. Considere a 

amplitude para o espalhamento Compton de um hádron alvo como o representado 

na figura (5.6) 
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Figura 5.6: Amplitude do espalhamento Compton. 

onde 

r^, = i I d^x T{Ux)M0)) , (5.14) 

com j^(x) sendo a corrente eletromagnética do quark, T representando o produto 

ordenado temporalmente e q o momento do fóton incidente. 

O elemento de matriz de F^j/ entre estados de nucleons 

V = (5-15) 

contraído com o tensor leptônico 

i"" = E WÁm)wmw), (5.16) 
spins 

onde é corrente eletromagnética leptônica, nos dá a amplitude do espalhamento 

Compton. O tensor deve ter as mesmas propriedades de do DIS de modo 

que deve ser expandido em termos dos mesmos tensores de que é dado por 

I dX{P\J,\X}{X\JAP){2^rS\P + q-X) , (5.17) 

onde Aí é a massa e a corrente eletromagnética do hádron respectivamente. 

Por outro lado, a seção de choque do DIS é dada pela expressão correspondente 

ao diagrama abaixo 

(^Dis — 

Figura 5.7: Seção de choque do espalhamento inelástico profundo. 

O Teorema Óptico, por sua vez, implica a relação 

2 Im = a DIS , (5.18) 
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e dessa forma é possível estudar o DIS com a amplitude do espalhamento Compton. 

A idéia chave que permite o cálculo de em QCD é a expansão em produto 

de operadores. Considere o produto de dois operadores locais 

Oa(a:)Ob(0) , (5.19) 

onde no limite em que a; —> 0, os operadores estão praticamente no mesmo ponto. 

Neste limite, o produto pode ser escrito como uma expansão em operadores locais 

Ok 

lim^ Oa(a:)O5(0) = 0,(0) . (5.20) 
x-aO k 

Note que as funções coeficiente dependem da separação x entre os dois operadores. 

No espaço de momentos, essa expressão é da forma 

lim / Oa{x)Ob{0) = E Cabk{q)Ok{0) . (5.21) 

Dessa maneira, para IC, podemos expandir o produto de correntes em um 

produto de operadores locais da QCD, invariantes de gauge por construção, criados 

a partir de espinores de quarks tensores de campo gluônico e derivadas 

covariantes D^. 

Relacionando as expressões (5.14) e (5.15), obtemos 

S,, = {P\T,,\P) = i I d^x {P\T{j,{x)MmP) . (5.22) 

Agora, utilizando a OPE, podemos expressar o elemento de matriz do produto de 

correntes na expressão acima em termos de operadores locais, sempre mantendo em 

mente o fato de que ^ 

s,. = E C’Í„„,..^(9)(P|0'H"(0)|P> , (5.23) 
k 

onde den denotam a dimensão de massa e o spin total do operador respectivamente. 

Cada componente de spin contribui com um fator para o elemento de matriz, de 

modo que 

(P|Oj^(^;„']"(0)lP) = AP^‘ ...p^‘n ^ (5 24) 

onde A é uma constante adimensional e M é a massa do próton, por exemplo. Note 

que o elemento de matriz não pode depender explicitamente do momento pois sua 

dependência está isolada completamente nos coeficientes, de modo que apenas P^ 

está disponível para carregar os índices do elemento de matriz do lado esquerdo de 

(5.24). O fato do elemento de matriz ser proporcional a é devido à dimensão do 

estado do próton ser —1 levando em conta a normalização relativística convencional. 

A dimensão do elemento de matriz é portanto 
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Como é adimensional, pois é da forma de concliiimos que tem 

dimensão de massa 2, logo 

[r^.] = 2 = [Ck{q)][0>^m , (5.25) 

de modo que 

[Ck{q)] = 2-d . (5.26) 

Agora, como os coeficientes só dependem dos momentos q^ e têm dimensão 2 — d, 

então, podemos escrevê-los da seguinte forma 

/niMl 
u r^2-dH y ^ Q"-" V • • • V (5.27) 

Q Q 

A seção de choque do DIS é dada por (5.18) usando (5.16), (5.23) e (5.24), logo 

ao,s = 2Im L,.S>“' = ECf;,..„.(í’|OÍH"(0)|/>)V , (5.28) 

portanto 

>^D,S = E â/. Ç • ■ • Ç 

k ^ 

cu"(Q/M) 
k 

2-t 

onde definimos àk = Ukq^q'^L^^,. O twist t é definido como 

twist = t = d — n = dimensão — spin . 

(5.29) 

(5.30) 

Os operadores mais relevantes na expansão em produto de operadores, e portanto 

para a seção de choque são aqueles com o menor twist possível. Operadores de twist 

2 são os que darão a contribuição líder, os outros entrarão com contribuições que 

são suprimidas por potências de 

(M/Qf 

onde A: = 1, 2, 3, • • •. 

Os campos fundamentais da QCD são os campos dos quarks 4» e glúons de 

modo que os operadores que formam a base da expansão em produtos de operadores 

podem ser escritos em termos de 4', o tensor de campo gluônico G^i, e a derivada 

covariante D^. A seguir apresentamos uma tabela listando os objetos básicos, com 

sua dimensão, spin e twist 
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Tabela 5.1: Dimensão, spin e twist de operadores básicos da QCD. 

Qualquer operador invariante de gauge deve conter, no mínimo, dois campos de 

quarks [í'^] ou dois tensores de campo do glúon contraídos e, pela tabela, 

vemos que esses operadores possuem twist 2. 

É possível mostrar através de uma análise mais detalhada do DIS em termos da 

OPE [13], que os operadores de twist igual a 2 dados por 

onde o símbolo {pi ■ ■ ■ Pn} denota simetrização dos índices e é derivada covariante 

da QCD (que possui í = 0, pela tabela (5.1)), dão as contribuições dominantes 

ao tensor quando contraídos com potências de q. O operador (5.31), por 

sua vez, corresponde à corrente eletromagnética de um quark de sabor i quando 

retiramos todas as derivadas covariantes, que são responsáveis pela interação entre 

os quarks que compõem a corrente e glúons. A partir de (5.31), pode-se mostrar 

que o tensor tem exatamente a mesma forma predita pelo modelo a pártons, 

sendo possível, inclusive, decompô-lo em termos de operadores cujos coeficientes, os 

fatores de forma, obedecem à relação de Callan-Gross. Todos os operadores com 

twist maior do que 2 são suprimidos por potências de {M/QY, onde A: = 1, 2, 3,.... 

5.3 As Correções da QCD Perturbativa para o DIS 

Nosso principal objetivo nesta seção é entender como definir as funções de dis- 

tribuição de pártons experimentalmente. Para isso, o espalhamento inelástico pro- 

fundo é o ambiente ideal para tal definição. Antes de mais nada vamos definir a 

notação e vários conceitos que serão usados nos próximos passos do cálculo. 

O espalhamento inelástico profundo (DIS) é um processo onde um lépton in- 

cidente de momento emite um fóton virtual altamente energético de momento 
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e retrocede com momento k'^, o qual é medido na experiência. O fóton atinge 

um próton de momento P^, dissociando-o em um “chuveiro” de hádrons A^. Tal 

processo está ilustrado na figura (5.8). 

e'{k') 

X{W) 

Figura 5.8: Diagrama de Feynman para o espalhamento inelástico profundo. 

As variáveis cinemáticas do DIS podem ser obtidas à partir dos 4-momentos 

indicados na figura acima. Em primeiro lugar, temos a equação de conservação de 

4-momento 

k + p = k' + W , (5.32) 

os invariantes relevantes são dados por 

S = {k + Pf , 

= —q^ = 2k ■ k' , 

q-P 

^ M ’ 

(5.33) 

(5.34) 

(5.35) 

onde M é a massa do próton. As massas dos léptons foram desprezadas frente as 

energias envolvidas no processo e 

{P + k- k'Y = 2Mu + M^ -Q' (5.36) 

é o quadrado da massa invariante do estado hadrônico X produzido após a dis- 

sociação do próton. No referencial de laboratório, onde o próton está parado, os 

4-momentos das partículas são dadas explicitamente por 

kf^ = (E,0,0,E) 

k'^ = {E',E'sme,0,E'cos6) 

= (M, 0,0,0) (5.37) 
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e em termos dos quais temos 

= 2k- k' = 2EE'{\ - cos6) = 4EE'sm‘^{9/2) , (5.38) 

onde 9 é o ângulo de espalhamento do lépton no referencial de repouso do próton, e 

u = 
P-q M{E-E') 

M M 
= E- E' (5.39) 

Note que, para o espalhamento elástico e~P —>• e~P, teríamos W'^ = M^, o que 

corresponderia a = 2Mv. 

Nosso ponto de partida é a amplitude do processo ilustrado na figura (5.8), dada 

por 

íM = {ie){-ie)-^ü{k')-/^u{k){P\J^\X) (5.40) 

A quantidade {P\Jfj_\X) é denominada corrente hadrônica e descreve a dissociação 

do próton e, ao contrário da corrente leptônica, não pode ser calculada perturba- 

tivamente por conter informações a respeito da função de onda do próton, que é 

determinada por efeitos complicados de interações fortes de longa distância. 

A única coisa que sabemos, a priori, é que essa corrente deve ser conservada por 

interações eletromagnéticas, ou seja 

q^{P\J,\X) = 0 . (5.41) 

O quadrado da amplitude, após soma sobre os spins finais e média sobre os spins 

iniciais é dada por 

iMf = ^jTriíív miPKmixiJtiP). 

A seção de choque diferencial inclusiva é calculada a partir da expressão 

1 H^k' 

onde os tensores leptõnico e hadrônico são definidos por 

= -Trlier m 

W - 
2 4jtM 

j dX{P\J^\X){X\4\P)(2nyS‘{P + q-X) 

(5.42) 

(5.43) 

(5.44) 

(5.45) 

Aqui dX representa o espaço de fase dos hádrons do estado final decorrentes da 

dissociação do próton. 

O tensor carrega, agora, todas as informações a respeito da interação 7 — 

próton, mas não é possível calculá-lo perturbativamente. As únicas informações 
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que temos sobre vêm de argumentos de simetria: primeiro, Wfj,^ é invariante 

de Lorentz por construção, logo deve ser formado por uma combinação linear dos 

tensores: P^P^, P^q^, e 

^iiv = y\9nu + y2PfiPu + ysiPfiQu + p^qfi) 

+ y4{P^Qu ~ Pu9n) + y^Q^Qu + y^^tiuapP^^Ç^ • (5.46) 

Como é um tensor simétrico nos índices p e i/, os termos antisimétricos de 

W^i,, proporcionais a V4 e Ve não contribuem para a seção de choque total. Se por 

outro lado, a corrente hadrônica se acopla a uma corrente leptônica de estrutura 

y — A, como no caso do espalhamento próton-neutrino, o termo em Ve não pode ser 

desprezado. 

A conservação da corrente hadrônica, por outro lado, garante que 

q^W^, = q’'W^, = 0 , 

o que implica 

ViÇi/ + V2(9 • P)Pu + y^io. • PÇi/ + (f Pv) + Vsg^Çt/ = 0 , (5.47) 

de forma que os coeficientes dos 4-vetores P^, e q^ devem se anular separadamente, 

o que nos leva ao seguinte sistema de equações 

Cl + (ç • P)V^3 + = 0 

(ç-P)C2 + gV3 = 0 , (5.48) 

a partir do qual obtemos C3 e Cs em função de Ci e C2. O tensor hadrônico pode, 

então, ser expresso em termos dessas duas variáveis, e que, por convenção, redefini- 

mos como Cl = fCi e 1^2 = W2/M^. Os objetos adimensionais VV"i e W2 são de- 

nominados de funções de estrutura para o espalhamento inelástico elétron-próton, e 

parametrizam todas as informações a respeito da estrutura dos hádrons na colisão. 

A princípio, elas dependem de P e g, ou em linguagem invariante de Lorentz, de n 

e Q^, logo pode ser escrito como 

= - (s„„ - (^, Q^) + ^{p,- 1,^) (a - 9.^) w,(^, Q^) . 

(5.49) 

A seção de choque diferencial do espalhamento inelástico profundo, dada em (5.43), 

em termos das quantidades medidas em laboratório (as do elétron espalhado com 

momento k') é da forma 

^ (2M^. ("> Q") 5 + 0^) cos^ l) (5.50) 
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após o cálculo da contação dos tensores leprônico e hadrônico, e onde dÇl' — d{cos 9)d4>. 

No modelo a pártons assume-se a existência de uma função de distribuição de 

pártons (f)z{y), tal que 4>i{y)dy representa a probabilidade de se encontrar um párton 

do tipo i = (quark,antiquark ou glúon) no interior de um hádron levando uma fração 

de momento compreendida entre y e y + dy. Se a seção de choque de um dado evento 

partônico é dada por dâ, então, a seção de choque diferencial hadrônica será 

_ fUmax 

da dy(l)i{y)dâi{y) . (5.51) 
^ ymin 

A variável y na verdade varia de rc = Q^/2P • q, a variável de Bjorken, até 1, pois 

{p + qf = 2yP■q-Q'^ > 0 

y > X 

onde p = yP. 

Analogamente a (5.43), podemos escrever dâi como 

(5.52) 

onde s = {p + qY = 2p ■ q = yS. 

O tensor por sua vez é o análogo de para o caso do espalhamento de 

um párton do tipo i, cujo estado quântico corresponde a \yP), através da corrente 

eletromagnética 

= 5 /{yP\JÍ\X'){X'\J'J\yP){2ir)V{p + q - X')dX' , (5.53) 

enquanto isso, \X') corresponde ao quark do estado final. Em outras palavras 

{p\Jl.\^') = -ieiu{p')j^u{p) (5.54) 

nos dá exatamente a amplitude do processo jq —>■ q' ao nível de árvore. A integral 

sobre dX' indica que estamos integrando sobre o espaço de fase do quark espalhado 

q' e somando sobre spins e cores finais. O fator 1/2 indica a média sobre os spins 

iniciais do quark g e e, é carga elétrica do quark de sabor i. Logo, substituindo 

(5.54) em (5.53), obtemos 

I Tr[/7/. + q - p') , (5.55) 

onde o fator de espaço de fase de 1 partícula pode ser escrito como 

+ = d^p'S{p'^)ô\p + q-p') 

= ô{2p ■q-Q‘^) . (5.56) 
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Calculando o traço, (5.55) é dada agora por 

W. fXt/ 2e^i[2p^p^ + q^,p^ + q^p^ - p ■ qgf,^]2n5{2p ■ q - Q'^) 

e lembrando que p = yP e que x = Q^/2P ■ q, então 

= 2e}[2y‘^P^P^ + yq^P^ + yq^P^, - yP ■ qg^u\2TT 
5{y - x) 

2P-q 

(5.57) 

(5.58) 

Para relacionar a basta substituir (5.52) em (5.51), lembrando que s = r/5, 

de modo que, comparando com (5.43) obtém-se 

dy 

4tvM , Jx 
Mvwr, (5.59) 

contudo, por invariância de Lorentz, deve ter a forma dada em (5.49), con- 

sequentemente, também deve ser daquela forma, dada sua relação com W^j,^ 

através de (5.59). Portanto, para isolar Wi e W2, precisamos apenas calcular os 

coeficientes de P^Pi, e gf^^, quando inserimos (5.58) em (5.59), ou seja 

^^^ / ^(f)i{y)[‘2y^Pt^Pi' + — yP-Q9fiu]S{x~y) , (5.6O) 

de modo que quando usamos que u = P ■ q/M, obtemos 

2 2 
X(pi{x)Pf,P^ + Y. ^ <t>i{P)9nu ■ (5.61) 

i i 

Comparando com a nossa expressão geral de dada em (5.49), vemos que 

= E ^ *(^) (5-62) 

VP2 = E 7 ■ (5-63) 
i 

Os fatores de forma F\ e F2 são definidos a partir de W\ e W2 por 

Fi(x,Q2) = MWi{v,Q^) = Y ^ (3-64) 
i 

F2{x,Q‘^) = uW2{u,Q‘^) = Y ■ (5-65) 
i 

A seguir vamos calcular as correções de ordem às funções de distribuição de 

quarks usando o fator de forma F2{x,Q‘^) obtido no modelo a pártons para definir 

as PDFs em qualquer ordem de teoria de perturbação, ou seja, nosso objetivo é 

calcular a correção de ordem ao fator de forma F2 dado por 

F2(x,Q^) = EQç 3: [ç(x,Q2) + g(a;,Q^)] , 
9 

(5.66) 
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onde estão computadas as contribuições de quarks e antiquarks*. Para extrair F2 do 

tensor é conveniente definir as funções de estrutura transversal e longitudinal 

em d = 4 — 2e dimensões 

Wt = -g'“'W,,, = (3-2e)W^-(^1 + ^^W2 , (5.67) 

2 2 2 

= -M^ (1 + + (1 + ^) ^2 . (5.68) 

No regime de espalhamento inelástico profundo, onde ^ 1, podemos realizar 

as seguintes aproximações para Wt e Wl 

Wt = 

Wl - 

(3 - 2e)VPi - —W2 

M^i 
-Wl + 

M2 u 
W2 

(5.69) 

(5.70) 

Usando a definição (5.65), podemos escrever W2 em termos de Wt e Wl, obtendo 

Po 4x^ 
(1 - + 0^(3 - 2e)W'i • (6.71) 

A partir de (5.59) Wt e Wl são dadas por 

Wr = ^ f/j Uy)Wl (5.72) 

W, = ^ Ç £ %.(,)lVí (5.73) 

onde Wt = —g^uW-^'' e W}^ = P^^Pt^W^''. A função de estrutura Wf agora repre- 

senta o quadrado da amplitude do espalhamento 'yq —> q' cujos índices do fóton são 

contraídos pelos tensor —g^,^ e integrado no espaço de fase do quark do estado final, 

enquanto que W[ tem a mesma estrutura, mas com os índices do fóton contraídos 

pelo tensor P^P^. 

O próximo passo consiste em determinar as correções de ordem ag à Wt e Wl, 

dado que Wj^ e W[ podem ser calculados perturbativamente, e, dessa maneira, 

usando a equação (5.71), a correção para P2. Com a definição (5.66) das PDFs em 

mãos, obtemos q{x,Q'^) e q{x,Q‘^). Seguimos de perto, aqui, o roteiro da ref. [46], 

onde é calculada a correção de ordem a* a q{x). O caso da distribuição de antiquarks 

é absolutamente análogo. 

*Em ordem zero q{x, = qo(x). A partir da agora denotamos a carga do quark q por Qg e a 

função de distribuição de quarks por q{x). 
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5.3.1 Glúons Virtuais 

Assim como a seção de choque elementar, as PDFs também contém uma parcela 

devida a glúons em loops. Ao nível de 1-loop, essa contribuição é calculada com 

base nos seguintes diagramas de Feynman 

Figura 5.9: Deep Inelastic Scattering ao nível de 1-loop em QCD. 

Exatamente como no caso —> qq, adotando o gauge de Landau, apenas o vértice 

contribui. Ao nível de 1-loop o vértice é da forma 

zF'' = -íQ,y[ 
as „ /47T/i^y F(1-b e)r^(l - e) 

1 + 
F(1 - 2e) e 

(5.74) 

47t 'V / 

= -iQ,Y{l + ots<V >) . 

Logo, a amplitude corresponde a 

Mvirt = ü{p') u{p)e^{q) (5.75) 

e o seu quadrado, após soma sobre os spins e cores do quark final, média sobre os 

spins e cores do estado inicial e média sobre as polarizações do fóton é 

\Mlirt = 2QJ(1 - + 2as<V>) , 

onde mantivemos termos até ordem apenas. 

A contibuição virtual k F2 é inserida por meio da expressão 

X -r Jx y 

(5.76) 

= E'3?—9o(!/)'5(1-i/!/)(1+2q, < K>) , (5.77) 
^ Jx V 

onde vamos definir z — x/y. Finalmente obtemos, então 

F-2 

X virt í — (io{y)S{i - z) X 
n Jx y 

{ 

y 

V Q2 ) 

T(1-£) 7 2 3 

r(i - 2e) V £2 j -t)} 
(5.78) 
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O pólo simples l/e corresi)onde a uma divergência colinear e o pólo duplo 1/e^, a 

uma superposição composta de divergências IR. 

5.3.2 Glúon no Estado Inicial 

Calcularemos, agora, a contribuição do subprocesso -yg ^ qq a Wt e Wi^. A correção 

de ordem devida a glúons iniciais no subprocesso jg —> qq às funções de estrutura 

Wt e Wl são obtidas pela contração de —g^i, e P^Pu-, respectivamente, aos índices 

do fóton na amplitude ao quadrado do processo jg qq e integrada no espaço de 

fase do par qq. 

Os diagramas de Feynman são os da figura (5.10) 

Q Pi 

Figura 5.10: Diagramas de Feynman para o processo 75 —> qq. 

A amplitude do processo, com os índices do fóton livres, ou seja sem os vetores de 

polarização do fóton, é dado pela expressão 

■Adf = -iQqgsT°-u{pi) v{p2) . (5.79) 
(pi - g)2 (pi - ky 

Os invariantes de Mandelstam são alterados pela virtualidade do fóton q^ = —Q'^ 

s — 2px • p2 = —Q^ -\-2q- k , (5.80) 

t — -2k ■ p2 =- 2pi ■ q , (5.81) 

u = —2k-pi — —Q^ — 2p2-q , (5.82) 

s + t + u = —Oy . (5.83) 

Estes podem ser escritos em termos de = |(1 + cos9), onde 6 é ângulo formado 

pelos vetores p[ e qe da varável z definida por z = x/y, onde x é variável de Bjorken 

e k — yP. Dessa forma, temos o seguinte 

(72 
s = —(1-z) , (5.84) 

z 
(72 

t = - —(1-u) , (5.85) 
z 

 V 
z 

u (5.86) 
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Após a soma sobre os números quânticos do estado final e média sobre os iniciais^, 

integrando no espaço de fase de 2 partículas dado por 

$ d 
2 

1 /47ry 1 

Stt V s / r(l — e) 
(5.87) 

obtemos o seguinte resultado em d dimensões 

Wt 
2tt y 

g{y)[z^+{l-zr] 
r 1 r(i-£) , fQ^i-z\] 

. er(l-2£)^"(47r z )J ’ 
(5.88) 

onde já identificamos ^{y) = g{y) como a função de distribuição de glúons no interior 

do próton. O pólo l/e origina-se de uma divergência colinear. 

O cálculo de não apresenta nenhuma complicação adicional, sendo, aliás, 

finito no limite e —> 0 

1 - z 
(5.89) 

Substituindo (5.88) e (5.89) em (5.71), obtemos a seguinte correção ao fator de forma 

F2 

El 
X 

o^ 1 

27T Í dyg{y)zx i — ^ q 

|[z’+(i-zn(-' 
er(l —2e) Airpi 

5.3.3 Emissão de Glúon Real 

Vamos agora considerar o processo de emissão de glúon 'yq{q) —> q{q)g. Os diagramas 

de Feynman são 

Figura 5.11: Diagramas de Feynman para emissão de glúon. 

^Em d dimensões, se temos 1 dimensão espacial longitudinal, então restam d — 2 dimensões 

espaciais transversais que corresponde ao número de estados de polarização do glúon. Contudo isso 

é uma convenção, dado que poderiamos ter escolhido 2 dimensões transversais e d — 1 longitudinais. 
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A amplitude desse processo pode ser obtida a partir da (5.79) pelas substituições 

ç g, Pi —)■ p', p2 —>• —p e k —k o que implica s u em relação às variáveis 

de Mandelstam. Além disso, como o glúon agora está no estado final e o quark no 

estado inicial é preciso incluir o seguinte fator adicional 

onde o fator 8 compensa a média sobre as cores do glúon inicial no processo jg —> qq 

e 2(1 — £■) compensa a média sobre os spins do glúon. Finalmente, os fatores 1/2 e 

1/3 indicam a média sobre cores e spins do quark no processo em questão. 

No mais, excetuando a álgebra, todo o procedimento de cálculo é análogo ao caso 

dos glúons iniciais. Vamos, portanto, nos restringir a apresentar o resultado para o 

fator de forma 

A experiência nos diz que essa expressão deveria conter uma divergência quadrática 

em e, a qual, no final das contas, cancelaria o pólo correspondente da contribuição 

virtual. Há, no entanto, uma divergência associada ao limite z ^ 1, que é o limite 

onde o glúon emitido se torna soft. Precisamos explicitar essa divergência em termos 

de um pólo em e. 

Isso é realizado introduzindo as chamadas funções “+” seguindo o roteiro origi- 

nal da ref. [47]. Tais funções são, estritamente falando, distribuições bem compor- 

tadas quando convoluídas com funções suaves que vão a zero suficientemente rápido 

quando a: —1. A definição mais usada é 

8 X 2(1 -e) X ^ X ^ , 

(5.91) 

(5.92) 

onde [F(j;)]+ = F{x) no intervalo 0 < a; < 1. 

Se g{x) = 1, segue a importante propriedade das funções “-f” 

Nosso interesse é explicitar a divergência soft contida na função 

(5.93) 

(5.94) 

que no limite £■ —> 0 admite a expansão 
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Usando a prescrição positiva, por outro lado, temos 

r 1 ln(2) ^ln(l —z)' 

+ ^0 n,i - \l — Z)+ \ i-z /+. 

A partir de (5.92) com g(z) = Inz, podemos calcular o segundo termo 

esquerdo de (5.95) 

Jo L\l —z/ 1 —ZJ+ Jo l(1 —z)+ (1 — z)+ V 1 — 

1 - z 

7T 

~6 

rl I rl 

L = /„ 

Jo 1 — Z 

A expressão (5.93), então nos permite escrever 

_/U. 4-s(i --) Jo LVl — z/1 — ZJ+ Jo 6 

até ordem e. 

A integral em F{z), por outro lado, pode ser calculada exatamente 

1 7t2 rs-/    C“ 
e 6 

Portanto, até ordem e, sabemos que 

^ dz|z^(l - z)~^~^ ^ (j - ^)} = 0 > 

onde, substituindo o termo em dado em (5.97), temos 

i'^ - [(r^)‘r^U = ° • 

De (5.95) e (5.96) obtemos a expansão desejada da função F{z) 

1 -ié(l-z) + /ln(l — z) 
+ € 

ln(z) 

1 — zJ 1 —z e ' ^ ' (1 — z)+ 1 —z y+ ' 1 —z 

Finalmente, inserindo essa expressão em (5.91), obtemos a contribuição a 

emissão de glúon 

X 
= r(i - e) 

2tt^\ Q2 J r(l - 2e) 

E QlJlyo(»){|í(i-.) + |í(i-z)-\ 

2\3 1 1+Z^ 
<' + ^>(-b7^),-2(T3lj;-T37'"W 

1 1 +Z^ 

(1 - z). 

+3 + 2z + 

.(5.95) 

do lado 

(5.96) 

(5.97) 

(5.98) 

(5.99) 

(5.100) 

(5.101) 

F2 pela 

(5.102) 
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Note que o pólo soft associado ao limite 2 —> 1, multiplicado pelo pólo colinear de 

(5.91), produz um pólo duplo como era esperado, e que irá cancelar o pólo duplo da 

amplitude virtual. 

5.4 PDFs em Ordem a. 

Calculadas todas as contribuições ao fator de forma F2, somando-as de acordo com 

a expressão 
PT, 1 PT, 

(5.103) 
virt ^ 

1 F2 F2 _ F2 

X X 

onde o fator 1/2 é necessário se desejamos calcular as correções apenas para qo{x) , 

já que o processo jg —)■ qq contribui igualmente para qo(x) e qo(x), e inserindo o 

resultado em (5.66), verifica-se que os pólos quadráticos se cancelam restando, con- 

tudo, pólos simples originados de divergências colineares. A função de distribuição 

de quarks em NLO de QCD é dada então por 

q(x,Qj-) = qo(x) 

as C dy 
+7T / 9o(y) , Jx y LV e p 

(5.104) 

onde l/e está definida em (2.92). A função Pqq{z) dada por 

1 -f 
Pqq(^) — 1 - 2 

(5.105) 

corresponde à função de splitting de Altarelli-Parisi [48] que representa a probabili- 

dade de um quark emitir um glúon e tornar-se, dessa forma, um quark de momento 

reduzido por uma fração 2. Note que Pqq{z) é singular no limite 2 —> 1, o que 

corresponde à emissão de um glúon soft. Da mesma forma 

Pqgi^) = Tr[z‘^ + (1 - zf] (5.106) 

corresponde a uma função de splitting de Altarelli-Parisi que representa a proba- 

bilidade de um glúon decair em um par qq onde o quark (ou o antiquark) carrega 

uma fração 2 do seu momento.^ As funções Fqq{z) e Fqg{z) são finitas e dadas logo 

abaixo 

^qqi^) ~ C, (1 + 
/In(l - 2) 

V 1-2 

3 1 

2(1-^)+ 

1 -f 2^ 

1 - 2 
ln(2) 

*Os fatores de cor Th = | e Cp = | são deduzidos no apêndice B. 
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+3 + 2z 
9 7T^ 

2 ^ T )<5(1 - z) 

Fqgiz) = Ti R [z^ + {l-zf]\n 
1 

-82^ + 82-1 

(5.107) 

(5.108) 

Como sabemos, não é possível calcular as funções de distribuição de pártons através 

da QCD perturbativa, contudo o regime perturbativo da QCD nos permite obter a 

evolução das PDFs com a escala de energia através da chamada equação DGLAP^, 

que é a análoga da equação da função /3 que descreve a variação de ag com a escala 

de energia. A equação DGLAP é dada por 

T ■ s/.' f (S.»1 

para um dado sabor de quark q. Veja que as funções de splitting de Altarelli-Parisi 

têm um papel fundamental na equação de evolução e, por isso, também são chamadas 

de evolution kernels. 

Cabe salientar que a função de distribuição de quarks q{x, Q^) pode ser definida 

de formas diferentes, diferindo de (5.104) por termos finitos. Tudo depende de 

quantos e quais termos finitos são absorvidos em qo{x), a PDF “nua” junto com 

o pólo colinear {l/e)Pq^gg{z). A maneira com que escolhemos os termos finitos de 

q{x, Qp) define um esquema de fatorização. 

As seções de choque partônicas que contém divergências colineares, geradas pela 

radiação de glúons ou quarks não-massivos em um dado processo partônico, têm 

uma estrutura universal, fatorizada para todas as ordens de teoria de perturbação, 

expressa por 

òij = / dxadxh ^ ]^ii{xg,Qp,p ^ e)Tuij{xi,, Q p, p ,e) x (Qf) • (5.110) 
® l,m 

Os índices i — m caracterizam os pártons do estado inicial e cr[^‘‘(Qp) representa uma 

seção de choque reduzida, livre de singularidades. As funções de splitting universais 

Pjj, que contém divergências colineares, representam a probabilidade de encontrar, 

dentro de um párton inicial j, uma partícula i com uma fração de momento x do 

momento longitudinal total a uma escala de energia Qp. Tais divergências podem 

ser absorvidas em uma redefinição das densidades de pártons em NLO no computo 

de uma seção de choque inclusiva hadrônica [40]. A esse procedimento dá-se o nome 

de fatorização de massa. Até ordem as funções de splitting universais ão dadas 

por 

(5.111) 

^Dokshitzer-Gribov-Lipatov-Altarelli-Parisi. 
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onde Pij{x) são as funções de Altarelli-Parisi. As funções são arbitrárias e de- 

pendem do esquema de fatorização. No esquema MS, por exemplo, fij = 0 sim- 

plesmente, o que nos permite reescrever de uma maneira mais conveniente aos 

nossos cálculos 

d-^. (5.112) 

A função de distribuição de quarks (5.104), por exemplo, pode ser escrita em termos 

de (5.112) como 

q{x,0 = f + so(y)(r"^ 
Oíg 

27T 
(5.113) 

onde Fqq e Fqg podem ser encontradas em (5.107) e (5.108), respectivamente. 

As funções de estrutura, que parametrizam a estrutura de um próton da maneira 

“vista” por um fóton, são também dependentes do esquema escolhido, por exemplo, 

F2{x), que é dada por 

F2{x) = xJ2 e‘^qQo{x) (5.114) 
9 

em ordem zero de QCD, no esquema MS, é dada por 

F2{x,QI) = xY, el í 
^ JX 

+ QÍ^^Qf) 
2 \ I ^MS 

{ç(Ç,Qp[í(l MS 
9 

X 

(5.115) 

em ordem «s- As funções C^^ e C^^, chamadas de funções coeficiente, são dadas 

exatamente pelas expressões de Fgg e Fgg, respectivamente. 

Com essa definição de F2{x,Q‘p), temos, neste esquema 

q{x,Qj,)^í —[qQ{y)T^/ + go{y)T^g^]. (5.116) 
Jx y 

Outra escolha usual é manter a forma original de F2 em ordem ag, ou seja, 

■^2(3^, Qf) e\q{^^ Qf) (5.117) 
9 

absorvendo todos os termos finitos em q{x,Q^p). Esse é o esquema de fatorização 

Deep Inelastic Scattering-DIS, também chamado de esquema físico, e que é mais 

útil quando se quer extrair as PDFs de experiências de espalhamento inelástico 

profundo lépton-hádron. No esquema DIS, as densidades de quarks renormalizadas 

são dadas por (5.113), ou alternativamente, por (5.104), visto que usamos (5.117) 

como definição de F2 para todas as ordens de teoria de perturbação. 
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Esses dois esquemas podem ser definidos por uma constante A^c de maneira que 

/‘ -l9ofo)r^ + so(!/)r2^1 = iMl) (5-118) 
Jx y 

- ?Afc/‘ -\<l(v,Ql)F„(z)+g(v,QV)F„(z)] , 
ZTT Jxa y 

onde Xpc — 0 define o esquema MS enquanto Xpc = 1 define o esquema DIS. 



Capítulo 6 

Correções de Ordem ag ao Processo de Drell-Yan 

pp —> e~^e~X 

6.1 Drell-Yan em Leading-Log Approximation 

Em ordem zero, a produção de pares elétron-pósitron em colisões hádron-hádron é 

dada pela reação 

Q{pa) + Q{Pb) ^ ih) + e'^(k2) . (6.1) 

= Air 

Figura 6.1: Processo de Drell-Yan em nível de árvore. 

A amplitude do processo de aniquilação é obtida a partir do diagrama de Feyn- 

man mostrado na figura (6.1) 

■^0^ = Üe{ki)Y{Ve + Ae7^)Ue(A:2) Vg{pb)7f,{Vg + Ag'y^)Ug{pa) (6.2) Ky 

onde V = 7, Z. 

Na expressão acima Vg, Vg e Ag, Ag correspondem aos acoplamentos vetorial 

e axial dos léptons e quarks, respectivamente, ao fóton e ao bóson Z. No caso do 

acoplamento com o fóton, Ag = = 0, e quando a interação envolve o bóson Z, 

temos 

75 
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Af 
1 /GFM|y/2 

v/2V x/2 / 
{Rf - Lj) 

onde as constantes Re, Rq, Le e Lg são dadas no apêndice A. 

O quadrado do elemento de matriz é dado, após soma sobre os números quânticos 

finais e média dos iniciais, por 

sendo que k'^ corresponde ao denominador do propagador do fóton, A:| ao denomi- 

nador do propagador do bóson Z, onde o pólo do Z é regularizado pela Breit-Wigner 

fazendo k\ = k'^ — m\ lYzttiz e = k‘^[k'^ — m\ -|- iVz^riz] para o termo de 

interferência. 

A amplitude completa é obtida pela soma 

+ P21R{M\Mz) , (6.4) 

= , (6.5) 

aqui V denota as contribuições de 7, Z e a interferência, dada pelo último termo de 

(6.4). 

Os tensores leptônico e hadrônico correspondem aos seguintes traços 

V = Tr[^i7M(K + Ae7") ^27.(K + Ãe7")] (6-6) 

= Tt[^67^(V'ç + AqJ^) l^alÁVq + Ãg7^)] , (6-7) 

onde Ve, Ae,Vq, Ag não são necessariamente iguais a Ve, Ae,Vg, Ag, respectivamente, 

mas podem variar de maneira a reproduzir os termos correspondentes ao módulo 

quadrado da amplitude que contém a troca de um fóton ou um bóson Z, e os termos 

de interferência 7/Z. 

Expandindo os traços, obtemos a contração dos tensores leptônico e hadrônico 

= 8[ú^ + P — es^] dedq — 4(1 — 2e)(2 — 2e){xP — P) hehg , 

onde 

df = VfVf + AfÀf , (6.8) 

hf ~ VfÃfpVfAf . (6-9) 

As variáveis de Mandelstam do processo 2 —> 2, s, t e ú são definidas por 

s = {Pa+Pb)'^ , (6.10) 

i = {Pa~kif , (6.11) 

ü = {pb- fci)^ . (6.12) 
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Definindo z = cos 9, onde 9 é o ângulo formado pelos vetores Pa e k\ no sistema de 

centro de massa (CM) do par qq, obtemos 

= 8 (1 + — £S s2 dgdq — 4(1 — 2e){2 — 2e)zs^h^h, (6.13) 

0 espaço de fase de 2 partículas não massivas em d = A — 2e dimensões espaço- 

temporais é dado por (C.12) 

IGtt \ s J r(l — e) 
(6.14) 

Note que o termo proporcional a hehg na equação (6.13) não contribue quando 

integrado em $2» Pois a função multiplicada por hghq é ímpar e está sendo integrada 

no intervalo simétrico [-1,4-1]. 

Integrar o termo em dedq envolve realizar a mudança de variável z = 2v — 1 , de 

modo que o resultado é expresso em termos de funções F. Usando as identidades e 

expansões da função F do apêndice D, a seção de choque de Born em d dimensões 

é dada por 

xsm 
0^0 (5) 

1 /Aixp? 

Stt \ s 

X (1 -e) 

) r(i-E) 

r^(l-e) r^(2-e)1 

F(2-2e) F(4-2e). 
(6.15) 

Em 4 dimensões espaço-temporais tem a forma 

CTn \s) = 
9s 

7TQ: 

TTOi^Qq 

ISslcl 
{Re 4- Le){Rq 4" Lq) 

s — m% 

(s - m|)2 4- F|m| 

144s^c4 
(R! + L!)(R^^ + L^0 

(s - m|)2 + F|m| 
(6.16) 

A seção de choque hadrônica de Drell-Yan em Leading-Logarithm Approximation é 

obtida pela convolução da seção de choque partônica dada acima com as funções 

de distribuição de quarks obtidas pelas experiências pelo ajuste em next-to-leading- 

order, ou seja, pelas densidades dependentes de escala (Q), e finalmente, somando 

sobre todos os pártons que participam do processo 

cr^^(pp^e+e X)^'^í dXadxb[q{xa,Q^)q{xb,Q'^)Pq{xa,Q'^)q{xb,Q'^)]xò^Q^{s) . 
9,9 

(6.17) 

A seguir iniciaremos o cálculo do processo de Drell-Yan em ordem em QCD 

utilizando o método NLO Monte Cario descrito no capítulo 4. 
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6.2 Contribuições Virtuais ao Nível de 1-Loop 

Nesta seção calculamos as contribuições virtuais de ordem ag ao processo de Drell- 

Yan o que inclui a contribuição das autoenergias do quarks e da correção ao vértice 

(7, Z) qq. 

Figura 6.2: Amplitudes virtuais ao nível de 1-loop no SM. 

As divergências das correções virtuais são regularizadas efetuando os cálculos 

em d — A — 2e dimensões tanto para para as integrais dos loops quanto para os 

traços de matrizes de Dirac. Tais divergências são de natureza ultavioleta (UV), 

Soft e colinear (também chamada de singularidade de massa), essas duas últimas 

são denominadas coletivamente de divergências infravermelhas (IR). Todas elas se 

apresentam como pólos da forma {i — 1,2). Pólos duplos são gerados em duas 

situações distintas: quando um glúon virtual é trocado entre duas linhas de quarks 

não-massivas, como no caso da correção do vértice e quando um glúon real é emitido 

no regime soft e colinear ao mesmo tempo. Em qualquer outra situação somente 

pólos simples ocorrem. 

As amplitudes virtuais foram obtidas em termos de integrais escalares de Passarino- 

Veltman [49], com o auxílio do pacote FeynCalc para Mathematica, de modo a 

facilitar o procedimento de renormalização das amplitudes divergentes no UV. Ao 



Capítulo 6. Correções de Ordem ag ao Processo de Drell-Yan pp —> e+e X 79 

contrário do processo de aniquilamento em pares qq, utilizamos o gauge de 

Feynman r; = 0 nos cálculos e o esquema on-shell para realizar as renormalizações. 

As correções de autoenergia das partículas externas on-shell (quarks não-massivos) 

são multiplicadas pelo fator 1/2 de modo a levar em conta de maneira apropriada a 

transição das funções de Green para a matriz-S. 

A seguir iniciamos os cálculos em NLO de QCD para o processo de Drell-Yan. 

6.2.1 Autoenergia dos Quarks 

A autoenergia de um quark não-massivo foi calculada na subseção (3.3.2) em um 

gauge covariante arbitrário rj e sua expressão é dada por (3.39). Verificamos naquela 

ocasião a conveniência do uso do gauge de Landau para o cálculo das amplitudes 

virtuais dado que a constante de renormalização da função de onda do quark Z2 é 

finita e vale 1, simplesmente. Então, pela identidade de Ward-Takahashi, podíamos 

relacionar Zi e Z2 de uma forma trivial simplificando enormemente o cálculo. O 

mesmo poderia ser feito agora, no entanto, no próximo capítulo, vamos somar a 

contribuição de leptoquarks escalares às amplitudes de Drell-Yan até ordem ag, de 

modo que o uso do gauge de Feynman será mais conveniente devido à forma simples 

com que o propagador do glúon, e consequentemente todas as outras expressões, tem 

nesse gauge. No entanto, no gauge de Feynman, Z2 é divergente, contendo pólos em 

e, sendo preciso utilizar o procedimento de renormalização para separar o pólo UV 

do pólo IR. 

Para tanto, introduzimos o contratermo ÍÔ2 ^ para absorver a divergência UV 

{l+e)m + iS2^, (6.18) 

onde Ô2 = Z2 — 1, como em (2.80). A seguir vamos considerar tal renormalização 

em dois esquemas diferentes. 

1. Esquema OfF-Shell 

No esquema off-shell, a subtração do pólo UV é feita em um ponto euclidiano 

de modo a regular a divergência IR associada ao limite —> 0, dado que 

os quarks estão on-shell. Logo, aplicamos a seguinte condição de renormalização 

^(p^=-V) = 0, (6.19) 

O que resulta no seguinte contratermo 

(6.20) 
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A autoenergia renorrnalizada é, portanto, dada por 

Zl - 1 (6.21) 

Colocando o quark na camada de massa, e expandindo em e obtemos 

a 1 
(6.22) 

Note que fazendo A = 0 em (6.21), para e < 0, o que corresponde ao esquema 

on-shell, a expressão resultante seria da forma 

i-(í) ■ 

que é divergente para p^ = 0, exibindo uma singularidade de massa. 

2. Esquema On-Shell 

Vamos primeiramente definir a função B{p^) dada por 

Vren/„\ 

B(P^) = : (6-23) 
P 

onde B{p^) pode escrita na seguinte forma integral 

= +* . (6.24) 

que pode ser dividida em duas partes, uma contendo a divergência UV (limite su- 

perior igual a oo) e a outra contendo a divergência de massa (limite inferior igual a 

-p2) 

Bip") = + í)r(i + e) + «2 . 

(6.25) 

A subtração agora é feita no ponto = 0 usando o contratermo 

fy roo 
à2 = + e) / dq\q^)-^-^{A-KpyV{l + e) , (6.26) 

47T jfp 

de modo que, calculando as integrais e subtraindo o pólo UV, obtemos 

-2Ef"(p) = 1. / , (6.27) 
^ 47t e 

onde Ve = (47r)^r(l -|- £•). Todas as integrais divergentes no IR são reguladas com 

£ < 0. 
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6.2.2 Correção do Vértice {'y,Z) qq 

A correção de ordem Og ao vértice Vqq, onde V = 7, Z, é dada pela amplitude 

correspondente ao seguinte diagrama de Feynman 

Figura 6.3: Correção do vértice (7, Z)qq ao nível de 1-loop em QCD. 

A expressão do loop é dada por 

(6.28) 

(6.29) 

(6.30) 

Renormalização no Esquema On-Shell 

r^(pi,P2) 

N 

-^9sCF I D'^k- 
iV 

' kí^ik + piY{k 

-Api ■ p2 + 4(pi - P2) ■ k + 2(1 - e)k^ 

onde 

D‘^k = 
ék 

Renormalizamos o vértice subtraindo de F^(pi,p2) seu valor no ponto p\= P2 — 

0 , ç = — p2 = 0, ou seja, com as partículas externas on-shell e para diferença 

de momentos nula, como no caso da QED. Dessa forma, substituindo o valor do 

contratermo, obtemos o resultado 

rf"(pi,P2) = r,(p„p2)-r„(p? = pl = o , , = o) (6.31) 

= -.9,"CFl2<,"Co(0,0,-?^0,0)-4B„(-9^0,0)h„ . (6.32) 

Calculando as funções escalares e expandindo em e temos 

a função representa as partes finitas da expressão do vértice e pode ser obtida 

a partir das funções escalares apresentadas no Apêndice D. 
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6.2.3 Contribuição Virtual Total 

A contribuição virtual total é obtida pela inserção das autoenergias e da correção 

do vértice nas amplitudes obtidas pelos diagramas de Feynman da figura (6.2). 

Em relação às autoenergias temos, no esquema on-shell, 

Y{v, + .4,7'') • ~ X "(p.)) 
Pa ^ 

== —õ2^QÍPb) Ky 

+ ”(-p,)) X -í- . Y(V, + Uq{Pa) • (6-34) 

(6.35) 

sendo a corrente leptônica do estado final definida por 

ifj, = Üe{h)'y^,{Ve + Ae'Y^)Ve{k2) . 

Após soma e média sobre números quânticos obtemos o termo de interferência 

(6.36) 2X{Mr'Mr) = t |A4S" 

A contribuição do vértice, por sua vez, é dada por 

= -j4fJqiPb)[-Í^Reni.yQ + x497^)]«9(Pa) ' Ky 
(6.37) 

e a sua interferência com a amplitude de Born é da forma 

Oi, 
2^{Mr MlTrt) = 

2\ e 

S 
8 + 7T^ lA4g" (6.38) 

Finalmente, somando todas as contribuições virtuais temos que 

Oío 
2^{Mr M^y^) = -^CpN, 

Ztt 
“ * 1 Tpsm 
 ^ \- Py 

a 

^7T s 

2\ ^ r 

1 2 4 

e e 

2 3 

(6.39) 

t2 Us 
\Mr\ p^cF\Mr\ xFi 

Z7T 
sm 
V 

onde Fy"* representa as partes finitas provenientes das amplitudes virtuais e é obtida 

através das funções escalares do Apêndice D. 

Integrando no espaço de fase de 2 partículas obtemos a contribuição virtual à 

seção de choque de 2 corpos 

Ofc 
àvirt{s) = —CpN, 

ZTT s 
+ Fr V X âr(á). (6.40) 

Note que a estrutura de divergências surge de uma forma diferente neste caso, em 

relação ao processo e+e“ —> qq. Naquela ocasião, onde todos os cálculos foram 
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feitos no gauge de Landau, todos os pólos IR eram provenientes do vértice, dado 

qne as autoenergias não contribuiam. No caso do processo de Drell-Yan no gauge de 

Feynman, contudo, a autoenergia dos quarks contribuem com um pólo colinear extra, 

enquanto o vértice também possui um pólo colinear adicional mas de sinal oposto, de 

modo que na soma essas contribuições extras se cancelam mutuamente. Para uma 

discussão mais detalhada a respeito do surgimento de pólos IR no procedimento de 

renormalização de amplitudes divergentes no UV veja [50]. 

6.3 Radiação de Glúons Reais 

Para o cálculo completo das correções de ordem ao processo de Drell-Yan é 

preciso levar em conta, além das já mencionadas correções virtuais, as contribuições 

provenientes da emissão de glúons reais e de quarks não-massivos no estado final. A 

radiação de glúons reais é obtida pela adição de um glúon no estado final a partir 

da reação partônica em LO 

Q{Pa) + q{pb) e+(A:i) -h e"{k2) + g{p) . (6.41) 

Os diagramas de Feynman, a partir dos quais obtemos as amplitudes em ordem 

são os dados na figura (6.4) 

P 
Pa  «► 
 » f~b~o~o~o~o~d~^ 

+ 

Figura 6.4; Diagramas de Feynman para emissão de glúon real. 

Os 4-momentos envolvidos no processo obedecem às seguintes identidades, lem- 

brando que todas as partículas não possuem massa 

Pa+Pb = p + ki^k2 , 

k = k\ -\- k2 ■ 

Os invariantes de Mandelstam linearmente independentes, podem ser escolhidos da 

seguinte forma 

TTnnnnnrB^ 

s (p. + Pbf , (6.42) 
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i = {pa - pY , (6.43) 

u = [Pb-pf , (6.44) 

i\ = (Pa - ^1)^ , (6.45) 

h = {Pb - ^1)^ • (6.46) 

Além disso, existem cinco outros invariantes linearmente dependentes 

= {kl + k2)^ = s + i + ü , (6-47) 

•§12 = {p + kif = -k^ -Í1-Í2 , (6.48) 

S13 = (p + ^2)^ = s + £1 + Í2 ) (6.49) 

£ò3 = {Pb - ^2)^ = - £2 + £ , (6.50) 

*a3 = {Pa - k2f - -k'^ - Íi + Ú . (6.51) 

A cinemática do processo está ilustrada na figura (6.5) abaixo. A amplitude cor- 

respondente aos diagramas é dada por 

Mr f{p)+ f{p) 
{fl- 

u 
-r 

{Vg + A,7®) Ug{Pa) X if, , (6.52) 

onde, o quadrivetor é dado por (6.35). A partir dessa amplitude podemos cal- 

cular as contribuições do processo, em ordem Og, às secções de choque de 2 e 3 

corpos. Vamos primeiramente, calcular a contribuição para 02 no regime soft do 

glúon emitido. 

Figura 6.5: Cinemática do processo qq —> g. 
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6.3.1 Emissão de Glúon Soft 

No referencial do centro de massa do par qq, os 4-momentos Pa, Pb e p podem ser 

escritos como 

Pa 

Pb 

(1,0,0,1) , 

^(1.0,0,-1) 

p = £'g(l,sin0i cos02,sin^i sin02jCOS0i) 

de modo que os invariantes teu são dados por 

i = —Ep\/i(l — COS 0i) 

ú = — J5'p\/i(l + COS ^i) 

(6.53) 

(6.54) 

(6.55) 

(6.56) 

(6.57) 

Note agora que a amplitude de emissão de glúon real é divergente nos limites em que 

í, ú —> 0, ou seja, quando Eg 0, que corresponde à divergência soft, ou quando 

COS > ±1, que corresponde à divergências colineares. 

Para o cálculo do limite soft usaremos a chamada aproximação eikonal que con- 

siste na identificação 0 no numerador de (6.52). A expressão resultante pode 

ser ainda mais simplificada com o uso das equações de Dirac para os espinores u e 

V, de modo que a amplitude resultante na aproximação soft é dada por 

MZ 
-ipsT^ 

Vq{Pb)Yi^g + ^ql^)Uq{Pa)^H X 
2pa-t*{p) 2pb-t*[p) 

i u 

^Pb Pa 
L u t 

<(P) > (6.58) 

tío/í I2 t\,y 

= MZÍQQ ^ e+e-) X 

e cujo módulo quadrado, somado sobre polarizações e tomando médias é da forma 

t2 tt-. t2 4s 
\M sm 

R \soft = \Mrí ^ 9^Cf 
ut 

(6.59) 

O próximo passo, agora, consiste em calcular o espaço de fase de 3 partículas na 

aproximação de glúon soft. 

Espaço de Fase de 3 Partículas na Aproximação Soft 

O espaço de fase de 3 partículas é dado por 

d‘^-^p d^-'^k2 
X {27rY6‘^{Pa+Pb-p-ki-k2) . (6.60) 

{27rY-^2Ep {2ny-^2Ei {2ny-^2E2 

Aqui, a aproximação é realizada na função ú 

+ Pb - P - kl - h) ^ í‘‘(Po +Pb- kl- k2) , (6.61) 
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de modo que 

{2ttY-^2Ep 

A seção de choque diferencial é obtida através da expressão 

1 

(6.62) 

dà Soft 
. n l-A 4V(Pa • PbY 

^ 1“T7®”*|2 A 2er^ í d^ 'p 4s —d‘^^2\Mo r inasP ^Cp j (6.63) 
(27t)‘^ ^2EpV,i 

onde teu são dados por (6.43) e (6.44), respectivamente, enquanto o seu produto 

é da forma 

üi = sEp sin^ 01 . (6.64) 

Substituindo 

d^^-^p 1 

(27r)^-i2£;p 2(27t)‘^-i ^ ^ 

X sin^^“^ 9id9i sin‘^“‘* 02092 x • • • x d9d-2 (6.65) 

na equação (6.63), integrando sobre as variáveis angulares triviais, usando as identi- 

dades da função T do apêndice D, e, finalmente integrando sobre a energia do glúon 

na região soft 

x/á 
0 < £■„ < S. (6.66) 

obtemos 

/4Vy r(l -g) 2 
da,oft - da, Cp^^i^ . j _ 3^) ^2 ^ 

In(ás) 

p /47T/i2y r(l -£) 
== r(T3i7) 

— ln(5s) + 41n^(5s) 
íe^ 

(6.67) 

A integral sobre a região soft da energia do glúon é responsável por um pólo em e e 

pelos termos logarítmicos em após a expansão em e da integral 

^ dE ^ 
J, -2e2-2- 

Integrando sobre o espaço de fase de 2 partículas d^^^2 dada por (C.12), finalmente 

obtemos a seção de choque do subprocesso de emissão de glúon na aproximação soft 

- Q!s^ f4pp^Y r(l - e) 
. ) p(i_2e) -ln(ús) + 41n^(ús) 

l£^ 
xâ^Yis) . (6.68) 
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Somando as equações (6.40) e (6.68), vemos que os pólos quadráticos em e se can- 

celam 

O; c 
^virt 4" ^soft ^F r, 

ZTT 
— ^(3 -I- 41n(á5)) — 8 4- 7T^ -I- 41n^(55) 

e, como, já havíamos antecipado, os termos finitos dependem sensivelmente 

ofF Soft Sg. 

(6.69) 

do cut- 

6.3.2 Emissão de Glúon Colinear 

O elemento de matriz para esse processo é dado por (6.52), vamos, no entanto definir 

as quantidades 

q,e 

c V 

r(V,.e + A,,.7=) 

—igsT°' 

kl{z) 

(6.70) 

(6.71) 

de maneira que a amplitude toma a seguinte forma 

MT = CvVçiPb) ^(p)+ ^(p)í^-T^r'^ 
t u 

Uq{Pa) X if, . (6.72) 

Note que as divergências ocorrem quando: 

• O glúon é emitido na mesma direção e sentido do quark , ou seja, quando 

0i —> 0 de forma que 

i = —y/ÍEp{l — cos^i) 

ü = —•\/ÍEp(l -I- cos 6i) 

onde Ep > 

• O glúon é emitido na mesma direção e sentido do antiquark, ou seja, quando 

9i —> 7T de forma que 

i = —VãEp{l — cos^i) ——2y/êEp 

ú =—VêEp{l + cos9i) —> 0 

onde Ep > âg^. 

Seguindo o procedimento sugerido na ref. [51], vamos calcular o caso em que o glúon 

é emitido colinearmente ao quark , o caso do antiquark será exatamente igual. Em 

primeiro lugar decompomos a amplitude em duas partes 

> 0 

4 -2y/êEp , 

mt = mt + MT , (6.73) 
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onde 

MP = f{p)uMe, (6.74) 

A45“ = Cvv,M f{pC~/‘'^r'‘u,{p.)e, . (6.75) 

Quando i —> 0, os termos singulares em são |AdrP e = 

2M{MxM.u)- A aproximação a que chamamos Leading Pole Approximation (LPA) 

consiste em manter apenas esses termos em \M^\^ usando cinemática colinear. Para 

facilitar a álgebra, reescrevemos AAt e Ad^/ da seguinte forma 

MT = <(p) M , (6.76) 

onde M = Cví^Vq{pf,)T>^ e está definida em (6.35), e 

7Hr = í;WA7“t.,(p.) , (6.77) 

onde 

. (6.78) 
u 

No limite colinear, o 4-momento do glúon pode ser escrito como 

p = (1 - z)pa , (6.79) 

onde desprezamos as componentes tranversais do momento e z representa a quan- 

tidade de energia e momento longitudinal que o quark leva para a interação dura 

após emitir um glúon de momento (1 — z)pa- 

Usando essa aproximação e que 7^ = ~2(1 — e) ^a, temos 

=-2(1-e)|(l-z)Tr[^„AdtM] , (6.80) 

onde a soma sobre os spins da partículas já foi realizada. 

O traço Tr[^aA4^Ad] é dado por 

Tr[^aM^M] = , (6.81) 
Ky 

que corresponde exatamente ao traço envolvido na amplitude de Born. 

Para o termo de interferência obtemos 

2A4r^A4r = -yTr[^aMtA7-p„] . (6.82) 

Agora é preciso calcular o produto escalar M ■ Pa- Para isso vamos explorar a 

invariância de gauge da amplitude sabendo que 

PaAd^ == 0 (6.83) 
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onde 

logo 

M% = M^ + Mfr = u +AT“ 
t 

UqiPa) , (6.84) 

P ■ Mr = -^M. fl + P ■ M 

M 
AUqiPa) + 

Uq{Pa) 

‘^Pa -P 
M + p- Aí Uq{Pa) 

= [~M + (1 - Z)AÍ ■ Pa] ■ Uq{pa) = 0 , 

de onde obtemos 

Af -Pa = 
AA 

1 - z 

(6.85) 

(6.86) 

e que substituído em (6.82), nos dá para o termo de interferência o seguinte resultado 

2MT'MT= ‘ Tt[AA^*A^I . (6.87) 

Dessa forma, obtemos ao somar (6.80) e (6.82) 

2Pgg(z,e)|A4S’ 
1 

onde 

Pqq^Z^i^') — Cf 

\t\ 

1 + 
e(l - ^) 

(6.88) 

(6.89) 
.1 — z 

é uma das funções de splitting de Altarelli-Parisi em d — A — 2e dimensões. 

Quando o glúon sai colinear ao antiquark, substituimos \i\ por |ú| na expressão 

acima. 

6.4 Glúon no Estado Inicial 

Os diagramas de Feynman para o subprocesso 

9ÍPa) + q{Pb) q{p) + e~{ki) + e+(/c2) (6.90) 

são os ilustrados abaixo 

P 
Pa — 

Figura 6.6: Diagramas de Feynman para glúon inicial. 
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Para o caso g{pa) + q{Pb) —> q{p) + e~{ki) + e'^{k2), os diagramas de Feynman 

são os mesmos apenas trocando o sentido da linha fermiônica e todos os cálculos 

desenvolvidos a seguir são exatamente análogos. 

A amplitude correspondente aos diagramas de Feynman da figura (6.6) é dada 

por 

MT 
-ÍQsT’^ _ , . 

Vq\Pb) 
ky 

^{Pa)+ ^iPa)A±Alr^ 
t ' ' ^ s 

Como no caso anteriror, vamos desmembrar M^j 

Vq{p) X . (6.91) 

Mr = Mtr + M's > (6.92) 

onde 

Mt = ^a{Pa) M í^-^r^7“Ug(p) (6.93) 

Ms = ^aipa) ■N'°‘ Vq{p) ■ (6.94) 

Nesse processo, a divergência está associada ao limite i —> 0 quando o antiquark 

é espalhado colinearmente ao glúon inicial (que participa do processo duro) e ao 

limite ú —> 0 quando o quark é espalhado colinearmente ao glúon inicial. 

No caso em que o antiquark sai colinear ao glúon, usando a leading pole approx- 

imation temos 

\Mr\^ \Mr\loi = \MÍr\^ + 2R{MÍÍ,M^s) ■ (6-95) 

Seguindo exatamente os mesmos passos do caso da emissão de glúon colinear obte- 

mos, após soma sobre polarizações, spins e cores e tomando a média sobre os números 

quânticos das partículas iniciais, o resultado 

2M^M‘s = 

1 l(l-e) 
2(1 - e) 2 lí| 

2 1 2(1 - 

2(1-e) 2 -|í| 
Tm.? ; 

J (6.96) 

(6.97) 

nesse caso. Aí ■ Pa = M simplesmente. 

Somando essas duas contribuições obtemos o limite colinear da amplitude do 

processo 

WrL = . (6.98) 

onde 

Pqgi^^ + (1 - - £] (6-99) 
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é uma função de splitting de Altarelli-Parisi em d = 4 — 2e dimensões. 

Quando o quark sai colinear ao glúon, basta trocar |í| por |ú| na expressão acima. 

Tendo em mãos as amplitudes no limite colinear, é preciso agora obter o espaço 

de fase de 3 partículas nesse limite. 

Espaço de fase de 3 partículas na aproximação colinear 

Partindo da expressão (C.15) e usando a identidade 

1 = í dk^ f ———5‘^{k — kl — k2) (6.100) 
J J ‘^Ek 

é possível introduzir um sistema intermediário transformando em um produto 

de 2 espaços de fase de 2 partículas, um descrevendo a produção conjunta de um 

párton e um bóson vetorial {V = 7, Z) e outro correspondendo ao processo de 

decaimento V —>• léptons.* 

Dessa maneira é fácil mostrar que 

- pf - M^] d^^^2 , (6.101) 

onde k'^ = e p é o momento do párton no estado final. Inserindo (6.65) na 

equação (6.101) temos 

= ^^^dM^dEpE^-^dOd-iô{s + Í + Ú- M^)d^^2 ■ (6.102) 

Como as divergências colineares manifestam-se em t eúno limite em que se anulam, é 

coerente mudar as variáveis de integração para (|í|, |ã|), que são as variáveis contidas 

nas expressões das amplitudes. É mais simples efetuar essas mudanças a partir das 

variáveis {Ep, cosdi) dado que 

|í| = Ep'\/i(l — COS 0i) (6.103) 

|ã| = Ep\/i(l + cos^i) . (6.104) 

O espaço de fase que queremos transformar é dado por 

=dEpdCOS9i E^-^sin‘^-'^eidQd-2dM^5{s+i+ú-M^)d^^2 , (6.105) 

e o jacobiano da transformação, por sua vez, é dado por 

J 
\fê{ü + i) 2sE„ 

(6.106) 

*Ver apêndice C para maiores detalhes a respeito desse procedimento, o qual será amplamente 

utilizado na implementação numérica das seções de choque de 3 corpos. 
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Logo, integrando em dM^, e usando as equações (6.103) até (6.106) obtemos 

^ .o-í^didÍL f tü\ ^ 1T 
d^^3 = {2nf -j^dQ,d-3d‘^^2 , 

s \ s 
(6.107) 

onde já integramos sobre ddd-2 = d<j> no intervalo [0, 2-k]. 

A aproximação colinear consiste na introdução da variável z através das ex- 

pressões 

p = (1 - z)pa 

ü = -2pb ■ p = -(1 - z)s , 

antecipando t —> 0 

p = (1 - z)pb 

i = -2pa - p= -(1 - z)s , 

(6.108) 

(6.109) 

(6.110) 

(6.111) 

antecipando ú —> 0. 

A região onde p se torna colinear a Pa ou pb é definida por 

|í| < (6.112) 

|u| < 5cS , (6.113) 

sendo que ác <C 1. 

Para o caso em que i —> 0, temos, usando as equações (6.107) até (6.113), e já 

integrando nas variáveis angulares triviais [52] 

d''*2 . (6^114) 

A seção de choque diferencial colinear é dada então por 

dâcoi = ^d‘^^3^coi\M\l^i (6.115) 

"" 167r2r^l - e) ~ dâoizs) . (6.116) 

Note que o fator de fluxo que efetivamente está envolvido no termo dão é 

= 4^(zpa -pbY 

= 2z(2pa • Pb) = 2zs . 
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6.5 Seções de Choque Colineares 

Obter as seções de choque colineares se reduz, agora, a integrar as amplitudes coli- 

neares obtidas na subseção (6.3.2) e na seção (6.4) usando o espaço de fase colinear 

que acabamos de calcular. No entanto ainda é preciso deduzir os extremos de inte- 

gração da integral em z, pois na região colinear já sabemos que [0, ágá] é o intervalo 

em que |t|, |ã| variam. Veremos que a variação em z está intimamente ligada às 

variáveis do modelo a pártons. Vamos, portanto, relembrar algumas definições: 

Pa = XaPa , (6.117) 

Pb = XbPb , (6.118) 

onde Pa e Pb são os 4-momentos do próton e do antipróton ou vice-versa. 

Além disso introduzimos a variável adimensional 

(6.119) 

onde s = 2pa ■ Pb e S = 2Pa ■ Pb- Com isso deduzimos que r = XaXb- 

O valor mínimo de s é M^, pois essa é a energia mínima necessária para a 

produção do par leptônico logo, o valor mínimo de r é 

Vamos definir também a variável ^ do modelo a pártons 

2 = Ml - '^0 
S XaXb 

(6.120) 

(6.121) 

As variáveis Xa e Xb só podem assumir valores reais de 0 até 1, já que representam a 

fração de energia que um quark ou antiquark carrega do seu hádron de origem para 

a colisão elementar dura. Dessa forma, como < s < S, então obtemos para r 

os limites tq < r < 1, e, por outro lado, como ainda existe a igualdade r = XaXb, 

temos 

To < XaXb < 1 . (6.122) 

Apesar de Xa e Xb poderem, a princípio, assumir o valor 0, existe um limite inferior 

para o produto XaXb para que a reação ocorra. Dessa maneira, para um dado Xb 

fixo, temos para por exemplo, os limites 

^ <Xa<l . (6.123) 

Graficamente temos a seguinte situação 
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Figura 6.7: Região de integração no plano Xa <8> Xb- 

ou seja, To < Xfc < 1. 

A variação em z é obtida a partir da variação de Xa para um dado Xb fixo, de 

forma que obtemos 

— < ^ < 1 . (6.124) 
Xb 

Por último veja que, no regime colinear do processo qq —> por exemplo, 

temos 

(1 - z)pa 
Pa  ► 

Figura 6.8: Emissão de glúon colinear. 

Como há conservação de momento nos vértices, podemos escrever 

ZPa+Pb = k = kl + k2 

{zpa + Pb)^ - k^ = 

zs — —> z — , 
s 

ou seja, o z que usamos como parâmetro para definir a quantidade de momento que 

o quark ou o antiquark levam para a colisão dura após emitir um glúon colinear é o 

mesmo z definido no modelo a pártons! 

Visto que já subtraímos a região soft do espaço de fase, a variável z, na realidade, 

varia de acordo com 

— < z < 1 — ús . 
X 

(6.125) 
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Após integração na região colinear (6.112), obtemos, finalmente as seções de choque 

colineares 

âg^^{x) = J^ dzl^S{l-z) + ^ + \n(^^)Pg^{z) + A,q{z) \ 
X ' 

para os subprocessos de emissão de glúon, e 

I ' 
âo{zs) 

X âo(^s) 

(6.126) 

(6.127) 

para os subprocessos que contém glúon no estado inicial, e onde Qp define a escala 

onde será efetuada a fatorização das divergências colineares, antecipando a discussão 

da seção (6.6). Lembrando que os pártons do estado inicial carregavam uma fração 

X do momento do seu hádron de origem. 

As funções finitas A são da forma 

Aqq — In^ ^ Pqq{^) ) (6.128) 

\,(z) = In(i^í.^)p„(z)-/>;w . (6.129) 

onde as funções Pqq{z) e P^i^) são definidas por 

Pqq{z,e) = Pqq{z) + ePqq{z) , (6.130) 

Pqg{z,e) = Pqg{z) + ePqg{z) . (6.131) 

Nas expressões acima x assume, hora o valor Xa, hora o valor x^- 

Veja que em àg^g a integral sobre a função de splitting tem seu limite supe- 

rior indo até 1, pois esses processos não apresentam divergências soft. A presença 

da função Ú(1 — z) sob o sinal da integral de âg^q{x) é inócua, dado que sua con- 

tribuição é identicamente nula, no entanto, veremos que sua introdução nos auxiliará 

no procedimento de fatorização de massa que realizamos a seguir. 

6.6 Fatorização de Massa 

Em termos de (5.112), as seções de choque colineares são escritas como 

’q-^9 

- h 

- í. 

la c 
1 

dz 
Oíc 

27r-^‘^ 
X âr(^á) 

dz 
OÍb 

xòrizs), 

(6.132) 

(6.133) 

onde Agg e A,,, dadas por (6.128) e (6.129), respectivamente, representam as funções 

de (5.112). 
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A seção de choque colinear hadrônica total é dada pela convolução das PDFs e 

seções de choque partônicas colineares 

^col / dXadXb {qo{Xa)àq^q{Xa)qo{Xb) + qo{Xa)àq^g{Xa)qo{Xb) 
Q 

+qo{xb)àg-^g{xb)qo{Xa) + qo{xb)âg^g{xb)qo{Xa)} 

+ Y dXadXb {[go(a;a) + qo{Xa)]g{Xb)âg^g{Xb) 

+ [qo{Xb) + qQÍXb)]g{Xa)àg^g{Xa)} . (6.134) 

Vamos elucidar o procedimento de fatorização de massa tomando um exemplo es- 

pecífico. Considere a seção de choque hadrônica cr, definida por 

a, = I dXadxb[qo{ Xajdg-jyg {Xa)qo{Xb) + go{Xa)àg^g{Xa)qo{Xb)] 

= j dXbqo{Xb)J dXa[qo{Xa)àgg{Xa) + go{Xa)àgg{Xa)] . (6.135) 

Agora substituímos âg^g{xa) e âg-yg(xa) por suas expressões dadas por (6.126) e 

(6.127), respectivamente, de forma que 

cr„ = J dXbqo{Xb)J dXa qo{Xa) dz {z,Qjr,e) + ^Agg{i 
Xa 

+ 9o{Xa) ^ dz(rÍl^{z,Ql,e)p^Agg{z 
Xa 

X arizê) . (6.136) 

Antes de mais nada, precisamos reescrever a integral em r^^{z,Q‘p,e) cujo limite 

superior vale 1 — a partir da identidade 

dzF{z) = dzF{z) - j dzF{z) , 

de modo a combinar os termos das seções de choque elementares e os termos prove- 

nientes das PDFs. Em seguida é preciso mostrar que as seguintes integrais duplas 

são equivalentes: 

/ dxf{x) í dzP{z) , 
Jto J 

(6.137) 

proveniente das seções de choque elementares - o limite superior é 1 — 5g para os 

termos de emissão de glúon, e 

í dx í —f{y)P{x/y) , 
J To Jx y 

(6.138) 

proveniente das PDFs. Isso é realizado simplesmente escrevendo essa segunda inte- 

gral na forma 

f dx f dxi í dx2 f{xi)P{x2)õ{x — X1X2) ■ 
Jto Jo jo 

(6.139) 
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A função ô{x — X1X2) força os extremos de integração a adquirirem a mesma forma 

daqueles da integral (6.137). Depois, basta integrar em x para mostrar a equivalência. 

0 mesmo pode ser mostrado quando o extremo superior é 1 — 5^. 

Com isso, CTg assume a seguinte forma 

(Tn = J dXbqo{xb)j^ ~[9o(y)rJJ^(2:,Q|,£)+í?o(2/)rJJ^(^,QF.^)] 

^ £[/ ^qo{y)\g{z) +1 ^go{y)\g{z) LJxa y JXa y 

- í dz qo{xa)T^/{z,Ql,e)\ X â^ç/^{zs) . (6.140) 
J1—S3 ) 

Note, agora, que a primeira linha de (6.140) contém precisamente a expressão da 

densidade de quarks “renormalizada” q{x, Q^) dada por (5.118), a menos de termos 

finitos! Basta, portanto redefinirmos a primeira linha de (6.140) de maneira a ab- 

sorver a divergência colinear, contida nas funções rj^, em q{x,Q'p). Isso, contudo, 

pode ser feito de uma forma arbitrária, de modo que podemos escolher quais termos 

finitos serão absorvidos junto com a divergência na escala de fatorização Qp como 

discutimos na seção (5.4). 

Após a fatorização de massa a, tem a seguinte forma 

//*^ r cx dx! 
dxbqoixb) dXa\q{Xa,Q%) +-^ / —q{y,Q%)Agg{z) 

Jto t Z7T Uxa y 

+ / —g{y,QD^qg{z)-XFcí —[q{y,QV)Fg{z) + g{y,Q],)Fg{z)] 
Jxa y JXa y 

- [ dzT^/{z,Ql,e) ■ q{xa,Qp)] X ô^Q^^izs) . 
Jl—S, ) 

(6.141) 

Usando novamente a identidade 
rl-<5, 

dzF{z) = dzF{z) - j dzF{z) 
Xa xa ^ 

para reescrever a integral 

Afc / — q{y,QF)Fg{z) 
Jxa y 

e substituindo a forma explícita de (z, Qfj £^) em (6.141) acima, obtemos, final- 

mente 

— ^HC + <Xsc ) (6.142) 

onde 

a HC = ^ J dXbq{xb,Ql) dxa [ j ^q{y,QF)Pgq{z) 

+ / ^9{y,QF)Fqg{z) 
Xn. U 

X dl^{zs) 

(6.143) 
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a SC 

+ Afc • Fqq{z) X âo”‘(2S) 

, (6.144) 

onde contribui à seção de choque hard-colinear que será apresentada na próxima, 

e a‘sQ contribui para a seção de choque soft-colinear que será calculada logo em 

seguida. 

6.6.1 Termo Hard-Colinear 

Após a fatorização de massa, as partes finitas provenientes da soma de todas as 

seções de choque que contribuem para (6.134) são absorvidas na seção de choque 

Hard-Colinear dada por 

— / dxndxh X 
27t Y 

\q{Xa,Q]^) í — q{ — ,Ql)Pqg^q{z) -\-q{Xa,Ql) Í ~ g{ —, Ql)Pgq^g{z) + 
l Jxi, Z Z Jxb Z Z 

fjy T — /*1 fjy 'V 
q{xb,QF) — q{—,QF)Pqg^q{z:)+ q{xb,Q%) I — g{—,Ql)Pqq^g{z) 

Jxa Z Z J Xa Z Z 

+a -H- X âo"^(2s) , (6.145) 

(^HC = 

onde 

P„(^) = 

P„(z) = P„(^)|n(Y-*c^)-C;pW-AFcí’,íW 

sendo que 

Pqq{z) 97 

o> 
97 

c. 
1 + 2^ 

1 — 2 

Pqqi^) = -^^^(1 - Z) , 
v2 ^fl+2^,/'l — 2\ 3 1 „ 

fiW = “2131 + 3 + 2^1 , 

Pqg{z) = Fr[z^ + (1 - zf] , 

P'qg{z) = Tr[z^ + (1 - zf - 1] , 

Fg{z) = Tf|[2^ + (1 - 2)^]ln^^^^^ + 82(1 - 2) - l| . 

(6.146) 

(6.147) 

(6.148) 

(6.149) 

(6.150) 

(6.151) 

(6.152) 

(6.153) 

Essas expressões mostram o caráter universal das correções em NLO de QCD no 

contexto do método de cálculo utilizado e concorda com os resultados das refs. 

[31, 34, 35]. A seguir tratamos do termo soft-colinear. 
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6.6.2 Termo Soft-Colinear 

Pelo cálculo das seções de choque colineares a, fomos capazes, através do procedi- 

mento de fatorização, de eliminar as divergências colineares da seção de choque total 

hadrônica. 

Contudo, desse procedimento restou um termo que contém o limite z —> 1, 

correspondente à superposição das região soft e colinear do espaço de fase. Vamos 

denominar essa contribuição à seção de choque de asc e verificar que a divergência 

colinear remanescente se cancela com o pólo remanescente na expressão de âyirt + 

^soft, equação (6.69). 

O ponto de partida para o cálculo de asc é soma de todas as contribuições a^^ 

<^sc 

onde a função de splitting, nesse caso, pode ser escrita como 

(6.155) 

Para 1 podemos aproximar (6.154) por 

(6.156) 

onde fizemos z = 1 em todos os lugares onde era possível. 

Usando a seguinte definição equivalente das funções “-I-” 

[F{x)]+ = lirri[F(x)0(l - x - /3) - 5{1 - x - /3) í F{y)dy] , 
p-*0 Jo 

(6.157) 

podemos mostrar as identidades 

(6.158) 

(6.159) 

que nos permitem calcular as integrais envolvidas na expressão (6.156), desde que 

g{z) seja uma função bem comportada no limite z —>■ 1. O resultado final, integrado 
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nas frações de momento e é dado por 

(^sc = / dxadxb[q{xa, Q'^)q{xb, + a o 6] x âo^^Cs) x (6.160) 
Q 

Oís 
CpNei^^p^ |-(3 + 41n(^s)) + 9 

27r2 
H—^3 ln(5s) — 2 In^(ás) 

Todos os termos dependentes de potências do cut-off soft 5s foram desprezados no 

cômputo desse resultado. 

6.7 Contribuição de 2 Corpos à Seção de Choque Hadrônica 

Tendo já calculado todos os termos que contribuem à seção de choque de 2 corpos, 

temos, finalmente 

0"2 — + CT//C + (^virt + <7ío/f + <^SC i 

cuja expressão completa é dada por 

CT2 = ?/ dXadxb[q{xa,Q]C)q{xb.,Qy) + a 6] x âo(s) x 

ÕTT^ 
-1-1-14- 

+ ^ ü / dXadxb X âo{zs) X 27T g J 

Ux.,Ql){ - ii-,Q%)P„iz) + /‘ ^ gC.Ql)P„(^ 
K \Jxi, Z Z Jxb Z Z 

+?(!»,Qp(- ?(-,QpP„W + r - s(-,Ql)P,çU 
\JXa Z Z JXa Z Z 

-Fa^òj . (6.162) 

Como esperávamos, o pólo remanescente na soma âso/í + d„jrí cancelou-se com o pólo 

da contribuição soft-colinear deixando o resultado livre de quaisquer divergências. 

Contudo, as partes finitas são sensivelmente dependentes dos cut-offs 5s e ôc- Essa 

expressão concorda com a da referência [31], onde correções em NLO de QCD são 

calculadas à produção hadrônica de pelo mesmo método que estamos utilizando. 

Tendo em mãos todas as contribuições à seção de choque de 2 de corpos que contém 

pólos IR, a estrutura de divegências pode ser resumida pela tabela (6.1) abaixo 

(6.161) 

{ 
(3 + 41n(Í5)) In^^^ -I-1 + ^ -|- 3 ln(á5) -l- 2 ln^(5s) 

} 

AE 
ssm 
vert 

JSoft 

dsc 

Gauge de Feynman {rj = 0) 

^ - f In 

^(3 -I- 41nás) 

Gauge de Landau (77 = —1) 

0 

4 — - In ái e ^ 
4(3 -h 41nás) 
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Tabela 6.1: Estrutura de divergências IR no processo de Drell-Yan pp —>■ X 

em NLO de QCD. 

As contribuições S^ert, ^Soft e 5sc, correspondem aos pólos originados pelas 

amplitudes virtuais das autoenergias dos quarks, correção virtual do vértice (7, Z) qq, 

emissão de glúon soft e termo soft-colinear, respectivamente. A soma de todas as 

contribuições, dada por 

A*™ = -1- Ôyert + ^Soft + ^SC (6.163) 

é nula, como podemos ver pela tabela (6.1), em ambos os gauges. 

6.8 Seção de Choque de 3 Corpos 

Nessa seção, apresentamos a contribuição à seção de choque total que provém dos 

subprocessos qq —>■ ge^e~ e q{q)g —> q{q)e^e~ na região HC do espaço de fase, 

definida por 

^/á 
às-;^ < Eg < Eg^rnax , (6.164) 

^ |^|j |fi| ^ (6.165) 

onde Eg é energia do glúon no processo de emissão de glúon. Essas contribuições 

são calculadas em 4 dimensões espaço-temporais, e já não contém divergências a 

serem reguladas. As amplitudes foram calculadas com o auxílio do pacote FeynCalc 

e, concordam com os resultados da referência [53]. 

6.8.1 Glúons Iniciais 

O elemento de matriz para esse processo é dado pela expressão (6.91). O quadrado 

de A4(/, após somas e médias dos números quânticos relevantes é dado por 

sm   Stt 

V 
-a. 

i — 2{ii -f- _j_ 2(fi + Í2) 

+ — [(^1 + ^2 + EÍ\- hk"^] 
st 

dgdq 

+ 
2(i\ -(- A:^) — i ^ s 2(ii -(- £2) 2(2íj T £2 T k^^k‘^~' 

t st 
heh 

(6.166) 

4- 

6.8.2 Emissão de Glúon 

O elemento de matriz é o da expressão (6.52), de modo que 

\M srn 
R \ 

647T í r 
-a. 

s — 2£i — k^ £^ -|- £^ -|- s{i\ -f £2 T A:^) 

iú 
(6.167) 
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-|-[í “U, ii Í2] d^dq “h 
S + 2Í2 + i\ — Í2 r- ^ . 
 ::  “I”  —  — \t U, t\ Í2J h^hq 

Os invariantes cinemáticos são dados nas equações (6.42) até (6.46) e as constantes 

de,dq,he,hq são as definidas na seção (6.1). 

A amplitude completa é obtida simplesmente somando sobre as contribuições do 

fóton, do Z e do termo de interferência como fizemos com a amplitude de Born na 

seção (6.1). 

No apêndice C mostramos o espaço de fase de 3 partículas que usamos na im- 

plementação numérica dos resultados. 



Capítulo 7 

Introdução de Leptoquarks Escalares 

7.1 Extensões do Modelo Padrão com Acoplamentos Quark- 

Lépton 

7.1.1 Motivação de Estudo 

Como sabemos, o modelo padrão das interações fortes (QCD) e eletrofracas (modelo 

Glashow-Salam-Weinberg), é uma teoria quântica de campos invariante sob trans- 

formações do grupo de gauge SU{3)c ® SU{2)l 0 U{1)y cuja simetria do setor 

eletrofraco é espontaneamente quebrada abaixo de uma determinada escala de en- 

ergia, sendo, portanto, renormalizável. 

Correções radiativas envolvendo loops, no entanto, podem violar leis de con- 

servação clássicas, derivadas à partir da invariância de gauge via teorema de Noether. 

A esse fenômeno dá-se o nome de anomalia. Suas consequências são desatrosas, in- 

validando a renormalizabilidade da teoria, ao quebar as identidades de Ward. O 

cancelamento de anomalias é, nesse contexto, um ingrediente fundamental para o 

sucesso do programa de renormalização do modelo padrão. 

Uma teoria é livre de anomalias se 

onde são os geradores na representação de mão direita (-f) e mão esquerda (—) 

dos campos de matéria. 

Em uma teoria do tipo V — A, como o SM, as únicas anomalias possíveis vêm de 

loops triangulares do tipo VVA, ou seja, de loops com dois vértices vetoriais e um 

vértice axial, como ocorre no decaimento pseudoescalar 77 ilustrado na figura 

(7.1) 

onde é dado pelo seguinte traço de geradores 

Ff" = Tr[{T“,T^}T^] , (7.2) 

103 
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abaixo, onde o vértice em forma de cruz denota a corrente axial 

— (Í7^7^d) . 

Figura 7.1: Loops triangulares de quarks que geram anomalias. 

Nesse caso existem duas possibilidades 

[SU{2)® SU{2)]®U{1) : Tr[{r“,r^}y] = Tr[{r“,r'’}]Tr[F] oc ^ Y 

dubletos 

í/(l) (8) [/(l) ® t/(l) : Tr[y^]oc 

férmions 

Para os léptons, os valores das hipercargas Y são —1 para os de mão esquerda e —2 

para os de mão direita, enquanto que para os quarks up e down valem 1 /3 para os de 

mão esquerda, e 4/3 para o up e —2/3 para o down de mão direita, respectivamente. 

Assim sendo, temos para [5'Í7(2) 0 SU{2)] 0 Í7(l) 

- E r = 
dubletos 

-1 + 3 

enquanto que para o caso de í/(l) 0 C/(l) 0 t/(l), temos 

férmions 

onde as 3 cores dos quarks já foram levadas em conta. Isso mostra que o modelo 

padrão é livre de anomalias se os férmions aparecem em multipletos completos, de 

acordo com a estrutura geral* 

Neutrinos sem massa. 
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que deve se repetir, sempre respeitando a mesma estrutura 

A descoberta do léptoii r em 1975, e do quinto sabor de quark, o bottom b, dois anos 

mais tarde, evidenciou a existência de uma terceira família 

A existência de gerações completas de férmions é absolutamente essencial para o 

cancelamento de anomalias. Isso foi um argumento teórico importante em favor da 

existência do quark top antes mesmo de sua descoberta em 1995 no Fermilab. 

Por outro lado, essa aparente simetria entre famílias de quarks e léptons con- 

tinua sendo um mistério, o que tem motivado a construção de modelos além do 

SM, visando relacionar aquelas partículas em um nível mais fundamental. Como 

resultado, muitos destes modelos naturalmente contém partículas que se acoplam 

diretamente a pares quark-lépton. 

Vários têm sido os modelos propostos que relacionam quarks e léptons de maneira 

mais fundamental, entre eles: os modelos de grande unificação baseados em grupos 

de gauge mais amplos como o SU{5) [54], o SU{A) do modelo de Pati-Salam [55], 

modelos de technicolor [56], modelos onde léptons e quarks possuem uma substru- 

tura [57] e modelos inspirados em superstrings [58]. A extensão supersimétrica 

do modelo padrão com a chamada violação de paridade-R, também dá origem a 

acoplamentos com pares quark-lépton -|- partícula supersimétrica, e que pode ter 

sinais experimentais parecidos com o de um leptoquark. 

Em todos aqueles modelos, novos campos são introduzidos e têm a propriedade 

de mediar transições quark-lépton: são os leptoquarks. Podem ter spin 0 (escalares) 

ou 1 (vetoriais). 

A maioria dos modelos, contudo, têm sido fortemente vinculados em relação ao 

que vem sendo estabelecido nos laboratórios e que tem corroborado cada vez mais o 

modelo padrão gerando vínculos bastante restringentes à existência de leptoquarks. 

Em 1997, as colaborações H1 e ZEUS comunicaram ter encontrado um excesso 

de eventos para grandes valores de em seus dados das seções de choque do pro- 

cesso de espalhamento inelástico profundo (DIS) e~^p [59], em relação ao número 

previsto pelo modelo padrão. Tal excesso, se confirmado, seria um claro sinal 

de um nível de composição de quarks ou léptons se os dados não apresentassem 

uma estrutura cinemática específica, ou de uma ressonância, caso contrário. Nesse 

último caso poderiam ser interpretados como a produção de um leptoquark de massa 
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aproximadamente igual a 200 GeV. Contudo, devido à baixíssima estatística, não 

foi possível confirmar tal excesso de eventos, e posteriormente, constatou-se que o 

excesso era apenas uma flutuação estatística. 

Apesar do DIS poder revelar ressonâncias no canal s da interação, existem outros 

processos que podem igualmente revelar a existência dessas partículas. Várias outras 

colaborações têm procurado por sinais de produção de leptoquarks em aceleradores 

de altas energias. Os processos estudados são do tipo 

Os processos (7.3)-(7.4) e (7.5) são canais de produção dupla e simples no Teva- 

tron respectivamente e, futuramente, no LHC, enquanto (7.6) é um dos canais de 

produção no LEP e, futuramente, no NLC. Os dados combinados das experiências 

colocam um limite inferior para a massa de leptoquarks escalares de 1- geração 

maior do que 237 GeV [60]. 

Contudo, análises indiretas são possíveis, como por exemplo, a partir da in- 

fluência de leptoquarks sobre os parâmetros oblíquos eletrofracos [61], violação de 

paridade atômica [62] e efeitos virtuais de leptoquarks nos canais de espalhamento 

t e u em processos como pp,pp ii-\- X e e+e“ —>■ hádrons [63]. 

Nesse projeto, em especial, investigamos os efeitos virtuais de leptoquarks es- 

calares que se acoplam a pares férmion-antiférmion da primeira geração no processo 

de Drell-Yan no Tevatron 

incluindo correções de QCD em ordem ag. A seguir apresentamos um modelo efetivo 

para interações de leptoquarks. 

7.1.2 Lagrangiana de Interação de Leptoquarks 

Se leptoquarks realmente existem, devem estar inseridos em um modelo efetivo que 

respeita as simetrias e predições do modelo padrão até o presente momento. Dessa 

forma é preferível que: 

• Leptoquarks não se acoplem a pares de quarks e léptons para evitar violação 

de número bariônico (B) e leptônico (L), caso contrário, suas massas deveriam 

ser muito grandes. Em modelos de grande unificação, SU{5) por exemplo, tais 

processos são permitidos, ocasionando o decaimento do próton. No SU{5) 

e"*" -f e —y S S , 

Q d- q —y S d- S , 

g d- g —> S d- S , 

q d- g £ d- S , 

(7.3) 

(7.4) 

(7.5) 

(7.6) 

pp —>■ e e~^ d- X , 



Capítulo 7. Introdução de Leptoquarks Escalares 107 

existem 12 tipos diferentes de leptoquarks, que denomimanos bósons X e Y. 

A lagraugiana de interação que envolve X eY e a primeira geração de quarks 

e léptons é dada por 

^x,Y = i^XllsijkulLYujL + diL^y^el] 

+ + diRj^p% - üiL^^^el] (7.7) 

e dessa forma, os seguintes processo são possíveis 

X ^ uu {B = 2/3) 

—>■ de^ {B = —1/3) e 

Y ^ ud {B = 2/3) 

—> üe'^ {B — —1/3) . 

O que leva ao decaimento do próton através da reação p com uma 

razão de decaimento dada por 

T{p —>• e"^7T°) ~ (7.8) 

levando a uma estimativa para o tempo de vida médio do próton de aproxi- 

madamente 

(7.9) 

O que nos levaria a concluir que as massas dos leptoquarks X e Y estariam 

próximas à escala de Planck levando-se em conta os atuais limites sobre a vida 

média do próton! 

• Leptoquarks acoplem-se a uma única geração de quarks e léptons. Caso 

contrário podem dar a origem a processos de corrente neutra com mudança de 

sabor, que são processos altamente suprimidos no modelo padrão. 

• Leptoquarks possuam acoplamentos quirais, ou seja, não se acoplem simul- 

taneamente a férmions de mão direita e de mão esquerda para evitar os 

fortes vínculos provenientes das experiências de decaimento de mésons pseu- 

doescalares como píons. 

Devem posuir acoplamentos de gauge invariantes sob o grupo SU{3)c<^SU(2) 

Í7(l)v' pois espera-se que suas massas sejam maiores do que a escala de quebra 

espontânea da simetria eletrofraca. 
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Buchmüller et.al. [64] postularam uma lagrangiana efetiva de interações de lep- 

toquarks escalares e vetoriais com as partículas do modelo padrão, que levam em 

conta os itens apresentados acima. O setor escalar de tal Lagrangiana é dado por 

Ceff = Cp=2 + Cp=o + h.c. (7-10) 

Cf=2 = 9il SiL + SiR 

ã-giRd^^ReRSi + g3LQL'^'’~2'T ■ S3 (7.11) 

Cf=0 = h2L R2L + h2R Ql Cfi i?2fí 

+h.2L RI dR ít2 Íl , (7-12) 

onde F — 3B -f L é o número fermiônico dos leptoquarks. Sir(^l) e Si são single- 

tos, i?2fí(L) e R2 dubletos e S3 tripleto do grupo SU{2)l- Os campos £l e ql são 

dubletos de léptons e quarks, enquanto cr, ur e dR são singletos de SU{2)] h e g 

são acoplamentos de Yukawa. Podemos ver das interações acima, que os principais 

modos de decaimento de leptoquarks são em pares e/ou u^q'. O setor vetorial 

não é renormalizável e possui vínculos experimentais muito mais fortes. 

Leptoquarks de número fermiônico F = 2 acoplam-se a pares £q, enquanto os 

de F = 0, os quais estamos interessados em estudar, têm acoplamentos êq. O 

acoplamento de gauge dos leptoquarks escalares com os bósons de gauge eletrofracos 

podem ser encontrados em [61], por exemplo; o acoplamento com glúons é dado pela 

QCD escalar. 

A lagrangiana efetiva que utilizamos para descrever a propagação e a interação 

dos leptoquarks, a partir da qual obtivemos as regras de Feynman do apêndice A, é 

dada por 

^9 

Yukawa 

— “I” ^Yukawa 

= D^(f)o{D>"(t>o)* - ml 4>o(j)o 

= ^0 9o(o + + Ao ^0(0 — ã7^)go0o > 

(7.13) 

(7.14) 

(7.15) 

onde = d/j, — ig'^T°‘A^Q é derivada covariante que introduz o acoplamento de gauge 

glúon-leptoquark. Os campos 0o escalar, Ço e Íq espinoriais e A“g vetorial descrevem 

o leptoquark S, o quark de sabor q e o elétronl, e o glúon, respectivamente. O subs- 

crito 0 indica que esses são os “campos nus” não renormalizados. Essa lagrangiana 

tem a mesma forma de (7.12), e pode reproduzi-la ao especificarmos os campos 

escalares 0 e as constantes X, a e b. A renormalização de (7.15) é feita através das 

seguintes redefinições 

00 (7.16) 

^Ou o pósitron dependendo do tipo de leptoquark. 
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4“ 

Qo = 

^0 — 

i 7 Aa 

Zq qn 

Zl Ír . 

(7.17) 

(7.18) 

(7.19) 

As contantes de renormalização, por outro lado, podem ser escritas em função de 

contratermos 

(7.20) 

= Z,g«=gf + 6g (7.21) 

= m\ + òrrZ' (7.22) 

Z^ZqZi Aq = Z;^Ao = Xr + ÍA . (7.23) 

A lagrangiana dos campos renormalizados e dos contratermos agora pode ser obtida 

pela substituição dessas definições na lagrangiana de campos não renormalizados 

original, o que nos dá 

= d^(pRd^(p*ji - m\ (j)R(j)*ji 

+ d^(j>Rd^(f)*fi - 6m^ <Pr<P*r H  (7.24) 

jO-Yukawa = Xr Çfí(a + h^^)ÍR(j)R + C.C. 

+ 5A Çfi(a + ln^)ÍR(f)R + C.C. , (7-25) 

onde as reticiências indicam termos que contém os vértices tríplice SSg e o vértice 

quártico SSgg que não precisam ser renormalizados em ordem considerando o 

processo de Drell-Yan. 

A partir destas lagrangianas são obtidas as regras de Feynman que contém lep- 

toquarks escalares e os respectivos contratermos, e que são dadas no Apêndice A. 
/ 

E possível mostrar que a contribuição dos leptoquarks à função j3 da QCD, que 

calculamos na seção (2.4.2), é dada por 

= <0. (7.26) 

A liberdade assintótica da QCD é portanto mantida após a introdução dos graus de 

liberdade escalares. Na próxima seção iniciamos os cálculos das amplitudes virtuais 

com a inclusão de leptoquarks. 

7.2 Efeitos Virtuais de Leptoquarks Escalares no Processo 

Drell-Yan ao Nível de Arvore 

O elemento de matriz de ordem zero incluindo a troca de um leptoquark no canal t 

da reação é obtido a partir dos seguintes diagramas de Feynman 
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Figura 7.2: Contribuição de leptoquarks escalares ao processo qq —>■ e+e . 

Utilizando as regras de Feynman do apêndice A e adotando as mesmas con- 

venções do capítulo 6, obtemos 

■^0^ = ^ ^e{kl)'y^{Ve + Ae-f^)Ve{k2) Vq{Pb)'y(j.{Vq +Ag'y^)Ug{pa) (7.27) Ky 

TWÍf = ^J Üe{ki)'y+Ug{pa) Vq{Pb)l-Ve{k2) , (7.28) 
t — 

onde as matrizes 7± contidas nos acoplamentos de Yukawa são dadas por 

e m é a massa do leptoquark escalar S. 

O quadrado da amplitude total é dado por 

\M^\^ + , (7.29) 

onde o cálculo dos traços foi realizado em d = 4 — 2e dimensões com o auxílio do 

FeynCalc e o resultado vem a seguir 

l>ío 
sra\2 13 8 

4 9|A:2| 
{(â^ + P)dedg — {vr — P)hehq + e[ — S^dedq 

-I- 3{Ü^ — P)hehq] — 2s^(Ú^ — P)hehq} (7.30) 

2SR(7Mr'M') = x4í(í + £Í)[(V;V',-2l.2l,)(a" + 6") 

(7.31) 

(7.32) ^9|2 _ 

+ {VeAq - AeVq)2ab] 

13 

4 9 (í — m^)^ 
x4{a^ + byt^ . 

As constantes de acoplamento estão definidas no apêndice A, assim como ky. A 

seção de choque total partônica ao nível de árvore é denotada por A seguir 

apresentamos as correções em NLO de QCD aos processos citados acima. 
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7.3 Correções Virtuais em Ordem 

As correções virtuais de ordem incluem, além daquelas amplitudes já calculadas 

no setor do modelo padrão, as amplitudes correspondentes à autoenergia do lepto- 

quark escalar, à correção do vértice de Yukawa Slq e à caixa mostradas na figura 

abaixo. Os esquemas e convenções são os mesmos utilizados no capítulo 6. 

Figura 7.3: Amplitudes virtuais ao nível de 1-loop. 

A seguir passamos ao cálculo das amplitudes virtuais contendo leptoquarks es- 

calares. As amplitudes que só contém partículas do modelo padrão podem ser en- 

contradas no capítulo 6. 
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7.3.1 Autoenergia do Leptoquark 

A correção de 1-loop à autoenergia do leptoquark escalar é obtida pela soma dos 

diagramas de Feynman da figura (7.4). 

Figura 7.4: Autoenergia do leptoquark ao nível de 1-loop. 

Usando as regras de Feynman do Apêndice A temos a amplitude da autoenergia 

(2p -f- qf 

Q^[{P + qY ~ 
+ + ip^5(j) — iôm^ , (7.33) 

onde 50 e 5rn? são os contratermos da função de onda e de massa, respectivamente. 

Além disso definimos 

D^q = 
(27t)‘^ 

o segundo termo entre parênteses de (7.33) não contribui para a autoenergia, dado 

que em regularização dimensional pode-se demonstrar que 

J D‘^q {q^) " = 0 , n inteiro positivo (7.34) 

quando não é feita distinção entre pólos IR e UV [11], o que elimina a contribuição 

do diagrama do tipo tadpole. 

As integrais foram calculadas com o auxílio do pacote FeynCalc fornecendo o 

seguinte resultado 

—iT,s{p) =—g^CF[—Ao{rn^) + 2{p‘^ + rn^)Bo{p‘^,0,m^)] + ip'^õ4) — i5m^ . (7.35) 

As integrais escalares de Passarino-Veltman envolvidas nos cálculos estão no apêndice 

E. A expressão (7.35) concorda com a de Kunszt e Stirling [65]. 

Condições de Renormalização 

Vamos aqui seguir o esquema proposto por Nason et.al. na ref. [66]. Nesse es- 

quema as partículas pesadas se desacoplam a baixas energias e os pártons leves con- 

tinuam a obedecer as mesmas equações do grupo de renormalização que obedeciam 

na ausência das partículas pesadas [67]. As seguintes condições de renormalização 
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são usadas para a função de Green de 2-pontos de uma partícula pesada de massa 

m: 

1. Renormalização da Função de onda do Leptoquark 

A condição 

implica que a massa m é a massa no propagador renormalizado. Sendo a função de 

Green de 2-pontos dada por 

após o cálculo dos contratermos com as condições acima, obtemos a autoenergia 

renorrnalizada do leptoquark 

Note que a diferença entre as Bq garante o cancelamento da divergência UV. A 

derivada de Bo{p‘^,0,rn^) no ponto = 0 é finita em 4 dimensões, o que faz de 

uma função livre de divergências UV e IR. 

A contribuição das autoenergias pode agora ser facilmente obtida simplesmente 

inserindo suas expressões nas regras de Feynman das amplitudes totais dos diagra- 

mas de Feynman da figura (7.3). As correções de autoenergia das partículas externas 

(quarks não-massivos) são multiplicadas pelo fator 1/2 de modo a levar em conta 

de maneira apropriada a transição das funções de Green para a matriz-S. 

Dessa forma obtemos os seguintes resultados^ 

(7.36) 

fixa a renormalização da função de onda do leptoquark. 

2. Renormalização da Massa do Leptoquark 

Nesse caso, a condição de renormalização 

(7.37) 

m) = + Es(p) , (7.38) 

(7.39) 

(7.40) 

Rembrando = (47r)^r(l -|- e). 
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2ÍR{M‘fM‘í) 

2ít{Mr'MÍ) 

+ F!'J x2ít(Mr'MÍ^) 

= Q + í’» ') X 2S(A(r'M’) 

(7.41) 

(7.42) 

(7.43) 

onde e representam as partes finitas das autoenergias. Apesar da autoenergia 

renormalizada do leptoquark ser finita em 4 dimensões, A4[fg, definada na figura 

(7.3), possui um pólo IR proveniente da soma das amplitudes que contém a correção 

de autoenergia do quark. 

7.3.2 Correção do Vértice leptoquark-quark-lépton 

A correção de QCD, ao nível de 1-loop, do vértice leptoquark-quark-lépton é obtida 

a partir do seguinte diagrama de Feynman 

r+(Pa,^l) = 
Pa 

+ contratermo 

Figura 7.5: Correção do vértice Sêq ao nível de 1-loop em QCD. 

A amplitude correspondente é da forma 

r+{pa,k,) = -ig^^CF I D^^k 
k'^{k + PiYKk + Pa — k^y ~ ’ 

iV+ - + 2A: • (pa - k^ - 4k, ■ . (7.45) 

(7.44) 

onde 

Renormalização no Esquema On—Shell 

A exemplo do vértice (7, Z) qq, o contatermo é fixado subtraindo-se o valor do 

vértice no ponto p\ — k\ = Q , — A:i = 0. Logo 

r Ren 
+ - ^+{Pa,ki) -T+{pl^k\ = í) , Pa -^1=0) 

= -íp^Cf{Ro(0, o, m^) - Bq{Í, 0, m^) 

+2m2[Co(0,0, i, 0,0) - Co(0,0,0, 0,0)]} . (7.46) 
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Note que a diferença entre as BqS deixa claro o cancelamento da divergência UV. 

Usando as funções do Apêndice E, obtemos 

■pRen 
^ ± 

2 2m^ 1 , / i 
 ^ In 1 r 
€ t e \ 

(7.47) 

onde a função finita pode ser obtida pelas funções escalares do Apêndice E. O 

vértice leptoquark-antiquark-antilépton tem as mesmas correções do vértice F+. 

Analogamente ao caso da correção das autoenergias, as amplitudes dos vértices 

geram as seguintes correções ao quadrado do elemento de Born 

2U{Mr'MZ,) = 

2U{Mr'M‘;„,) = 

X 

2^{MfMlZ,) = 

X 

X 

23?(A4r*A4Ó^) 

^ , T7»5m 
—H r,,. £2 e ' 

sm\2 

e et 

(7.48) 

(7.49) 

25R(A4r*Ad[f) 

|A4Í?P . 

    I rpsm 
‘ ^ vert e 

4 4 vn? , ( i 
 ^In 1 7 
e e t \ 

piq 
vert 

(7.50) 

(7.51) 

As funções F^^^ e F^ert representam as partes finitas das expressões do vértice 

(7, Z)qq e S q{q)£{Í) após a renormalização das divergências UV. 

7.3.3 Contribuição Virtual da Caixa 

Sem dúvida, a contribuição mais trabalhosa e difícil de tratar é a da “caixa”, que 

corresponde ao diagrama de Feynman da figura abaixo. 

F^Box 

Pa Q+Pa kl 

Figura 7.6: Contribuição virtual da caixa. 
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A amplitude correspondente é dada por 

Mbox = üe{ki) ■ i\[a + [ D‘^q • Ug(pa) x 
J [(i + PaV r 

X Vq{Pb) ■ igsT'’^ ■ ■ ^e(^2) 

X -r— Vaí í • (^-52) 
\g + Pa- kiY - m? 

Após várias abordagens, concluímos que a forma mais fácil e direta de se calcular 

essa contribuição é primeiramente calcular os traços da interferência entre M. box 6 

Ado e depois integrar no momento do loop. 

1. Interferência < Mbox ® Mj;’ > 

Nesse caso obtemos o seguinte 

= 2X(M^-Mbo.) 

= 2Cf-aL ^ í X f D'‘çTrl/)a(a-lrr’^) lí,(a + lrr^)(^+ t — m-^ 4 J 

X Tr[^2(a + í>7^) ^7/i(^6- ^)(«-X ^ , (7.53) 
JJ4 

onde 

D4=q‘^{q + Pafiq-Pb)‘^[{q + Pa-kiY-rri^] . (7.54) 

Os traços que contém 7^ foram calculados em um esquema onde 

{7^7''} = 0 /i = 0,l,2,3 , (7.55) 

7Í = 1 , (7.56) 

Tr[7^7"7‘^7^7^] = (7.57) 

e podem ser decompostos da seguinte forma utilizando as regras acima 

Tr[^„(a - 67^) jíi{a + ã7^)(^+ Ah^] = (a^ + 5^)Tr[^„ MíÍ+ ?ía)7''](7.58) 

+ 2aòTr[^a Alí^{í^+ Ah^] (7-59) 

Tr[^2(o + 67^) AlÁA- 4){a - 57^)] = (a^ + 5^)Tr[/iÍ2 Al^{A~ 4)] (7-60) 

+ 2ahTT[A Alul^iA- 4)] ■ (7.61) 

O cálculo dos traços foi feito em d dimensões pelo FeynCalc e o resultado vem a 

seguir 

\MÍ\^ = 7ra,CrÇA í £)''<;(4(a" + h'‘fl2si‘ + 2SÍ + T'“'q„q, 
L 771/ J I 

+ 16a^6^(d - 3)[r^'"ç^ç,, - (s^ - , (7.62) 
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onde 

A'' = (Pa - Pb + k2 - ki^ , 

r"- = -2s(pX + ■ 

(7.63) 

(7.64) 

O próximo passo consistiu em integrar no momento do loop q, de onde obtivemos o 

resultado das integrais abaixo relacionadas 

tamente no Apêndice E. A função Dq contida em E e 1$ é a mesma definida por 

h. 

Finalmente podemos obter a contribuição virtual em uma forma compacta 

Divergências UV 

Como a amplitude da caixa possui, no máximo, duas potências de momento no 

numerador e quatro propagadores, ela é finita no ultravioleta. Isso pode ser visto 

em nossa amplitude observando que I3, que possui funções Bq, contém essas funções 

somente através da combinação Bo{s, 0, 0)~Bo(i, 0, m^) que não possui pólo UV. Isso 

reflete o fato da teoria ser renormalizável, pois não havendo termos quárticos do tipo 

qq£Í na lagrangiana (7.15), não há também um contratermo associado. Logo, se a 

caixa tivesse uma divergência UV, não haveria maneira de eliminá-la pela redefinição 

dos campos e acoplamentos. 

(7.66) 

onde a função F{s,t,ú,rri^) é um polinômio de seus argumentos e é dada explici- 

{4(a^ + by[2sP h + 2si h + h- P h] + 16a^ã^(l - 2e)[h 

(7.69) 

Limite Soft da Caixa: Pólos Duplos 
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lí 
2e 

No limite em que o momento q do glúon se torna soft é válida a aproximação 

1 1 
í ~ í J D4 t — J ( Q‘^{q + Pa)'^{q-Pb)'^ t-m? 

de maneira que a combinação 

Co(0,0, s, 0,0,0) + {vn? - t)£>o(0, s,s + i + ú,i,0,0,0,0,0, m^) 

Co(0,0,s, 0,0,0) , 

não contém pólos duplos soft. O único pólo duplo de (7.69), proveniente de 7i, é 

proporcional ao elemento de Born. 

Termos não-proporcionais a Aíg' - Pólos Duplos e Simples 

Pela expressõo (7.69) vemos que as integrais I3 e I4 estão contidas em termos 

não proporcionais a JWq . No entanto, como veremos adiante, os pólos IR das 

contribuições de glúons reais continuam sendo proporcionais ao elemento de Born 

quando incluimos a contribuição dos leptoquarks escalares. Se quisermos ter es- 

perança de que os pólos IR se cancelem em uma seção de choque total inclusiva, 

devemos mostrar que e I4 são finitas em 4 dimensões. 

A integral I4, na verdade, nada mais é do que a função escalar de Passarino- 

Veltman Co(0, s, s -I-1 -f ú, m^, 0, 0). O cálculo explícito dessa função mostrou que 

ela é de fato finita. Essa função está reproduzida de forma explícita no apêndice E. 

No que diz respeito a I3, pudemos encontrar dois argumentos distintos para 

mostrar que ela é finita. O primeiro é devido a Nason et.al. [18, 68] e consiste na 

análise da seguinte combinação de integrais escalares que ocorre em /a 

s[Co(0, 0, s, 0, 0,0) + (m^ — i)Do] + í[C'o(0, 0, i, m^, 0,0) + Cq(0, i, s + i + ú,0,0, rri^)] 

2e Jd\ + 
s{rn^ — i) 

+ 

q^{q- PaY{q + PbY q^{q - PaY{q + Pb^iiq + h- paY - 

i i ] 
4- 

9^(9 - Pa)‘^[{q + ki- PaY - m2] g2(ç 4, P(,)2[(ç + ki - PaY - 

= / D‘^q 

I D\ 

I 

I 

g[(g + kl- pa)^ - m^] + §{m? - i) -f- i{q -h pb)'^ + i{q - pgf 

D4 

{s + 2i)q^ -f 2q ■ [s(A:i - Pa) + i{pb ~ Pa)] 

Ü4 
(7.70) 

Em primeiro lugar, o numerador não contém termo em q^ e, portanto, não há pólo 

duplo soft. O termo em q^ é proporcional a Cq(0, s,ê + t + ú, rrí^, 0, 0) que é finita em 

4 dimensões. Além disso, o numerador vai a zero no limite soft do glúon (g —0). O 

termo de ordem g, por sua vez, envolve uma projeção de q em uma direção ortogonal 
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apa e Pb, veja 

2pa ■ [s{ki - Pa) + i{pb - Pa)] = s(-í) + í(s) = 0 

2pb ■ [.s(/Ci - Pa) + i{pb - Pa)] = s{-Ú - s) + Í{-s) 

= s{i) + i{~s) = 0 , 

de maneira que não ocorrem pólos simples colineares em (7.70), tornando I3 finita 

em 4 dimensões! 

O segundo argumento na verdade é uma constatação. No Apêndice E, mostramos 

que (7.70) pode ser escrita em termos de Cq(0, s,s + i + ú,m?,0,0) e além disso 

mostramos também que a função Dq pode ser escrita em termos de funções escalares 

de 3-pontos, que são muito mais fáceis de serem calculadas explicitamente. 

Com isso, usando o resultado do cálculo das integrais escalares do Apêndice E, 

obtemos a seguinte contribuição 

2^{MfMbo.) 

O' I ^ rpnonBorn +-C^ X F, 

2 4m? f 
—^ + —^In 1 

e t Box 
lq\2 

(7.71) 

a função contém todas as partes finitas que não são proporcionais ao ele- 

mento de Born. Termos finitos não proporcionais ao elmento de Born é um fenômeno 

teórico comum em processos cujas correções de ordem superior envolvem caixas. 

2. Interferência < Mbox ® > 

O procedimento de cálculo de áÍbox ® A4q^ foi análogo ao da interferência 

M-box ® A4Ó^. a estrutura é, na verdade bem parecida, com termos proporcionais 

às integrais I\,l2,h e h. No entanto, nesse caso, não ocorrem partes finitas não 

proporcionais ao elemento de Born. A seguir apresentamos o resultado 

21ü{Mr'Mbox) 
a 

£ i \ m? 
Box 

(7.72) 

onde F^ax representa as partes finitas. 

Somando agora todas as contribuições virtuais em ordem temos o seguinte 

l-A^o +Air + M{^^ - |Air + + 23?(Air*Aír) + 23Í(AÍ 

+ 25R(AíÓ^*Air) + 25R(MÓ^*A4'r , (7.73) 



Capítulo 7. Introdução de Leptoquarks Escalares 120 

onde 

MT = MT + MZ, (7.74) 

M'í = M% + M‘Z, + Mi^ . (7.75) 

Substituindo essas amplitudes em (7.73) obtemos a correção em next-to-leading- 

order de QCD devida a troca de glúons virtuais ao processo de Drell-Yan com 

inclusão de leptoquarks escalares 

Ar = M^v) + 

a 
pCí-ivJ^ 
2tt \ s 

2\ ^ 

a Aí 
2\ ^ 

X 2K(A^r*-^o') 
,2\ a Aí 

47T 

2\ ® 

4 

e 

4 

e 

4 

s 

4 

e 

4 

e i 

\Mr\^ 

4 
In 1 ^ ^ + —^In 1 

X 2R{MrMo^') 

e t 

4 m 4 mr 

e t 
T^ln 1 - \ - - + -^In 1 - 

rn^ e t 

X |A4q'^|^4- partes finitas . (7.76) 

Note que os pólos simples multiplicados por ln(l — ilvn}) se cancelam entre as 

contribuições do vértice Síq e da caixa. Somando todas elas, temos, finalmente 

X lA4oP + , (7.77) 

onde A(^4íítí^ contém todas as partes finitas do cálculo. 

Mais uma vez, a exemplo de vários outros processos aos quais são calculadas 

correções de QCD em ordem constatamos que as divergências IR devidas a 

glúons virtuais são proporcionais ao elemento de Born e estão contidas no fator 

global 

ct. 

2tx 
"CfN, 

3 

e 
(7.78) 

O cancelamento das divergências IR foi também checado no gauge de Landau. O 

termo adicional do propagador do glúon mantém, como sabemos, o setor do modelo 

padrão inalterado. Com a inclusão dos leptoquarks escalares, as amplitudes nesse 

setor tiveram de ser recalculadas, na verdade, os cálculos se resumiram na soma 

do novo termo do propagador aos resultados do gauge de Feynman. Verificamos 
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que o vértice S£q permaneceu inalterado em relação à estrutura de pólos, enquanto 

a autoenergia do leptoquark e a caixa receberam contribuições adicionais mas de 

sinais opostos o que garantiu, no final do dia, o cancelamento das divergências IR, 

a exemplo do gauge de Feynman. 

7.4 Seção de Choque Virtual Total 

A contribuição das amplitudes de glúons virtuais é, portanto, dada pela expressão 

(7.79) 
ZTT \ S 

 X 1- rv 
■'sm+lq , ^ 

X (To ^ + —Cpa 
Z7T 

nonBorn 

nos gauges de Feynman e Landau. A função Fy representa as partes finitas em 4 

dimensões e foi calculada apenas no gauge de Feynman, onde a sua forma é mais 

simples, enquanto que representa os termos não proporcionais ao ele- 

mento de Born. A seguir passaremos ao cálculo das amplitudes reais com a inclusão 

dos leptoquarks escalares. 

7.5 Radiação de Glúons Reais 

Em ordem 0;^, os diagramas de Feynman relevantes ao cálculo das amplitudes de 

glúons reais são os da figura abaixo: 

AAAAAAAA/ 

twwvwv 

_ jç^sm 
Al + M sm 

A2 

xooootr + A4 

Figura 7.7: Radiação de glúons reais com a inclusão de leptoquarks escalares. 

As amplitudes correspondentes a estes diagramas de Feynman são dadas por 

1 
MTi = -^gsT^ 

i-kl 
■ VgiPbhÁVg + l^l) f Uq{pa) ' t (7.80) 
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M’S = -ig.T-Cr^ ■ V,{pt) MlAV, + ■ r (7.81) 
XL ’ /Cy 

M% = Í\^gsT^JJ.~r— -■Vq{pk)^_Ve(k2)üe{ki)^+{l^a-fjfUq{pa){1.^2) 
t[tb3 - m^) 

^A2 = ■ VqiPb) Âh-Ve{k2)üe{ki)j+Ug{pa) {7.83) 
u[ti — mC 

i — ■ Vg{pb)'Y-Ve{p3)üe{ki)j+Ug{pa) 
{tb3 - Tn^)[ti - m^) 

X{2pa -2p2-pi)-t , (7.84) 

onde C é a corrente leptônica definida em (6.35) e os invariantes de Mandelstam 

são os mesmos da seção (6.3). 

A amplitude correspondente ao diagrama onde o glúon é emitido a partir do 

leptoquark virtual, é finita tanto regime soft p —> 0 quanto no regime colinear 

onde t,ú ^ 0 e pode ser desprezada na aproximação de glúon soft e no leading pole 

approximation, contribuindo de forma efetiva para somente. 

7.5.1 Emissão de Glúon Soft 

O cálculo é exatamente igual ao do correspondente do modelo padrão e resulta na 

forma fatorizada já deduzida anteriormente 

~ 2g.T‘ 'ifb pS' 
(7.85) ^Yl(p)b<(Mr + M‘S) . 

Integrando o módulo-quadrado dessa expressão no espaço de fase 2 —> 3 na aproxi- 

mação soft, temos 

as fánp^ •r(i-£) 

r(l-2e) 
_ln(ú,) + 41n2(ú,) ^ sm-\-lq 

^0 (S) . (7.86) 

Note que isso já garante o cancelamento dos pólos duplos. 

7.5.2 Emissão de Glúon Colinear 

Nesta e na próxima seção calculamos as amplitudes combinadas do modelo padrão 

e leptoquarks escalares no regime colinear. O objetivo é mostrar que a amplitude 

total assume uma forma fatorizada em termos de uma função vezes a amplitude de 

Born, a exemplo do que ocorreu no setor do modelo padrão. 

Para tanto, vamos reescrever as amplitudes de emissão de glúon (7.80)-(7.84) de 

uma maneira mais conveniente, a exemplo do que fizemos na seção (6.3.2), usando 

exatamente as mesmas aproximações 

MTi = 9sT%-M: X 
(A- ^) 

YUgiPa) 
t 

(7.87) 
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«,(?•) (7.88) 

= 9.T“í; . Mf, X (7.89) 

M% + MÍ = S.T‘el-Mt,>iu,M . (7.90) 

A amplitude total, dada pela soma dessas amplitudes, pode agora ser escrita de uma 

maneira mais útil ao cálculo do limite colinear, no caso, associada a í —>■ 0 

MF = gJ^e^-[\Ml„ + M'í,í^^^r + [Krn+KÍ\ . (7.91) 

onde a divergência está, agora, completamente isolada no primeiro termo da ampli- 

tude total (7.91). 

O módulo quadrado, em Leading Pole Approximation, é da forma 

Whip^ = -2(l-e)9j(T“n|(l-z)|lV{A.|MLH+'nr{A-2«lX™7Wf,-]} 

- 2zgl(T‘T<‘)lí^{A . A7/„ . p.]} + Tr{^„ . |23?(7K;„ V,; . pj 

+ 2K(Mf,A7;„.pJl + Tr{,(..2»[A1í,A7,',.pJ}| . (7.92) 

A invariância de gauge da amplitude total é usada para relacionar os produtos 

escalares Nsm 'Pa e Aíiq'Pa com e respectivamente. Outra vez, a exemplo 

do que ocorreu na seção (6.3.2), temos 

Kn.-P. = ^ (7.93) 
l — z 

Mq'Pa = ^ ■ (7.94) 

Os traços remanescentes em (7.92) após o uso de (7.93) e (7.94) acima são 

facilmente identificados como os traços que geram as amplitudes de Born, e dessa 

maneira, demonstra-se a fatorização das divergências colineares da amplitude total 

de emissão de glúon com a inclusão de leptoquarks escalares em NLO de QCD^ 

IÃTHl, = 47rQ,p“-Í-2P,,(z,e)|A15'"+2MÍ,«|' . (7.95) 

A próxima seção é dedicada ao limite colinear do subprocesso de emissão de quarks 

não-massivos em ordem q;^, o que nos permitirá a obtenção das contribuições Hard- 

Colinear e Soft-Colinear à seção de choque de 2 corpos, finalizando dessa maneira 

os cálculos analíticos do método de ALO Monte Cario incluindo efeitos virtuais de 

leptoquarks. 

^Quando o glúon é emitido colinearmente ao antiquark, devemos trocar t por ü em (7.95). 
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7.6 Estados Finais com Um Quark Não-Massivo Adicional 

Nesta seção apresentamos as reações partônicas que envolvem glúon no estado ini- 

cial e um (anti)quark não-massivo no estado final incluindo troca de leptoquarks 

escalares. A cinemática é mesma do setor do modelo padrão. Em ordem ag tais 

reações são dadas por 

g{Pa) + q{q){Pb) —^ q{q){p) + 7> Z{k) —)■ q{q){p) + e~{ki) + e^{k2) (7.96) 

9ÍPa) + q{0{Pb) —^ q{q){p) + e~{ki) -l- e+(/c2) (7.97) 

9ÍPa) + q{q){Pb)—> e~{ki) + S{k)—> e~(ki) + e^{k2) + q{q){p) . (7.98) 

Os diagramas de Feynman correspondentes a essas reações estão ilustrados logo 

abaixo 

Figura 7.8: Glúon no estado inicial incluindo contribuições de leptoquarks escalares. 

As reações do modelo padrão (7.96) correspondem às amplitudes -I- com 

o subsequente decaimento dos bósons vetoriais. A reação (7.97) corresponde à am- 

plitude Ad^ onde o leptoquark é trocado no canal t da reação, enquanto (7.98) são 

reações onde o leptoquark é produzido no canal Si3, definido em (6.49). Se Ecm > m 

e Si3 = m^, então podemos ter leptoquarks escalares sendo produzidos em sua ca- 

mada de massa e, subsequentemente decaindo em pares e^q[q) nesta ordem de teoria 

de perturbação. Como a produção simples de leptoquarks pode ser distinguida em 
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laboratório é mais consistente estudar esse processo separadamente, apesar do es- 

tado final gerado ser o mesmo do processo de Drell-Yan. Na próxima seção vamos 

tratar desse problema detalhadamente. Por hora não vamos nos preocupar com isso 

e prosseguir com os cálculos. 

As amplitudes são dadas explicitamente pelas seguintes expressões 

Mr = + (7.99) 

M" = ■ü,(p)7p(V',+ 7l,7*)(í<.+A)/«5W ■ í" . (7.100) 

—- X üg{p) ^ah-Ve{ki) ■ Üe{k2)'y+Ug{pb){'^.101) 
t[t2 - m^) 

Ms^ = X üq{p)-f-Ve{ki) ■ Üe{k2)'r+{'P ~ e)uq{pb) , (7.102) 

onde 

iA+ M ^ 
—^' + 1 7 ’ s Í2 — 

{2pa-\-Pb - 2kxY . 

(7.103) 

(7.104) 

Vamos agora redefinir essas amplitudes da seguinte maneira 

Air = 9.r% ■ S,(p)7''í^^ X , (7.105) 

MT = g,T‘e^ ■ a,{p) X , (7.106) 

M‘f = g,T‘(, ■ «,(p)7*‘*V^“* X M;, , (7.107) 

Al!? = S.r“e„ ■ fi,(p) X Mf, . (7.108) 

Somando todas amplitudes, temos uma expressão muito conveniente ao cálculo do 

limite colinear 

Al, = 9,T“e„ . s,(p)Í7'‘í^=|^lAl'„ + Aiy + + Vfjj , (7.109) 

onde, agora, a divergência associada ao limite t -> 0 está completamente contida no 

primeiro termo de A4/, a exemplo áe M.p 

Tomando o módulo quadrado dessa amplitude em Leading Pole Approximation, 

temos 

IÃÍ7IÍP., = -2(l-e)p;(T“T“)Í|Tlr{,(„.|AlUn + Tr{A-2S|AlUAlí,-|} 

+ Tr{A-|Alf,n} 
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+ 2z(l ^ Tr{ A • 2S[A^'„ ■ p.]) + Tr{^. ■ l2«(Ai;„ JV,', ■ p.) 

(7.110) 

Pela propriedade de invariância de gauge das amplitudes, podemos demonstrar, a 

exemplo das seções (6.3.2) e (6.4) que 

Os traços remanescentes após a substituição de (7.111) e (7.112) em (7.110) são 

facilmente identificados como os traços que geram as amplitudes de Born, e dessa 

forma, demonstra-se a fatorização das divergências colineares com a introdução de 

leptoquarks escalares em ordem as 

A abordagem que utilizamos aqui pode ser usada para a demonstração de teoremas 

de fatorização de divergências soft e colineares para uma vasta gama de processos 

[51]. Para processos que envolvem múltiplos pártons no estado inicial ou final, e ape- 

nas um párton em regime soft ou colinear existem também teoremas de fatorização 

de divergências, veja, por exemplo [38] e [26]. 

7.7 Termos Hard-Colinear 

Demonstrados a fatorização de divergências colineares, as seções de choque colineares 

podem ser integradas em (6.107) exatamente da mesma maneira que fizemos no setor 

do modelo padrão. As divergências colineares são, então, absorvidas na redefinição 

das funções de distribuição de quarks pelo procedimento de fatorização de massa 

explicado na seção (6.6). A seção de choque Hard-Colinear obtida nesse caso é dada 

por (6.145) com <7q"* trocada por 

onde as funções Pgg e Pgg sao exatamente as mesmas dadas por (6.146)-(6.147). 

■ Pa — -^sm 

Mq-Pa = M^ig . 

(7.111) 

(7.112) 

|7M,|L = jlj 2P„{z,e)\Mr + M‘S (7.113) 
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7.8 Termo Soft-Colinear 

Da mesma forma que Ohc, ^ seção de choque Soft-Colinear não sofre nenhuma 

alteração além da troca de âg"* por graças ao fato de que os teoremas de fa- 

torização de divergências colineares continuam válidos com a inclusão de leptoquarks 

escalares. Logo 

osc = m / dxadxi,[g(xa, Q‘^)q(xb, Q^) + a <-)■ b] x x (7.115) 

|-(3-f 4 ln(á5)) d-9-I—^—h 3 ln(á5) — 2 ln^(ás)| . 

7.9 Seção de Choque Total Hadrônica de 2 Corpos 

Tendo já calculado todos os termos que contribuem à seção de choque de 2 corpos, 

temos, finalmente 

0-2 + CFHC + Cfvirt + O^so/í + <^SC (7.116) 

cuja expressão completa é dada por 

C^2 ^ í dXadxb[q{xa,Ql’)q{xb,QF) d- a -H- 6] X âo'"’^'^(s) x 
9 

|l d- 1^(3 d- 4 ln(á5)) In^^^^ d- 9 d—-—h ÍV d- 3 ln(Í5) d- 2 In^(ás) | 

+ ^ ü / dxadxb X 27t ç J 

\q{Xa,Ql)(í — q{ — ,Ql)Pgg{z) + í — g{ — ,Ql)Pgg{z)\ X 
t \Jxi, Z Z Jxi, Z Z / 

+q{xb,Ql)(í — q{ — ,Ql)Pgg{z) + í — g{ — ,Ql)Pgg{z)] X â^çP^^Pzs) 
\»' Xq Z Z JX(i Z Z / 

I d- ^nonBorn ■ (7.117) -ptt b I 

Mais uma vez verificamos que a seção de choque total hadrônica inclusiva é livre de 

divergências infravermelhas em 4 dimensões espaço-temporais. Contudo, as partes 

finitas são sensivelmente dependentes dos cut-offs ôg e Sc- A função Fy inclui todas 

as partes finitas das amplitudes virtuais, e das expansões de funções T e outros 

termos dependentes de e. O termo representa todos os termos finitos 

não proporcionais ao elemento de Born, provenientes da amplitude virtual da caixa, 

integrados no espaço de fase de 2 partículas e nas frações de momento dos pártons. 

A exemplo do que fizemos no final do capítulo 6, vamos resumir a estrutura de 

pólos IR, dessa vez com a inclusão de leptoquarks escalares. Na tabela (7.1) temos 
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as contribuições divergentes no IR para cada uma das amplitudes singulares no 

gauge de Feynman e no gauge de Landau, são elas: <5^£;-autoenergia dos quarks, 

(5^^£;-autoenergia do leptoquark, (5®^(-correção do vértice (7, Z) qq, ó^g^f-correção do 

vértice Siq, ^Box^correção virtual da caixa, áso/f-emissão de glúon soft e, finalmente, 

^5C~t6rmo soft-colinear. 

Tabela 7.1: Estrutura de divergências IR no processo de Drell-Yan pp e+e X 

em NLO de QCD com inclusão de leptoquarks escalares. 

Novamente, a exemplo do que fizemos na seção (6.7), podemos mostrar explici- 

tamente o cancelamento das divergências IR resumidas na tabela (7.1). Para o setor 

do modelo padrão somente, temos, a partir de (6.163), que A®"* = 0, de forma que 

todos os termos divergentes proporcionais a |Ado"‘| se cancelam na soma. Para os 
 j—2 

termos divergentes proporcionais a |Ado^| , a soma dos termos divergentes é dada 

por 

= Ô\e + ^AE ^ilrt + ^Box + ^Soft + Ssc , (7.118) 

e pela tabela (7.1) podemos mostrar que = 0, demonstrando de forma explícita 

o cancelamento dos pólos IR. Os pólos proporcionais ao termo de interferência 

29fí(AIo’^^Ad[f) têm a sua soma dada por A®”*-!-A'^ = 0, provando de forma explícita 

a finitude da seção de choque total inclusiva na região do infravermelho nos gauges 

de Feynman e de Landau, após a inclusão de leptoquarks escalares. 

7.10 Seção de Choque Total Hadrônica de 3 Corpos 

A contribuição à seção de choque total de 3 corpos provém dos subprocessos qq —> 

ge'^e~ dada pela soma de amplitudes 

Ma = M’S + MT, + MX + M'T + MÍX (7.119) 
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6 q{q)9 ç(9)e'*"e , cuja amplitude correspondente é da forma 

Mc = . (7.120) 

O módulo quadrado dessas amplitudes em 4 dimensões espaço-temporais, calculadas 

com o auxílio do pacote FeynCalc para Mathematica, foram geradas diretamente 

em formato FORTRAN de modo a otimizar sua implementação numérica nos Monte 

Carlos na região HC do espaço de fase definida por 

E, (7.121) 

l^li |fi| ^ l^lmai) |fi|max > (7.122) 

onde Eg é energia do glúon no processo de emissão de glúon. 

Ainda assim uma última divergência, de caráter cinemático, resta após elimi- 

narmos as divergências UV e IR. Veremos como isso ocorre na próxima seção. 

7.10.1 Subtração dos Estados Intermediários On-Shell 

Além das singularidades UV e IR, um outro tipo de singularidade, de natureza 

cinemática, ocorre em next-to-leading-order pela ocasião da inclusão dos leptoquarks 

e corresponde à produção simples dessas partículas no canal de decaimento e~q onde 

Si3 = m?, desde que V§ > m. Tal processo tem o mesmo estado final do processo 

de Drell-Yan, mas não interfere com as amplitudes que estamos calculando pois 

corresponde a um processo de produção e, como tal, pode ser calculada consisten- 

temente à parte de nossas discussões. Ainda assim, leptoquarks off-shell podem 

contribuir em ordem o;*. Fenômeno semelhante ocorre nas correções de NLO em 

QCD supersimétrica aos processos de produção de squarks e gluinos [27, 28]. A 

análise desenvolvida nessa seção está baseada nessas referências. 

Tais singularidades surgem quando somamos a contribuição dos diagramas de 

Feynman da figura (7.8) que dão origem à amplitude A produção simples de 

leptoquarks, no entanto, pode ser calculada consistentemente em leading e next- 

to-leading-order à parte do processo de Drell-Yan que estamos estudando, como 

já dissemos. Estados intermediários de leptoquarks off shell, no entanto, são uma 

contribuição legítima em NLO de QCD. Porém, quando integrarmos as contribuições 

de ordem ag dos processos de emissão de quarks não-massivos sobre o espaço de fase 

de 3 partículas, o pólo correspondente à configuração onde Sj3 = surgirá. É 

preciso, portanto, subtrair essa contribuição. 

Para tanto, é preciso, em primeiro lugar, regularizar o pólo pela introdução de 

uma largura de decaimento para o leptoquark P5. Isso é feito pela substituição do 
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propagador do leptoquark pela Breit-Wigner correspondente, ou seja 

1 1 

Si3 — Si3 — ru? + imTs 
(7.123) 

A princípio, a introdução de uma Breit-Wigner da forma com que fizemos acima, 

não é aconselhável, pois isso destrói a invariância de gauge das amplitudes. Para 

ilustrar esse fato, considere o processo de espallhamento Compton de um fóton por 

um leptoquark escalar de carga elétrica Qs 

-fih) + S{pi) ^ j{k2) + S{p2) , (7.124) 

cujos diagramas de Feynman são os da figura abaixo. 

Figura 7.9: Espalhamento Compton 7 -|- 5 —>■ 7 -f- 5. 

As regras de Feynman são as da eletrodinâmica escalar que podem ser obtidas a 

partir das regras de Feynman do apêndice A fazendo T“ = 1, dado que o grupo de 

simetria é o U{l)em- Dessa forma podemos mostrar que, introduzindo a forma da 

Breit-Wigner na expressão do propagador do leptoquark, a invariância de gauge da 

amplitude é quebrada da seguinte maneira^ 

X {2p2 + k2) ■ C{k2) . (7.125) 

Se a largura de decaimento do leptoquark for suficientemente fina, o que é plausível 

para uma partícula tão pesada quanto o leptoquark, então, fora da região ressonante, 

o lado direito de (7.125) é suprimido cinematicamente de forma que invariância de 

gauge é fracamente violada. 

^ A procura de uma forma analítica do propagador de Breit-Wigner consistente com a invariância 

de gauge tem sido objeto de vários estudos no Modelo Padrão [69]. 
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Denotando a contribuição ressonante ao elemento de matriz, definido por = 

m^, por M-res, e a soma das contribuições off-shell e dos outros diagramas por A4üv, 

o quadrado do elemento de matriz pode ser decomposto da seguinte forma 

\M\'^ = \Mres? + 2^MresM*oy\^\MDY? • (7.126) 

Integrando sobre todo o espaço de fase do estado final e^e~q, a contribuição resso- 

nante representa a seção de choque de produção de 5 -I- e~ em nível de árvore, com 

o posterior decaimento do leptoquark S —> e"*" 4- g, enquanto o restante deve ser 

atribuído às correções radiativas de ordem Oig ao processo de Drell-Yan com efeitos 

virtuais de leptoquarks escalares no canal t da reação. 

A implementação numérica da radiação de quarks não-massivos em NLO pro- 

cede, especificamente, da seguinte forma. Em primeiro lugar, sendo Vs ^ rn pode- 

mos utilizar a narrow width approximation, onde 

Fm 

(si3 — -f 
~ —ÍTTÔ{Si3 — m^) (7.127) 

para calcular as contribuições onde o leptoquark aparece no canal de produção S13. 

O quadrado do elemento de matriz completo pode ser escrito como 

\Mj\^ = 
F{s,^) 

(si3 — Tm?Y -\- ’ 
(7.128) 

de forma que a subtração dos estados intermadiários on-shell é definida por 

(Si3 
  0(, _ ^2. 

m2)2 + F2m2 (si3 - m2)2 + rW ^ > 
(7.129) 

Como o fator global á(si3 — m?) está ausente no termo de subtração, o propagador 

de Breit-Wigner tem de ser integrado sobre totdo o espaço de fase da variável S13. 

Nossas simulações numéricas demonstraram que a contribuição da amplitude de 

produção de leptoquarks à seção de choque de 3 corpos (J3, de fato, é muito pequena. 

A seguir apresentamos nossas análises numéricas para o processo de Drell-Yan 

pp —> e'^e~X em NLO de QCD incluindo os efeitos virtuais de ordem e do 

acoplamento de Yukawa no Tevatron. 



Capítulo 8 

Análises Numéricas 

Discutimos neste capítulo as implicações fenomenológicas das correções de QCD em 

NLO para o processo de Drell-Yan pp —>■ e'^e~X com inclusão de efeitos virtuais de 

leptoquarks escalares no Tevatron {^/S = 1.8 TeV). 

Os parâmetros eletrofracos utilizados foram: Mz = 91.187 GeV, Tz = 2.490 GeV, 

sin^ = 0.23124, a = 7.3 x 10“^ e Gp = 1.633 x 10~® GeV”^. A constante de 

estrutura fina da QCD foi obtida diretamente da CERNLIB. Para as PDF’s uti- 

lizamos o conjunto CTEQ4D [70] com A4 = 296 GeV no esquema DIS em NLO, 

portanto na implementação numérica dos resultados assumimos X^c = ^- A não ser 

quando dito em contrário, as escalas de renormalização e fatorização são dadas por 

uma escala única = Qp = M|. Os programas numéricos foram escritos 

em FORTRAN 77 utilizando o pacote VEGAS [71] para o cálculo das integrais 

multidimensionais. 

8.1 Variação da Seção de Choque Total com os Cut-Offs 

Teóricos ôg e Sc 

Como discutimos no capítulo 4, a seção de choque total inclusiva obtida pela soma 

das seções de 2 e 3 corpos deve ser insensível à variação dos cut-offs soft e colinear, 

5g e 5c, respectivamente. Nessa seção, estudamos a variação de atotai — (^2 + <73, com 

ás e 6c, no esquema DIS, utilizando um corte para a massa invariante do par e+e" 

dado por M{e'^e~) > 120 GeV. Os resultados são apresentados nas figuras (8.1) 

e (8.2), e mostram que a seção de choque total é extremamente estável por uma 

variação de quase 3 ordens de magnitude em úg e de 2 ordens de magnitude em 5s- 

E possível demonstrar por argumentos cinemáticos que ôg deve ser maior do que 5c 

sempre, o que foi levado em consideração nas simulações numéricas e na obtenção 

das figuras (8.1) e (8.2). 

Note que a seção de choque de 2 corpos é negativa para quase todos os valores 
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dos cut-off’s devido à dependência de ct2 com logaritmos de Sg e como pode ser 

visto nas expressões (6.162) e (7.117). A seção de choque de 3 corpos a^, por outro 

lado é sempre positiva e maior em magnitude do que 02, o que resulta em uma seção 

de choque total positiva. 

8.2 Efeitos das Correções de QCD Sobre as Seções de Choque 

do Processo de Drell-Yan 

O efeito das correções em NLO sobre as seções de choque em Leading-Logarithm 

(LL) pode ser avaliado pelo cálculo dos chamados K-factors, definidos por 

K = g-LL (8,1) 

Para o processo de Drell-Yan no Tevatron, com M{e^e~) > 120 GeV, o K-factor 

obtido pela razão das seções de choque totais a partir de (8.1) é de aproximadamente 

K — 1.41, considerando apenas o espectro do modelo padrão, o que mostra que as 

correções de QCD são positivas e aumentam as seções de choque em LL substan- 

cialmente, o que é típico em correções de QCD. Esse valor é um pouco maior do 

que o K-factor de Drell-Yan encontrado na literatura, que vale aproximadamente 

K = 1.33 [46], no entanto esse valor é obtido no esquema M5, enquanto estamos 

trabalhando no esquema DIS, além disso diferentes cortes na massa invariante do par 

e+e“ podem produzir K-factors distintos. Na ref. [72], onde correções de QCD ao 

processo de Drell-Yan no Tevatron e no LHC são calculadas em ordem mostra-se 

que a seção de choque de Born é um pouco maior no esquema MS em relação ao 

DIS, enquanto as seções de choque corrigidas são menores tanto em ordem quanto 

em al, o que faz do K-factor calculado em MS de fato menor do que o calculado 

no DIS. O K-factor obtido de seções de choque incluindo leptoquarks escalares é 

essencialmente o mesmo. 

O K-factor, na realidade, não é uma constante, dependendo da região do espaço 

de fase e das escalas de renormalização/fatorização. Nas figuras (8.3) e (8.4) mostra- 

mos os K-factors em função da massa invariante do par e+e" M{e^e~), e do mo- 

mento transverso do elétron do estado final Pr{e~). Para M{e^e~) crescente, o 

K-factor tem uma tendência de queda, por outro lado K em função de PT{e~) tem 

um comportamento aproximadamente constante. 
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8.3 Estabilidade das Seções de Choque em NLO em Relação 

à Escolha das Escalas de Renormalização e Fatorização 

Uma das principais motivações para o cálculo de correções radiativas de ordem 

superior em QCD é a necessidade de reduzir a dependência das seções de choque em 

Leading-Log em relação à escolha das escalas de renormalização Qn e fatorização 

Em teoria de perturbação, quando truncamos a série em uma dada ordem 0(a"), 

espera-se uma dependência explícita dos observáveis físicos nas escalas e esquemas 

adotados em ordem Portanto quando desprezamos essas correções de 

ordem superior, uma dependência residual ocorre na ordem de teoria de perturbação 

que estamos trabalhando. Em relação ao processo de Drell-Yan, a seção de choque 

de Born calculada em Leading-Log só depende da escala de fatorização, inserida 

via PDF’s. No Tevatron, o processo de Drell-Yan é dominado pelo aniquilamento 

de quarks de valência cujas funções de distribuição têm pouca dependência em 

para os valores de x acessados naquele acelerador de partículas. Logo, as seções 

de choque em LL apresentam pouca dependência com a escolha das escalas. Já 

em NLO, uma dependência adicional é introduzida pela constante de estrutura fina 

forte, que depende da escala de renormalização, e que decresce com o aumento 

de Qji. Os resultados do Tevatron são, portanto, exemplos de observáveis cuja 

dependência na escolha das escalas aumenta em NLO. Outros exemplos onde isso 

ocorre podem ser encontrados na produção hadrõnica de VU^7 e Zj [32] e produção 

direta de fótons [35]. Constatamos que o mesmo ocorre no processo de Drell-Yan 

com correções em NLO no esquema DIS, sem inclusão de leptoquarks. Enquanto 

a seção de choque em LL decresce cerca de 11% quando variamos Q = Qr = Qf 

de O.òMz até b.hMz, a seção de choque em NLO varia cerca de 14% no mesmo 

intervalo. Isso está ilustrado na figura (8.5) onde comparamos as seções de choque 

em LL e NLO. 

Note que para grandes valores de as seções de choque variam cada vez menos, 

tendendo a um comportamento constante com a variação da escala única. 

Apesar de ser frequentemente usada na literatura, a escolha Q = não é sempre 

consistente. Na ref. [40] mostra-se que a escolha de qualquer escala dependente das 

frações de energia dos pártons implica um erro de ordem ag nas seções de choque 

não importando o quão exato é o cálculo perturbativo. Isso se deve ao fato de 

que a escolha Q = '/è quebra a invariância da seção de choque em relação às 

transformações do grupo de renormalização. Logo, quando trabalhamos em um 

nível superior ao nível de Born, é preferível escolher uma escala típica fixa. 

As seções de choque também dependem da escolha das PDF’s utilizadas na 

convolução com as seções de choque partônicas. Na tabela (8.1) apresentamos os 
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valores das seções de choque totais em LL e NLO, com o corte > 120 GeV, 

em relação a três diferentes escolhas de parametrizações de PDF’s em NLO no 

esquema DIS. 

cr (pb) 

G LL 

,NLO 

K = ^ 
NLO 
TT~ 

CTEQ4D 

1.809 

2.553 

1.41 

GRV94 (HO) 

1.893 

2.675 

1.41 

MRS(H) 

1.820 

2.585 

1.42 

Tabela 8.1: Seções de choque totais em LL e NLO approximation e K-factors em 

função de diferentes parametrizações de PDF’s: GTEQ4D [70], GRV94 (HO) [73] e 

MRS(H) [74] todas obtidas no esquema DIS. 

Em LL e NLO, a variação do maior valor (GRV94) para o menor (CTEQ4D) 

valor é de aproximadamente 5% apenas. Note que os K-factors praticamente não 

variam de um caso para o outro. A seguir apresentamos algumas distribuições com 

a inclusão de efeitos virtuais de leptoquarks em NLO de QCD. 

8.4 Distribuições 

Nesta seção apresentamos algumas distribuições em NLO de QCD incluindo efeitos 

virtuais de leptoquarks escalares de 1- geração no processo de Drell-Yan pp 

e'^e~X no Tevatron onde y/S = 1.8 TeV. Analisamos aqui os efeitos da inclusão de 

apenas um tipo de leptoquark de número fermiônico F = 0, a saber, aquele que tem 

acoplamentos do tipo Sue~^ e S*üe~ envolvendo o quark up. Esse tipo de leptoquark 

pode ser identificado com os leptoquarks R2 da lagrangiana efetiva (7.12) e possui 

uma carga elétrica fracionária 5/3 em unidades da carga do elétron. 

Em todos os casos, o único corte usado foi o da massa invariante do par 

dado por 

M(e+e“) > 120 GeV . 

As PDF’s utilizadas foram as do conjunto CTEQ4D no esquema DIS. Os parâmetros 

eletrofracos usados foram os definidos no início do capítulo. O valor do cut-off soft 

foi fixado em ôg — 10“^, enquanto o cut-off colinear foi fixado em 5c — 10“'^. 

Uma das maiores vantagens do método de NLO Monte Cario para correções de 

QCD é que podemos obter qualquer número de distribuições diferenciais simultanea- 

mente, bastando incluir o histograma desejado no programa FORTRAN que calcula 

as correções de QCD. 
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Na figura (8.6) temos a distribuição diferencial em termos da massa invariante 

do par para um leptoquark de massa m = 250 GeV, respeitando o limite 

experimental de 237 (GeV) obtido pela procura de produção simples de leptoquarks 

em colisões pp no Tevatron, e para acoplamentos variando de A = 0 (SM em LL e 

NLO), A = 0.3 e 0.6. Os parâmetros a e b contidos no vértice Siq foram fixados em 

a = 6 = 1/2 em todos os cálculos. Para A da ordem do acoplamento eletromagnético 

(A = 0.3) podemos ver que a diferença em relação à curva do SM é muito pequena, 

aumentando para A = 0.6. Cabe salientar também, que nossas simulações mostram 

que para A = 0.6, leptoquarks do tipo i?2 com massas maiores do que 250 GeV 

devem produzir sinais muito pequenos. Isso pode ser visto na figura (8.7), onde 

calculamos a seção de choque em NLO incluindo leptoquarks em função da massa 

dos mesmos em comparação a dado pelo modelo padrão, onde pode-se ver que 

os leptoquarks se desacoplam rapidamente com o aumento de suas massas. Além 

disso, verificamos que para massas extremamente altas ou A == 0, nossos programas 

numéricos reproduzem as seções de choque do modelo padrão exatamente. 

Para quantificar o efeito causado pelos leptoquarks, vamos definir a quantidade 

A dada por 

A = 
\^sm+lq _ 0-sm\ 

cr* 
(8.2) 

Para A = 0.3 e m = 250 GeV, A ~ 1.4% com um K-factor de 1.40, enquanto para 

A = 0.6, A ~ 4.0% com um K-factor de 1.38. 

Um corte maior na massa invariante aumenta a diferença entre as seções de 

choque do modelo padrão e aquelas com inclusão de leptoquarks, no entanto, em 

termos práticos, a baixa estatística experimental na cauda da distribuição pode 

esconder o efeito causado pela nova física. 

Nas figuras (8.8) e (8.9) temos as distribuições diferenciais normalizadas por 
çjNLO modelo padrão para os momentos transversos do elétron (Px(e)) e do 

par (Pr(e‘^e“)) com A = 0 (SM LL e NLO), A = 0.3 e 0.6. No caso da 

distribuição em Pr(e), diferenças significativas aperecem para A = 0.6 para grandes 

valores daquela variável, enquanto que para ^^(e^^e") as diferenças em relação à 

distribuição do SM são muito pequenas em qualquer caso e em todo o intervalo de 

variação de Pr(e"‘"e~). 

Como argumentamos na seção (7.10.1), a produção simples de leptoquarks es- 

calares é um processo que tem o mesmo estado final do processo de Drell-Yan, mas 

que deve ser calculado em separado quando o leptoquark está on-shell, contudo, no 

regime off-shell, os diagramas de Feynman com leptoquarks sendo produzidos no 

canal S13 dão uma contribuição legítima ao processo de Drell-Yan com inclusão de 

efeitos virtuais de leptoquarks trocados no canal t da reação em ordem Dessa 
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maneira, era preciso subtrair a contribuição de leptoquarks on-shell produzidos no 

canal .§13 após integração sobre o todo o espaço de fase disponível para a reação 

q{q) + ^ —> q{q) + e'^ + e~. Como podemos constatar pela figura (8.10), onde temos 

a distribuição diferencial de .S]3, não há a ocorrência de ressonâncias, indicando que 

a subtração foi bem sucedida. Além disso, existe muito pouca diferença entre as 

distribuições geradas com e sem a inclusão dos leptoquarks. 

8.5 Região de Exclusão no Espaço de Parâmetros A X M^q 

Além das distribuições diferenciais com inclusão de leptoquarks, obtivemos também 

as curvas de exclusão no espaço de parâmetros A (acoplamento) versus (massa 

do leptoquark) em LL e NLO approximation. Para essa análise usamos um corte na 

massa invariante maior, M{e^er) > 180 GeV, de modo a realçar o efeito causado 

pela inclusão do escalar. Denotando o número de eventos esperados no SM, e em 

uma teoria com a inclusão de leptoquarks escalares por usm ^ 'ncq respectivamente, 

exigimos que 

liT-eq — nsAíl > 3-y/nsÃí (8.3) 

para que o efeito seja considerado visível. Isso nos permite obter curvas de sig- 

nificância estatística no espaço de parâmetros M^g — A para o leptoquark R2 con- 

siderado na seção anterior. A região acima das respectivas curvas na figura (8.11) 

podem, então, ser excluícas em um nível de significância de 3cr. A curva foi obtida 

com a luminosidade do Run I do Tevatron, C ~ 100 pb~^. Para leptoquarks de 

massa m = 250 GeV, acoplamentos maiores do que 0.68 podem ser excluídos nesse 

nível de significância. 
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Figura 8.1: Variação da seção de choque em NLO de QCD com o parâmetro de 

corte Soft õg, mantendo ôc = 10““^ constante. 

Figura 8.2: Variação da seção de choque em NLO de QCD com o parâmetro de 

corte colinear 5c, mantendo = 10“^ constante. 
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Figura 8.3: K-factor em função da massa invariante do par para 

M{e'^e~) > 120 GeV com Q = Qr = Qp = Mz- 

Figura 8.4: K-factor em função do momento transverso do elétron do estado final 

para M{e^e~) > 120 GeV com Q = Qr = Qp = Mz- 
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Figura 8.5: Dependêndencia das seções de choque em LL e NLO com a es- 

colha da escala de renormalização/fatorização Q = Qfi = Qf = n.Mz para 

M(e'*'e“) > 120 GeV e usando o conjunto de PDF’s CTEQ4D no esquema DIS. 

Os parâmetros de corte foram fixados em ôg = 10~^ e 5c = 10““*. 
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Figura 8.6: Distribuição de massa invariante do par na reação pp e~^e~X 

no Tevatron incluindo a troca de um leptoquark R2 de massa 250 GeV em NLO 

de QCD. A linha sólida representa a curva do modelo padrão em NLO, a linha 

tracejada representa modelo padrão e leptoquark com A = 0.3, a linha pontilhada 

com A = 0.6 e a linha do tipo traço-ponto ao SM em LL. 
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M,, (GeV) 

Figura 8.7: Seções de choque totais em NLO em função da massa do leptoquark. A 

curva constante indica a seção de choque total do modelo padrão em NLO. 
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Pt. (GeV) 

Figura 8.8: Distribuição do momento transverso do e~ do estado final na reação 

pp e'^e~X no Tevatron incluindo a troca de um leptoquark R2 de massa 250 

GeV em NLO de QCD. A linha sólida representa a curva do modelo padrão, a linha 

tracejada representa modelo padrão e leptoquark com A = 0.3, a linha pontilhada 

com A = 0.6 e a linha do tipo traço-ponto ao SM em LL. 
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Figura 8.9: Distribuição do momento transverso do par do estado final na 

reação pp -> e'^e~X no Tevatron incluindo a troca de um leptoquark do tipo 

de massa 250 GeV em NLO de QCD. A linha sólida representa a curva do modelo 

padrão, a linha tracejada representa modelo padrão e leptoquark com A = 0.3 e a 

linha pontilhada com A = 0.6. 
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Figura 8.10; Distribuição diferencial para S13 incluindo apenas a produção simples 

de leptoquarks off-shell. 
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Ml, (GeV) 

Figura 8.11: Curvas de exclusão no plano M^q — A para o leptoquark escalar de 

primeira geração i?2 no Tevatron (Run I). A região acima das respectivas curvas 

podem ser excluídas a um nível de 3cr. 
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Conclusão 

Correções de QCD em NLO no esquema DIS foram calculadas para o processo de 

Drell-Yan pp —>■ e^e~X no Tevatron (\/5 = 1.8 TeV) com a inclusão de leptoquarks 

escalares trocados no canal t da reação. Para tanto, usamos um método de cálculo 

híbrido que combina resultados analíticos para as regiões singulares no IR do espaço 

de fase e integração numérica via Monte Cario para as regiões livres de divergências. 

A aplicação da parte analítica do método consistiu no cálculo das contribuições 

virtuais renormalizadas ao nível de 1-loop para o processo em questão e no cálculo 

das amplitudes reais integradas analiticamente nas regiões singulares no IR do espaço 

de fase usando a aproximação eikonal, para as contribuições de glúon soft e a Leading 

Pole Approximation (LPA) para a parte que continha divergências colineares. Em 

todos os casos utilizamos o esquema de regularização dimensional, mostrando de 

forma explícita o cancelamento das divergências IR na soma das contribuições reais 

e virtuais. 

Os termos finitos foram, então, colecionados em duas partes: uma contribuindo 

à seção de choque de 2 corpos e outra à seção de choque de 3 corpos. Em ambos os 

casos encontra-se uma dependência explícita nos parâmetros de corte e 5c usados 

para delimitar as regiões divergentes e não divergentes do espaço de fase. A seção de 

choque total inclusiva, dada pela soma das contribuições de 2 e 3 corpos, foi então 

integrada numericamente no espaço de fase de 4 dimensões, onde demonstramos 

que as dependências nos parâmetros de corte se cancelam mutuamente entre as 

duas contribuições para uma vasta gama de valores de e óc, tornando a seção de 

choque total inclusiva livre de parâmetros não-físicos. 

Como resultado da aplicação da parte numérica do método, constatamos que as 

correções de QCD aumentam as seções de choque de Drell-Yan em -1-41% no modelo 

padrão. As seções de choque com inclusão de leptoquarks escalares que se acoplam a 

pares ue~ também recebem grandes contribuições em ordem a*, chegando até +40% 

dependo da intensidade do acoplamento de Yukawa e para uma massa de 250 GeV 
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para os leptoquarks. 

A inclusão das correções de QCD não diminuiram a dependência das seções 

de choque de Born nas escalas de renormalização/fatorização, ao contrário a de- 

pendência aumentou de 11% para aproximadamente 14%, a exemplo de outros pro- 

cessos estudados no Tevatron. Por outro lado, constatamos que a dependência na 

escolha da parametrização das PDF é pequena. 

Distribuições diferenciais foram geradas para (I) a massa invariante M^e e mo- 

mento transverso Priee) do par (II) para o momento transverso do elétron 

-Pr(e) e (III) para a massa invariante do par e~ + jato, Su, de maneira simultânea, 

demonstrando a versatilidade do método. Para uma massa de 250 GeV e acopla- 

mento de A = 0.6 diferenças significativas podem ser notadas para grandes valores 

de Mee 6 Priee) no caso (I), enquanto (II) e (III) mostraram-se casos menos intere- 

ssantes. 

A região de exclusão ao nível de 3cr no espaço de parâmetros A x foi obtida 

para o leptoquark em questão usando um corte de 180 GeV para Mee- Para m = 250 

GeV, encontramos que os valores do acoplamento tais que A > 0.68 podem ser 

excluídos nesse nível de significância. 



Apêndice A 

Regras de Feynman 

As regras de Feynman utilizadas no cálculo das amplitudes são dadas logo abaixo. 

A maioria delas está deduzida nas refs. [11, 13, 14]. 

i P j 

i P j 

nn5~s~^nrTnníin5^, 
k 

'VVWWVVW 
P k 

'VWWWWV 
P k 

: quark sem massa 

p2lm.2^ij • leptoquark de massa m 

+ ■ glúon 

: fóton 

+iTzmz : bóson Z 

p,a ^9s{p^^ + p'f,)Ta 
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o vértice i A(a — 67^) corresponde ao acoplamento antiquark-antilépton. 

Os tensores envolvidos na expressão dos vértices tríplice e quártico envolvendo 

apenas glúons são dados por 

= Si^Ák-p)p + g„f(p-q)f + 9f^{q-k)^ (A.l) 

Fí.%, = - g^g,,) + í“‘}'^{g^.g^ - g^g„) 

+ í“‘’í'"'‘(g„.9„-9„g.,) ■ (a.2) 

O propagador do glúon é apresentado em um gauge covariante arbitrário 77 e do bóson 

Z está regularizado pela Breit-Wigner. As regras de Feynman envolvendo acopla- 

mento leptoquark-glúon são as usuais da QCD escalar e podem ser encontradas em 

[14], por exemplo. 

As regras de Feynman envolvendo ghosts são dadas por 

a P 

..■a 

p,b 

• p 

ík 

gjabCj^ 

Para os acoplamentos eletrofracos temos 
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onde V = Vg, A = Aq para acoplamento com quarks e V = Ve, A = Ag para 

acoplamento com léptons. 

As constantes de acoplamento dos elétrons e quarks ao bóson Z são obtidos a 

partir de 

Re = 2sl , (A.3) 

Le = -l + 2sl , (A.4) 

para os elétrons, onde = sin 9w ^ Ow é o ângulo de Weinberg. Para os quarks, 

temos 

Rg - -2Qqsl , 

Lg = 2II-2Qgsl , 

(A.5) 

(A.6) 

onde Qq é a carga do quark em unidades da carga do elétron , ou seja , Qu = 2/3 e 

Qd ~ —1/3. A terceira componente de isospin é dada por 

h - 2 ' 

1^ = -i 
^ 2 ■ 

Para acoplamentos com fótons, somente, temos o seguinte conjunto 

v; = K 

Ae=Ae = 0 

ky 

Vg = Vg = Cg 

Ag = Ãq = 0 

e para acoplamentos que só envolvem o Z 

n = q - ,a,si 

Ae 

A - A - Ag -Ag - 2^3 j 

V^v ^/2 ) 

^ 1 

\/2V J 

kt. 

y/2\ V2 

k^ — m\ + iTzmz ■ 

Por último, o termo de interferência é dado por 

(A.7) 

(A.8) 

(A.9) 

(A.IO) 

(A.ll) 

(AA2) 

(A.13) 

(A.14) 

(A.15) 

(A.16) 

(A.17) 
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1 ^q 

Ae = 0 , ie = 

Aq = d , Àq = 

\kl? = 

1 

72 

1 

72 

GfMI 1/2 
{211 - ^Qq 

GFMiy/^ 

72 ) 

-211 

7 [7 

1 (GFMiy/^ 

72V 72 J 

-ml + iTzmz] . 

(A.18) 

(A.19) 

(A.20) 

(A.21) 

Regras de Feynman para os Contratermos 

Relacionamos abaixo as regras de Feynman para os contratermos do propagador 

do quark e do propagador do leptoquark de massa m, e também para os vértices 

(7, Z)qq e Siq. Esses são os únicos contratermos necessários nos cálculos. 

P 
i ^ ôq 

P 
ip^ôcj) — iSnF 

i5X{a ± -iQq^ôv 

e 



Apêndice B 

Álgebra do Grupo SU{N) 

o SU{N) é o grupo das matrizes unitárias U N x N, e que satisfazem 

t/[/t = [/tf/ = 

det U = 1 , 

(B.l) 

(B.2) 

onde é a matriz unitária A^^-dimensional. 

Os geradores da álgebra do SU(N), denotados por T“ (a = 1, 2, • • •, iV^ — 1), são 

matrizes hermitianas, de traço nulo e satisfazem às seguintes relações de comutação 

[T“,T'’] = , (B.3) 

onde as constantes de estrutura são reais e totalmente antisimétricas, e obede- 

cem à chamada identidade de Jacobi 

jabe jcde jace jdbe jade jbce   q dbe çade íbce (B.4) 

A representação fundamental T“ = A“/2 é A^-dimensional. O caso N = 2 corres- 

ponde às matrizes de Pauli usuais, enquanto para N = 3, temos as oito matrizes de 

Gell-Mann 

/ 0 1 0 \ 

1 0 0 A' , A^ = 

V 0 0 0 / 

/ 0 0 

/o -i 0 \ 

i 0 0 

V 0 0 0 y 

A' = 

f 1 0 0 \ 

0-10 

Vo 0 0 y 

i\ /oooA /oo o\ 

A^ = 0 0 0 , A® = 0 0 1 , A^ = 0 0 -i 

Vzo oy voloy \o i oy 

Estas matrizes satisfazem as relações de anticomutação 

4 
{A“, A"} = + 2d“^"A" 

A'* 

/ 0 0 1 \ 

0 0 0 

\i 0 oy 

A« = 
x/3 

/ 1 0 

0 1 

(B.5) 

0 \ 

0 . 

Vo 0 -2y 

(B.6) 
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onde as constantes são totalmente simétricas nos índices a, b e c. 

Para o SU{3), as únicas constantes e diferentes de zero (a menos de 

permutações) são 

i fl23 
2-' 

yl47       f 

f458 _ _J_ r678 _ 1 

V3 Vs 2 ’ 

f367 

(B.7) 

d 146 = -d 

d 118 = ^228 ^ ^338 ^ _2^44» ^ _2d 

247 _ ^256 ^ ^344 ^ ^355 ^ _^366 ^ ^ j377 
2 ’ 

r448 j558 -2d «88 -2d 788 

\/3 

A representação adjunta do SU{N) é dada pelas matrizes {N‘^ ~ 1) x (A^^ ~ 1) 

= -7/“'^ . (B.8) 

As relações 

Tr(A“A'’) = 4TnSab, r„ = i. 

(A“A'’) 

arrb > Tr(T^T») 

ACpSajs, Cf = 

jacdjbcd ^ 

- 1 

2N ’ 

Ca = N , 

(B.9) 

(B.IO) 

definem os invariantes do SU{N): Tr, Cf e Ca- Para o SU{3), esses invariantes são 

dados por 1/2, 4/3 e 3, respectivamente. 



Apêndice C 

Espaços de Fase em d Dimensões 

C.l Definição do Espaço de Fase de N Partículas 

O espaço de fase de N partículas no estado final em processos do tipo 1,2 —>■ N, é 

o espaço das possíveis configurações de energia e momento das partículas do estado 

final que obedecem às leis de conservação cinemáticas 

N 

Pa + {Pft} = ^ (C-1) 
i=l 

onde Pa e pb são os 4-momentos das partículas do estado inicial, em um processo de 

colisão, ou Pa simplesmente para processos de decaimento 1 —>■ N; epi {i = 1, • • •, A^’), 

os 4-momentos das partículas finais. O espalhamento 2 N é ilustrado abaixo 

Pi 

Figura C.l: Espalhamento a + b 1 + 2-1- l-A^. 

onde a elipse representa um processo de espalhamento arbitrário. 

O elemento de espaço de fase diferencial em d dimensões espaço-temporais é dado 

por 
N 

N 
d‘^ ^Pi N 

(C.2) 

onde Ei representa a energia da partícula de 4-momento Pi. O elemento de integração 

d‘^~^Pi/{{2'Ky~^2Ei) é dado por 
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{2nY-^2E, 

(C.S) 

A partir dessas expressões obtivemos todos os espaços de fase utilizados nos cálculos. 

A seguir vamos especificar (C.2) para os casos de 1, 2 e 3 partículas no estado final. 

2(2ÍFI X 

X sin'^ ^ 0id9i sin" x • • • x ddd-2 = ,d-4 1 
- dE,Ef-^ düa OÍO-ttU- 

c.2 Espaço de Fase de 1 Partícula 

O espaço de fase de 1 partícula em d dimensões é dado por (C.2) com A^ = 1 

d‘'4>. = ^+ PI. - P.) . (C.4) 

O qual pode ser facilmente integrado usando a identidade 

e que inserida em (C.4) nos dá 

$1 = 27r<5[s - ml] ; (C.6) 

onde definimos s = {pa +Pb)^- 

C.S Espaço de Fase de 2 Partículas Não Massivas 

Consideremos agora o espaço de fase de 2 partículas não-massivas em d dimensões 

espaço-temporais 

$ 
d‘^- Pi 

{2nY~'^2Ei {2ttY-^2E2 
{2nYô‘^{Pa +Pb-Pi- P2) (C.7) 

Usando a identidade (C.S) para pi, podemos escrever (C.7) como 

•ií = I + n - P2?] ■ (0.8) 

No referencial do centro de massa (CMS) das partículas iniciais, a função 6 pode ser 

escrita explicitamente na forma 

<^[(Pa +Pb- P2Y] = Ô{s- 2^E2) = - ^2^ . (C.9) 
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Dessa maneira, temos que 

«2" = dE, 
Et" 

4x/i 
xs(f~E: 

X 
r27T 
/ d(^d-2 
Jo 

í sin'^ ^ &id6i X ••• X [ sin'^ ^ dd-sdOas 
Jo Jo 

o IX p.m , -1^ V - , , 
^ m=lUY + lJ JO 

4£ -e d-4 p/m , 1\ 

onde usamos que 

f 
rf-d-ii 

(C.IO) 

(C.ll) 

e que d = 4 —2e. Expandindo a produtória e definindo 2: = cosdi, temos, finalmente, 

que 

= 
2^^ /47t\ 

IGtt V s / r(l — e) J- 
(C.12) 

(C.13) 

onde El = E2 = \/sf2. Em 4 dimensões, (C.12) se reduz simplesmente a 

^4 1 $0 = — . 
^ Stt 

Em um espalhamento 2 —2, o elemento de matriz de um dado processo pode 

depender de 9i. Por exemplo, no processo de Drell-Yan, esse ângulo é identificado 

como o ângulo formado entre o 3-momento do elétron do estado final e o 3-momento 

do quark inicial. Por outro lado, em um processo do tipo 1 —> 2, como o decaimento 

de um fóton de virtualidade Q*, podemos integrar em z, tornando o espaço de fase 

um mero fator a ser multiplicado pelo elemento de matriz, nesse caso, (C.12) se 

reduz a 
(4^TY^(^-F^ 

(C.14) = (4^r_ra-5)Q^2, 
Stt P(2-2e) 

C.4 Espaço de Fase de 3 Partículas Não Massivas 

O espaço de fase de 3 partículas não massivas em d dimensões é dado explicitamente 

por 

/ 

d'^- Pi d'^ V2 P3 
(27t)<í-i(2Ei) (27t)'í-i(2^2) (27t)<í-H2^3) 

(27t) 5 {pa EPb-Pl-P2- P3) • 

(C.15) 

Ao contrário de $2, o espaço de fase de 3 partículas em d dimensões completo não 

foi utilizado em nenhum cálculo de processos do tipo 2—^3. Em todos os casos onde 

(C.15) foi colocada em uso, aproximações foram usadas para escrevê-la na forma 

^3 ~ ^singular ^ ^2 ’ (C.16) 

‘Nesse caso identificamos Pa+ Pb q, onde 7^ = 
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onde *í*giiigular a região do espaço de fase que gera singularidades IR. 

Contudo, <I>3, o espaço de fase de 3 partículas em 4 dimensões, é usada em sua 

forma exata [)ara a implementação numérica das integrais envolvidas em processos 

2 —> 3 nas regiões não singulares do espaço de fase. Essa implementação é feita 

dividindo-se <I>3 em dois espaços de fase de 2 partículas, através da identidade 

1 = j dMl^ d'^q - Ml^)ô^{q - P2 ~ Ps) , (C.17) 

onde M23 é massa invariante do par 23. 

Inserindo (C.17) em (C.15), obtemos 

= j dMl^ + Pò - Pi - ç) X ^\{q - P2 - Ps) , (C.18) 

onde ^\{pa d-pb~Pi—q) é calculado no CMS do par a + b, enquanto ^\{q — P2 ~ Pi) ■, 

é calculado no CMS do par 2 -f- 3, e são dados por 

^2{Pa. A Pb — Pi — q) =   g^’—f ^ 1 + 9(23)) (C.19) 

Íí(<í-P2-P3) = c!"n;U(23)-> 2 + 3) , (C.20) 

onde a função \{x,y,z) é dada por 

X{x,y,z) = {x - y - z)'^ - 4yz , (C.21) 

e os elementos de ângulo sólido por 

d^ni{a + b ^ 1 + q{23)) = dpi dcos61 , (C.22) 

d'^Çll{q{23) ^ 2 + 3) = dp^2^^ dcos9^2^'> . (C.23) 

No CMS de a -f 6, os momentos Pa, Pb ^ Pi são dados por 

Pa = ^(1,0,0,1) , (C.24) 

Pb = ^(1,0,0,-1) , (C.25) 

Pi = £'3(l,sin0i,O,cos0]‘) , (C.26) 

onde escolhemos p\ = Q por simplicidade dado que a integração nessa variável 

produz um fator 27t somente. A energia da partícula 1 é dada por 
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No CMS do par 2 + 3 temos que 

= Ê'2^^^(l, sin 02^^^ COS sin 02^^^ sin COS 02^^^) , (C.28) 

= £’3^^^(1, — sin 02^^^ COS <P2^^\ — sin 02^^^ sin — COS 02^'^^) , (C.29) 

onde as energias sao dadas por 

Ef > = Ef’> = ^ . (C.30) 
2 

O espaço de fase pode agora ser escrito em termos de variáveis de integração que 

variam de 0 até 1. Denotamos essas variáveis por Xi, X2, X3 e X4, já integrando sobre 

(fl, as quais são definidas por 

M23 = \/s-xi , (C.31) 

COS03 = —1 + 2x2 ) (C.32) 

— 27TX3 , (C.33) 

COS 02^^^ = —1 + 2x4 • (C.34) 

Logo, calculando todos os jacobianos, temos que 

$ 
AV^(5,0,M|3)AV^(M|3,0,0) 

647T^M23\/s í 
dx\ dx2 dx3 dx4 (C.35) 

Essa expressão foi a base para a implementação numérica dos resultados no espaço 

de fase 3 partículas. 

Por último, apresentamos o espaço de fase de 3 partículas na aproximação co- 

linear usado na integração do elemento de matriz (4.8) correspondente à emissão de 

gluons colineares no processo e"''e~ —)■ qqg 

~ ^ dtdz[tz{l - z)]~^Q{tmin-t) ■ (C.36) IbTT^l (1 — e) 

O cálculo de d<I>3°' é análogo ao realizado na seção (6.4) para o processo de Drell-Yan 

e pode ser encontrado em detalhes em [38]. 

C.4.1 Espaço de Fase do Decaimento 7* qqg 

Na subseção (3.3.1), as frações de energia das partículas, definidas por 

O /? 
= i = 1,2,3 (C.37) 

são usadas para expressar o módulo quadrado da amplitude e o espaço de fase de 3 

partículas que derivamos agora. 
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$ 

Partindo de (C.15) para o caso do decaimento de uma partícula de 4-momento q 

d‘^-^p2 

-I (27r)‘^á‘^(g-pi-P2-P3) , (C.38) 
(27t)<í-i(2Ei) (27r)^-i(2£;2) (27t)‘^-i(2^3) 

integramos em p^ usando a função delta de Dirac, de modo que 

I d^-^p^ 5\q -p,-p2- Pa) = S{Q -E,-E2- Es) . (C.39) 

Por outro lado, usando (C.3), as integrais angulares de pi e p2 podem ser calculadas, 

de modo que 

2<i—2^d—2 7T 
{EiE2)‘^-^ dz (1 - z^) 

2\Í-2 d{Q — E\ — E2 — Es) 
2Es dEidE2 (27r)2<i-3r(d - 2) 

(C.40) 

onde z = cosOd-s = cosOu- Usando (C.37), a função (C.39) pode ser reescrita como 

S{Q -E,-E2- Es) 

2Es 
Q^(l - xi - X2 + ^a;iX2(l - z)) (C.41) 

de maneira que 

j dz{l — z^) 
2,d_2^(<5 -E1-E2- Es) _ 2(1 - 

2Es XiX2Q"^ 
(C.42) 

Usando (C.42) em (C.40) temos íinalmente 

-2e 
1 '1 2\ \ — Z^\ 

X-^^^dX\X2 ‘‘^dX2 2e, 
16(27t)3 \^47r/ P(2-2e) 

(C.43) 

onde usamos que dEi = (Q/2) dxi. 

A variável 2: é, na verdade, dependente das frações de energia. Isso pode ser visto 

calculando o produto escalar entre pi e p2 

2pi • P2 = 2EiE2{1 — z) = Q^( —1 + a:i + X2) 
2 

l~z = (l-xi-a;2) 
X1X2 

2 
1 + (1 -xi - X2) , 

X1X2 
(C.44) 

onde usamos que E\ ■= E2 = Q/2 no referencial de repouso do fóton virtual. 



Apêndice D 

Fórmulas e Integrais Uteis 

Neste apêndice constam algumas propriedades e expansões da função F utilizadas 

nos cálculos e algumas integrais úteis no cálculo dos loops. 

A função F(a:) é definida como 

F(x)= C dye-yy^-^ , (D.l) 
Jo 

com a; > 0 e tem as seguintes propriedades 

T{n + 1) 

T{x + 1) 

T{2x) 

n! 

= xr(x) 
22x-1 

r(i)r + 5) ■ 

(D.2) 

(D.3) 

(D.4) 

A primeira e segunda derivadas de r(a:) calculadas no ponto a: = 1 são dadas por 

r'(i) = -7 , (D.5) 

r"(l) = + . (D.6) 

onde 7 = 0.5772157... é a constante de Euler-Mascheroni. 

A função B (beta) é definida por 

Jo 

r(a + l)F(/5 + l) 

T{a + p + 2) 
(D.7) 

Usando as derivadas de F(a:) mostra-se que a expansão em série de Taylor de F(l-fa:) 

é da forma 

F(1 -f a:) = 1 - 7a; + i a;^ + • • • , (D.8) 

e também que 

r(-l)(l + a:) 
1 

1 + 73^ + 2 x'^ + (D.9) 
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Integrais Paramétricas 

1 

ab 

1 

c^cí 

1 

1 

[ay + ò(l - ^)]2 

[cy + d{l - y)]3 

6y(i - y) 

[cy + d{\ - y)Y 

5 

Integral de Momento Em d Dimensões 

(D.IO) 

(D.ll) 

(D.12) 

r d^i (PY ^ r(g + |)r(/j ^ a - ?) 

J (27T)''p - A|Í> (4ir)"/2 r(f)r(^) 
(D.13) 



Apêndice E 

Funções Escalares de Passarino-Veltman 

Neste apêndice estão colecionadas todas as funções escalares de 2,3 e 4 pontos prove- 

nientes da integração no momento dos loops das amplitudes virtuais calculadas na 

seção 2. 

As integrais foram calculadas em d = A — 2e dimensões, no esquema de regulari- 

zação dimensional, e usando o método de parametrização de Feynman. Todas as 

integrais vetoriais e tensoriais foram reduzidas a escalares usando o pacote FeynCalc 

para Mathematica. 

1. Função Escalar de 1-Ponto 

Ao{m^) = I 
1 

k'^ — IGtt^ V rn? 

onde 

DU = 
d‘^k 

{2ttY ’ 

N, = (47rrr(l-He) . 

+ 1 (E.l) 

2. Funções Escalares de 2-Pontos 

A função escalar de 2-pontos é definida por 

Os seguintes tipos de funções Bo aparecem nas amplitudes virtuais 

Bo(p^O,m2) = 
lÔTT'^ 

j + 1 
m 
pz In 1 - K 

w? 

(E.2) 

, (E.3) 
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2 n _ _L_]v í — 

fío(0,0,m^) = 

+ 2 

/ 2 \ ^ 
-^N 
IGtt^ 

2\ e r 
Bo{p\0,0) = 

- + 1 
£ 

- + 2 
£ IGtt^ \P^ 

A derivada de 5o(p^, 0, w?) em = 0 é dada por 

3. Funções Escalares de 3-Pontos 

A função escalar de 3-pontos é definida por 

Co{p\, {P\-P2f ,pl,ml,m\,ml) = 

P 
2e JD^k 

1 

[Â;2 - ml][{k + pi)2 - m\][{k + P2Y - ml] 

Sete tipos de funções Co foram encontradas , a saber 

Co(0,0, s, 0,0,0) 

Co(0,0, i, m^, 0,0) 

1 7T 

T 

* 
IGtt^ ^ 

2\^ir 
ilníl 

1 
+ -ln^ 

+ Li21 

Co(0, t, s + í + fi, 0,0, m?) 

Co(0, s,s + t + u, m^, 0,0) 

Co(0,0,0, m^, 0,0) 

Co(0,0,0,0,0, m^) 

Co(0,p^,p^O,0,m^) 

Co(0,0) , 

‘ A— V j £ , IGtt^ 

Co(0, 0,0,m^,0,0) , 

—i 1 
Ae—f- termos finitos 

IGtt^ ^£ 

(E.4) 

(E.5) 

(E.6) 

(E.7) 

(E.8) 

(E.9) 

(E.IO) 

(E.ll) 

(E.12) 

(E43) 

(E44) 

(E45) 
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4. Função Escalar de 4-Pontos 

A integral escalar de 4-pontos é dada por 

DqÍpI, {p\-P2f ,{P2-P3f,pl,plAPi-P3f,TTT't'mi,ml,ml)=, 

f D<^k ^ 

(E.16) 

[k"^ - mg][(A: +pi)2 - +^2)^ - rn‘^][{k + ps)'^ ~ mj] 

O cálculo da integral Dq que surge na amplitude da caixa foi baseado nos métodos 

de [75], 

A seguir apresentamos o resultado apenas das partes divergentes. 

Z)o(0, s, s + t + ã, í, 0,0,0,0,0, m^) = 
/f 

s 

2\ s 

s(m^ — i) e 

1 2 / 
—. + -In 1 

+ partes finitas 

t 

m 

(E 

O cálculo da partes finitas da Dq é extremamente complicado, em função disso 

apresentamos a seguir uma maneira alternativa de obter a expressão da Dq. 

A função escalar Dq de Passarino-Veltman. 

Mesmo com todos os argumentos a favor da finitude da função discutido no 

capítulo 7, é preciso calculá-la explicitamente de maneira a extrair as suas partes 

finitas. A maior dificuldade dessa tarefa é o cálculo explícito da função escalar D^. 

Em primeiro lugar, não pudemos encontrar na literatura uma tal função que, a 

exemplo da nossa, possuísse 3 propagadores não-massivos e 1 massivo calculada em 

regularização dimensional, portanto, mesmo com o cálculo explícito, não poderiamos 

comparar nossos resultados de modo e obter confiança a respeito das partes finitas 

principalmente, dado qua a estrutura de pólos está fixada pelo fato de que 1^ é finita. 

Ainda assim, uma tentativa foi feita seguindo os métodos e sugestões da ref. [75]. 

A estrutura de pólos foi de fato confirmada, mas as partes finitas ainda deixavam 

dúvidas. 

Felizmente fomos capazes de encontrar uma solução simples e segura para o 

cálculo da Dq. 

Como argumentamos, a combinação de integrais escalares 

JE = s[C'o(0,0,0, s, 0,0) + (m^ — i) Dq] d- 2i (^0(0,0, i, 0,0) (E.18) 

é finita em 4 dimensões. A questão é: sendo T finita, é possível que possamos 

identificá-la com alguma função escalar finita? Caso isso fosse possível, estaríamos 

ao mesmo tempo confirmando a finitude de Ja e expressando a Dq em função de ou- 

tras funções escalares mais simples de serem calculadas através da expressão (E.18) 

acima. Veremos que isso de fato é possível! 
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Primeiramente vamos reescrever (E.18) de uma forma mais conveniente 

r = n^ j D^q A{s + 2f) + P’ J DU (E.19) 

onde o 4-vetor 

= s(A:f - 

goza das seguintes propriedades 

Pa-Q = 0 

Pb-Q = 0 . 

Além disso, o cálculo explícito da integral 

P’J D"q (E.20) 

mostra que ela é finita no limite £ —> 0 e dada por (E.12). 

Dessa maneira, T é dada por 

T' — ('^4" 2í)C'o + J (E.21) 

Se pudermos mostrar que o segundo termo pode ser escrito em termos de uma 

combinação finita de integrais escalares, então nosso objetivo terá sido alcançado. 

Vamos, portanto, nos concentrar nesta integral. 

Escrevendo-a explicitamente, temos o seguinte 

veja agora que o numerador da primeira integral pode ser escrito como 

{(J + Pa- kif -rr? = ~rn^ d-2q- (p„ - ki) + {pa - /ci)^ 

= q“^ + i - rn^ + 2q ■ {pa - kl) 

2q-{pa~ki) = q^ d-{i - rrí^) - \{q d-Pa - kiY - m^] . (E.23) 

O numerador da segunda integral, por sua vez, pode ser reescrito usando as identi- 

dades 

J D^q 

“^q-Pb = q^ -{q- Pb)^ 

-2q-pa = q^ - {qd-Pa)‘^ , 

(E.24) 

(E.25) 
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de forma que 

/ D‘^q 
/ 

2q ■ Q 

D, 
fí 

2e 

- / D^^q 
/ 

ÍQ + Pa- kif- - rri^ 

D, 
(E.26) 

+ t 
/ 

ti“ I í*"' / 
/ 

d (9 + Pa)^ + (g - Pb)" 

E>4 

Agora é fácil identificar as integrais escalares 

-,d_ ‘2‘Q ' Q / D''? 
/ E>4 

= s[C'o-(m^-í)£>o-Co(0, 0, 0, s, 0, 0)]+2tC'o-2íCo(0,0, í, 0, 0) 

(E.27) 

Substituindo na expressão de T temos, finalmente 

— (ã + 2Í)Cq + (s + 2Í)Co — {s[Co(0,0,0, s, 0,0) + — t)Do\ + 2íCo(0,0, i, 0,0)} 

= 2(s + 2Í)Co - T , 

TF — (s + 2Í)Cq . (E.28) 

A função Dq pode agora ser escrita em termos de funções escalares de 3-pontos, 

muito mais simples de serem calculadas 

Do = 
1 

s(m^ — t) 
[(s + 2t)Co - sCo(0,0,0,s,0,0) - 2tCo(0,0,í,m^O,0)] . (E.29) 

Essa expressão para a Dq foi a usada na implementação numérica dos resultados em 

NLO de QCD. 

A função F{§, t, ü) citada após a equação (7.68) é dada por 

F(s, i, ú) = ^sní^ + — 2ü){s^ — P) — 3iP{s^ — xP) — 2ÍxP{i — ú)] . (E.30) 
^ (jj 
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