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formação cient́ıfica na área de F́ısica de Part́ıculas e fenomenologia de altas energias. Pri-
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Luiz Fernando Mackedanz, João Thiago de Santana Amaral, e em particular aos colegas que
estiveram mais presentes no decorrer destes anos de Doutoramento, Emmanuel Gräve de
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não, mas que contribúıram decisivamente para a conclusão deste trabalho, tanto no âmbito
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anos de 2009 e 2010. O agradecimento a estes colegas é dado pelo coleguismo sempre presente
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Resumo

Após muitos anos de avanços cient́ıficos, o mecanismo de geração de massa das part́ıculas
elementares ainda é um método a ser estabelecido na F́ısica de Part́ıculas, o que poderia ser
confirmado com a descoberta do bóson de Higgs. Após diversas propostas para mecanismos
de produção, este bóson ainda não foi observado experimentalmente, sendo sua detecção
esperada no Grande Colisor de Hádrons.

Esta tese propõe um mecanismo de produção central exclusiva difrativa do bóson de Higgs
pela fotoprodução, inspirado na abordagem do grupo de Durham para a produção deste bóson
por meio da Troca Dupla de Pomerons. A ideia empregada neste mecanismo é combinar as
vantagens encontradas na proposta do grupo de Durham com aquelas observadas nas Colisões
Ultraperiféricas. O mecanismo de fotoprodução envolve a produção do bóson de Higgs no
subprocesso γp em alta energia por meio da Troca Dupla de Pomerons, onde a interação
difrativa ocorre entre o dipolo de cor proveniente da flutuação do fóton inicial e o conteúdo
partônico do próton. Como a massa do bóson de Higgs determina a escala dura da interação,
é posśıvel empregar a Cromodinâmica Quântica perturbativa e modelar a interação pela troca
de glúons no canal t. Esse mecanismo permite introduzir o vértice de fusão de glúons para a
produção do bóson de Higgs, o qual é dominante para a produção do bóson de Higgs em um
largo intervalo de massa. Ademais, introduz-se parâmetros fenomenológicos para suprimir a
radiação de glúons, bem como predizer corretamente a seção de choque de produção incluindo
a Probabilidade de Sobrevivência da Lacuna de Rapidez. Com isso, aplica-se este modelo
de interação γp em Colisões Ultraperiféricas entre prótons e núcleos usando a Aproximação
de Fóton Equivalente para o fluxo de fótons. A seção de choque de produção do bóson de
Higgs é estimada para as energias do Tevatron e do LHC, comparando nossas predições com
outras obtidas em diferentes propostas na literatura. Além disso, a distribuição em rapidez
do bóson de Higgs é estudada, mostrando a centralidade da produção.

Como resultado, obtém-se uma taxa de eventos em colisões pp da mesma ordem daquela
estimada pelo grupo de Durham, na faixa de 1−6 femtobarn. Contudo, efetuando-se uma
análise para inserção da Probabilidade de Sobrevivência da Lacuna de Rapidez no mecanismo
de fotoprodução, os resultados se tornam competitivos com aqueles previstos pelos mecanis-
mos de produção eletromagnética e de Troca Dupla de Pomerons, mostrando a fotoprodução
difrativa como um meio promissor para a detecção do bóson de Higgs no LHC. Como resul-
tado desta abordagem, as predições para a seção de choque em processos pA demonstra um
incremento significativo em relação às predições anteriores, estimando a seção de choque em
colisões pPb da ordem de 1 picobarn. Este resultado é duas ordens de grandeza maior que
em colisões pp, contudo a luminosidade e o tempo de operação com colisões pPb será muito
menor que em colisões pp. Ainda assim, os eventos serão muito limpos, livres de interações
superpostas que ocorrem em alta luminosidades na operação em colisões pp.
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Abstract

After several years of scientific development, the mass generation mechanism for elemen-
tary particles is still to be established in particle physics, which would be confirmed with the
discovery of a Higgs boson. After many proposals for the production mechanisms, this boson
has not yet been observed experimentally, and its detection at the Large Hadron Collider is
expected.

Here I propose a mechanism of central exclusive diffractive production of the Higgs boson
by photoproduction, inspired by the approach of the Durham group for Higgs boson produc-
tion by Double Pomeron Exchange. The idea employed in this mechanism is to combine the
advantages found in the proposal of the Durham group, and those related to ultraperipheral
collisions. The photoproduction mechanism involves Higgs boson production in the γp sub-
process at high energy by Double Pomeron Exchange, where the diffractive interaction occurs
between the color dipole resulting from the fluctuation of the initial photon, and the parton
content of the proton. As the Higgs boson mass determines the hard scale of the interaction,
it is possible to apply perturbative Quantum Chromodynamics, and to describe the interac-
tion by the exchange of gluons in the t-channel. This mechanism allows the introduction of
the gluon fusion vertex for Higgs boson production, which is the leading mechanism for a
wide range of masses. Moreover, phenomenological parameters are introduced to suppress
gluon radiation, and correctly predict the production cross section including the rapidity gaps
survival probability. Thus, this mechanism is applied to the γp subprocess in ultraperipheral
collisions between protons and nuclei using the Equivalent Photon Approximation for the
photon flux. The cross section is estimated for Higgs boson production at the Tevatron and
LHC energies, comparing these predictions to those from previous work. The Higgs boson
rapidity distribution is also predicted to show the production centrality.

As a result, the event rate in pp collisions is found to be of the same order as that
estimated by the Durham group, in the range 1−6 femtobarn. However, evaluating an
analysis to include the rapidity gap survival probability in the photoproduction mechanism,
the results become competitive with those predicted by the electromagnetic and Double
Pomeron Exchange mechanisms, showing the diffractive photoproduction to be a promising
production channel for Higgs boson detection at the LHC. The predictions for the cross
section in pA processes show a significant enhancement in comparison to previous estimates,
resulting in a cross section for pPb collisions of the order of 1 picobarn. This is two orders of
magnitude higher than in pp collisions, however both the luminosity and the running time
with pPb collisions will be much lower than in pp ones. Nevertheless the events are going to
be very clean, free of the pile-up present in high luminosities pp runnings.
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1.3.4 Observáveis f́ısicos na Teoria Eletrofraca . . . . . . . . . . . . . . . . 22
1.3.5 A descoberta dos bósons vetoriais . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23

1.4 Conclusões . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25
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A. Cromodinâmica Quântica . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 131

Lista de figuras . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 136

Lista de tabelas . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 142

Referências . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 144



Introdução

A Quebra Espontânea de Simetria determinou um marco na F́ısica de Part́ıculas na década
de sessenta ao permitir avanços significativos na teoria do Modelo Padrão, sobretudo conjec-
turando a existência de part́ıculas elementares até então não previstas na teoria. Além disso,
abordagem permitiu o estudo de uma das questões intrincadas do Modelo Padrão: a geração
das massas das part́ıculas elementares. Abordando a quebra de simetria na Teoria Eletro-
fraca (”Electroweak Theory” - EW), a massa dos quarks e léptons puderam ser previstas,
bem como prever a existência dos bósons vetoriais mediadores, os quais são os portadores da
interação eletrofraca. Como consequência deste mecanismo de geração de massa, foi sugerida
a existência de um novo bóson escalar, o qual seria responsável pela geração de massa das
part́ıculas elementares devido ao seu acoplamento com as mesmas. Desta forma, o acopla-
mento direto1 com part́ıculas sem massa, como o fóton, não seria posśıvel. Logo, o bóson
de Higgs passou a ser o observável f́ısico mais relevante a ser detectado experimentalmente
a fim de se confirmar o mecanismo de geração de massa das part́ıculas através da Quebra
Espontânea de Simetria.

Em 1983, a primeira evidência surgiu com a detecção dos bósons vetoriais mediadores
carregados W± e neutro Z0 nos experimentos UA1 e UA2 do acelerador ”Super Proton
Synchrotron” (Spp̄S) no CERN, recebendo, assim, um respaldo experimental parcial em
relação à Quebra Espontânea de Simetria, pois ainda era necessário confirmar a existência
do bóson de Higgs. Dessa maneira, o último item do Modelo Padrão a ser verificado era a
existência do bóson de Higgs. Após quase trinta anos de estudos, esta verificação ainda não
pode ser feita devido as escalas de energias necessárias para tal, pois (i) a massa do bóson
de Higgs é razoavelmente alta se comparada à massa de outras part́ıculas elementares, sendo
esta imposśıvel de ser prevista pela teoria, e (ii) os vértices de produção deste bóson escalar
possuem acoplamentos com part́ıculas de alta massa, como bósons eletrofracos massivos e o
quark top, ou pequenas frações de momentum carregado, como no caso do vértice de fusão
de glúons.

Alguns aceleradores já tentaram confirmar a existência do bóson de Higgs, como o LEP
no CERN e o Tevatron no Fermilab, porém, sem sucesso em detectá-lo. Entretanto, mesmo
sem obterem resultados conclusivos, os experimentos puderam avaliar os seus dados a fim de
determinar as possibilidades para esta descoberta. Sendo assim, no ano de 2000, a análise
dos dados coletados nos experimentos do acelerador LEP puderam definir um limite inferior
para a massa do bóson de Higgs de MH > 114.4 GeV. Ademais, a análise combinada dos
dados obtidos nos experimentos CDF e DØ do Tevatron também puderam excluir uma faixa
de massa onde há uma pequena possibilidade de se encontrar o bóson de Higgs: 158 GeV
< MH < 170 GeV, ambas exclúıdas com um ńıvel de confiança de 95%. Estas restrições
são importantes para avaliar os posśıveis canais de decaimento do bóson de Higgs a fim de

1 Acoplamento direto significa o acoplamento entre as part́ıculas por meio de um vértice. Como será
tratado adiante, o acoplamento do bóson de Higgs com fótons reais, neste caso o acoplamento pode ser dito
indireto, pois ele é intermediado por um laço de quarks ou bósons vetoriais.
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serem detectados nos experimentos, pois cada canal de decaimento demanda uma distinta
análise dos dados, além do que cada canal pode possuir maiores ou menores dificuldades
experimentais para sua observação. Por exemplo, a observação do decaimento em pares de
quarks bottom já foi descartada pelo experimentos CMS no LHC devido a estas dificuldades.

Frente às dificuldades que estes aceleradores enfrentaram na busca pelo bóson de Higgs
e aliado ao insucesso de sua detecção, um novo acelerador foi projetado com o intuito de
incrementar substancialmente a energia das colisões entre part́ıculas para, ao que se espera,
ser capaz de produzir e detectar o bóson de Higgs. O Grande Colisor de Hádrons (Large Ha-
dron Collider - LHC) entrou em operação em 2009 e, com sucesso, efetua atualmente colisões
próton-próton com uma energia de centro-de-massa de 7 TeV, quase quatro vezes maior que
aquela alcançada no Tevatron. O principal avanço é alcançar colisões entre prótons e núcleos
em mais altas energias, o que possibilitará explorar um novo regime cinemático para testar o
Modelo Padrão. A sua operação neste regime está programada para ocorrer até 2012, quando
o colisor passará por uma atualização para operar em 2014 com uma energia mais alta.
Espera-se alcançar uma energia de centro-de-massa de 14 TeV nas colisões próton-próton,
mais de sete vezes maior se comparada à energia de operação do Tevatron (1.8−1.96 TeV).
Com isso, toda a faixa de massa do bóson de Higgs e seus mecanismos de produção passam
a ser acesśıveis experimentalmente. Contudo, mesmo com estes pontos positivos, também
existe uma maior probabilidade de ocorrerem interações onde os estados finais são idênticos
aos dos decaimentos do bóson de Higgs, chamado de rúıdo (”background”). Logo, apesar
de ser alcançado um regime de energia suficientemente alto no LHC, a razão entre a taxa
de eventos e o rúıdo produzido pela produção de outras part́ıculas (”signal-to-background”
- S/

√
B) será muito pequena, o que acarretará em um grande esforço tanto experimental

quanto estat́ıstico para se obter uma análise precisa a fim de confirmar a existência do bóson
de Higgs.

Dessa forma, existem diversas propostas teóricas buscando contornar parte destas difi-
culdades, ou seja, buscando assinaturas espećıficas de estados finais, bem como incrementar
a taxa de eventos a fim de se reduzir a supressão causada pelo sinal de fundo. Uma des-
tas propostas é a produção do bóson de Higgs em processos centrais exclusivos difrativos
(”Central Exclusive Diffractive” - CED), onde os sinais de fundo podem ser suprimidos pelo
uso de regras de seleção de spin-paridade e cortes cinemáticos nos dados. Estes processos
possuem uma razão S/

√
B maior que a de processos inclusivos, mas a assinatura experi-

mental caracteŕıstica dos processos difrativos é a ocorrência de lacunas no estado final, onde
não há atividade hadrônica. Estas lacunas são observadas quando os dados são analisados
em relação à distribuição em pseudorapidez da part́ıcula produzida, neste caso, o bóson de
Higgs. Estas lacunas de rapidez são bem conhecidas e observadas experimentalmente, sendo
a assinatura mais evidente para a análise de processos desta natureza. Adicionalmente, uma
caracteŕıstica f́ısica deste processo é a pequena modificação da trajetória dos prótons após a
interação, desviando-os somente de poucos graus em relação à trajetória original. Com isso,
os experimentos no LHC estão introduzindo dispositivos muito próximos ao feixe de part́ı-
culas a fim de possibilitar a detecção destes prótons remanescentes e, por sua vez, identificar
as lacunas de rapidez dos processos difrativos.

Dentre as propostas para a produção difrativa do bóson de Higgs, a interação pela Troca
Dupla de Pomerons (”Double Pomeron Exchange” - DPE) se mostra como a mais promissora
frente aos aspectos experimental e fenomenológico. Este tipo de interação proporciona a
produção de part́ıculas em rapidez central, promovendo um estado final contendo duas la-
cunas de rapidez, sendo esta a assinatura caracteŕıstica deste processo. Além do mais, neste
processo as predições para a taxa de eventos e seção de choque de produção se mostram
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superiores se comparadas às predições de outros processos difrativos, como a fusão de fótons.
Do ponto de vista fenomenológico, a interação pela troca de um Pomeron pode ser repre-
sentada pela troca de dois glúons no regime de altas energias. Sendo assim, o mecanismo
de produção pela Troca Dupla de Pomerons permite introduzir o vértice de fusão de glúons
para a produção do bóson de Higgs, o qual é o vértice dominante para esta produção em um
amplo intervalo de massa. Em 1997, Khoze, Martin e Ryskin propuseram o mecanismo de
produção difrativa do bóson de Higgs em colisões próton-próton por meio da Troca Dupla de
Pomerons descrita pela QCD perturbativa, representado pela troca de glúons duros no canal
t. Ademais, uma série de artigos deste grupo foi publicada até o presente ano procurando
discutir os aspectos relevantes da proposta, bem como a viabilidade experimental de obser-
vação do bóson de Higgs por meio deste processo. Sendo assim, até o presente momento,
este processo se mostra o mais promissor para a detecção do bóson de Higgs no LHC dentre
os mecanismos de produção difrativa, na qual a seção de choque de produção prevista é
aproximadamente de 3 fb para o processo exclusivo. Contudo, um aspecto fenomenológico
de extrema importância em processos difrativos é a possibilidade de contaminação da lacuna
de rapidez no estado final do processo devido a reespalhamentos entre os prótons incidentes,
dificultando assim a análise destas assinaturas. Esta contaminação ocorre devido a interação
entre os prótons antes da interação difrativa, o que permite que part́ıculas produzidas antes
do evento de interesse sejam detectadas no estado final, reduzindo drasticamente o tamanho
da lacuna de rapidez. Desta forma, uma correção deve ser efetuada a fim de computar a
correta fração de eventos que será observada experimentalmente. Esta correção é chamada
de Probabilidade de Sobrevivência da Lacuna de Rapidez (”Rapidity Gap Survival Proba-
bility” - GSP) e determina a fração de eventos onde os reespalhamentos não preencherão
as lacunas de rapidez. Existem diversas propostas para o cálculo desta probabilidade, o
qual depende especificamente do processo de produção em questão. Para o caso do bóson
de Higgs, existem estimativas em torno de 5% para processos difrativos no Tevatron e de
1−3% do LHC. Além da Troca Dupla de Pomerons, outras part́ıculas podem ser trocadas no
processo produzindo lacunas de rapidez no estado final, como fótons e bósons vetoriais W±

e Z0. Da mesma forma que na produção do bóson de Higgs por meio do vértice de fusão de
glúons, o vértice de fusão de fótons também permite produzi-lo. Entretanto, diferentemente
do caso de glúons, onde a contribuição dominante no acoplamento indireto provém do laço
de quark top, o vértice de fusão de fótons possui contribuições de diversos laços envolvendo
quarks e bósons eletrofracos. Efetuando a soma de todas estas contribuições, a seção de
choque de produção eletromagnética do bóson de Higgs é prevista como 0.1 fb, não sendo
significativa para colisões próton-próton. Contudo, para estimativas em colisões nucleares, a
seção de choque de produção do mecanismo eletromagnético cresce enormemente devido a
contribuição do número Z de prótons no interior dos núcleos em colisão. Com isso, a seção de
choque alcança uma magnitude de 18 pb em colisões PbPb, resultado este que é importante
para comparação com o resultado obtido com outros mecanismos.

Outro mecanismo de produção central foi proposto pela análise da estrutura de jatos em
relação ao momentum transverso pT , onde se introduz uma distribuição de glúons efetiva a
fim de se descrever a estrutura do Pomeron. A abordagem Ingelman-Schlein, que utiliza a
fatorização difrativa, permite predizer a seção de choque de processos de Difração Simples ou
de Troca Dupla de Pomerons, onde o subprocesso partônico é calculado perturbativamente.
Desta forma, a distribuição partônica dos prótons é substitúıda pela função de estrutura do
Pomeron, sendo esta descrita pelo fluxo de Pomerons a partir do próton e a distribuição de
pártons no interior do Pomeron em interação. Estes dois parâmetros possuem uma aborda-
gem fenomenológica, tendo sua informação extráıda através do acelerador HERA no DESY
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com a utilização dos dados obtidos pelo detector H1. Assim, é posśıvel estimar as seções de
choque de produção para diversas part́ıculas, porém correspondem a uma fração de eventos
muito pequena se comparada ao número de eventos observado em processos inclusivos. Logo,
a observação das lacunas de rapidez se torna essencial para estudar estes processos difrati-
vos. Contudo, existem trabalhos recentes que procuram demonstrar a quebra da fatorização
difrativa nos atuais regimes cinemático experimentados nos aceleradores. Indiretamente se
pode observar esta quebra em HERA, porém se torna quase evidente no regime de energia
do Tevatron, mostrando-se que os resultados teóricos superestimam os dados. Uma forma
de contornar esta dificuldade, é introduzir o fator de sobrevivência das lacunas de rapidez
na fatorização difrativa, obtendo-se uma boa descrição para as seções de choque observadas
experimentalmente.

Em aceleradores, uma fração das colisões irão ocorrer com grande parâmetro de impacto,
onde interações por meio da troca de fótons entre os prótons será mais provável, pois a
distância de interação será muito maior que a escala de ação da força forte, suprimindo as
interações pela troca de glúons. Estes tipos de colisões são conhecidas como Colisões Ultra-
periféricas, onde o campo eletromagnético ao redor dos prótons incidentes irá emitir fótons,
ocorrendo processos do tipo γγ ou γp. Um parâmetro fenomenológico utilizado para determi-
nar a geometria das colisões próton-próton, próton-núcleo e núcleo-núcleo é a centralidade.
Logo, esta grandeza permite estimar o número de nucleons participantes da interação no
processo, e define alguns tipos de colisões que ocorrerão em aceleradores: colisões centrais
possuem centralidade 0%, entre 10% e 70% são chamadas colisões não-centrais, de 70% a 90%
são colisões periféricas e acima de 90% são designadas como Colisões Ultraperiféricas. Entre-
tanto, estes valores não são exatamente contabilizados, mas são inferidos pelo mapeamento
do estado final produzido. Para as Colisões Ultraperiféricas, a abordagem teórica empregada
para efetuar predições das seções de choque de produção utiliza a Aproximação de Fóton
Equivalente, onde a seção de choque hadrônica é fatorizada em termos da seção de choque
do subprocesso partônico de interesse e do fluxo de fótons provenientes de um dos hádrons
incidente, de um próton no caso de processos γp, ou de ambos os prótons em subprocessos
γγ. Com isso, produções eletromagnéticas serão favorecidas, o que possibilita a análise de
um conjunto de dados de colisões não-centrais, onde efeitos da força forte se fazem menos
presentes. Recentemente, o trabalho de Motyka e Watt aplica a ideia de processos ultrape-
riféricos para a produção de mésons vetoriais e do bóson vetorial Z0 em colisões γp. Estas
colisões já foram estudadas anteriormente para a energia do acelerador HERA no DESY,
porém com energia de centro-de-massa muito inferior àquela que será alcançada no LHC.
Além disso, no caso do LHC a abordagem deve ser distinta, onde a emissão de fótons não
ocorre a partir do elétron, mas de um hádron. Assim, processos de produção de part́ıculas
de mais alta massa começam a ser favoráveis no LHC se comparados às energias alcançadas
em LEP, HERA, RHIC e o Tevatron.

Sendo assim, uma alternativa é aplicar o vértice de produção do bóson de Higgs (gg → H)
a processos provenientes de Colisões Ultraperiféricas, proporcionando uma seção de choque
de produção suficientemente grande para observar um número razoável de eventos no LHC,
bem como analisar os dados de processos não-centrais. Dessa forma, a produção do bóson de
Higgs é estudada aplicando a proposta de Khoze, Martin e Ryskin para o processo γp, onde o
fóton irá flutuar num par quark-antiquark, que por sua vez irá interagir difrativamente com o
próton através da Troca Dupla de Pomerons. Neste processo de fotoprodução, o estado final
possuirá duas lacunas de rapidez, uma entre o fóton e o bóson de Higgs, e outra entre este
e o próton, e através das quais se poderá identificar este processo experimentalmente, desde
que estas sobrevivam frente aos processos de reespalhamento. Logo, este processo também
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acarreta o uso da Probabilidade de Sobrevivência da Lacuna de Rapidez, o que irá suprimir
a seção de choque de produção. Além disso, o mecanismo de fotoprodução é aplicado a
Colisões Ultraperiféricas, tanto para prótons quanto para núcleos, sendo que para núcleos a
seção de choque é substancialmente maior devido ao conteúdo interno dos núcleos, ou seja,
grande número de prótons como fontes emissoras de fótons de alta energia. Como no LHC
irão ocorrer colisões entre prótons e entre núcleos, o mecanismo de fotoprodução é versátil
para permitir predições em todos estes regimes, com aspectos fenomenológicos distintos para
cada caso. Mas como se poderia pensar, as colisões entre núcleos não permitirão observar um
grande número de eventos, pois a GSP para estas colisões diminui drasticamente, além de
possuir outras dificuldades experimentais que não favorecem a produção do bóson de Higgs
frente as predições para colisões próton-próton e próton-núcleo. Como proposto no trabalho
de D’Enterria e Lansberg, as colisões próton-núcleo proporcionam os melhores aspectos ex-
perimentais para a produção eletromagnética do bóson de Higgs, o que deve ser avaliado para
a fotoprodução. Porém, mesmo com probabilidade de alguns por cento, devido a diferentes
abordagens para o cálculo do fator de sobrevivência, os diferentes cálculos para o bóson de
Higgs são competitivos no regime cinemático do LHC.

Portanto, esta Tese de Doutorado se propôs a estudar um novo mecanismo de produção
difrativa do bóson de Higgs em processos γp, onde a interação entre o fóton e o próton se dará
pela Troca Dupla de Pomerons. Seguindo a mesma proposta de Khoze, Martin e Ryskin,
neste trabalho se aborda a troca de glúons duros, onde o vértice de produção por meio da
fusão de glúons pode ser introduzido. Entretanto, para efetuar este acoplamento entre o
fóton e o próton, é necessário considerar a flutuação do fóton em um par quark-antiquark,
ou dipolo de cor. Basicamente, existem duas formas de descrever este efeito f́ısico, e neste
trabalho adotamos o formalismo de Fator de Impacto, onde a amplitude de espalhamento
desta flutuação é calculada por meio das Regras de Cutkosky. Dessa forma, as Regras
de Feynman convencionais puderam ser empregadas para o cálculo da parte imaginária da
amplitude, e se considerou a interação do fóton pela troca de glúons no canal t. Assim,
pode-se estudar a produção do bóson de Higgs em rapidez central, onde uma lacuna de
rapidez surge no estado final entre o bóson de Higgs e o próton. Esta se torna a principal
assinatura para a detecção do bóson de Higgs em aceleradores de part́ıculas. Além disso, com
a interação γp sendo efetuada pela troca de glúons no canal t, o acoplamento destes glúons ao
próton pode ser introduzido por uma função de distribuição partônica no próton, fornecendo
a probabilidade de emissão de glúons para a interação. Esta função prevê a probabilidade
de haver a emissão de dois glúons do próton que irão contribuir para a produção do bóson
de Higgs, e isso depende da fração de momentum do glúon emitido e de seu momentum
transverso. Logo, para se considerar a Troca Dupla de Pomerons, é necessário avaliar a
escala da fração de momentum dos glúons envolvidos no processo. Neste caso, para as
predições para o LHC, esta fração deve ser de x < 0.01, através da qual pode se considerar
que o próton perde pouco de momentum durante a interação (tp = 0), e, assim, a função
distribuição é representada por uma distribuição não-integrada de glúons.

Considerando-se a aplicação desta proposta a Colisões Ultraperiféricas, partiu-se do re-
sultado já obtido anteriormente para a produção do bóson de Higgs contendo um fóton real
no estado inicial do processo, ou seja, fótons com virtualidade nula. Assim, nesta Tese se
buscou estender os resultados para processos com fótons com virtualidade não-nula, chama-
dos de fótons quasi-reais, com virtualidade limitada pelo valor superior determinado pela
condição de coerência obtidas para as Colisões Ultraperiféricas, Q2 . R−2

p . Logo, predições
para a taxa de eventos puderam ser feitas para processos γp tanto para o LHC quanto para
o Tevatron. Espera-se que as predições para o Tevatron estejam muito abaixo das predições
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para LHC, pois a energia de centro-de-massa de 1.96 TeV não proporciona aos glúons uma
fração de momentum pequena o suficiente para considerar o acoplamento próton-Pomeron.
Ademais, espera-se que estas predições sejam fortemente suprimidas na aplicação a processos
próton-próton, pois o fluxo de fótons proveniente dos prótons decresce com o aumento da
energia de centro-de-massa. Apesar deste efeito, mesmo para as energias mais elevadas do
LHC (7 e 14 TeV), as predições para Tevatron são significativamente menores que as efe-
tuadas para o LHC. Portanto, este mecanismo de fotoprodução teve com ponto de partida
reunir as vantagens da abordagem de Troca Dupla de Pomerons com aquelas observadas nas
Colisões Ultraperiféricas.

Adicionalmente, esta Tese se dedicou a estudar outra abordagem para a produção do
bóson de Higgs pela Troca Dupla de Pomerons, utilizando a fatorização difrativa para as
energias do Tevatron e do LHC. Sendo já conhecida a seção de choque partônica da produção
do bóson de Higgs pela fusão de glúons em precisão além da ordem dominante, o mecanismo
de Troca Dupla de Pomerons foi explorado para processos de Difração Simples e Central,
sendo este último similar a abordagem para a interação por meio da troca de glúons duros.
Como resultado, estimou-se a seção de choque de produção do bóson de Higgs bem como sua
distribuição em rapidez para diferentes regimes de energia, obtendo-se uma seção de choque
da mesma ordem a obtida em outras abordagens, podendo demonstrar a similaridade da
abordagem da fatorização difrativa e de troca de glúons duros. Assim, pode-se mostrar que
para o regime cinemático do LHC as seções de choque difrativas são altas o suficiente para
serem medidas experimentalmente, principalmente com o uso de detectores especiais para
observar as lacunas de rapidez dos processos por troca de Pomerons. O objetivo alcançado
neste segundo trabalho foi descrever as predições para a produção difrativa do bóson de
Higgs com as correções radiativas inclúıdas analiticamente, diferente de outras abordagens
onde somente um fator multiplicativo é acrescido a seção de choque, o que adiciona incertezas
às estimativas.

Portanto, foi posśıvel efetuar estimativas além daquelas planejadas, estudando distintos
processos difrativos para a produção do bóson de Higgs no LHC. Como resultado, foram
efetuadas quatro publicações em revistas internacionais de alto fator de impacto, além de
apresentar estes trabalhos em diferentes conferências internacionais. Sendo assim, esta Tese
foi constrúıda como segue: no Cap. 1 o mecanismo de geração de massa das part́ıculas por
meio do Mecanismo de Higgs é apresentado. A seguir, os prinćıpios básicos da Teoria Eletro-
fraca são apresentados, demonstrando-se o sucesso do Mecanismo de Higgs para a unificação
da Eletromagnética Quântica com a das Interações Fracas. Com a previsão de existências
dos bósons vetoriais mediadores, os resultados experimentais do CERN para suas descober-
tas são apresentados, sendo uma evidência positiva para o estabelecimento do Mecanismo de
Higgs. A fenomenologia do bóson de Higgs do Modelo Padrão é revista no Cap. 2, sendo os
principais aspectos experimentais discutidos, os quais são essenciais para a sua detecção em
aceleradores. Os canais de decaimento mais promissores para a detecção do bóson de Higgs
serão ilustrados, e os aspectos experimentais discutidos. No Cap. 3 é feita uma revisão da
F́ısica de aceleradores, iniciando pelo Espalhamento Profundamente Inelástico, introduzindo
as parametrizações empregadas para a descrição do conteúdo partônico dos hádrons. Após
isso, as colisões hadrônicas são descritas para os processos envolvendo pártons e léptons, os
quais são empregados nesta Tese. No que diz respeito aos processos em altas energias, os
prinćıpios básicos fenomenológicos da F́ısica Difrativa são apresentados no Cap. 4, conjunta-
mente com os aspectos experimentais para sua observação. Os prinćıpios da Teoria de Regge
são estudados como proposta para a interação entre hádrons em altas energias. A seguir, suas
implicações no DIS são elaboradas e estendidas para as colisões hadrônicas, apresentando a
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abordagem de Ingelman-Schlein para o conteúdo partônico do Pomeron. O Cap. 5 revisita as
principais abordagens para a produção difrativa do bóson de Higgs no LHC, tanto por meio
da Cromodinâmica Quântica quanto pela Eletrodinâmica Quântica. As estimativas para
ambos os mecanismos são apresentadas para os diferentes regimes de energia e seus aspectos
fenomenológicos discutidos. No Cap. 6 é feita a descrição da abordagem da fotoprodução
difrativa do bóson de Higgs, sendo a proposta inédita desta Tese e objeto de estudo durante
durante todo este Doutoramento. De forma completa, será apresentado o cálculo da seção
de choque do processo difrativo pelo uso do formalismo de Fator de Impacto. A seguir, serão
avaliados os resultados estimados para a sua produção em energias tanto do Tevatron quanto
do LHC. Adicionalmente, em uma abordagem paralela a fim de ser objeto de comparação,
os cálculos efetuados com o uso da fatorização difrativa também são delineados bem como
os resultados obtidos. Ao fim, são discutidos estes resultados e seu impacto para a detecção
do bóson de Higgs no LHC. Por fim, o último caṕıtulo registra as conclusões desta Tese
referentes aos resultado das análises fenomenológicas apresentadas.

m
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Caṕıtulo 1

Teoria Eletrofraca

O Mecanismo de Higgs como o mecanismo de geração de massa das part́ıculas elementares
foi um marco para a F́ısica de Part́ıculas, produzindo um novo entendimento para o Modelo
Padrão. Com a aplicação deste mecanismo foi posśıvel efetuar a unificação da Eletrodinâmica
Quântica com a Teoria das Interações Fracas, dando origem a Teoria Eletrofraca. Neste caṕı-
tulo serão expostos os prinćıpios básicos do Mecanismo de Higgs e sua incorporação à Teoria
Quântica de Campos de forma a encontrar a conexão entre as interações eletromagnéticas e
fracas. Com esta construção, foram obtidos os campos dos bósons vetoriais mediadores, o
que permitiu prever as suas massas e outros aspectos do Modelo Padrão. A detecção destes
bósons no acelerador SPS no CERN estabeleceu evidências positivas pra a Teoria Eletrofraca,
sugerindo-a como uma das teorias fundamentais do Modelo Padrão, o que abriu as portas
para uma nova jornada em busca do último parâmetro da teoria ainda não encontrado.

1.1 Teoria das Interações Fracas

A descoberta da radiação β proveniente do decaimento do nêutron no núcleo atômico trouxe
consigo uma dificuldade até então não pensada: o elétron emitido possúıa um espectro con-
t́ınuo de energia. Com isso, a lei de conservação de energia estava seriamente comprometida,
pois, no decaimento de dois corpos (a exemplo, nêutron decaindo em um próton e um elétron)
o elétron remanescente deve ter uma energia bem definida.

Defronte esta evidência, diversas possibilidades foram levantadas para solucionar o pro-
blema, porém, Pauli propôs [1] a existência de outra part́ıcula, mais tarde chamada por Fermi
de neutrino1, o que permite o elétron possuir um espectro cont́ınuo de energia e trazendo
então a salvação para a lei de conservação de energia. A fim de incorporar a existência do
neutrino em uma teoria para o decaimento β, Fermi baseou-se nos trabalhos de Heisenberg,
Pauli e Dirac a respeito da quantização do campo eletromagnético, sendo inspirado no aco-
plamento corrente-corrente da Eletrodinâmica. Assim, o processo de decaimento pode ser
descrito por uma Hamiltoniana contendo um termo referente à interação entre as part́ıculas
envolvidas no processo [2]

HF = H0
n +H0

p +H0
e +H0

ν +
∑

i

Ci

∫
d3x

(
ūpÔiun

)(
ūeÔiuν

)
, (1.1.1)

1 Atualmente, sabemos que o neutrino faz parte das famı́lia de part́ıculas relacionadas com os léptons.
Nestas famı́lias, cada neutrino possui a propriedade de ser de “mão-esquerda”, ou seja, seu momentum linear
possui direção oposta ao de seu spin. Em contrapartida, o anti-neutrino é de “mão-direita”, seu momentum
linear tem a mesma direção de seu spin. Na iniciativa de Pauli, ele aponta a existência do anti-neutrino do
elétron ν̄e.
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ondeH0
i são as Hamiltonianas individuais, ui são as funções de onda das part́ıculas envolvidas

no processo com suas respectivas funções de onda adjuntas de Dirac, ūi, e Ôi são os operadores
apropriados que representam a transição no decaimento, sendo regulados pelos coeficientes
Ci. Como resultado, foram encontrados acoplamentos espećıficos para este tipo de interação,
o que permitiu estudar transições dependendo do operadores quânticos introduzidos, dando
origem as reações chamadas de transições de Fermi e de Gamow-Teller [3].

Através desta teoria, alguns decaimentos foram estudados, onde um deles se tornou fa-
moso por trazer sérias dúvidas à comunidade cient́ıfica devido a sua natureza peculiar. O
decaimento do méson K+, inicialmente encontrado pelo estado final π0µ+ν, era visto como
um “quebra-cabeças” por possuir outros tipos de decaimento, como π+π0 e π+π+π−. Como
resultado do estudo deste decaimento, descobriu-se uma das caracteŕıstica mais conheci-
das das interações fracas: a violação da conservação de paridade. Além desta propriedade
inesperada, a Interação Fraca foi responsável pela compreensão da ocorrência de certos de-
caimentos. Como pode ser visto experimentalmente [4], neutrinos pertencem à famı́lia dos
léptons, onde elétrons, múons e táuons são relacionados a seus respectivos neutrinos. Isto
vem explicar porque certos decaimentos não são vistos como esperado. Por exemplo, o decai-
mento do múon ocorre fracamente originando o estado eνeνµ e não eletromagneticamente eγ.
Portanto, isto confirma a hipótese já levantada [5] de que existe uma quantidade conservada
nos processos envolvendo léptons, a qual foi chamada de número leptônico. Esta quantidade
explica a razão para não existirem processos onde, por exemplo, múons sejam relaciona-
dos a neutrinos do elétron ou do táuon, ou seja, de diferentes gerações. O termo descrito
na Hamiltoniana de Fermi relembra a contribuição de corrente eletromagnética presente na
Eletrodinâmica. Por esta analogia, é intuitiva a introdução da chamada corrente leptônica
fraca

H(L)
int =

G√
2

∫
d3x J (L)†

µ (x) Jµ
(L)(x). (1.1.2)

Como se pode ver, cada geração da famı́lia de léptons irá interagir com a sua própria e com
as outras duas famı́lias. Como resultado, a interação através de correntes leptônicas repre-
senta processos envolvendo part́ıculas de cada famı́lia, como, por exemplo, o espalhamento
neutrino-elétron (e− + νe → e− + νe) e o decaimento do múon (µ− → e− + ν̄e + νµ). Porém,
nem todos os processos serão permitidos, sendo necessário que as part́ıculas envolvidas no
processo sejam convertidas em part́ıculas de sua geração, ou seja, que estas troquem sua carga
de uma unidade, mantendo conservado o número leptônico e a carga elétrica no processo.
Esta propriedade da interação envolvendo correntes leptônicas são chamadas de interações
por Corrente Carregada e por Corrente Neutra. Contudo, a existência dos processos de Cor-
rente Neutra não foram previstos inicialmente na teoria de Fermi, o que causou mais tarde
a sua reformulação. Devido a isso, uma forma de a introduzir na teoria foi tentada, porém,
apoiando-se nas evidências experimentais, deixando de lado o formalismo original. Com o
aux́ılio de constantes de acoplamento (gA e gV ), pode-se resolver o problema de incorporar
as Correntes Neutras à Hamiltoniana de interação.

A fim de contornar estes problemas, é imprescind́ıvel estender a teoria com cálculos em
mais altas ordens em teoria da perturbação. O cálculo em segunda ordem de teoria de
perturbação para um processo envolvendo a Interação Fraca pode ser efetuado levando-se
em conta os estados inicial e final, os quais referem-se à interação por Corrente Neutra ou por
Corrente Carregada, além de considerar a região de interação entre os vértices do diagrama.
Para tanto, recorre-se às regras de Feynman, onde acrescentamos um propagador para as
part́ıculas que mediam a interação entre os dois vértices, no caso, férmions. Porém, este
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cálculo leva a uma integral divergente do tipo

S(2) ≃ G2
F

∫
d4q

q2
≃ G2

∫ ∞

0

q3 dq

q2
≃ G2

∫ ∞

0

q dq → ∞. (1.1.3)

Este tipo de divergência em relação aos termos em mais alta ordem na constante de aco-
plamento, neste caso na constante de acoplamento de Fermi GF , ocorre igualmente na Ele-
trodinâmica Quântica (”Quantum Electrodynamics” - QED). No diagrama conhecido como
polarização do vácuo, um diagrama de auto-energia relacionado ao vácuo, também gera uma
integral divergente. Porém, como a QED é uma teoria de gauge, podem-se usar proprie-
dades de simetria a fim de eliminar a divergência [6]. Entretanto, a teoria de Fermi não é
uma teoria de gauge, e neste ponto não se pode utilizar uma analogia com a QED. Enfim,
esta divergência é natural na teoria, sendo explicada pela exigência de a interação entre as
part́ıculas proceder num mesmo ponto do Espaço-Tempo. O que pode ser aproveitado da
QED é a descrição da interação entre léptons por meio da troca de uma part́ıcula virtual,
no caso, um fóton. Baseado na hipótese de Yukawa [7], especula-se que seja posśıvel na
teoria de Fermi que o neutrino e o elétron troquem um bóson mediador, o que elimina a
divergência proveniente dos propagadores. Para tal, e em analogia com a QED, elabora-se
um acoplamento efetivo, o qual depende do momentum transferido q2

Geff(q
2) =

g2

q2 −M2
W

q→∞−→ g2

q2
, (1.1.4)

onde g é uma constante de acoplamento adimensional que representa o vértice envolvendo a
part́ıcula mediadora. Como estamos tratando de uma Interação por Corrente Carregada ou
uma por Corrente Neutra, espera-se que existam dois tipos de bósons mediadores, W e Z,
pois, dependendo do tipo de interação, estes devem ou não possuir carga elétrica. Assim, a
integral divergente é regulada

S(2) ≃ g4
∫

d4q

q2

(
1

q2

)2

≃ g4
∫

dq

q3
. (1.1.5)

Entretanto, nas interações por Corrente Carregada e por Corrente Neutra, os bósons media-
dores devem acoplar com correntes vetoriais jµ, sendo propagadores de spin 1 descritos por
campos vetoriais, da mesma forma como ocorre com o fóton na QED. Tais propagadores têm
a forma

D(MV )
µν (q2) = −gµν − qµqν/M

2
V

q2 −M2
V

→ qµqν
q2M2

V

q2→∞−→ 1

M2
V

. (1.1.6)

Como se pode ver, o aparecimento dos quadrimomenta no numerador torna esta teoria não-
renormalizável. No caso da QED, como o fóton é uma part́ıcula sem massa, o seu propagador
não possui o mesmo problema, fazendo com que a teoria se torne renormalizável. Este ponto
é crucial para o sucesso da teoria: pela interação por Corrente Carregada e por Corrente
Neutra, é necessário existir propagadores massivos a fim de intermediar a interação entre
um neutrino e seu lépton no limite de pequeno momentum transferido. Contudo, para que
a teoria se mantenha renormalizável, é imprescind́ıvel que os propagadores envolvidos no
processo tenham uma forma assintótica similar a de uma part́ıcula sem massa. No limite de
q2 → 0 os vértices devem ter a forma [8]

Geff(q
2) = g2Dµν(q

2) → G, (1.1.7)
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o qual claramente não se cumpre com o propagador de uma part́ıcula sem massa. Entretanto,
no caso dos bósons W e Z com massa MW e MZ , respectivamente, tem-se

Geff(q
2)

q2→0−→ g2

M2
V

= G. (1.1.8)

Portanto, é necessária uma forma de incorporar propagadores sem massa à teoria, porém, de
alguma forma, estes devem adquirir massa no limite de pequeno momentum transferido.

1.2 Geração de massa das part́ıculas

1.2.1 Quebra Espontânea de Simetria

Devido às propriedades das Interações Fracas, é preciso encontrar um modo de incorporar
a ela um propagador referente a uma part́ıcula massiva, tornando-a simultaneamente em
uma teoria de gauge. Para isso, deve-se ter em mente a ideia de Quebra Espontânea de
Simetria. Esta quebra pode ser vista em teorias pelas quais se pode quebrar uma invariância
frente a um dado grupo de simetrias. Outro caso seria a quebra de simetria quando existe
uma Lagrangiana invariante a um certo grupo de simetrias, porém o seu estado de vácuo
(ou fundamental) não obedece tal propriedade. Este estado de vácuo corresponde ao valor
esperado do vácuo tomado em relação ao campo em questão. A fim de visualizar esta quebra
de simetria, pode-se introduzir o campo real com auto-interação de quarta ordem

L =
1

2

[
(∂µφ)(∂µφ)− µ2φ2

]
− λ

4!
φ4, (1.2.1)

pelo qual se obtém as equações de campo

(�+ µ2)φ+
λ

3!
φ3 = 0. (1.2.2)

Um campo constante φ0, independente de x, será solução destas equações caso se cumpra

φ0 (µ
2 +

λ

3!
φ2
0) = 0. (1.2.3)

A partir da Lagrangiana anterior, pode-se escrever a Hamiltoniana referente à interação

H =
1

2

[
π2 − (~∇φ)2 + µ2φ2

]
+
λ

4!
φ4, (1.2.4)

onde π(x) = ∂0φ(x). A solução encontrada para as equações de campo (φ0) é o campo
referente ao mı́nimo de energia desta Hamiltoniana, ou seja, o estado de vácuo. Neste
caso, considera-se a Hamiltoniana como positivo-definida, isto é, λ > 0, fazendo com que
a posição do mı́nimo de energia dependa da quantidade µ2. Quando esta quantidade for
positiva (µ2 > 0), a única solução φ0 das equações de campo será φ0=0. Esta quantidade µ
pode ser entendida como a massa do campo em questão. Levando em conta que a quantidade
µ2 seja negativa, adquire-se as soluções

φ0+ = +

√
−6µ2

λ
≡ φ0, (1.2.5a)

φ0− = −
√

−6µ2

λ
, (1.2.5b)
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Figura 1.1: Potencial tridimensio-
nal gerado pelos campos de Higgs.
Os estados de vácuo posśıveis se en-
contram na circunferência que deter-
mina os pontos mı́nimos do gráfico.

ou seja, o potencial terá os pontos de mı́nimo definidos, como é ilustrado pela Fig.1.1,

U(φ0) = 0 (1.2.6a)

U(φ0+) = U(φ0−) = −3

2

µ4

λ
. (1.2.6b)

Claramente se observa que a Lagrangiana na Eq.(1.2.1) possui a simetria de reflexão
φ→ −φ, tornando o estado de vácuo degenerado. Para que se possa fazer o desenvolvimento
de U(φ), H(φ) e L(φ), não é necessário que o campo φ0 tenha um valor espećıfico, podendo
tomar qualquer valor das infinitas possibilidades de ponto de mı́nimo do potencial. Porém,
uma vez escolhido o estado de vácuo, a simetria é espontaneamente quebrada. A fim de
visualizar isso, escolhe-se um estado de vácuo espećıfico a fim de quebrar a simetria da
Lagrangiana, o que é efetuado pela substituição φ′ = φ − φ0, sendo φ0 o ponto de mı́nimo
escolhido,

L(φ′ = φ− φ0) =
1

2

[
(∂µφ′)(∂µφ

′)−m2φ′2]− λφ0

3!
φ′3 − λ

4!
φ′4 +O(1) . . . , (1.2.7)

onde m2 = 2|µ2| e os termos constantes são descartados. O campo φ′ possui as propriedades
de um campo f́ısico: seu estado de vácuo é φ′

0 = 0 e adquire massa positiva
√
2|µ2| com

uma interação cúbica φ′3, ao invés de uma interação quártica. Como esperado, a invariância
frente à simetria de reflexão é quebrada, pois a Lagrangiana não mais é invariante frente à
troca φ′ → −φ′. Analisando a Eq.(1.2.6b), a adição de uma constante referente ao mı́nimo
do potencial U(φ), desloca o estado de vácuo para a posição de energia potencial nula

U ′(φ) =
λ

4!

(
φ2 − φ2

0

)2
. (1.2.8)

Logo, o resultado alcançado é transformar a teoria através da quebra de uma dada simetria
partindo de um campo genérico com uma dada massa imaginária, passando para um campo
com massa real.

1.2.2 Mecanismo de Higgs

A aplicação do conceito de Quebra Espontânea de Simetria leva ao surgimento de campos
vetoriais massivos, os quais resolvem o problema da Teoria de Fermi relativo aos propaga-
dores das Interações Fracas. O mecanismo pelo qual são geradas estas massas é o chamado
Mecanismo de Brout-Englert-Guralnik-Hagen-Higgs-Kibble [9], mas popularmente conhecido
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como Mecanismo de Higgs. Este mecanismo considera a seguinte Lagrangiana expressa em
termos de campos escalares complexos

ϕ(x) =
1√
2

[
ϕ1(x) + ıϕ2(x)

]
(1.2.9a)

ϕ∗(x) =
1√
2

[
ϕ1(x)− ıϕ2(x)

]
, (1.2.9b)

ou seja,

Lϕ = (∂µϕ)∗(∂µϕ)− µ2ϕ∗ϕ− λ

3!
(ϕ∗ϕ)2, (1.2.10)

onde esta Lagrangiana é invariante frente às transformações do grupo de rotações SO(2)

ϕ(x) → ϕ̃(x) = Uϕ(x) = eıαϕ(x). (1.2.11)

Assumindo que as rotações, antes consideradas globais, ou seja, o parâmetro que define a
transformação é uma constante, passem a ser locais, o gerador se torna uma função depen-
dente da posição do Espaço-tempo

ϕ̃(x) = U(x)ϕ(x) = eıgθ(x)ϕ(x). (1.2.12)

Entretanto, frente a esta propriedade das transformações locais, a Lagrangiana na Eq.(1.2.10)
deixa de ser invariante devido ao surgimento de um termo relacionando à derivada do parâ-
metro do grupo de rotações

(∂µϕ)′∗ = −ıge−ıgθ(x)[∂µθ(x)]ϕ† + e−ıgθ(x)(∂µϕ)† (1.2.13a)(
∂µϕ

)′
= ıgeıgθ(x)[∂µθ(x)]ϕ+ eıgθ(x)(∂µϕ), (1.2.13b)

as quais podem ser reescritas como

(∂µϕ)∗ = e−ıgθ(x) (∂µ − ıg∂µθ)ϕ†, (1.2.14a)(
∂µϕ

)
= eıgθ(x)

(
∂µ + ıg∂µθ

)
ϕ, (1.2.14b)

o que mostra que a Lagrangiana não é invariante frente às transformação de gauge locais.
Em analogia com a QED, é necessário encontrar uma derivada generalizada a qual obedece
a lei de transformação imposta a ϕ(x). Para tal, é posśıvel introduzir um campo de gauge
aµ(x) a fim de tornar a Lagrangiana na Eq.(1.2.10) invariante frente às transformações locais
de simetria. Assim sendo, a derivada em questão pode ser escrita como

Dµϕ(x) =
[
∂µ + ıgaµ(x)

]
ϕ(x), (1.2.15a)

[
Dµϕ(x)

]† ≡ Dµ∗ϕ†(x) =
[
∂µ − ıgaµ(x)

]
ϕ†(x), (1.2.15b)

onde a quantidade Dµ é chamada de derivada covariante e o campo de gauge aµ(x) tem a
forma

aµ′(x) = aµ(x)− ∂µθ(x), (1.2.16)

sendo transformado simultaneamente com o campo ϕ(x) [Eq.(1.2.12)]. Finalmente, a La-
grangiana constrúıda com os campos ϕ(x), ϕ†(x), aµ(x) e com a derivada covariante é um
invariante de gauge

(
D′µϕ′)†Ω

(
D′

µϕ
′
)
= (Dµϕ) Ω

(
Dµϕ

)
, (1.2.17)
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onde o operador Ω representa as transformações dos campos f́ısicos. Como aµ(x) se trata de
um campo de gauge, a Lagrangiana f́ısica deve conter o seu termo de energia cinética, sendo
expressa como

L = −1

4
F µνFµν + (Dµϕ)∗(Dµϕ)− µ2ϕ∗ϕ− λ

3!
(ϕ∗ϕ)2 . (1.2.18)

Como foi assumido anteriormente, consideramos λ > 0 e µ2 < 0, o que leva o mı́nimo da
energia potencial escalar ocorrer para

ϕ∗ϕ =
φ2
0

2
= −1

2

(
6µ2

λ

)
= −3µ2

λ
. (1.2.19)

A quebra de simetria ocorre quando um dos posśıveis estados de vácuo é escolhido, neste
caso

ϕ0 =
φ0√
2
, (1.2.20)

ϕ1(0) = ϕ2(0) = 0, (1.2.21)

levando a Lagrangiana

L = −1

4
F µνFµν +

1

2
g2φ2

0a
µaµ +

1

2

[
(∂µϕ′

1)(∂µϕ
′
1)−m2ϕ′2

1

]

+
1

2
(∂µϕ′

2)(∂µϕ
′
2)−

λ

3!
φ0(ϕ

′2
1 + ϕ′2

2 )ϕ
′
1 −

λ

4!
(ϕ′2

1 + ϕ′2
2 )

2 +O(ϕaµ) + . . . ,

(1.2.22)

onde m2 = −2µ2, com µ2 < 0. A novidade nesta Lagrangiana é o segundo termo da
expressão, o qual corresponde à massa do campo aµ(x), mv = gφ0. As transformações de
gauge para os novos campos são agora

ϕ̃′ +
φ0√
2
= exp[ıgθ(x)]

[
ϕ′(x) +

φ0√
2

]
, (1.2.23)

onde os campos serão dados por

ϕ̃′
1 = cos[gθ(x)]

(
ϕ′
1 +

φ0√
2

)
− sin[gθ(x)]ϕ′

2 −
φ0√
2
, (1.2.24a)

ϕ̃′
2 = cos[gθ(x)]ϕ′

2 + sin[gθ(x)]

(
ϕ′
1 +

φ0√
2

)
, (1.2.24b)

ãµ(x) = aµ(x)− ∂µθ(x). (1.2.24c)

Entretanto, existe uma diferença entre a Lagrangiana da Eq.(1.2.22) e aquela antes da in-
trodução do campo de gauge aµ(x): anteriormente, existiam quatro componentes do campo
vetorial sem massa juntamente com os campos ϕ1 e ϕ2; posteriormente, observa-se as com-
ponentes ϕ′

1 e ϕ′
2 além das três componentes do campo vetorial massivo, ou seja, existe

um campo espúrio na descrição final, o qual pode ser eliminado por uma transformação de
gauge, sendo este campo conhecido como bóson de Goldstone [10]. Assim, efetua-se a troca
de variáveis

ϕ(x) =
1√
2

[
ρ(x) + φ0

]
exp[ıgw(x)/φ0], (1.2.25a)

aµ(x) = Cµ −
1

φ0

∂µw(x). (1.2.25b)
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Os novos campos são ρ(x), w(x) e Cµ e o valor φ0 em ϕ determina o mı́nimo da energia
potencial, sendo essencial para esta transformação que φ0 6= 0. Com estes novos campos,
tem-se

Dµϕ ≡ (∂µ + ıgaµ)ϕ =
1√
2

{
∂µρ(x) + ıgCµ[ρ(x) + φ0]

}
exp[ıgw(x)/φ0], (1.2.26)

resultando na Lagrangiana

LEW = −1

4
CµνCµν +

m2
v

2
CµCµ −

λφ0

3!

− 1

2
(∂µρ)(∂µρ)−

m2
ρ

2
ρ2 − λ

4!
ρ4 +

g2

2
CµCµ(ρ

2 + 2ρφ0). (1.2.27)

Nesta Lagrangiana existem dois campos massivos: o campo Cµ, com massa igual amC = gφ0,

e o campo ρ, com massa mρ =
√
2|µ|2. O campo w(x), como se pode ver, não está presente

na Lagrangiana final, o qual representa o campo espúrio. Isto ocorre pois o grau de liberdade
que existia sendo o bóson de Goldstone transformou-se em outro grau de liberdade do campo
vetorial Cµ, o que se manifestou como a geração de sua massa. Portanto, este mecanismo
permite gerar a massa dos propagadores das Interações Fracas, dando a oportunidade de se
renormalizar a teoria mesmo com campos massivos.

1.3 A teoria de Glashow-Salam-Weinberg

1.3.1 A unificação do Eletromagnetismo com as Interações Fracas

Com a descoberta do caráter vetorial das Correntes Fracas e a posśıvel descrição das Inte-
rações Fracas através da Teoria Quântica de Campos, surgiu a ideia de se unificar as teorias
Eletromagnética e das Interações Fracas em uma única formulação. Devido às caracteŕısticas
nas formulações iniciais, as teorias não apontavam nenhuma possibilidade de existir uma di-
ferença de massa entre os campos envolvidos, isto é, tanto o campo eletromagnético quanto
o campo fraco não deveriam ter massa. Como visto anteriormente, a Lagrangiana do campo
fraco deveria ser invariante frente às transformações do grupo SO(2), o que revela a natureza
não-massiva dos campos envolvidos.

Contudo, com o advento do mecanismo de Higgs e a geração de massa dos campos,
foi posśıvel pensar em unificar estas teorias, devido ao fato de que, mesmo com ambos os
campos inicialmente sem massa, seria posśıvel gerar a massa necessária dos campos dos
bósons W e Z por via deste mecanismo, permitindo que os demais campos permanecessem
sem massa, como é o caso do campo do fóton e do neutrino. O primeiro modelo para a
unificação das teorias foi proposto através da descrição de três campos vetoriais associados a
três geradores do grupo SO(3) [11]. Dessa forma, identifica-se a corrente neutra relacionada
à Interação Eletromagnética e os outros dois campos ligados aos bósons vetoriais mediadores
das Interações Fracas. Porém, este modelo foi descartado devido ao surgimento da evidência
experimental das interações por Corrente Neutra [12], a qual não era prevista neste modelo.

Com isso, outro modelo foi proposto para incluir a interação por Corrente Neutra, descrito
com o grupo de simetrias SU(2)⊗U(1) [13]. Analogamente, são inclúıdos quatro geradores
do grupo, sendo τ1, τ2 e τ3 para SU(2) e 1 para U(1). Portanto, conciliando este grupo de
simetrias com o mecanismo de Higgs, os campos que descrevem o fóton e os bósons vetoriais
mediadores massivos são posśıveis de serem obtidos na teoria, mantendo seu caráter de teoria
renormalizável.
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1.3.2 Teoria de Salam-Weinberg

Com o intuito de unificar as teorias Eletromagnética e das Interações Fracas, considera-se a
interação entre elétrons e neutrinos do elétron [13], sabendo que neutrinos são completamente
polarizados e do tipo mão-esquerda, escrevendo-os na forma de um dubleto de mão-esquerda

L(x) =

(
uν

L
(x)

ue
L
(x)

)
, (1.3.1)

onde define-se

uℓ
L
(x) =

1

2
(1− γ5)uℓ(x) (1.3.2)

Entretanto, elétrons são part́ıculas massivas, o que corresponde a ter uma componente do
tipo mão-direita do operador de campo do elétron, o qual é descrito como um singleto de
isospin, sendo invariante frente às transformações do grupo SU(2)

R(x) = ue
R
(x) =

1

2
(1 + γ5)ue(x). (1.3.3)

A fim de manter estes campos invariantes frente às transformações do grupo SU(2), é neces-
sário que estes, primeiramente, não contenham massa. Através de transformações de gauge,
utilizando o mecanismo de Higgs, a massa do campo do elétron será gerada sem afetar a
invariância da Lagrangiana. Com isso, a Lagrangiana para o dubleto e o singleto de léptons
é dada por

L = L̄
(
ıγµ∂µ

)
L+ R̄

(
ıγµ∂µ

)
R, (1.3.4)

tendo a dinâmica dos neutrinos e elétrons descrita pela equação de Dirac. Para gerar a
massa do elétron através do mecanismo de Higgs, é necessário introduzir campos escalares
na teoria. Portanto, a equação de Dirac que descreve o elétron deve ter a forma

[
ıγµ∂µ − gϕ(x)

]
ue(x) = 0, (1.3.5)

para então, com uma mudança no campo escalar em função do estado de vácuo ϕ′(x) =
ϕ(x)− φ0, produza a equação

[
ıγµ∂µ −m− gϕ′(x)

]
ue(x) = 0, (1.3.6)

com massa m = gφ0, indicando a geração de massa através do valor esperado do vácuo
para ϕ(x). Para introduzir esta geração de massa no contexto onde escrevemos os estados
de elétron e neutrino como dubleto de isospin, deve-se analisar a interação entre os campos
L(x) e R(x) com campos escalares. Para isso, esta interação deve ser invariante frente ao
grupo SU(2), o que remete a escrever estes campos escalares, chamado Campo de Higgs, na
forma de dubletos

ϕ(x) =

(
ϕ1(x)
ϕ2(x)

)
, (1.3.7)

ou seja, uma Lagrangiana posśıvel tem a forma

L = L̄
(
ıγµ∂µ

)
L+ R̄

(
ıγµ∂µ

)
R−Ge

(
L̄ϕR + R̄ϕ†L

)

+ (∂µϕ†)(∂µϕ)−M2ϕ†ϕ− λ

4!

(
ϕ†ϕ

)2
. (1.3.8)
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Como se vê na Eq.(1.3.8), os últimos três termos correspondem à auto-interação do campo
escalar, e os termos relacionados à constante de acoplamento Ge definem a interação entre
ϕ, L(x) e R(x). Além disso, esta Lagrangiana é invariante frente às transformações globais
dos grupos SU(2) e U(1), por construção. Efetuando transformações no espaço de Hilbert,
obtém-se os autovalores dos operadores isospin T3 e hipercarga Y referentes a cada campo
contido na Lagrangiana. A partir destes autovalores é obtida a carga elétrica de cada campo
através da relação

Q =

(
T3 +

Y

2

)
e, (1.3.9)

a qual é chamada relação de Schwinger-Nishijima [5].
Seguindo os mesmos passos anteriores, busca-se a invariância da Lagrangiana frente às

transformações locais de simetria do grupo SU(2)⊗U(1). Seguindo o mesmo procedimento
àquele aplicado a QED, designa-se campos vetoriais de gauge aµa(x) (a=1,2,3) e Bµ(x) de
forma que seja posśıvel obter as derivadas covariantes referentes a cada campo da Lagrangiana

DµL(x) =

[
∂µ + ıgaµa(x)

τa
2
+ ı

g′

2
Bµ(x)

]
L(x), (1.3.10a)

Dµϕ(x) =

[
∂µ + ıgaµa(x)

τa
2
− ı

g′

2
Bµ(x)

]
ϕ(x), (1.3.10b)

DµR(x) =
[
∂µ + ıg′Bµ(x)

]
R(x), (1.3.10c)

e os tensores de campo para os campos vetoriais aµa e Bµ são dados por

Gµν
a = ∂νaµa − ∂µaνa + gεabca

µ
b a

ν
c , (1.3.11a)

Bµν = ∂νBµ − ∂µBν . (1.3.11b)

A partir destas definições, a Lagrangiana total pode ser escrita como

L = −1

4
Gµν
a Gµν,a −

1

4
BµνBµν − µ2ϕ†ϕ− λ

3!

(
ϕ†ϕ

)2
+
(
Dµϕ

)†
(Dµϕ)

+ L̄
(
ıγµDµ

)
L+ R̄

(
ıγµDµ

)
R−Ge

(
L̄ϕR + R̄ϕ†L

)
, (1.3.12)

a qual é invariante frente às transformações locais do grupo SU(2)⊗U(1). Estendendo esta
Lagrangiana para a famı́lia de léptons, o termo que se refere aos campos do elétron e do
neutrino são estendidos para campos leptônicos na forma

L = −1

4
Gµν
a Gµν,a −

1

4
BµνBµν − µ2ϕ†ϕ− λ

3!

(
ϕ†ϕ

)2
+
(
Dµϕ

)†
(Dµϕ)

+
∑

ℓ

{
L̄ℓ

(
ıγµDµ

)
Lℓ + R̄ℓ

(
ıγµDµ

)
Rℓ −Gℓ

(
L̄ℓϕRℓ + R̄ℓϕ

†Lℓ

)}
, (1.3.13)

onde a soma é efetuada sobre ℓ = e, µ, τ . As massas dos léptons serão determinadas em
função da constante de acoplamento Gℓ

me =
φ0√
2
Ge, (1.3.14)

mµ =
φ0√
2
Gµ, (1.3.15)

mτ =
φ0√
2
Gτ , (1.3.16)

como esperado pela aplicação do Mecanismo de Higgs.
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1.3.3 A Lagrangiana eletrofraca

Trabalhando somente com a primeira famı́lia de léptons, o que permite uma abordagem
simplificada para a descrição da teoria, reescreve-se o campo escalar em função do estado de
vácuo φ0 tomando os termos relacionados à constante de acoplamento do elétron (Ge)

Ge

(
L̄ϕR + R̄ϕ†L

)
= Ge

[(
ūν

L
ue

R

)
ϕ1 +

(
ūe

R
uν

L

)
ϕ†
1 +

(
ūe

L
ue

R

)
ϕ2 +

(
ūe

R
ue

L

)
ϕ†
2

]
,

(1.3.17)

vemos que os termos contendo o campo ϕ2 possuem como fatores os produtos dos campos do
elétron. Com isso, para gerar a sua massa, é necessário quebrar espontaneamente a simetria
através do campo ϕ2, ou seja, deslocando este campo em relação ao estado de vácuo

ϕ2(x) =
φ0√
2
+

1√
2

[
χ1(x) + ıχ2(x)

]
, (1.3.18a)

ϕ†
2(x) =

φ0√
2
+

1√
2

[
χ1(x)− ıχ2(x)

]
, (1.3.18b)

o que leva a Eq.(1.3.17) a

Ge

(
L̄ϕR + R̄ϕ†L

)
= Ge

[(
ūν

L
ue

R

)
ϕ1 +

(
ūe

R
uν

L

)
ϕ†
1 +

φ0√
2
(ūeue)

+
1√
2
(ūeue)χ1 +

ı√
2
(ūeγ

5ue)χ2

]
. (1.3.19)

Reagrupando estes termos com aqueles referentes à parte cinética na Lagrangiana, adquire-se

L̄
(
ıγµ∂µ

)
L + R̄

(
ıγµ∂µ

)
R−Ge

(
L̄ϕR + R̄ϕ†L

)
= ūe

(
ıγµ∂µ −me

)
ue + ūνL

(
ıγµ∂µ

)
uνL

− Ge

{(
ūνLueR

)
ϕ1 +

(
ūeRuνL

)
ϕ†
1 +

1√
2
(ueūe)χ1 +

ı√
2
(ūeγ

5ue)χ2

}
,

(1.3.20)

onde me = φ0Ge/
√
2 é a massa do elétron gerada pelo valor esperado do vácuo do campo

ϕ2(x). Com isso, a Lagrangiana agora é invariante frente às transformações do grupo
SU(2)⊗U(1) e às transformações simultâneas dos campos

a′µa = aµa − ∂µΛa − gεabcΛba
µ
c , (1.3.21a)

B′µ = Bµ − ∂µθ. (1.3.21b)

Como o dubleto de campos escalares φ(x) é equivalente a quatro campos reais, é posśıvel
expressá-lo como

ϕ(x) = exp

(
ıgΛa

τa
2

)(
0

ϕ̃1(x)

)
, (1.3.22)

onde os quatro campos reais agora são os três campos Λa e ϕ̃1. A invariância de gauge faz
com que a Lagrangiana seja independente de Λa, desaparecendo estes campos e possibilitando
fazer a escolha para o dubleto de campos escalares da seguinte forma

ϕ(x) =
1√
2

(
0

φ0 + χ1(x)

)
. (1.3.23)
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Mais precisamente, fixa-se um gauge do grupo SU(2) de um dado campo ϕ(x) tal que o
campo transformado ϕ′(x) tendo ϕ′

1(x) = 0 e ℑϕ′
2 = 0. Logo, a Eq.(1.3.20) tem a forma

L̄
(
ıγµ∂µ

)
L + R̄

(
ıγµ∂µ

)
R−Ge

(
L̄ϕR + R̄ϕ†L

)
=

= ūe
[
ıγµ∂µ −me

]
ue + ūνL

(
ıγµ∂µ

)
uνL − Ge√

2
(ūeue)χ1. (1.3.24)

Portanto, o campo de Higgs gerou a massa do elétron e fez surgir uma interação entre
o campo escalar com o elétron, expresso pelo termo contendo χ1. Para encontrar a massa
do campo de Higgs, é necessário voltar-se aos termos contendo µ2 e λ na Lagrangiana na
Eq.(1.3.13). O valor mı́nimo da energia potencial é expresso em função da massa do campo,
φ2
0 = −6µ2/λ, o qual modifica na Lagrangiana os termos lineares em χ1 obtidos pela substi-

tuição do campo escalar [Eq.(1.3.23)] por termos de µ2 e λ. Os termos com χ2
1 serão

(
−µ

2

2
− 6λ

4!
φ2
0

)
χ2
1 = µ2χ2

1. (1.3.25)

Como a massa µ2 é negativa, é viśıvel que o campo χ1 possui uma massa positiva, mχ1
≡

MH =
√
−2µ2, sendo um parâmetro livre da teoria que não é posśıvel predizer seu valor.

Assim, este é uma das principais perguntas a serem respondidas com a descoberta do bóson
de Higgs: determinar o valor de sua massa, o que traz consequências para o Modelo Padrão
dependendo do valor encontrado.

Para descrever a Lagrangiana completa da Teoria Eletrofraca, parte-se da Lagrangiana
na Eq.(1.3.13), onde se definem três campos a partir dos campos de gauge aµa contidos nas
derivadas covariantes

W µ =
1√
2

(
aµ1 + ıaµ2

)
, (1.3.26a)

Zµ = aµ3 cos θW +Bµ sin θW , (1.3.26b)

Aµ = −aµ3 sin θW +Bµ cos θW , (1.3.26c)

onde θW é o chamado ângulo de Weinberg, o qual é definido por

sin θW =
g′

(g2 + g′2)1/2
, (1.3.27a)

tan θW = g′/g. (1.3.27b)

Os campos definidos em Eq.(1.3.26) possuem os respectivos tensores de campo

W µν = ∂νW µ − ∂µW ν , (1.3.28a)

Zµν = ∂νZµ − ∂µZν , (1.3.28b)

F µν = ∂νAµ − ∂µAν . (1.3.28c)
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Portanto, a Lagrangiana completa possui a seguinte forma

L = ūe
[
ıγµ∂µ −me

]
ue + ūν

L

(
ıγµ∂µ

)
uν

L
(1.3.29a)

+ M2
WW

µ†Wµ −
1

2
W µν†Wµν (1.3.29b)

− 1

4
F µνFµν (1.3.29c)

− 1

4
ZµνZµν +

1

2
M2

ZZ
µZµ (1.3.29d)

+
1

2

[
(∂µχ1)

(
∂µχ1

)
−M2

Hχ
2
1

]
(1.3.29e)

− λa

3!
χ3
1 −

λ

4!
χ4
1 (1.3.29f)

− G√
2
(ūeue)χ1 (1.3.29g)

+
g2

2

(
1

2
χ2
1 + aχ1

)
W µ†Wµ (1.3.29h)

+
1

4
(g2 + g′2)

(
1

2
χ2
1 + aχ1

)
ZµZµ (1.3.29i)

− ı cos θW
(
gZµ − g′Aµ

) (
W µν†Wν −W µνW †

ν

)

− cos2 θW
(
gZα − g′Aα

) (
gZβ − g′Aβ

)
W †

µWν

(
gαβg

µν − δναδ
µ
β

)

+ ı cos θW
(
gZµν − g′F µν

) (
W †

µWν −W †
νWµ

)
(1.3.29j)

+
1

4
g2
(
W µ†W ν −W ν†W µ

)(
W †

µWν −W †
νWµ

)
(1.3.29k)

− g

2
√
2

{[
ūeγ

µ(1− γ5)uν
]
Wµ +

[
ūνγ

µ(1− γ5)ue
]
W †

µ

}
(1.3.29l)

− g′ cos θW (ūeγµue)A
µ (1.3.29m)

− 1

4
(g2 + g′2)1/2

[
ūνγ

µ(1− γ5)uν
]
Zµ

−
[
1

4
(g2 + g′2)1/2

(
ūeγ

µγ5ue
)
+

3

4

g′2 − g2

g2 + g′2
(ūeγ

µue)

]
Zµ (1.3.29n)

onde cada termo da Lagrangiana representa os seguintes Lagrangianas individuais:

(a) Lℓ: Léptons livres com massa mℓ = φ0Gℓ/
√
2 e mν

ℓ
= 0;

(b) LW : bósons vetoriais livres carregados com massa MW = gφ0;

(c) Lγ: Campo Eletromagnético livre sem massa;

(d) LZ : bóson vetorial neutro com massa MZ = φ0

√
g2 + g′2/2 =MW/ cos θW ;

(e) LH : bóson de Higgs neutro com massa MH =
√

−2µ2, com µ2 < 0;

(f) L(χ, χ): Auto-interação dos bósons de Higgs;

(g) L(χ, ue): Interação entre o elétron e o bóson de Higgs;
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(h) L(χ,W ): Interação entre o bóson de Higgs e o bóson W ;

(i) L(χ, Z): Interação entre o bóson de Higgs e o bóson Z;

(j) L(W,A,Z): Interação entre o Campo Eletromagnético e os bósons W e Z;

(k) L(W,W ): Auto-interação entre os bósons W ;

(l) L(ue, A): Interação Eletromagnética dos elétrons;

(m) L(ue, uν ,W ): Interação Fraca de Corrente Carregada via bósons W , donde tem-se

GF√
2

=
g2

8M2
W

(1.3.30)

e =
g g′√
g2 + g′2

= g′ cos θW = g sin θW ≤ g (1.3.31)

(n) L(ue, uν , Z): Interação Fraca de Corrente Neutra via bósons Z.

Inicialmente, existiam somente quatro campos vetoriais de gauge, aµ e Bµ, os quais,
com o uso da Quebra Espontânea de Simetria, foram os responsáveis por gerar a massa
do elétron e dos bósons vetoriais W e Z, mantendo os fótons e os neutrinos sem massa.
Logo, o mecanismo de Higgs gera a massa dos bósons vetoriais mediadores das interações
por Corrente Carregada e por Corrente Neutra, além de manter sem massa o campo Aµ,
o qual pode ser identificado como o campo Eletromagnético. Esta Lagrangiana descreve
com detalhe a Teoria Eletrofraca, prevendo a massa dos bósons vetoriais da Interação Fraca.
Além disso, a carga está intimamente relacionada com a constante de acoplamento fraca g
e, como resultado, prevê uma massa para os bósons vetoriais muito maior que a massa do
próton. Outras implicações já foram estudadas [14], inclusive o cálculo da massa dos quarks
através do mecanismo de Higgs.

1.3.4 Observáveis f́ısicos na Teoria Eletrofraca

As grandezas f́ısicas expressas através da unificação da Teoria Eletromagnética e da Interação
Fraca são as massas dos bósons eletrofracos

MH =
√

−2µ2 = φ0

√
λ/3, (1.3.32a)

MW = gφ0/2, (1.3.32b)

MZ =
MW

cos θW
, (1.3.32c)

a carga elétrica e massa do elétron

e =
gg′√
g2 + g′2

, (1.3.33a)

me = φ0Ge/
√
2, (1.3.33b)

bem como o ângulo de Weinberg e a constante de acoplamento de Fermi

sin θW =
g′√

g2 + g′2
, (1.3.34a)

GF√
2

=
g2

8M2
Z

. (1.3.34b)
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Logo, a quantidade fundamental a ser medida é o ângulo de Weinberg. Da definição do
acoplamento eletromagnético e = g sin θW , é trivial a obtenção da constante de acoplamento
fraca através da medição experimental de sin θW . Além disso, é posśıvel prever a massa dos
bósons vetoriais carregados através de sua relação com a constante de Fermi

MW =
21/4g

2
√
2GF

=
21/4e

2
√
2GF sin θW

, (1.3.35)

e também a dos bósons neutros

MZ =
21/4

√
g2 + g′2

2
√
2GF

=
MW

cos θW
. (1.3.36)

Partindo da massa do bóson W, MW = gφ0/2, pode-se obter o valor esperado do vácuo

φ2
0 =

√
2

2GF
≈ 10−5m−2

p ≈ 10−5 GeV2. (1.3.37)

Este valor esperado do vácuo é relacionado com a constante de acoplamento entre os
campos de Higgs e dos elétrons

G2
F =

2m2
e

φ2
0

≈ 2
√
2× 10−5m

2
e

m2
p

≈ 10−12, (1.3.38)

o qual é despreźıvel comparado ao acoplamento entre o campo eletromagnético e o bóson Z.
Com isso, estima-se a massa dos bósons mediadores

M2
W =

√
2

8

e2

GF sin2 θW
=

(37.5GeV)2

sin2 θW
, (1.3.39)

M2
Z =

(75GeV)2

sin2 2θW
. (1.3.40)

Estimando o ângulo de Weinberg em sin2 θW=1/4, resulta para a massa dos bósons

MW ≈ 75GeV, (1.3.41)

MZ ≈ 90GeV, (1.3.42)

muito maiores que a massa do próton, como já era esperado.

1.3.5 A descoberta dos bósons vetoriais

Em 1983, o CERN contava com um acelerador próton-antipróton com energia de centro-de-
massa

√
s = 540 GeV ≫ MV , suficiente para alcançar a energia necessária para a observação

dos bósons vetoriais. A produção do bóson W é estudada pela aniquilação de um par quark-
antiquark, ilustrado na Fig.1.2, possuindo a seção de choque [15]

σ(qq̄ → W ) =
3πλ̄2

4

ΓiΓ[
(E −MW )2 + Γ2

4

] , (1.3.43)

onde λ̄ é o comprimento de onda reduzido do quark no centro-de-massa. Neste processo, um
requisito necessário era ter quarks e antiquarks com mesma cor. A largura de decaimento
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Figura 1.2: Diagrama de Feynman para as
possibilidades do processo envolvendo troca de
bósons vetoriais.

q̄

q

W−(W+)

ν̄e(e
+)

e−(νe)

inicial era surpreendentemente larga, correspondendo a Γi ≡ Γqq̄ ≈ 600 MeV. Já a largura
de decaimento total dependia do número de gerações de quarks e léptons, que tomada com
Nq = Nℓ = 3, e para uma massa esperada de MW = 80 GeV, era de Γ = 4× Γqq̄ = 2.4 GeV.

Como sabemos, a colisão efetiva entre quarks não é posśıvel, devido ao seu confinamento
dentro dos hádrons. Por conseguinte, era necessário considerar colisões envolvendo prótons e
antiprótons, onde seus quarks carregavam parte de seu momentum. A energia de centro-de-
massa nas colisões quark-antiquark (sqq̄) é relacionada à energia entre prótons e antiprótons
(Spp̄) pela fórmula

sqq̄ = xpxp̄Spp̄, (1.3.44)

onde xp e xp̄ são as frações de momentum carregados pelos quarks. Portanto, para uma
massa em torno de MW = 80 GeV, obtém-se uma energia de centro-de-massa

√
Spp̄ ≈

400− 600 GeV. Logo, a observação do bóson W observada através do processo

p+ p̄→W± +X → (e± + νe) +X, (1.3.45)

onde X denota a fragmentação dos pártons espectadores. A seção de choque para a produção
do bóson W juntamente com a previsão teórica é mostrada na Fig.1.3.

A detecção deste bóson foi feita com o uso de um extenso aparato experimental, sendo
explicado detalhadamente na Ref.[15]. A detecção dos elétron é efetuada através de chuveiros
eletromagnéticos observados no caloŕımetro. Já os neutrinos não podem ser observados
diretamente, sendo utilizada a técnica chamada de Perda de Energia. A observação foi
feita quase que simultaneamente por duas colaborações, UA1 e UA2, os quais mediram uma
massa para estas part́ıculas ligeiramente parecida: MW = 80.5 ± 0.5 GeV (UA1) [16] e
MW = 80+10

−6 GeV (UA2) [17]. Atualmente, este valor é MW = 80.399± 0.023 GeV [18].
Outras possibilidades de decaimento do bóson W foram exclúıdas da análise final, cha-

mados rúıdos (backgrounds) [16], como

W → τ + ντ → [π±(π0) + ντ ] + ντ (1.3.46a)

W → τ + ντ → [e+ νe + ντ ] + ντ . (1.3.46b)

Estendendo a busca do bóson W , procura-se observar o bóson Z através dos eventos

p̄+ p→ Z0 +X → [e+ + e−(µ+ + µ−)] +X, (1.3.47)

encontrando uma massa para o bóson Z de MZ = 95.6± 1.4 GeV. A predição para seção de
choque de produção é mostrada na Fig.1.3 com a curva prevista pela teoria. Atualmente, a
massa deste bóson é medida por MZ = 91.1876± 0.0021 GeV [18].

Portanto, a descoberta dos bósons vetoriais mostrava evidências de que a formulação da
Teoria Eletrofraca podia ser válida, faltando somente encontrar o bóson do campo que gerava
a massa das part́ıculas elementares, o bóson de Higgs.
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Figura 1.3: Seção de choque total
para produção dos bósons vetoriaisW±

e Z0 obtidas em diferentes energia de
centro-de-massa. As curvas represen-
tam as previsões teóricas [15].

1.4 Conclusões

Este caṕıtulo introduziu os prinćıpios da teoria para as Interações Fracas formulada por
Fermi, evidenciando a sua analogia com a Eletrodinâmica. Os problemas relacionados a
divergências dos processos foram avaliados, ilustrando a tentativa de se efetuar uma analogia
com a QED para torná-la uma teoria renormalizável. Um dos principais problemas ligado
às divergências nas Interações Fracas era a possibilidade de descrever a interação através
da troca de bósons vetoriais mediadores sem massa, o que entrava em confronto com a
descrição f́ısica do processo. A fim de solucionar este impasse, o Mecanismo de Higgs foi
introduzido com o intuito de possibilitar a geração de massa destes bósons, tornando a teoria
renormalizável. O entendimento da Quebra Espontânea de Simetria foi introduzido, aspecto
principal para a compreensão do Mecanismo de Higgs.

De posse desta ferramenta, foi posśıvel estabelecer uma descrição das Interações Fracas
segundo a Teoria Quântica de Campos. Através disso, a sua unificação com a Eletrodinâ-
mica Quântica foi possibilitada, descrevendo por meio da Teoria Eletrofraca a descrição de
fenômenos f́ısicos envolvendo o Eletromagnetismo e as Interações Fracas. Como resultado, a
massa dos bósons mediadores e dos léptons puderam serem obtidas, bem como a massa do
Campos de Higgs, responsável por gerar a massa das part́ıculas da teoria.

Por fim, as evidências experimentais culminaram na descoberta dos bósons vetoriais me-
diadores, permitindo solidificar o Modelo Padrão como a teoria para as interações funda-
mentais. Contudo, para se alcançar pleno sucesso com esta teoria, a descoberta do bóson
de Higgs se tornou primordial, e sua busca é intensificada com os aceleradores sucessores ao
SPS no CERN.

m
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Caṕıtulo 2

Fenomenologia do bóson de Higgs

Sendo o último parâmetro do Modelo Padrão a ser descoberto, a comunidade cient́ıfica tem
especial interesse na detecção do bóson de Higgs a fim de se confirmar o mecanismo de geração
de massa das part́ıculas elementares, bem como conhecer suas propriedades, principalmente
sua massa, pois não pode ser prevista pela Teoria Eletrofraca. Dessa forma, este caṕıtulo irá
listar os principais mecanismos de produção do bóson de Higgs em aceleradores, explicitando
suas principais caracteŕısticas experimentais. Além disso, sua detecção será promovida pela
observação de seus diferentes canais de decaimento, os quais serão apresentados como meio
de descoberta nos experimentos do LHC. Por fim, os principais aspectos fenomenológicos do
bóson de Higgs serão discutidos e as implicações dos posśıveis resultados a serem encontrados.
As variáveis utilizadas nesta Tese sempre estarão expressas nas unidades naturais ~ = c = 1.

2.1 Espectro de massa

A descoberta dos bósons vetoriais mediadores foi um passo fundamental para estabelecer o
Modelo Padrão, voltando o interesse na busca pelo último parâmetro livre da Teoria Eletro-
fraca, o bóson de Higgs, a fim de confirmar a validade do mecanismo de geração de massa das
part́ıculas. Em virtude disso, buscou-se propostas para a observação experimental desta par-
t́ıcula, as quais foram propostas dentro das possibilidades de energia de colisão dispońıveis.
Atualmente, os experimentos ATLAS e CMS se dedicam a esta busca no LHC, com energia
de centro-de-massa de

√
s = 7 TeV, e futuramente 14 TeV. Porém, antes da construção des-

tes aceleradores, outros experimentos buscaram detectar esta part́ıcula, como o SPS e o LEP
no CERN, HERA no DESY e o Tevatron no Fermilab. Entretanto, impossibilitados devido
a energia de colisão alcançada em tais aceleradores, buscaram então determinar limites para
sua observação. Assim o experimento LEP no CERN utilizou os dados obtidos para deter-
minar um limite inferior para a massa do bóson de Higgs, resultando em MH = 114.4 GeV
com 95% de confiabilidade [19].

Outras análises foram efetuadas pelos dados obtidos nos experimentos CDF e DØ no
Tevatron, permitindo incrementar o intervalo de exclusão no espectro de massa do bóson
de Higgs [20, 21]. Avaliando os canais de produção associada do bóson de Higgs com os
bósons vetoriais mediadores (qq̄ → WH/ZH), foram buscados sinais destes processos por
meio dos mecanismos de produção de fusão de glúons (gg → H) e fusão de bósons vetoriais
(qq̄ → q′Hq′) em conjuntos de dados de eventos com produção de léptons do tipo WH →
ℓν bb̄ e ZH → νν̄bb̄ com luminosidade de até 7.1 fb−1 no CDF e até 8.2 fb−1 no DØ. Com
a impossibilidade de medir diretamente estes neutrinos, o método de Perda de Energia foi
utilizado para a verificação deste canais de produção, além do mapeamento dos jatos de
quark bottom. Com isso, foi posśıvel excluir o intervalo de massa 158 GeV < MH < 173 GeV
com 95% de ńıvel de confiabilidade [21], o qual é ilustrado pela Fig. 2.1.
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Figura 2.1: Intervalo do es-
pectro de massa do bóson de
Higgs exclúıdo pela análise dos
dados obtidos no acelerador Te-
vatron, sendo os dados avali-
ados com luminosidade de até
8.2 fb−1 [21].
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Existem também limites teóricos para a massa do bóson de Higgs a fim de se preservar a
unitariedade da teoria. Assim, aplicando as condições para tal, encontra-se um limite superior
para a massa deMH . 870 GeV no cálculo para amplitude de espalhamento entre bósonsW
[22]. Avaliando estas condições em um limite diferente [23], o limite pode ser estendido para
MH . 1.2 TeV, no caso de a massa do bóson de Higgs ser muito maior que

√
s. Contudo,

pelo estudo do espalhamento de bósons vetoriais em vértices carregados, comoW+H eW+Z,
verifica-se que, para preservar a unitariedade em relação aos autovalores da amplitude de
espalhamento, o limite superior para a massa do bóson de Higgs é de MH . 710 GeV [24].
Portanto, se MH exceder estes valores, principalmente na escala de TeV, novos fenômenos
f́ısicos devem surgir para restaurar a unitariedade, como Nova F́ısica e Superssimetria.

Análises adicionais foram efetuadas para predizer a contribuição dos dados futuros do
LHC para excluir algum intervalo de massa do bóson de Higgs [25]. Simulações completas
de Monte Carlo foram feitas para o detector ATLAS, bem como uma análise dos posśıveis
rúıdos (backgrounds) que podem interferir no sinal do bóson de Higgs. Como resultado, foi
estimada a exclusão do intervalo de massa 135 GeV < MH < 188 GeV com 95% de ńıvel de
confiabilidade para uma energia de centro-de-massa de 7 TeV e luminosidade de 1 fb−1. Os
canais de produção estudados nestas análises foram H →WW (∗) → ℓνℓν, H → ZZ(∗) → 4ℓ
e H → γγ. Contudo, espera-se que com uma energia de colisão de 8 TeV e luminosidade de
2 fb−1 seja posśıvel excluir o intervalo 114.4 GeV até 500 GeV caso sejam inclúıdos outros
canais de decaimento e se efetue uma análise mais acurada.

2.2 Mecanismos de produção

Para a observação experimental do bóson de Higgs, foram estudados diversos meios de pro-
dução, tanto pela QCD quanto pela Teoria Eletrofraca. Da mesma forma, existem processos
que possuem o mesmo estado final que os produtos do decaimento do bóson de Higgs, rúı-
dos, o que resulta no atenuamento do sinal de produção. Assim, somente alguns meios de
produção possuem uma seção de choque grande o suficiente para terem um sinal a superar a
atenuação pelo rúıdos e razões de ramificação altas o suficientes para serem observados. Os
mecanismos de produção mais promissores são apresentados individualmente a seguir e são
ilustrados na Fig. 2.2. Existem também outros processos para produção inclusiva mas não
são viáveis no regime de energia do LHC.



2.2. Mecanismos de produção 29

(a) (b)

(c) (d)

g

g

Ht

t̄

t

q

q

H

V

V

q

q

V ∗
H

V

g

g

H

Q

Q

Fig. 2.2: Diagramas de Feynman que representam os diferentes mecanismos de produção
para o bóson de Higgs. Nos diagramas (b) e (c) V é utilizado para os bósons vetoriais W±

e Z.

(a) Fusão de glúons (gg → H +X):

Dentre estes processos, a fusão de glúons é o mecanismo dominante num largo intervalo
do espectro de massa do bóson de Higgs, sendo o principal mecanismo de produção estudado
para um bóson de Higgs leve, MH . 200 GeV. A Fig. 2.3 apresenta as estimativas para
a seção de choque de produção do bóson de Higgs para energia do Tevatron e do LHC,
respectivamente. Além disso, não existe acoplamento direto ggH , logo o processo de fusão de
glúons é intermediado por um laço triangular fermiônico, que neste caso possui a contribuição
dominante do quark top, como mostra a Fig. 2.2a. Este processo foi proposto logo após a
formulação da Teoria Eletrofraca [27], onde a amplitude em ordem mais baixa em teoria de
perturbação (“leading order” - LO) resulta na amplitude de espalhamento na forma [28]

σLO(pp→ H +X) = σ0τH
dLgg

dτH
, (2.2.1)

onde τH =M2
H/s é a variável Drell-Yan do processo e σ0 é uma função de τQ =M2

H/4m
2
Q

σ0 =
GFα

2
s(µ

2
R)

288
√
2π

∣∣∣∣∣∣
3

4

∑

q

AQ(τQ)

∣∣∣∣∣∣

2

, (2.2.2)

onde αs é a constante de acoplamento forte e AQ(τQ) = 2[τQ + (τQ − 1)f(τQ)]/τ
2
Q. Como a

contribuição dominante no vértice ggH é proveniente do quark top (mQ ≡ mt = 172.5 GeV),
podemos tomar o limite τQ ≤ 1, o que leva a tomar a função na forma f(τQ) = arcsin2 √τQ.



30 Caṕıtulo 2. Fenomenologia do bóson de Higgs

pp! t�tH
q�q ! ZHq�q ! WHqq ! qqH
gg ! H mt = 178 GeVMRST/NLOps = 1:96 TeV�(p�p! H +X) [pb℄

MH [GeV℄ 200160130100

1
0.1

0.01
0.001

pp! t�tHq�q ! ZHq�q !WHqq ! Hqq
gg ! H mt = 178 GeVMRST/NLOps = 14 TeV�(pp! H +X) [pb℄

MH [GeV℄ 1000100

100
10
1

0.1
Fig. 2.3: Seções de choque partônicas para a produção do bóson de Higgs no Tevatron
(esquerda) e no LHC (direita) através dos principais mecanismos de produção [26].

Por fim, o último na Eq. (2.2.1) é a luminosidade glúon-glúon do processo, dada por

dLgg

dτ
=

∫ 1

τ

dx

x
g(x, µ2

F )g(τ/x, µ
2
F ), (2.2.3)

onde x é a fração de momentum do próton carregada pelo glúon da interação, e µR e µF cor-
respondem às escalas de renormalização e fatorização, respectivamente. As funções g(x, µ2

F )
são as funções distribuição partônica (“parton distribution function” - PDF) no próton, que,
neste caso, é introduzida a distribuição do glúon. Pode-se notar na Eq. (2.2.3) que o limite
de integração sobre a fração de momentum x é o intervalo [τ ,1], o que corresponde ao limite
f́ısico para a mı́nima energia de produção do bóson de Higgs (x = τ) e o momentum máximo
que o glúon pode carregar, o qual é igual ao momentum do próton (x = 1).

Em ordem superior, existem também cálculos em ordem seguinte à dominante (“next-to-
leading order” - NLO) [28], onde os processos radiativos gg → H(g), gq → Hq e qq̄ → Hg,
os quais contribuem com correções virtuais da QCD para a seção de choque de produção.
Logo, a seção de choque passa a ser escrita na forma

σNLO(pp→ H +X) = σ0

[
1 +

C(τQ)
π

αs(µ
2
R)

]
τH

dLgg

dτH
+∆σgg +∆σgq +∆σqq̄, (2.2.4)

onde as correções virtuais singulares estão contidas na função C(τQ), sendo expressa por

C(τQ) = π2 + c(τQ) +
11Nc − 2NF

6
log

µ2
R

M2
H

, (2.2.5)

onde π2 se refere à parte infravermelha da seção de choque do processo de emissão de glúons
reais e c(τQ) = 11/2 é resolvida analiticamente para τQ =M2

H/4m
2
Q [29]. As correções não-

singulares ∆σij são obtidas a partir de diagramas de radiação de glúons no espalhamento gg
e gq e aniquilação qq̄. Cada um destes processos irá ser calculado com o uso da Eq. (2.2.3),
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sendo modificada para incluir as contribuições de quarks e antiquarks [28]

∆σgg =

∫ 1

τH

dτ
dLgg

dτ

αs(µ
2
R)

π
σ0

{
−τ̂Pgg(τ̂ ) log

µ2
F

s
+ dgg(τ̂ , τQ)

+ 12

[(
log(1− τ̂)

1− τ̂

)

+

− τ̂ [2− τ̂(1− τ̂)] log(1− τ̂ )

]
 , (2.2.6a)

∆σgq =

∫ 1

τH

dτ
∑

q,q̄

dLgq

dτ

αs(µ
2
R)

π
σ0



dgq(τ̂ , τQ) + τ̂Pgq(τ̂ )

[
−1

2
log

µ2
F

ŝ
+ log(1− τ̂ )

]
 ,

(2.2.6b)

∆σqq̄ =

∫ 1

τH

dτ
∑

q

dLqq̄

dτ

αs(µ
2
R)

π
σ0dqq̄(τ̂ , τQ), (2.2.6c)

sendo τ̂ = τH/τ , e Pgg(τ̂ ) e Pgq(τ̂) as funções de desdobramento Altarelli-Parisi [30]

Pgg(τ̂) = 6

[(
1

1− τ̂

)

+

+
1

τ̂
− 2 + τ̂ (1− τ̂ )

]
+

11Nc − 2NF

6
δ(1− τ̂ ), (2.2.7a)

Pqg(τ̂) =
4

3

1 + (1− τ̂ )2

τ̂
. (2.2.7b)

A função F+ é uma distribuição definida como F+(τ̂) = F (τ̂)− δ(1− τ̂)
∫ 1

0
dτ̂ ′F (τ̂ ′). Como

a contribuição dominantes provém do quark top, tomamos os valores obtidos numericamente
para as funções dij(τ̂ , τQ) [29]

dgg(τ̂ , τQ) = −11

2
(1− τ̂ )3, (2.2.8a)

dgq(τ̂ , τQ) = −1 + 2τ̂ − τ̂ 2

3
, (2.2.8b)

dqq̄(τ̂ , τQ) =
32

27
(1− τ̂)3. (2.2.8c)

Como resultado, este cálculo em NLO fornece uma correção para a seção de choque de um
fator entre 1.5–1.7 dependendo da massa do bóson de Higgs envolvida. Esse efeito pode ser
observado na Fig. 2.4 onde são apresentadas as contribuições individuais para a seção de
choque em NLO e o fator K total obtido em relação ao resultado em LO. Em altas energias,√
s≫MH , ocorre um rápido crescimento da seção de choque devido ao crescimento abrupto

das distribuições de glúons no regime de pequena fração de momentum carregado x, o que
pode ser regulado com distribuições em NLO [32].

Indo além desta ordem, é posśıvel encontrar correções em ordem seguinte à ordem seguinte
à dominante (“next-to-next-to-leading order” - NNLO) no limite de grande massa para o
quark top [33]. O número de diagramas de Feynman que contribuem nesta ordem é maior
que na ordem anterior, e podem ser relacionados como: (i) correções virtuais de dois laços,
(ii) emissão única real em diagramas de um laço, e (iii) emissão dupla real em diagramas em
ńıvel de árvore. Com o uso de algumas simplificações, este cálculo pode ser efetuado para
obter um resultado anaĺıtico relativamente simples para as componentes da seção de choque
partônica, normalizada em relação a σH

0 = GFα
2
s/(288

√
2π), em função de τ̂ =M2

H/ŝ, onde
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Fig. 2.4: Fator total K = σNLO/σLO para o mecanismo de produção do bóson de Higgs por
meio da fusão de glúons e as componentes individuais que contribuem para a seção de choque
produção no LHC (esquerda) e no Tevatron (direita) em função de MH [31].

ŝ é a energia de centro-de-massa do subprocesso

σ̂(2)
gg = δ(1− τ̂ ) +

αs

π

[
15.37 δ(1− τ̂ ) + 6− 24ℓ− 9(1 + 4ℓ)(1− τ̂ ) + 12D1(τ̂)

]

+
α2
s

π2

[
87.76 δ(1− τ̂ ) + (632.06 + 632.87ℓ− 559.58ℓ2 + 216ℓ3)(1− τ̂ )

+ 5.71ℓH − 531.134 + 39.92ℓ+ 185.5ℓ2 + 144ℓ3

+ 222.91D0(τ̂ )− 31.71D1(τ̂)− 23D2(τ̂) + 72D3(τ̂ )
]

(2.2.9a)

σ̂(2)
qg =

2

3

αs

π

[
1 + 2ℓ− (1− τ̂ )

]

+
α2
s

π2

[
29.93 + 6.47ℓ+ 2.63ℓ2 + 6.79ℓ3(−40.19 + 50.33ℓ− 16.5ℓ2)(1− τ̂)

]

(2.2.9b)

σ̂(2)
qq =

α2
s

π2

[
−0.70− 1.78ℓ+ 1.78ℓ2

]
(2.2.9c)

onde ℓH = log(M2
H/m

2
t ), ℓ

k = logk(1− τ̂ ), Dk(z) =
[
logk(1− z)/(1− z)

]

+
, com k = 0, . . . , 3.

As incertezas referentes a este limite são dif́ıceis de serem obtidas, porém, acredita-se
que sejam pequenas a fim de não contribúırem significativamente para a correção. A fim de
apresentar o panorama geral destas correções, a Fig. 2.5 apresenta a comparação entre os
cálculos em diferentes ordens em teoria da perturbação para o regime de energia do LHC. É
posśıvel notar um incremento na seção de choque mais acentuado entre os cálculos em LO
e NLO, o que corresponde a 70% na região MH ∼ 200 GeV, porém menos acentuado entre
NLO e NNLO, mostrando um incremento de 30% na mesma região. Outro fator importante
é a redução da dependência dos resultados com as escalas de renormalização e fatorização,
sendo em torno de 25% em NNLO, um fator 2 (4) menor que a dependência na escala que
em NLO (LO).
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Figura 2.5: Comparação das
seções de choque de produção
do bóson de Higgs por meio do
mecanismo de fusão de glúons
no LHC (14 TeV) em diferen-
tes ordens em teoria da pertur-
bação. As curvas superiores de
cada cálculo correspondem a to-
mar as escalas µR = µF = ½MH

e as inferiores para a escolha
µR = µF = 2MH [36].

Sem se estender em mais correções para o mecanismo de fusão de glúons, existem também
cálculos para a seção de choque gg → H que ressomam as contribuições de glúons macios em
ordem seguinte à ordem seguinte ao logaritmo dominante (“next-to-next-to-leading logarithm”
- NNLL) no limite de alta massa do quark top [34], o que leva a exponenciar os grandes termos
logaritmicos da forma αn

s log
m(1− τ̂) nas distribuições Dk com 1 ≤ m ≤ 2n no limite τ̂ → 1.

Como resultado, o cálculo em NNLL incrementa o valor central da seção de choque em
aproximadamente 5% na região de baixa massa do bóson de Higgs. Uma revisão sobre as
incertezas deste mecanismo pode ser encontrado na Ref. [35].

(b) Fusão de bósons vetoriais (qq →W+W−/ZZ → q +H + q):

A contribuição via fusão de bósons W e Z para a produção eletrofraca do Higgs pode ser
comparada à contribuição obtida da fusão de glúons considerando que a massa do Higgs seja
grande. Neste processo os bósons vetoriais carregam uma pequena fração de momentum dos
prótons, visto sua emissão ocorrer como a radiação de fótons reais. Logo, por conservação
de energia, estes devem possuir uma energia da ordem de ½MH , o que resultará em quarks
de alta energia, da ordem de 1 TeV, no estado final para o regime cinemático do LHC. No
caso de uma largura de decaimento pequena do Higgs, este processo pode ser calculado via
espalhamento 2 → 3, ilustrado na Fig. 2.2b, obtendo a amplitude de espalhamento [38]

dσ̂LO
dEH dcos θ

=
G3

FM
8
V

9
√
2π3ŝ

pH
32s1s2r

[C+H+ + C−H−] (2.2.10)

onde

H+ = (h1 + 1)(h2 + 1)

[
2

h21 − 1
+

2

h22 − 1
−

6s2χ
r

+

(
3t1t2
r

− cχ

)
ℓ√
r

]

− 2t1
h2 − 1

+
2t2

h1 − 1
+
(
t1 + t2 + s2χ

) ℓ√
r

(2.2.11a)

H− = 2(1− cχ)

[
2

h21 − 1
+

2

h22 − 1
−

6s2χ
r

+

(
3t1t2
r

− cχ

)
ℓ√
r

]
(2.2.11b)

onde pH =
√
E2

H −M2
H é o tri-momentum do bóson de Higgs e θ é o ângulo de espalhamento
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Fig. 2.6: Previsões para a seção de choque de produção do bóson de Higgs por meio da fusão
de bósons vetoriais no LHC em LO (esquerda) [31] e em NLO (direita) [37]. Para o resultado
em LO, apresenta-se a contribuição total e as contribuições individuais. No caso em NLO,
as predições são efetuadas para diferentes parametrizações da função de distribuição de quark
no próton e apresenta no gráfico interno as bandas de incerteza de cada caso.

entre o bóson de Higgs e a trajetória inicial do próton incidente. Os coeficientes presentes
nesta equação são definidos pela cinemática do processo, como ǫν =

√
ŝ−EH sendo a energia

do par de quarks do estado final e sν = ǫ2ν −p2H é sua massa invariante. Outras simplificações
feitas através dos cálculos da cinemática são

s1,2 =
√
ŝ (ǫν ± pH cos θ), (2.2.12a)

h1,2 = 1 + 2M2
V /s1,2, (2.2.12b)

cχ = 1− 2ŝsν
s1s2

= 1− s2χ, (2.2.12c)

t1,2 = h1,2 + cχh2,1, (2.2.12d)

r = h21 + h22 + 2cχh1h2 − s2χ, (2.2.12e)

ℓ = log
h1h2 + cχ +

√
r

h1h2 + cχ −
√
r
. (2.2.12f)

Assim, aplicando os limites definidos pela cinemática do processo

− 1 < cos θ < 1, (2.2.13a)

MH < EH <

√
ŝ

2

(
1 +

M2
H

ŝ

)
, (2.2.13b)

é posśıvel integrar a Eq. (2.2.10) em relação ao referencial de repouso dos quarks [39], obtendo
assim a seção de choque de produção qq → qHq, considerando todas as possibilidades para
os bósons vetoriais, WW e ZZ. A previsão para o LHC desta seção de choque é apresentada



2.2. Mecanismos de produção 35

σ (pb) at LHC
√s = 7 TeV

scale choice:
Q/4 ≤ µR,µF ≤ 4Q

LO
NLO
NNLO

10
-1

1

10
-1

1

σ(µR,µF)/σNNLO(Q)

0.92

0.96

1

1.04

1.08

100 150 200 250 300 350 400 450 500

mH(GeV)

Figura 2.7: Comparação entre as pre-
dições em LO, NLO e NNLO para a se-
ção de choque para o mecanismo de pro-
dução do bóson de Higgs por meio da
fusão de bósons vetoriais, bem como as
bandas de incerteza de cada caso. No
caso NNLO, os cálculos são aproxima-
dos, não tomando todos os diagramas
que contribuem para a seção de choque
[40].

na Fig. 2.6 com a contribuição total dos bósons vetoriais e suas componentes individuais.
Deste resultado, nota-se que a contribuição da fusão de bósons W é dominante, sendo apro-
ximadamente σ(WW → qHq) = 3σ(ZZ → qHq) no LHC. Além disso, em comparação com
a Fig. 2.5 para a seção de choque em LO para o mecanismo de fusão de glúons, o resultado
para a fusão de bósons vetoriais é de fato uma ordem de grandeza menor que para a fusão
de glúons.

Em NLO [41], as correções da QCD são obtidas pela inclusão dos diagramas de correção de
vértice, auto-energia do quark virtual e emissão de glúon no estado inicial. Contudo, como os
quarks do estado inicial estão em um estado de singleto de cor, não será posśıvel considerar a
troca de glúons entre os quarks incidentes do subprocesso partônico em ńıvel de NLO. Assim,
as correções serão levadas em conta nas funções de estrutura Fi(x,M

2). A Fig. 2.6 mostra
as predições para a seção de choque em NLO avaliando diferentes parametrizações para a
distribuições de quarks no próton. Como resultado, a seção de choque é incrementada em 5%
a 10% no intervalo de massa de 100 GeV < MH < 1 TeV, com muito pequena dependência
nas escalas de renormalização e fatorização. Existem também alguns programas Monte Carlo
que efetuam estes cálculos em O(α2α2

s) para diagramas eletrofracos e da QCD [35].

Seguindo na mesma abordagem em relação as funções de estrutura Fi(x,M
2), existem

cálculos aproximados em NNLO [40], onde correções da QCD são aplicadas para os vértices
qqV utilizando a seção de choque fatorizada. Contudo, esta seção de choque não é válida em
NNLO, pois certos processos podem violá-la, como trocas de part́ıculas com carga de cor.
Também existem correções eletrofracas em O(α3α2

s) que correspondem a laços fermiônicos
triangulares e quadrados, com contribuições dominantes para quarks bottom e top circulando
no laço. Dessa forma, obtém-se um resultado com uma incerteza de 2%, muito menor
que as predições em LO e em NLO, como mostrado na Fig. 2.7, porém, não incrementam
significativamente a seção de choque de produção.
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(c) Produção associada a bósons W e Z (qq̄ →WH/ZH +X):

O processo pelo qual o bóson de Higgs é produzido em associação com um bóson vetorial
ocorre por meio da aniquilação quark-antiquark e produção de um bóson vetorial (qq̄ → V ∗),
decaindo subsequentemente no par V H (V ∗ → V H), processo este comumente chamado de
Higgs-strahlung . A seção de choque para a produção associada a bósons vetoriais (Fig. 2.2c)
é menor que as predições para a fusão de glúons, mas da mesma ordem à fusão de bósons
vetoriais. Contudo, este processo fornece uma método auxiliar para a observação do Higgs
com uma baixa massa decaindo em estados finais do tipo bb̄ no intervalo MH < 130 GeV e
W+W− para MH > 160 GeV. A seção de choque pode ser facilmente calculada no processo
2→2 [42]

σ̂LO(qq̄ → V H) =
G2

FM
4
V

288πŝ
(v̂2q + â2q)λ

1/2(M2
V ,M

2
H ; ŝ)

[
λ(M2

V ,M
2
H ; ŝ) + 12M2

V /ŝ

(1−M2
V /ŝ)

2

]
(2.2.14)

onde λ é função de espaço de fase de dois corpos λ(x, y; z) = (1 − x/z − y/z)2 − 4xy/z2 e
o acoplamento fermiônico reduzido é dado por âf = 2I3f , v̂f = 2I3f − 4Qfs

2
W para V = Z e

v̂f = âf =
√
2 para V =W , onde I3f = ±½é o isospin do quark ou antiquark. De posse desta

seção de choque partônica, é posśıvel convolui-la com as densidades partônicas para obter a
seção de choque de produção somando sobre todas as gerações de quarks contribuintes

σLO(pp→ V H) =

∫ 1

τ0

dτ
∑

q,q̄

dLqq̄

dτ
σ̂LO(ŝ = τs), (2.2.15)

onde τ0 = (MV +MH)
2/s é a energia mı́nima para a produção do par V H e a soma é feita

sobre a luminosidade parton-parton em termos das densidades partônicas qi(x, µ
2)

∑

q,q̄

dLqq̄

dτ
=
∑

q1,q̄2

∫ 1

τ

dx

x
q1(x, µ

2
F )q̄2(τ/x, µ

2
F ). (2.2.16)

A Fig. 2.8 apresenta a seção de choque de produção para as produções associadas WH e
ZH no LHC. Como visto no mecanismo de fusão de bósons vetoriais, a seção de choque
envolvendo bósons W é superior a de bósons Z, sendo aproximadamente duas vezes maior.
Contudo, esta diferença se torna mais drástica caso seja selecionado o canal de decaimentos
destes bósons vetoriais em léptons ℓ = e + µ, onde a fração de ramificação dos bósons W ,
BR(W± → ℓ±ν) ∼ 20%, é mais favorável que dos bósons Z [BR(Z → ℓ+ℓ−) ≃ 6%] [31].

Seguindo um grau em teoria da perturbação, as correções da QCD para a produção
associada em NLO são efetuadas para o processo qq̄ → V ∗ [43], o qual é descrito como um
processo Drell-Yan [44], onde se utiliza a seguinte seção de choque fatorizada

σ̂(ŝ)(pp→ HV +X) =

∫ Q2

0

dk2σ(pp→ V ∗ +X)
dΓ

dk2
(V ∗ → HV ) + ∆σ, (2.2.17)

sendo Γ a largura de decaimento e Q2 = ŝ é a virtualidade do bóson vetorial e o termo
∆σ levando em conta todas as outras contribuições ao processo. Portanto, as correções da
QCD serão inclúıdas na seção de choque do processo qq̄ → V ∗, as quais correspondem aos
diagramas de correção de vértice, auto-energia do quark virtual e radiação de glúons no
estado inicial. Assim, as contribuições em NLO serão somadas à seção de choque em LO,
como descrito no mecanismo de fusão de glúons

σNLO = σLO +∆σqq̄ +∆σqg. (2.2.18)
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Fig. 2.8: Predições em NLO para a seção de choque de produção WH e ZH no LHC
(esquerda) [31] e fatores K em relação a diferentes precisões para a produção WH (direita)
[46]. As bandas representam a variação da escala de renormalização no intervalo 1

3
MV H ≤

µR = µF ≤ 3MV H . As linhas sólidas representam as predições para µR = µF =MV H .

Caso sejam considerados mais pártons no subprocesso, torna-se posśıvel computar as
correções em NNLO [33, 45], sendo inclúıdos os diagramas de (i) correções de dois laços para
o processo qq̄ → V ∗, (ii) correção de um laço para os processos qg → qV ∗ e qq̄ → gV ∗, e
(iii) contribuições em ńıvel de árvore da radiação de glúons nos processos qq̄, qq, qg, gg →
V ∗ + 2 pártons em todas possibilidades. Contudo, para se obter uma correção completa em
NNLO é necessário incluir diagramas adicionais para a produção ZH que não existem no
caso WH devido ao estado final com carga neutra, como gg → ZH [46]. Como resultado
destes cálculos em diferentes ordens em teoria da perturbação, a Fig. 2.8 apresenta os fatores
K para a produção WH em cada uma das precisões para o regime cinemático do LHC.
Como se pode ver as contribuições em NNLO não incrementam significativamente a seção
de choque em comparação ao resultado em NLO, porém, em NNLO, a dependência com
as escalas de renormalização e fatorização é muito menor se comparada ao caso NLO, indo
desde 10% em LO, para 2% em NNLO.

Além das correções da QCD, também foram calculadas correções eletrofracas, as quais
puderam ser efetuadas por completo [47]. Estas correções incluem diagramas com laços de
férmions e bósons eletrofracos (γ, W e Z), bem como a radiação de fótons no estado ini-
cial. Assim, observa-se que as contribuições fermiônicas são positivas para a seção de choque,
enquanto as contribuições bosônicas são negativas, ambas se cancelando mutuamente. As se-
ções de choque com contribuições QCD+EW para ambos os meios de produção são expressas
como

σWH = σNNLO
WH (1 + δWH,EW ), (2.2.19a)

σZH = σNNLO
ZH (1 + δZH,EW ) + σgg→ZH. (2.2.19b)

Como as contribuições bosônicas são mais importantes, o resultado final incluindo correções
da QCD e eletrofracas é um decréscimo da seção de choque entre 5% e 10% no intervalo
100 GeV < MH < 200 GeV.
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(d) Produção associada a quarks top (gg, qq̄ → tt̄H +X):

Da mesma forma ao caso eletrofraco, o bóson de Higgs pode ser também produzido em
associação a quarks top, onde os processos correspondem a emissão do bóson de Higgs de
um estado final tt̄ em aniquilação qq̄ ou fusão gg, ou ainda pela fusão de quarks, como
mostra a Fig. 2.2d [48]. Para obter a seção de choque deste processo, exige-se o cálculo de
10 diagramas de Feynman que contribuem em LO. Logo, a obtenção desta seção de choque
dispõe de um cálculo extenso que resulta na convolução da seção de choque partônica com
as densidades partônicas no próton

σLO =

∫ ∑

i,j

1

1 + δij

[
Fp

i (x1, µ
2
F )Fp

j (x2, µ
2
F )σ̂

ij
LO(x1, x2, µ

2
F ) + (1 ↔ 2)

]
dx1 dx2, (2.2.20)

onde Fp,p̄
i,j (x1,2,M

2), com i, j=q,q̄,g, são as distribuições partônicas e o fator 1/(1 + δij)
leva em conta a dupla contagem no caso de glúons idênticos no estado inicial. A principal
caracteŕıstica desta seção de choque é sua incerteza em relação as escalas de renormalização
nas constantes de acoplamento forte e na escala de fatorização nas distribuições partônicas
[35].

Passando para o cálculo na ordem seguinte, os diagramas que contribuem em NLO são
mais complexos que os casos anteriores, onde devem ser computados os diagramas com laços
circulares, triangulares e quadrados, além dos casos de emissão de glúons no estado final no
espalhamento qg e q̄g [49]. O procedimento matemático a ser empregado neste cálculo é mais
extenso que nos casos anteriores, demandando um esforço muito maior para a obtenção da
seção de choque [50]. Algumas das dificuldades neste cálculo são lidar com as funções de
5 pontos provenientes dos diagramas com quatro acoplamentos, a estrutura tensorial a ser
reduzida a integrais escalares conhecidas e as singularidades macias e colineares que devem
ser extráıdas [50].

Assim, a seção de choque de produção é da mesma ordem do mecanismo de produção
associada V H . As incertezas no cálculo em LO são da ordem de 20–30%, enquanto em
NLO estas incertezas se reduzem para 5–10%. A Fig. 2.9 apresenta as seções de choque para
diferentes regimes de energia do LHC, evidenciando em cada caso as bandas de incerteza total,
respectivas a incertezas nas escalas, na constante de acoplamento forte, e nas parametrizações
das funções de distribuição partônicas. As escalas são variadas no intervalo µ0/2 < µR =
µF < 2µ0, onde µ0 = mt +MH/2.

2.3 Detecção do bóson de Higgs

A magnitude das seções de choque de cada mecanismo de produção varia conforme a energia
de colisão a ser utilizada nesta observação experimental. Contudo, outros processos dificul-
tam a detecção do bóson de Higgs por meio de um mecanismo em espećıfico, como os rúıdos
e as razões de ramificação para o decaimento do bóson de Higgs. O estudo dos decaimentos
do bóson de Higgs é de grande necessidade a fim de se analisar as regiões cinemáticas onde
é mais provável a observação dos produtos do seu decaimento. Assim, é posśıvel analisar
as predições de cada mecanismo e encontrar os intervalos de massa onde se torna mais pro-
vável detectar o bóson de Higgs nos experimentos. Logo, existem cinco canais básicos de
decaimento do bóson de Higgs, sendo analisados abaixo, e resultam na razão de ramificação
apresentada na Fig. 2.10 num amplo intervalo de massa do bóson de Higgs e incluindo todas
as correções eletrofracas e da QCD calculadas até então.
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(a) Decaimento em par de fótons (H → γγ):

O decaimento em par de fótons não ocorre em ńıvel de árvore, visto que o campo de
fótons é um campo não-massivo e não há seu acoplamento com o bóson de Higgs, como visto
na Seç. 1.3.3. Este acoplamento ocorre em ńıvel de um laço, onde bósons vetoriais e férmions
massivos contribuem. Isso explica a razão de ramificação para este decaimento não ser da
mesma magnitude que outras no mesmo intervalo de massa do bóson de Higgs, tornando-se
um evento muito raro a ser observado. A largura de decaimento é dada por [51]

Γ(H → γγ) =
GFM

3
H

128π3
√
2

∣∣∣∣∣∣

∑

f

NcQ
2
fAf(τf ) + AW (τW )

∣∣∣∣∣∣

2

, (2.3.1)

onde Nc é o fator de cor, Qf é a carga do férmion f , τf = M2
H/4m

2
f e τW = M2

H/4M
2
W . As

amplitudes para os casos de laços fermiônico e bosônico são expressas como

Af (τ) = 2[τ + (τ − 1)f(τ)]/τ 2, (2.3.2a)

AW (τ) = −[2τ 2 + 3τ + 3(2τ − 1)f(τ)]/τ 2, (2.3.2b)

onde a função f(τ) é dada por

f(τ) =





arcsin2√τ , τ ≤ 1,

−1
4

[
log 1+

√
1−τ−1

1−
√
1−τ−1

− iπ
]2
, τ > 1.

(2.3.3)

Caso a massa do bóson de Higgs seja menor que a massa do par WW ou ff , as amplitudes
são reais. No caso de a massa ser superior a massa do par, as amplitudes são complexas. No
intervaloMH < MWW/Mff , a amplitude para bósons vetoriais é sempre dominante, contudo
a partir da região MH ∼ 600 GeV, ambas as contribuições praticamente se cancelam. As
correções perturbativas da QCD para o laço de quarks demonstram uma pequena contribui-
ção de apenas 3% [52]. Como pode ser visto na Fig. 2.10, mesmo possuindo uma magnitude
pequena na faixa MH < 135 GeV, é esperado observar este decaimento nos experimentos
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do LHC [53]. Este canal de decaimento é favorável no regime cinemático do LHC devido
a ser um estado final limpo e neutro. Tem sido visto como o canal prateado e deverá ser
detectado pela medida da massa invariante do par de fótons [54]. Existe um artigo interno
do experimento ATLAS com dados obtidos do LHC nos anos de 2010 e 2011 que sugerem
a observação do bóson de Higgs pelo canal de decaimento em fótons [55], porém, ainda está
por ser confirmado.

(b) Decaimento em par de glúons (H → gg):

Este decaimento tem uma magnitude apreciável no intervalo de baixa massa, contudo
como não existe acoplamento entre o bósons de Higgs e glúons, o mesmo é intermediado por
laços de férmions massivos, o que reduz sua magnitude. Além disso, como glúons carregam
carga de cor, este decaimento será observado pela presença de jatos no estado final. A largura
de decaimento neste caso é [28]

Γ(H → gg) =
GFα

2
sM

3
H

36
√
2π3

∣∣∣∣∣∣
3

4

∑

Q

AQ(τQ)

∣∣∣∣∣∣

2

, (2.3.4)

onde a amplitude AQ é dada pela Eq. (2.3.2a), sem o fator de cor. As correções da QCD são
grandes e positivas, pois diversos diagramas contribuem para a amplitude deste decaimento,
envolvendo o vértice de três e quatro glúons. Os diagramas desta classe computam a radiação
de glúons no estado final (H → ggg), pares quark-antiquark no estado final (H → gqq̄),
auto-energia dos quarks virtuais, correção de vértice e trocas virtuais. Assim, a correções
radiativas da QCD podem ser expressas na largura de decaimento na forma

Γ(H → gg) = ΓLO(H → gg)

[
1 + E(τQ)

αs

π

]
, (2.3.5)

sendo

E(τ) =
95

4
− 7

6
NF +

11Nc − 2NF

6
log

µ2

M2
H

+∆E, (2.3.6)

onde µ é a escala de renormalização e ∆E são as funções obtidas pela correções virtuais
regularizadas em infravermelho [28, 56]. Contudo, como este estado final é constitúıdo de
dois jatos, muitos outros processos com este estado final podem atenuar este sinal, tornando-o
desfavorável no LHC.

(c) Decaimento em par de férmions (H → f f̄):

Este é um dos canais de decaimento mais esperado a ser observado em aceleradores,
e especialmente no LHC. Como existe o acoplamento entre o bóson de Higgs e férmions
pela Teoria Eletrofraca, o decaimento H → f f̄ é posśıvel em ńıvel de árvore. Como este
acoplamento é proporcional à massa dos férmions envolvidos, o decaimento em quarks top é
dominante no caso E ≥ 2mt. A largura de decaimento H → f f̄ que ocorre em ordens mais
altas em QCD, pois um laço de glúons intermedia esse processo. A largura de decaimento
para férmions é dada por

Γ(H → ff) = N
GF

4π

MHm
2
f√

s
3

√

1−
4m2

f

M2
H

, (2.3.7)
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Figura 2.10: Frações de decaimento do
bóson de Higgs em função de MH [35].

onde α é a constante de acoplamento eletromagnética, e é a unidade de carga, N a multi-
plicidade de cor (N = 1 para léptons e N = 3 para glúons) e mf é a massa do férmion. As
correções eletrofracas e de bremsstrahlung já foram consideradas em precisão de um laço [57].
Já as correções da QCD em ńıvel de um laço [58] e de dois laços [59] foram calculadas para
o decaimento H → qq̄. Especificamente para o decaimento H → τ+τ− existem correções
eletrofracas em ńıvel de um laço [60].

Como pode ser visto na Fig. 2.10, este evento tem importância especial por ser dominante
na faixa de baixa massa do Higgs,MH < 135 GeV, no caso do decaimento em quarks bottom.
Contudo, alguns experimentos no LHC já estão descartando sua observação devido aos altos
rúıdos deste processo [53]. Logo, o canal de decaimento τ+τ−, mesmo suprimido por um
fator 3m3

b/m
2
τ em relação ao par de quarks bottom, torna-se mais esperado por ser um canal

mais limpo. Entretanto, o canal de decaimento por par de quarks bottom pode ser detectado
na produção associada a bósons vetoriais, produzindo os estados finais ℓνbb̄, ℓℓbb̄ e νν̄bb̄ que
possuem assinaturas que podem distinguir de outros processos, como perda de energia e
léptons isolados [31]. O último caso pode corresponder ao processo pp → V jj, o qual foi
observado recentemente no Tevatron, mas as análises experimentais não apontam evidência
para a produção do bóson de Higgs [61], mas com alguma insistência negativa por parte
de teóricos quanto a esta conclusão [62]. O mesmo ocorre com o decaimento em par de
fótons, o qual pode ser associada a léptons, onde os rúıdos podem ser suprimidos por cortes
cinemáticos para alto momentum transverso e por meio de fótons e léptons isolados.

(d) Decaimento em par de bósons eletrofracos (H →W+W−/ZZ):

Estes decaimentos são dominantes no intervalo de massa MH > 135 GeV e são espe-
rados serem fundamentais para a observação do bóson de Higgs caso este possua uma alta
massa. Especialmente para o caso do bóson Z, o decaimento do par em quatro léptons,
H → ZZ → 4ℓ, é chamado de canal dourado, pois este é um canal limpo composto
somente por léptons carregados, com alta eficiência para sua observação nos detectores do
LHC. A largura de decaimento em bósons Z em ńıvel de árvore é expressa como

Γ(H → ZZ) =
GF

16π

M3
H√
2

√
1− 4M2

Z

M2
H

(
1− 4M2

Z

M2
H

+
12M4

Z

M4
H

)
. (2.3.8)
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do bóson de Higgs nos experimentos ATLAS [70] e CMS [71] do LHC para diversos canais
de decaimento em diferentes mecanismos de produção.

Correções eletrofracas para este decaimento são calculadas em ńıvel de um laço [60, 63] e a
ńıvel de dois laços [64]. Adicionalmente, existem correções da QCD a ńıvel de dois laços já
calculadas [65, 66]. Existem estudos para a possibilidade de uma quarta geração de férmions
contribúırem para este processo [67]. No caso do decaimento do bóson de Higgs em um par
W+W−, a largura de decaimento em ńıvel de árvore tem a forma

Γ(H →W+W−) =
GF

8π

M3
H√
2

√
1− 4M2

W

M2
H

(
1− 4M2

W

M2
H

+
12M2

W

M2
H

)
, (2.3.9)

possuindo também correções eletrofracas em ńıvel de um laço [60, 68] como correções da
QCD em ńıvel de dois laços [69] e três laços [66]. Como o decaimento do bóson de Higgs em
altas massas deve ocorrer por meio de bósons vetoriais, caso exista uma quarta geração de
férmions, seu tempo de vida deverá ser prolongado.

Obviamente, no caso de produção associada, este processo possui rúıdos provenientes de
processos pela produção de bósons vetoriais pp → WW + W/Z. Existe um intervalo de
massa muito promissor, 160–180 GeV, onde praticamente 100% dos decaimentos ocorrerão
por pares WW , e a seção de choque de produção nesta região ainda é alta. No caso de
pares ZZ, o decaimento ℓℓℓνjj pode ser apreciado no regime de altas luminosidades no
LHC, porém não existem estimativas para esta possibilidade. Avaliando a possibilidade de
decaimento na produção única do bóson de Higgs, o decaimento em par de bósons Z é vista
como o canal mais promissor para sua detecção no decaimento 4ℓ até MH ∼ 1 TeV [72].
Além disso, o decaimento por par de bósons W também se torna promissor, porém contém
um rúıdo considerável pela produção de pares de quark top, o qual pode ser suprimido com
cortes apropriados aos resultado experimentais [73]. A Fig. 2.11 apresenta a significância dos
detectores ATLAS e CMS para a detecção do bóson de Higgs no LHC para uma luminosi-
dade integrada de 30 fb−1, o qual corresponde aos estágios iniciais de operação do LHC, para
diferentes canais de decaimentos em diferentes mecanismos de produção. Pode-se ver que a
significância em ATLAS é maior na região de alta massa, enquanto no CMS existe boa pos-
sibilidade de detecção ainda no intervalo de massas intermediárias, onde poderá ser posśıvel
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obter um resultado com 5σ num intervalo de massa espećıfico. Avaliando os processo em
espećıfico na região de massa em torno deMH = 120 GeV, nota-se no detector ATLAS que a
significância é maior para o decaimento do bóson de Higgs em pares de táuons, sendo um dos
canais leptônicos favoráveis a sua detecção. No caso do detector CMS, a significância para
o decaimento em pares de fótons é dominante na região de baixa massa, mas ainda muito
menor se comparado ao pico resultante do decaimento em pares de bósons eletrofracos que
possuem alta significância.

Portanto, o estudo dos decaimentos do bóson de Higgs é de crucial importância tanto para
a sua detecção, bem como para medir os seus posśıveis acoplamentos com outras part́ıculas,
comparando com as previsões do Modelo Padrão. Alguns canais são raros de serem medidos,
como por exemplo o canal de pares γγ, que, como se pode ver na significância do sinal de
produção previsto pelo experimento CMS, este canal de decaimento é dominante na região
de baixa massa do bóson de Higgs. Assim, o seu estudo e observação experimental podem
servir para testar as predições da Teoria Eletrofraca e confirmar o mecanismo de Higgs como
o mecanismo de geração de massa das part́ıculas elementares.

2.4 Conclusões

Este caṕıtulo apresentou os meios de produção do último parâmetro do Modelo Padrão de
forma detalhada, discutindo os resultados obtidos em diferentes precisões e apresentando os
resultados teóricos obtidos mais recentemente. Ademais, as possibilidades para a detecção
experimental do bóson de Higgs foram analisadas, avaliando os problemas técnicos a serem
superados pelos experimentos do LHC e apontando os canais de decaimento mais promissores
para tal. A Fig. ?? apresenta a significância para a detecção do bóson de Higgs em alguns
dos experimentos do LHC, mostrando quais decaimentos serão mais promissores em uma
dada região do espectro de massa do bóson de Higgs.

m
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Caṕıtulo 3

F́ısica de aceleradores

Este caṕıtulo se dedicará a apresentar a dinâmica e cinemática das colisões entre part́ıcu-
las em aceleradores, sendo conveniente introduzir as descrições das colisões léptons-hádron
e hádron-hádron, as quais são estudadas em diferentes laboratórios e são métodos expe-
rimentais para adquirir informações a respeito do Modelo Padrão em diferentes aspectos.
Primeiramente, tratar-se-á das colisões elétron-próton ocorridas na operação do acelerador
HERA no DESY, explicitando os principais avanços alcançados. A seguir, as colisões ha-
drônicas são introduzidas, utilizadas em aceleradores como o SPS e o LHC no CERN e
Tevatron no Fermilab. Neste contexto, apresenta-se o processo Drell-Yan como mecanismo
para a produção de part́ıculas por meio das interações hádron-hádron em aceleradores. Por
fim, será apresentado o Método de Fóton Equivalente, onde a interação eletromagnética en-
tre as part́ıculas incidentes será favorável quando colisões ocorrerem com grande parâmetro
de impacto. Aspectos da descrição destes distintos tipos de colisões em aceleradores serão
utilizados ao longo desta Tese, servindo de referência nos caṕıtulos decorrentes.

3.1 Espalhamento Profundamente Inelástico

O Espalhamento Profundamente Inelástico (”Deep Inelastic Scattering” - DIS) consiste no
espalhamento entre um lépton neutro ou carregado (ℓµ) e um hádron (P µ), tipicamente
um núcleon, com grande momentum transferido, sendo medida a energia e o ângulo de
espalhamento do lépton do estado final. Este processo é caracterizado como

ℓ +N → ℓ+X, (3.1.1)

onde o estado final X denota um sistema hadrônico de muitas part́ıculas. Existem duas
possibilidades para o espalhamento entre o lépton e o núcleon: a primeira sendo a interação
por Corrente Neutra, pela qual o lépton em questão é neutro e sua interação com o hádron
é mediada pela troca de um fóton virtual ou um bóson neutro Z0,

e− +N → e− + (γ∗/Z0 +N) → e− +X, (3.1.2)

onde a seção de choque pela troca de um bóson vetorial Z é suprimida pela sua grande
massa, já que o propagador para o bóson tem a forma 1/(Q2 +M2

Z), o que contribui muito
pouco para a seção de choque do DIS de Corrente Neutra. A segunda possibilidade consiste
na interação por Corrente Carregada, onde o estado final apresenta um neutrino, produto
da interação pela troca de um bóson vetorial W± entre o lépton e o núcleon

e− +N → e− + (W± +N) → νe +X, (3.1.3)

ocorrendo neste caso a mesma supressão na sua contribuição para a seção de choque, devido
a grande massa dos bósons vetoriais.
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Figura 3.1: Diagrama de Feynman re-
presentando o Espalhamento Profunda-
mente Inelástico (DIS) em ordem mais
baixa (LO) em teoria de perturbação.

ℓ(kµ)

ℓ′(k′µ)

γ∗(qµ)

N(P µ)
X(P µ

X)

Como resultado, é posśıvel caracterizar três tipos diferentes de processos: (i) processo
inclusivo, quando se mede somente o lépton no estado final, (ii) processo semi-inclusivo,
onde o lépton e uma part́ıcula adicional são detectados, e (iii) processo exclusivo, onde todas
as part́ıculas do estado final são conhecidas. Pela pequena contribuição dos bósons vetoriais
Z0 e W± para a seção de choque do DIS de Corrente Neutra e de Corrente Carregada
neste regime de energia, e pela dificuldade em se medir o neutrino no estado final, o uso
convencional do DIS ocorre através da interação entre o elétron e o núcleon por meio da
troca de um fóton virtual

e− → e− + (γ∗ +N) → e− +X, (3.1.4)

ilustrado pela Fig. 3.1.

3.1.1 Cinemática do Espalhamento Profundamente Inelástico

O processo representado pela Eq. (3.1.4) é descrito pelo uso de três variáveis cinemáticas
independentes, as quais são chamadas de variáveis de Mandelstam [74]

s = (k + P )2 = ECM , (3.1.5a)

t = (k − k′)2 = −Q2, (3.1.5b)

u = (k − PX)
2, (3.1.5c)

que são invariantes de Lorentz, satisfazendo a relação

s+ t + u = m2 +m′2 +M2 +W 2. (3.1.6)

O fóton representa a quantidade de momentum transferido no processo, possuindo um qua-
drimomentum qµ do tipo espaço (q2 < 0), comumentemente definindo a virtualidade na
forma Q2 = −q2 = (k − k′)2 > 0, a qual define a escala de energia pela qual a estrutura
hadrônica será experimentada. Para uma virtualidade grande (alto momentum transferido),
t > 1 GeV2, o processo é chamado duro, e macio para virtualidade pequena. Outras quanti-
dades invariantes importantes são:

i. A energia de centro-de-massa do subprocesso bóson-nucleon

W 2 = (P + q)2; (3.1.7)

ii. Energia de troca, ou diferença de energia, entre os léptons inicial e final

ν = E − E ′ ≈ P · q
mN

, (3.1.8)

onde mN representa a massa do núcleon;
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iii. Variável adimensional chamada de variável de Bjorken [75],

x =
Q2

2P · q =
Q2

2mNν
=

Q2

Q2 +W 2 −m2
N

≈
W 2≫Q2

Q2

W 2
, (3.1.9)

definida no intervalo 0 ≤ x ≤ 1;

iv. Inelasticidade do processo, que define a fração da energia do lépton no estado inicial
carregado pelo fóton trocado

y =
ν

E
=
P · q
P · k =

W 2 +Q2 −m2
N

s−m2
N

, (3.1.10)

estando definida no intervalo 0 ≤ y ≤ 1.

Logo, a expressão profundamente inelástico refere-se ao regime onde ambas as variáveis mNν
e Q2 são muito maiores que m2

N , mantendo x fixo e finito. Sendo assim, despreza-se a massa
do núcleon frente às demais grandes escalas de energia do processo.

Por meio da Eletrodinâmica Quântica, a seção de choque inclusiva para o processo defi-
nido na Eq. (3.1.1) pode ser expressa como

dσ =
1

4(k · P )
1

2

∑

sℓ,s
′

ℓ

1

2

∑

S

∑

X

∫
dPX d3k′

(2π)2
|M2|
4P 0

XE
′ δ

4(P + k − PX − k′). (3.1.11)

Considerando o DIS no caso de fótons não-polarizados, efetua-se a média sobre os spins do
lépton e do núcleon incidentes e a soma sobre o spin do lépton do estado final. Assim, a
amplitude quadrada expressa na Eq. (3.1.11) tem a forma

|M|2 = e4

q4
[
ūℓ′(k

′, s′ℓ)γµuℓ(k, sℓ)
]† [

ūℓ′(k
′, s′ℓ)γνuℓ(k, sℓ)

]
〈P, S|Jµ(0)Jν(0)|P, S〉, (3.1.12)

onde o vetor Jµ(0) é chamada corrente hadrônica. Um tensor posśıvel de ser introduzido é
o chamado tensor hadrônico como

W µν ≡ 1

(2π)

1

2

∑

S

∑

X

∫
d3 PX

(2π)32P 0
X

(2π)4 δ4(P + q − PX)〈P, S|Jµ(0)Jν(0)|P, S〉

=
1

2π

∫
d4 z eıq·z〈N |Jµ(z)Jν(0)|N〉, (3.1.13)

onde a média sobre spins foi absorvida no estado do núcleon |N〉. Da mesma forma, o tensor
leptônico é definido por

Lµν ≡ 1

2

∑

sℓ,s
′

ℓ

[
ūℓ′(k

′, s′ℓ)γµuℓ(k, sℓ)
]† [

ūℓ′(k
′, s′ℓ)γνuℓ(k, sℓ)

]

=
1

2
Tr
[
6kγµ6k′γν

]
= 2

[
kµk

′
ν + kνk

′
µ − gµν(k · k′)

]
, (3.1.14)

onde a massa do lépton foi desprezada. Utilizando estas definições, a seção de choque pode
ser escrita no referencial de laboratório, onde k · P = mNE,

dσ

dE ′ dΩ
=

α2

2mNQ4

E ′

E
LµνW

µν . (3.1.15)
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Existe a possibilidade de parametrizar o tensor hadrônico Wµν como

1

2mN

Wµν =

(
−gµν +

qµqν
q2

)
W1(P · q, q2)

+
1

m2
N

[(
Pµ −

P · q
q2

qµ

)(
Pν −

P · q
q2

qν

)]
W2(P · q, q2), (3.1.16)

e a seção de choque do DIS não-polarizado pode ser expressa em função de duas funções de
estrutura W1 e W2

dσ

dE ′ dΩ
=

4α2E ′2

Q4

[
2W1 sin

2

(
ϑ

2

)
+W2 cos

2

(
ϑ

2

)]
. (3.1.17)

Convenientemente, reescrevem-se as funções de estrutura de forma adimensional

F1(x,Q
2) ≡ mNW1(ν,Q

2), (3.1.18a)

F2(x,Q
2) ≡ νW2(ν,Q

2), (3.1.18b)

permitindo escrever o tensor hadrônico na forma

Wµν = 2

(
−gµν +

qµqν
q2

)
F1(x,Q

2)

+
2

(P · q)

[(
Pµ −

P · q
q2

qµ

)(
Pν −

P · q
q2

qν

)]
F2(x,Q

2), (3.1.19)

e fornecendo a seção de choque do DIS em função de x e y

dσ

dx dy
=

4πα2s

Q4


xy2F1(x,Q

2) +

(
1− y − xym2

N

s

)
F2(x,Q

2)


 . (3.1.20)

Adicionalmente, a seção de choque de foto-absorção virtual, o subprocesso relacionado ao
DIS, pode ser expressa em termos das funções de estrutura

σγ∗N
L,T (x,Q2) =

4π2α

Q2
FL,T (x,Q

2), (3.1.21)

onde os ı́ndices L e T denotam as seções de choque longitudinal e transversal, respectiva-
mente, com as funções de estrutura designadas por

FT = 2xF1, (3.1.22a)

FL = F2 − 2xF1. (3.1.22b)

Portanto, notando que a seguinte relação pode ser escrita F2 = FL + FT , a soma das seções
de choque longitudinal e transversal para a foto-absorção virtual é proporcional a F2

σγ∗N(x,Q2) =
4π2α

Q2
F2(x,Q

2), (3.1.23)

permitindo estudar a estrutura interna do hádron provado (próton) pela medida das seções
de choque γ∗N .
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Figura 3.2: Função de estrutura do pró-
ton F p

2 obtida em diferentes experimentos
como função de Q2 [76].

3.1.2 Modelo de Pártons

Analisando o referencial de momentum infinito envolvendo as variáveis ν e Q2

ν,Q2 → ∞ ∴ x =
Q2

2mNν
∼ cte, (3.1.24)

pode-se verificar que as funções de estrutura adimensionais F1 e F2 escalam neste limite, isto
é, dependem somente da variável x,

lim
Q2,ν→∞

mNW1(ν,Q
2) ≈ F1(x), (3.1.25a)

lim
Q2,ν→∞

νW2(ν,Q
2) ≈ F2(x). (3.1.25b)

Este efeito pode ser visto na Fig. 3.2 onde os dados para a função de estrutura do próton
F2 é fitada para os dados de diferentes experimentos e com as predições do Modelo Padrão
através da parametrização H1 2000 PDF [76]. Como pode ser visto no intervalo de baixa
virtualidade e moderado x a função F2 apresenta um comportamento contante em relação
a x. Este limite é conhecido como limite de Bjorken [75] e foi observado inicialmente em
experimentos de DIS no Acelerador Linear da Universidade de Stanford (SLAC) na década
de 60 [77], e que corresponde a região de x ∼ 0.2 da Fig. 3.2. Esta observação evidencia a
ocorrência do espalhamento elástico do fóton com part́ıculas puntuais, chamados então de
pártons, e que estão contidas no interior do hádron experimentado, ilustrado pela Fig. 3.3.
Caso a estrutura do hádron possúısse uma natureza mais complexa, as funções de estrutura
deveriam apresentar uma sensibilidade ligada à virtualidade do bóson mediador, pois a sua
estrutura interna poderia ser excitada de maneiras diferentes dependendo do valor de Q2.
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Figura 3.3: Diagrama que ilustra o espa-
lhamento entre o fóton virtual (qµ) e um
párton (xP µ) contido no interior do há-
dron. O vértice considerado é o γq resul-
tando num quark (qµ+xP µ) no estado final.

ℓ(kµ)

ℓ′(k′µ)

γ∗(qµ)

xP µ

N(P µ)

X

Considerando um referencial onde o hádron se move com grande rapidez, onde se consi-
deram os efeitos relativ́ısticos, este hádron apresenta uma contração espacial e uma dilatação
temporal, o que permite desprezar as massas e os momenta transversos de seus pártons cons-
tituintes. Com isso, o movimento dos pártons acompanha paralelamente o movimento do
hádron, carregando uma fração ξi do momentum do hádron. Levando em conta todos os
pártons constituintes do hádron, a soma das frações de momentum carregado pelos pártons
deve ser igual à soma do momentum do hádron em questão

∑

i

ξiP
µ = P µ. (3.1.26)

Utilizando o Modelo de Pártons, é posśıvel afirmar que a seção de choque do DIS lépton-
hádron ℓ+N → ℓ′+X corresponde à soma incoerente das seções de choque de espalhamento
elástico entre o lépton e os pártons constituintes do hádron. Considerando a conservação de
momentum aplicada ao vértice párton-bóson, ξiP

µ + qµ = p′µ, obtém-se que

ξi =
Q2

2p · q , (3.1.27)

ou seja, a variável de Bjorken x pode ser interpretada como sendo a fração de momentum
do hádron carregada pelo párton envolvido no espalhamento. Podemos escrever a forma
fatorizada da seção de choque diferencial do DIS em termos das funções de distribuição de
quarks fq(ξi) como a densidade de probabilidade de encontrar um quark q portando uma
fração de momentum longitudinal ξi do hádron incidente

dσ =
∑

q,q̄

dξi fi(ξi) dσ̂

(
xi
ξi

)
, (3.1.28)

onde dσ̂ é a seção de choque do subprocesso ℓ q(q̄) → ℓ′ q(q̄), dada por [3]

dσ̂

dy
=

1

16πŝ2
1

4

∑

λλ′ηη′

Mληλ′η′M∗
ληλ′η′ , (3.1.29)

sendo ŝ = ξis, M a amplitude do subprocesso tomada a média sobre as helicidades iniciais
e a soma sobre as finais. Assim, obtém-se a seção de choque

dσ

dy dx
=
∑

q,q̄

∫
dξi fi(ξi) dσ̂

(
x

ξi

)
δ(ξi − xi) =

∑

q,q̄

fi(xi) dσ̂, (3.1.30)
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demonstrando que no DIS a fração de momentum do párton coincide com a variável de
escalamento de Bjorken.

Descrevendo o hádron através do Modelo de Pártons, é necessário o uso de uma função
fi(x) que descreva a probabilidade de encontrar um destes pártons dentro do hádron, ou seja,
uma fração ξi de momentum do hádron, a qual é chamada de densidade partônica ou PDF,
e determina a probabilidade de interação de um párton no interior do hádron com fração de
momentum x na escala de energia Q2. De posse desta função, encontra-se uma relação entre
as funções de estrutura F1 e F2, descrita por

F2(x) = 2xF1(x) = −x
2
gµνWµν =

∑

i

xe2i fi(x), (3.1.31)

onde ei é a carga da i-ésima espécie de párton. A relação descrita pela Eq. (3.1.31) é chamada
de Relação de Callan-Gross [78], sendo este um resultado obtido diretamente pelo fato de os
pártons serem part́ıculas de spin fracionário. Assim, a função de estrutura do próton contém
a informação de seu conteúdo partônico, sendo descrito pelas PDF para os quarks de valência
e quarks de mar.

A fim de efetuar uma descrição espectroscópica dos hádrons através das simetrias do
grupo SU(3) [79], estes pártons puderam ser identificados como sendo os quarks consti-
tuintes dos hádrons. Para esta finalidade, os hádrons são constitúıdos de dois conjuntos
de quarks: o primeiro relaciona os quarks chamados quarks de valência, os quais possuem
uma natureza não-perturbativa e definem cada tipo de hádron conhecido; o segundo, são
os chamados quarks de mar, produzidos em pares part́ıcula-antipart́ıcula pela flutuação dos
propagadores da Interação Forte. Sendo constituintes dos hádrons, as propriedades de cada
quark no interior do hádron devem obedecer a descrição em que conjunto destes quarks possa
reproduzir as propriedades do hádron como um todo. Desta forma, as PDF utilizadas para
descrever os pártons no interior dos hádrons devem cumprir estas propriedades da mesma
forma, ou seja, devem obedecer a regras de conservação. Uma importante regra é a soma
sobre os momenta dos quarks

∑

i

∫ 1

0

xifi(x) dxi = 1. (3.1.32)

Entretanto, utilizando esta regra para as distribuições dos quarks de valência nos hádrons, foi
verificado experimentalmente um resultado contraditório onde esta soma resultava em apro-
ximadamente em metade do momentum do hádron [80], indicando que parte do momentum
estava relacionado aos demais pártons constituintes, ou seja, os quarks de mar, produzidos
através dos propagadores do Interação Forte, os glúons. No regime onde a energia se torna
muito alta, a fração de momentum x se estende a valores muito baixos, revelando que a
classe de logaritmos do tipo ln(1/x) se torna importante, e sua ressoma deve ser efetuada.
Relembrando que x = Q2/(Q2 +W 2), o limite de pequeno x corresponde a W 2 ≫ Q2, cha-
mado de limite de Regge. Logo, no limite de Q2 ≫ ΛQCD, o DIS em pequeno x experimenta
o limite de Regge da seção de choque da foto-absorção virtual em QCD perturbativa. Por-
tanto, o regime de pequeno x se torna interessante no ponto de vista teórico, sendo também
importante esta análise para se estudar as funções de distribuição partônica.

Experimentos estudaram o DIS para valores extremamente pequenos de x e moderado
valor de Q2, o que faz com que a QCD perturbativa possa ser aplicada. As funções de
estrutura são conhecidas com um grande grau de precisão, chegando a x ≃ 10−4 − 10−5.
Um dos mais importantes resultados obtidos no experimento HERA foi a verificação de um
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forte crescimento da função de estrutura F2 em pequeno x, como ilustra a Fig. 3.4, o qual
foi atribúıdo ao aumento da densidade de glúons na região de pequeno x. Parametrizando
F2 para x < 0.1 na forma

F2(x,Q
2) = A(Q2)x−λ, (3.1.33)

encontra-se que λ ≈ 0.1 para Q2 . 1 GeV2 e λ ≈ 0.25 − 0.35 para Q2 ∼ 10 − 100 GeV2.
Como pode ser visto na Fig. 3.4, as predições teóricas descrevem razoavelmente todo o
intervalo cinemático coberto por HERA, inclusive para valores de muito pequenos x. Neste
regime cinemático, a função de estrutura parece crescer indefinidamente para valores cada vez
menores de x. Entretanto, neste regime de x, efeitos de recombinação de glúons começam
a ter importância, gerando a chamada saturação do crescimento da função de estrutura.
Portanto, o regime de muito pequeno x evidencia um novo aspecto f́ısico a ser estudado, e
os dados provenientes dos experimentos no LHC poderão discriminar as possibilidades das
descrições teóricas para este regime [81].

3.2 Colisões hadrônicas

Com o advento do modelo de pártons, as colisões em altas energias passaram a ser vistas
como a interação entre pártons, onde as colisões hádron-hádron puderam ser utilizadas para
estudar o Modelo Padrão e a dinâmica destes pártons. Diferentemente do que foi aplicado
ao DIS, a seção de choque para reações em colisões hadrônicas precisam ser obtidas de forma
que o modelo de pártons possa ser incorporado. Assim, tratando-se de processos onde exista
uma escala dura e a abordagem perturbativa possa ser aplicada, a seção de choque pode ser
fatorizada, ou seja, dividida em partes correspondendo a parte de curto alcance, calculável
perturbativamente pela QCD ou QED+EW, e a parte de longo alcance, sendo modelada
e restringida com os dados experimentais [83]. Como as colisões em altas energias ocorrem
sobremaneiramente por colisões frontais, pensou-se então em estudá-las com os pártons tendo
uma trajetória colinear com os hádrons, desprezando os seus momenta transversos. Logo,
propôs-se a chamada fatorização colinear, onde a seção de choque hadrônica é obtida através
da convolução da seção de choque partônica com as PDF no hádron, chamada de seção de
choque fatorizada

σ(A+B → X + C + Y ) = fi/A(x, µ
2
F )⊗ σab→c ⊗ fj/B(x, µ

2
F ), (3.2.1)

onde σab→c é a seção de choque partônica e fi,j/A,B são as funções de distribuição partônica do
párton i (j) no hádron A (B) com fração de momentum xa (xb), onde µF é a chamada escala
de fatorização. Esta abordagem utiliza a proposta do modelo de pártons, considerando a
combinação de dois pártons do interior dos hádrons em colisão para a produção de um estado
final espećıfico. Logo, a descrição de processos hadrônicos em altas energias requer, além do
conhecimento da seção de choque do subprocesso partônico, o conhecimento da descrição do
conteúdo partônicos dos hádrons.

A questão mais delicada em relação ao emprego desta fatorização é determinar a divisão
entre interações de curto e longo alcance, ou seja, determinar a escala de fatorização µF .
Esta escala tem o mesmo papel que a virtualidade do fóton no DIS: determinar a escala
de energia do hádron alvo será provado. A sua fixação tem importância nas PDF, pois irá
estabelecer em qual escala de energia os pártons serão considerados. Assim, a escolha da
escala de fatorização irá determinar o peso dado às interações de curto e longo alcance [83].
Como as PDF consideram a emissão de pártons até a escala µF , uma escala muito grande
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Fig. 3.4: Medida da função de estrutura F2 pelas colaborações H1 e NMC em função de
x. Cada quadro representa uma virtualidade distinta. As linhas representam a predição da
Equação DGLAP para esta função de estrutura em uma análise em NLO [82].
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acarretaria na inclusão nas PDF de emissões duras ou mais duras que aquelas já consideradas
no processo partônico perturbativo, sobre-contabilizando o processo. Contudo, uma escala
muito baixa, pode levar a sub-contabilizar emissões duras no processo partônico.

3.2.1 Processo Drell-Yan

O exemplo mais emblemático destas colisões é o processo Drell-Yan [44, 84], o qual aborda
a produção de diléptons em colisões próton-próton, ilustrado na Fig. 3.5. A seção de choque
total do processo Drell-Yan é dada por

dσ = fi/A(xa) dxa fj/B(xb) dxb σ̂(qq̄ → ℓ+ℓ−), (3.2.2)

onde xa,b são as frações de momentum dos prótons portadas pelos pártons e σ̂ é a seção de
choque partônica do processo que produz o par de léptons massivos. O processo em ordem
mais baixa em teoria da perturbação para a produção de diléptons é a aniquilação de quarks:
qq̄ → (γ∗) → ℓ+ℓ−, presente na Fig. 3.5. A seção de choque deste subprocesso é dada por

σ̂(qq̄ → ℓ+ℓ−) =
4

3

πα2e2q
3M2

, (3.2.3)

sendo eq a carga dos quarks em aniquilação e M2 a massa invariante do par de léptons. O
fator de cor de 1/3 leva em conta as possibilidades de interação devido aos quarks carregarem
carga de cor. Algumas quantidades invariantes adimensionais podem ser definidas, como
τ = M2/s e τ̂ = M2/ŝ, as quais já foram introduzidas na Seç. 2.2. Adicionalmente, as
variáveis de Mandelstam podem ser definidas para o subprocesso partônico

ŝ = (pq + pq̄)
2, (3.2.4a)

t̂ = (pℓ+ − pq)
2, (3.2.4b)

û = (pℓ− − pq)
2, (3.2.4c)

onde estas se relacionam ao processo hadrônico pelas quantidade

ŝ = xaxbs ≡M2, (3.2.5a)

τ ≡ M2

s
= xaxbτ̂ (3.2.5b)

onde τ̂ = 1 para a produção do par de léptons. Como proposto no modelo de pártons, no
referencial de momentum infinito os hádrons possuirão um momentum longitudinal muito
grande, e se consideram os pártons carregando uma fração do momentum longitudinal do
hádron pai.

Em relação aos pártons do subprocesso, define-se a fração de momentum longitudinal do
sistema hadrônico portada pelo subsistema partônico como

xF = xa − xb ≡ 2PL/
√
s, (3.2.6)

onde xF é o chamado x de Feynman. Assim, seção de choque diferencial pode ser expressa
como

dσDY

dxF dM2
(s, xF ;M

2) =
4πα2

9M2s

1

xaxb

NF∑

i=1

e2qi
[
fq/A(xa)fq̄/B(xb) + fq̄/A(xa)fq/B(xb)

]
, (3.2.7)
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ℓ− Figura 3.5: Diagrama de Feynman
que ilustra o processo Drell-Yan, onde
X e Y representam estados hadrônicos.

onde a soma corresponde ao número de sabores NF que contribuem para o processo. Logo,
a seção de choque diferencial em relação a massa do dilépton é obtida pela integração da
Eq. (3.2.7) em relação a fração de momentum xF

M4dσDY

dM2
(s;M2) =

4πα2

9

NF∑

i=1

e2qiτ

∫ 1

τ

dxa
xa

[
fq/A(xa)fq̄/B(τ/xa) + fq̄/A(xa)fq/B(τ/xa)

]
,(3.2.8)

onde foi utilizada a relação presente nas Eqs. (3.2.5) e (3.2.6) para realizar a integração em
xb. Desta forma, a Eq. (3.2.8) caracteriza o modelo de pártons. Verificando que o fator
multiplicativo advém da seção de choque qq̄ → ℓ+ℓ−, esta seção de choque tem a mesma
forma fatorizada que aquela apresentada na Eq. (4.4.4). Caso seja abordado um processo
onde a seção de choque partônica tenha uma dependência expĺıcita em xa, a convolução
entre as PDF e a seção de choque do subprocesso será evidente na Eq. (3.2.7). Ademais,
tratando-se de um cálculo perturbativo, correções além da ordem dominante foram efetuadas
para o processo Drell-Yan, obtendo-se correções da QCD em NNLO para a seção de choque
total [45] e correções eletrofracas em NLO [85].

Portanto, colisões hadrônicas são uma ferramenta útil para se testar o Modelo Padrão,
avaliando as correções em mais altas ordens para mecanismos de produção e o estudo das
propriedades das part́ıculas elementares. A principal vantagem de um colisor hadrônico é
a possibilidade de se estudar os processos governados puramente pela QCD, explorando a
dinâmica dos pártons em altas energias.

3.3 Parametrizações das distribuições partônicas

O estudo das interações em altas energias depende, em Teoria Quântica de Campos, do
cálculo perturbativo da amplitude de espalhamento do processo de interesse, a qual pode ser
constrúıda com os diagramas de Feynman que contribuem para o processo e obtida através
da QCD ou Teoria Eletrofraca. Contudo, como pode visto até aqui, as PDF nos hádrons não
podem ser calculadas, pois sua dinâmica pertence ao regime não-perturbativo, onde a QCD
perturbativa não pode mais descrever esta dinâmica. Assim, é necessário então obter outra
forma de se analisar a estrutura interna dos hádrons a fim de estimar as seções de choque
de produção de interesse. A forma mais empregada é construir uma parametrização para
descrever os dados provenientes de diferentes experimentos em aceleradores de f́ısica distinta,
como colisores ep (HERA), νp (CCFR) e pp̄ (Tevatron). Futuramente, os dados obtidos nos
experimentos do LHC deverão ser incorporados a esta análise a fim de se estender o regime
cinemático para a descrição destas PDF.

Por meio de uma análise global de dados, torna-se posśıvel encontrar as funções que
descrevem o conteúdo partônico num dado regime cinemático, por exemplo, em relação a
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x e Q2 nos dados de DIS, o qual será o ponto inicial desta parametrização. Dessa forma,
conjecturam-se funções de entrada para estas distribuições partônicas em uma dada escala
de energia inicial, Q2

0, e através da equação de evolução Dokshitzer-Gribov-Lipatov-Altarelli-
Parisi (DGLAP) [30, 86, 87], onde as funções de entrada serão evolúıdas em relação a escala
de energia para valores mais altos de Q2, mantendo x fixo. Dependendo do conjunto de dados
utilizados para construir esta parametrização e das funções de entrada empregadas, a sua
aplicabilidade será restrita a um certo intervalo cinemático. Portanto, esta parametrização irá
fornecer as distribuições partônicas num amplo intervalo cinemático, a qual deverá descrever
satisfatoriamente os dados na escala de energia em que se aplica.

Uma das mais recentes e utilizadas parametrizações para descrever o conteúdo partônico
do próton é a parametrização Martin-Stirling-Thorne-Watt (MSTW) [88], sendo uma atu-
alização de uma parametrização anterior chamada Martin-Stirling-Roberts (MRS) [89]. As
funções de entrada da MSTW que parametrizam as distribuições partônicas são constrúıdas
na fatorização colinear no esquema MS, onde as funções de estrutura do DIS podem ser
escritas como

Fi(x,Q
2) =

∑

a=q,g

Ci,a ⊗ fa/A(x,Q
2), (3.3.1)

onde Ci,a são coeficientes e fa/A é a distribuição do párton a no hádron A. A escala das PDF
são evolúıdas através da equação DGLAP em termos das funções de desdobramento Paa′

∂fa/A
∂ lnQ2

=
∑

a′=q,g

Paa′ ⊗ fa′/A. (3.3.2)

Os coeficientes Ci,a e as funções de desdobramento Paa′ podem ser expandidas em uma série
perturbativa em relação a constante de acoplamento forte αs(Q

2), a qual é dada por

d

dlnQ2

(
αs

4π

)
= −β0

(
αs

4π

)2

− β1

(
αs

4π

)3

− β2

(
αs

4π

)4

+ . . . . (3.3.3)

No caso da parametrização MSTW, a escala inicial é fixada em Q2
0 = 1 GeV2, sendo as

funções de entrada fa/A(x,Q
2
0) e αs(Q

2
0) determinadas pela análise global de dados. Neste

caso, a PDF para cada sabor dos quarks de valência e de mar e glúons são definidas como

xuv(x,Q
2
0) = Au x

η1(1− x)η2(1 + ǫu
√
x+ γu x), (3.3.4a)

xdv(x,Q
2
0) = Ad x

η3(1− x)η4(1 + ǫd
√
x+ γd x), (3.3.4b)

xS(x,Q2
0) = AS x

δS(1− x)ηS (1 + ǫS
√
x+ γS x), (3.3.4c)

x∆(x,Q2
0) = A∆ x

η∆(1− x)ηS+2(1 + γ∆ x+ δ∆ x
2), (3.3.4d)

xg(x,Q2
0) = Ag x

δg(1− x)ηg(1 + ǫg
√
x+ γg x) + Ag′ x

δg′ (1− x)ηg′ , (3.3.4e)

x(s + s̄)(x,Q2
0) = A+ x

δS (1− x)η+(1 + ǫS
√
x+ γS x), (3.3.4f)

x(s− s̄)(x,Q2
0) = A− x

δ−(1− x)η−(1− x/x0), (3.3.4g)

onde ∆ ≡ d̄− ū, qv ≡ q − q̄ e a contribuição dos sabores leves dos quarks de mar é

S ≡ 2(ū+ d̄) + s+ s̄. (3.3.5)
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Figura 3.6: Descrição dos dados sele-
cionados de corrente neutra para a se-
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HERA (H1 e ZEUS) e de F2 provenien-
tes de experimentos de alvo fixo (SLAC,
NMC e BCDMS) utilizando a parametri-
zação MSTW2008.

Como apresenta na Eq. (3.1.32), existem v́ınculos a serem empregados para cada distri-
buição, que representam as regras de soma da QCD

∫ 1

0

dxuv(x,Q
2
0) = 2, (3.3.6a)

∫ 1

0

dx dv(x,Q
2
0) = 1, (3.3.6b)

∫ 1

0

dx sv(x,Q
2
0) = 0, (3.3.6c)

juntamente com a regra de soma do momentum do hádron
∫ 1

0

dxx
[
uv(x,Q

2
0) + dv(x,Q

2
0) + S(x,Q2

0) + g(x,Q2
0)
]
= 1. (3.3.7)

Assim, os parâmetros Ai e x0 podem ser fixados em termos dos demais parâmetros, reduzindo
o número de parâmetros livres. Ademais, são feitos tratamentos para incluir a contribuição
de sabores pesados (c, b ou t). A Fig. 3.6 ilustra o uso da parametrização MSTW para a
descrição dos dados de HERA e de experimentos de alvo fixo, onde os dados correspondem
às medidas da seção de choque reduzida para HERA

σ̃(x,Q2) = F2(x,Q
2)− y2

1 + (1− y2)
FL(x,Q

2). (3.3.8)

Os dados de F2 para os experimentos de alvo fixo estão situados na região de baixo Q2 e alto
x, e representam efetivamente a seção de choque reduzida, pois y é despreźıvel neste regime
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Figura 3.7: Medidas da distribui-
ção de glúon no próton a partir
de diferentes processos em distintos
aceleradores. x
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cinemático. Como se pode ver, as curvas descrevem razoavelmente bem os dados, onde as
predições em LO apresentam uma variação entre 0.5 e 1% menor. A Fig. 3.7 apresenta os
diferentes processos que permitem a medida da distribuição de glúon no próton, evidenciando
os aceleradores em questão. Como se pode ver, as medidas poderão ser estendidas no LHC
até uma fração de momentum da ordem de 10−5 − 10−6 [90].

Portanto, as parametrizações dispońıveis descrevem razoavelmente os dados existentes
para o DIS e processos associados. Porém, ainda existem incertezas quanto ao modo das
análises feitas para cada parametrização, mas possivelmente serão cada vez mais restringidas
com a tomada de dados dos novos experimentos em altas energias, como o LHC do CERN.

3.4 Campos eletromagnéticos em regime relativ́ıstico

Indo além da interação difrativa abordada pela troca de Reggeons, as interações eletromag-
néticas possuem propriedades semelhantes às troca de Reggeons com os números quânticos
do vácuo, ou seja, produzindo uma lacuna de rapidez no estado final do processo. Da mesma
forma à apresentada na troca de Pomerons, processos envolvendo a emissão de fótons para
participarem do subprocesso duro também sofrem com as interações secundárias que popu-
lam a lacuna de rapidez. Contudo, a fração de eventos onde a lacuna de rapidez sobrevive
é significativamente maior no caso eletromagnético do que no caso cromodinâmico, visto
que os processos que contribuem para as interações secundárias são subdominantes em altas
energias. As Colisões Ultraperiféricas (”Ultraperipheral Collisions” - UPC) terão papel im-
portante nas colisões com grande parâmetro de impacto, onde as interações pela Força Forte
serão suprimidas pela grande distância entre as part́ıculas incidentes, tornando as interações
eletromagnéticas dominantes. Com isso, estimar a contribuição dos processos envolvendo a
troca de fótons passa a ser de importância singular a fim de discriminar os principais meios
de produção, principalmente para o bóson de Higgs.
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Figura 3.8: Sistema de
coordenadas dos referenci-
ais K e K ′ para a part́ı-
cula de carga q e com velo-
cidade ~v. O vetor unitário
~n aponta na direção da li-
nha de distância r que liga
a origem do referencial K ′

com o ponto onde o obser-
vador se localiza no referen-
cial K. O ângulo entre o
vetor unitário n̂ e o vetor
velocidade instantânea ~v é
dado por θ, e a origem do
referencial K ′ se localiza no
ponto vt em relação a x1
em K.

3.4.1 Dinâmica relativ́ıstica de campos eletromagnéticos

Uma das principais grandezas empregadas na Teoria Eletromagnética é o tensor intensidade
do campo, dado por

F αβ = ∂µAβ − ∂βAα =




0 −Ex −Ey −Ez

Ex 0 −Bz By

Ey Bz 0 −Bx

Ez −By Bz 0


 . (3.4.1)

Dessa forma, a transformação dos campos eletromagnéticos ~E e ~B de um referencial K para
um referencial K ′ obedece a lei [91]

F αβ =
∂x′α

∂xγ
∂x′β

∂xδ
F ′γδ, (3.4.2)

ou seja, aplicar-se as transformações de Lorentz ao tensor intensidade de campo F αβ. Efe-
tuando uma transformação de um referencial K para um referencial K ′ que se move com
velocidade ~v em relação ao primeiro, os campos E e B são expressos neste novo referencial
na forma

~E ′ = γ( ~E + ~β × ~B)− γ2

γ + 1
~β(~β · ~E), (3.4.3a)

~B′ = γ( ~B − ~β × ~E)− γ2

γ + 1
~β(~β · ~B). (3.4.3b)

A principal caracteŕıstica que se pode observar neste resultado é a correlação existente nos
campos descritos no referencial em movimento. Sendo independentes no referencial K, os
campos ~E e ~B passam a descrever conjuntamente ambos os campos elétrico e magnético do
referencial K ′. Uma consequência importante deste efeito observado em campos eletromag-
néticos pode ser vista no movimento de part́ıculas carregadas. Como a part́ıcula está em
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repouso em seu referencial (K ′), os campos ~E e ~B são descritos pela inversa da Eq. (3.4.3)1.
Dessa forma, a Fig. 3.8 ilustra esta configuração, onde b determina a distância entre o ob-
servador no ponto P e a trajetória da part́ıcula. Podemos considerar que a part́ıcula inicia
seu movimento a partir da posição de mı́nima aproximação em relação ao observador, ou
seja, r = (0, 0, b, 0). Assim, com o passar do tempo a posição deste observador em relação
ao referencial da part́ıcula é dado por

x′1 = −vt′, (3.4.4a)

x′2 = b, (3.4.4b)

x′3 = 0, (3.4.4c)

r′ =
√
b2 + (vt′)2. (3.4.4d)

Como a coordenada x′1 (e, consequentemente, r′) somente dependem do tempo t′, esta é a
única variável que necessita ser transformada a fim de expressar a posição da part́ıcula em
relação ao observador em P ,

t′ = γt = γ


t−

(
v2

c2

)
x1


 . (3.4.5)

Estando a part́ıcula em repouso em seu referencial, os campos ~E e ~B [91]

E ′
1 = −qvt′/r′3, (3.4.6a)

E ′
2 = qb/r′3, (3.4.6b)

E ′
3 = B′

1 = B′
2 = 0, B′

3 = 0. (3.4.6c)

Expressando o campo em relação ao referencial K, as componentes não-nulas são

E1 = E ′
1 = − qγvt

(b2 + γ2v2t2)3/2
, (3.4.7a)

E2 = E ′
2 =

γqb

(b2 + γ2v2t2)3/2
, (3.4.7b)

B3 = γβE ′
2 = βE2. (3.4.7c)

Analisando a dependência de cada componente em relação a β, pode-se notar que, para
uma part́ıcula com velocidade muito próxima à da luz, o comportamento do campo eletro-
magnético é diferente do convencional com as linhas de campo radiais. Devido aos efeitos
relativ́ısticos, o tempo em que o campo se torna apreciável no ponto P do observador diminui
com γ → 1. Com isso, o campo eletromagnético de uma part́ıcula carregada com velocidade
relativ́ıstica pode ser comparado a um pulso de radiação eletromagnética. Analogamente,
podemos ver pela Fig. 3.8 que o campo elétrico aponta na direção do vetor radial unitário
~n. Assim, expressando o campo elétrico ~E em termos da posição instantânea r da part́ıcula
em relação ao ponto P , e definindo o ângulo θ = arccos(n̂ · ~v) entre a direção de movimento
da part́ıcula e o vetor n̂, tem-se

~E =
q~r

r3γ2(1− β2 sin2 θ)3/2
. (3.4.8)

1 A transformação inversa é dada pela substituição de ~β → −~β.
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(a) (b)

v

Figura 3.9: Linhas de força do campo elé-
trico para (a) γ = 1, descrito para uma par-
t́ıcula em repouso, e (b) γ = 3 para uma
part́ıcula com velocidade com vetor veloci-
dade instantânea na direção x1.

Como se pode ver, o campo elétrico é radial e isotrópico para β = 0. Contudo, no limite
relativ́ıstico, existem direções preferenciais nas quais o campo possui maior intensidade:
quando temos θ = 0, π, o termo senoidal se anula, acarretando numa supressão do campo
elétrico de um fator γ2, porém, para θ = π/2, 3π/2, o termo senoidal possui valor máximo,
o que incrementa o campo elétrico na direção transversal de um fator γ. Portanto, o campo
elétrico da part́ıcula com velocidade relativ́ıstica é mais intenso na direção transversal em
relação ao seu movimento, sendo nula na direção longitudinal, efeito este que é ilustrado pela
Fig. 3.9. Este é o efeito mais importante para as UPC, onde os fótons provenientes destas
componentes transversais permitem a interação com a outra part́ıcula incidente.

3.4.2 Método de Fóton Equivalente

O efeito relativ́ıstico sobre o campo eletromagnético de part́ıculas carregadas já foi estudado
para determinar qual a probabilidade dos fótons provenientes deste campo participarem
de colisões lépton-hádron [92], ilustrado pela Fig. 3.10. Dessa forma, será posśıvel estimar o
espectro de fótons equivalentes de uma part́ıcula incidente, onde, neste caso, será considerado
um elétron ou pósitron. Em processos dessa natureza, um elétron com momentum p = (E, ~p )
é espalhado em um estado final de muitas part́ıculas de momentum total p′ = (E ′, ~p ′). A
interação entre o lépton e o hádron em repouso [P = (M,~0)] é dada pela troca de um fóton
real2 de momentum k = p−p′ proveniente do campo eletromagnético, o qual é tomado como
a part́ıcula incidente.

Sendo assim, a seção de choque de um processo fóton-lépton, para um fóton real não-
polarizado, pode ser escrita da forma

dσ̄ =
mM√

(p · P )2 −m2M2
|Mfi|

2
(2π)4 δ4(PX + p′ − P − p)

m d3~p ′

(2π)3E ′

N∏

n=1

mn d
3 ~P ′

n

(2π)3E ′
n

, (3.4.9)

onde um férmion é tomado como alvo e, após a interação, é produzido um estado X de

N part́ıculas. O termo |Mfi|
2
consiste no produto da amplitude de espalhamento e sua

2 O fóton chamado real é a part́ıcula convencional estudada na Teoria Eletromagnética, e que obedece a
relação de dispersão k2 = ω2 − ~k2 = 0. De outra forma, o fóton dito virtual é aquele em que vale a relação
k2 = (p − p′)2 = 2m2 − p · p′ < 0, o que é conhecido na Relatividade Restrita como um quadrivetor do
tipo espaço. Neste último caso, quando tratado o fóton virtual em F́ısica de Part́ıculas, a grandeza k2 é
ocasionalmente chamada de virtualidade.
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Figura 3.10: Processos en-
volvendo a interação por meio
da troca de fótons (a) virtuais
no DIS, e (b) reais, que ocor-
rem em UPC levando em conta
a fluxo de fótons da part́ıcula
incidente.
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conjugada sobre o qual a média sobre os spin do estado inicial é efetuada. Assim, esta pode
ser fatorizada na forma

|Mfi|
2
=

(4π)2e2

(k2)2
LµνHµν , (3.4.10)

onde Lµν e Hµν são os tensores leptônico e hadrônico do DIS, respectivamente, e dados por

Lµν =
1

2m2

[
p′µpν + p′νpµ − gµν(p′ · p−m2)

]
, (3.4.11a)

W µν =
∑

Spins

Jµ∗
fi (P

′
n, P ) J

ν
fi(P

′
n, P ). (3.4.11b)

O tensor leptônico pode ser calculado exatamente, porém, não temos muita informação sobre
o tensor hadrônico devido a complexidade do conteúdo partônico no interior do hádron. Para
esse fim, é comumente utilizada a função de distribuição de pártons no interior do hádron em
estudo. A seção de choque dada pela Eq. (3.4.9) pode ser simplificada utilizando a expressão
para o tensor leptônico e a relação k2 = (p− p′)2 = 2m2 − p · p′, resultando em

σ =

∫
d3~p ′

|~p |E ′
α

2π2

1

k4

(
2pµpν + gµν

k2

2

)
Hµν 2π dΓ, (3.4.12)

onde

dΓ = (2π)4δ4(PX + p′ − P − p)

N∏

n=1

mn d
3 ~P ′

n

(2π)3E ′
n

. (3.4.13)

é o elemento diferencial de volume do espaço de fase de n corpos.
Como os fótons provenientes do campo eletromagnético são reais, somente a parte trans-

versa destes fótons irá contribuir para a seção de choque. Assim, a seção de choque elétron-
hádron pode ser reduzida para

σ =

∫
d3~p ′

|~p |E ′
α

2π2

1

k4

(
2pipj + δij

k2

2

)
H⊥0

ij 2π dΓ, (3.4.14)
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sendo H⊥0
ij a parte espacial do tensor hadrônico, e o ı́ndice 0 especifica que o tensor hadrônico

é tomado para a interação de um fóton real com o hádron em questão. O momentum k2 do
fóton real pode ser expresso em termos das energias inicial e final do elétron e o ângulo de
espalhamento

k2 = (p− p′)2 = 2m2 − p · p′ = 2m2 − 2EE ′ + 2|~p ||~p ′| cos θ. (3.4.15)

O valor máximo atingido neste caso (θ = π), para E ≫ m, é dado por

k2+ = 2m2 − 2EE ′ − 2|~p ||~p ′| ≃ −2EE ′ − 2|~p ||~p ′| ≃ −4EE ′, (3.4.16)

onde, na última expressão, foi usada a aproximação E =
√
~p 2 +m2 ≃

√
~p 2 = |~p |. Entre-

tanto, utilizando essa mesma aproximação para se obter o valor mı́nimo (θ = 0), a integral
da Eq. (3.4.14) diverge. Assim, introduz-se a expansão |~p | =

√
E2 −m2 ≃ E(1 −m2/2E2),

o que remete a

k2− ≃ 2m2 − 2EE ′(1− cos θ)−m2

(
E2 + E ′2

EE ′

)
cos θ = −m2 ω2

EE ′ (3.4.17)

Com estes valores, reescreve-se a integral em relação ao momentum do elétron do estado final
em termos de k2

∫
d3~p =

∫ |~p |

0

d|~p ′||~p |′2
∫ +1

−1

d(cos θ)

∫ 2π

0

dϕ

≃ 2π

∫ E

0

dE ′E ′2
∫ +1

−1

d(cos θ) ≃ 2π

∫ E

0

E ′2 dE ′

2EE ′

∫ k2+

k2
−

dk2. (3.4.18)

De posse desse resultado, a seção de choque elétron-hádron pode ser reescrita a partir do
resultado contido em [92] a fim de se obter a expressão

σ =
α

π

∫ E

0

dE ′ 2ωE
′2

2E2E ′2

∫ k2+

k2
−

dk2

k4

(
−k

2

2
+
E2E ′2

~k2
sin2 θ

)
dσ̄γ(ω) =

∫ E

0

dω
N(ω)

ω
dσ̄γ(ω),

(3.4.19)

onde dσ̄γ é a seção de choque do subprocesso fóton-hádron. A partir dos limites obtidos para
k2, pode-se ver que na integral acima as contribuições mais significativas serão dadas pelos
fótons com pequenas virtualidades, os quais são chamados de quasi-reais. As virtualidades
serão da ordem k2 ≃ k2− = O(m2), e possuem maior contribuição devido aos termos nos
denominadores da Eq. (3.4.17). Logo, esta é a principal caracteŕıstica presente em proces-
sos denominados UPC, e que estará intimamente ligado com a estrutura das part́ıculas em
colisão, como será explicado na Seç. 3.4.3.

A Eq. (3.4.19) foi expressa em termos da seção de choque do subprocesso fóton-hádron
e do espectro de energia dos fótons equivalentes emitidos do elétron, o qual é conhecido
como aproximação de Weizsäcker-Williams [93]. Efetuando-se a integral em relação a k2, a
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expressão completa para o espetro de energia pode ser obtida

N(ω) =
α

π

∫ E

0

dE ′ 2ωE
′2

2E2E ′2

∫ k2+

k2
−

dk2

k4

(
−k

2

2
+
E2E ′2

~k2
sin2 θ

)

=
α

πE2

{
[E2 + (E − ω)2] ln

(
2E

m

)
+
ω2

2
ln

(
E − ω

ω

)
− E2 + Eω

+
(2E − ω)2

2
ln

(
E − ω

2E − ω

)}

=
α

π




−1 +
ω

E
+

[
1 +

(
1− ω

E

)2
]

ln

(
2E

m

)
+

1

2

ω2

E2
ln

(
E − ω

ω

)

+
1

2

(
2− ω

E

)2

ln

(
E − ω

2E − ω

)}
. (3.4.20)

Portanto, para processos envolvendo fótons reais em UPC, a seção de choque pode ser fato-
rizada em termos do fluxo de fótons N(ω)/ω proveniente da part́ıcula incidente e da seção
de choque do subprocesso de interesse. Similarmente, para processos envolvendo dois fótons
equivalentes, provenientes neste caso de dois hádrons, a fatorização é efetuada na forma

σhh =

∫
dω

N1(ω)

ω

N2(ω)

ω
σγγ(ω). (3.4.21)

Após a integração em relação a energia do(s) fóton(s), a seção de choque hadrônica poderá
ser descrita em termos de outras variáveis dependendo do processo a ser estudado e obtido
através da cinemática do processo, tais como: parâmetro de impacto b, massaM2

i da part́ıcula
ou massa do parM2

ii (para o caso de diléptons) produzido, fração de momentum x carregada
pelo párton, rapidez y da part́ıcula no estado final, etc.

3.4.3 Processos ultraperiféricos em aceleradores

O estudo de interações em colisões hadrônicas por meio da troca de fótons do campo eletro-
magnético de part́ıculas em colisão foi proposto por Fermi [94] com o intuito de analisar a
produção de part́ıculas α. Mais tarde, a formulação completa para o método de fótons equi-
valentes foi efetuado por Weizsäcker e Williams, como demonstrado na Seç. 3.4.2. Contudo,
este tipo de interação passa a ser bastante estudado para colisões entre ı́ons pesados, pois o
fluxo de fótons nestas colisões é proporcional ao quadrado do número de prótons no interior
do ı́on (Z), incrementando a seção de choque de produção.

Dessa forma, o Método de Fótons Equivalentes pode ser aplicado para qualquer centrali-
dade, contudo, dependendo da proximidade dos hádrons durante a interação, interações pela
troca de quarks e glúons passam a ser favoráveis, suprimindo as interações eletromagnéticas.
Em virtude disso, as UPC são estudadas para processos com grande parâmetro de impacto,
que neste caso devem ser da ordem de |~b| & R1 + R2, onde Ri são os raios das part́ıculas
em colisão. Esperando-se que a distância entre os hádrons seja maior que 1 fm, as intera-
ções fortes podem ser desconsideradas frente aos processos pela troca de fótons equivalentes.
A Fig. 3.11 ilustra o diagrama para uma UPC e demonstra as linhas de força do campo
contráıdas pelo fator de Lorentz.
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~b

Figura 3.11: Representação de uma UPC pela ação dos
campos eletromagnéticos das part́ıculas em colisão. No caso
de colisão entre núcleos o campo de fótons é incrementado
pelo número de prótons Z. A assimetria do processo favorece
a produção em rapidezes não-centrais.

Quando se consideram colisões entre núcleos, o campo de fótons ao redor destas part́ıculas
pode ser encarado como uma nuvem eletromagnética constitúıda por fótons. Assim, todas
as part́ıculas carregadas contidas no interior do núcleo contribuem para a formação desta
nuvem. Como demonstrado na Seção anterior, estes fótons possuem baixa virtualidade, no
caso de núcleo pode ser visto como a emissão coerente a partir dos prótons a contribuir para
a formação da nuvem ao redor do hádron. Com isso, a virtualidade dos fótons ao redor do
núcleo possui uma relação direta com seu tamanho, pois com maior número de part́ıculas
carregadas em seu interior, menor é a ação coerente, o que define a condição de coerência

Q2 .
1

R2
, (3.4.22)

onde R = (1.2 fm)A1/3 é o raio do núcleo. Apesar de o próton ser constitúıdo só de uma
part́ıcula carregada, esta condição também se aplica.

Como introduzido anteriormente, a relação de dispersão para os fótons equivalentes é
dada por k2 = ω2 + k2. No referencial de laboratório, a virtualidade pode ser expressa em
termos desta relação de dispersão, sendo dada por

Q2 =
ω2

γ2Lβ
2
L

+Q2, (3.4.23)

onde γ2L = 1/(1 − β2
L) = s/4m2

p e, através desta relação, existe um limite máximo para a
energia destes fótons, dado por

ωmax ≈ γL
R
, (3.4.24)

onde se espera alcançar uma energia de centro-de-massa máxima no LHC para processos
γγ em torno de Wγγ =

√
sγγ =

√
4ω1ω2 = 160 (4500) GeV para colisões PbPb (pp) [95].

Além disso, como o plano transverso não sofre os efeitos da contração de Lorentz, aplica-se
o prinćıpio de incerteza a fim de se obter um limite superior para o momentum transverso
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Fig. 3.12: Diagramas representando as posśıveis interações em Colisões Periféricas nucle-
ares. Dependendo da troca de fótons, o processo pode ser (a) a produção central pelo vértice
direto ou indireto de fusão de fótons, ou (b) reação fotonuclear pela interação por fóton, ou
(c) desmembramento do núcleo pela troca de um fóton.

do fóton emitido de um núcleo A

pT .
1

R
, (3.4.25)

o qual é 28 MeV para o feixe de Pb e 330 MeV para o feixe de prótons [96]. Outra variável
cinemática de interesse em UPC é a fração de energia xγ = ω/E portada pelo fóton em
termos da energia do núcleo E =MNγA. Esta fração possui um limite superior determinado
pela condição de coerência

xγ,max =
1

RMNA
. (3.4.26)

Mesmo sendo largamente estudadas atualmente com o advento do LHC, as UPC entre
prótons possuem uma f́ısica menos atraente do que colisões fotonucleares. Neste caso, existe
a possibilidade de interação entre fótons provenientes de ambos os núcleos ou de um destes
fótons interagir diretamente com o conteúdo hadrônico do outro núcleo. Assim, inúmeras
análises podem ser feitas para se estudar os processos posśıveis em colisões desta natureza.
A Fig. 3.12 ilustra os diferentes processos que podem ocorrer em colisões nucleares. No caso
da Fig. 3.12a, o processo de produção central é um dos mais estudados para a produção
de part́ıculas espećıficas, como mésons vetoriais, quarks pesados, bóson de Higgs, etc. No
trabalho desenvolvido neste Doutorado, o processo ilustrado pela Fig. 3.12b é o que mais se
aproxima da proposta apresentada, visto que o fóton proveniente de um próton irá interagir
com o segundo próton para a produção do bóson de Higgs.

A seção de choque para processos nucleares pode ser descrita em termos da luminosidade3

alcançada em cada acelerador. Em processos fóton-fóton, a seção de choque hadrônica pode
ser expressa de forma similar a apresentada na Seção anterior

σAA =

∫
dω1 dω2

dLγγ

dω1 dω2
σγγ(ω1, ω2), (3.4.27)

3 Luminosidade por definição é o produto do número de part́ıculas por unidade de área e de tempo com
a opacidade do alvo, o que depende do tipo de colisão em estudo.
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em diferentes energias. [95]

onde dLγγ/ dω1 dω2 é a luminosidade do processo fóton-fóton, expressa por

dLγγ

dω1 dω2
=

∫

r1>R1

∫

r2>R2

d2r1 d
2r2

d3N

dω1 d
2r1

d3N

dω2 d
2r2

, (3.4.28)

sendo d3N/dω d2ri o fluxo de fóton a partir de um núcleo de carga Z a uma distância ri.
Analogamente, para um processo pA, a seção de choque é dada por

σpA =

∫
dω

dNγ

dω
σγp(ω). (3.4.29)

Sendo assim, torna-se conveniente reescrever a seção de choque da Eq. (3.4.27) em termos
da energia de centro-de-massa do subprocesso fóton-fóton, Wγγ,

σAA =

∫
dLγγ

dWγγ

Wγγσ
γγ
AA(Wγγ). (3.4.30)

Uma medida interessante é a luminosidade efetiva dLeff
γγ / dWγγ = LAA(dLγγ/ dWγγ), onde

LAA é a luminosidade da colisão nuclear, pois permite a comparação com a luminosidade
de outros tipos de colisões estudadas em diferentes aceleradores. A Fig. 3.13 apresenta
um comparação com as diferentes luminosidades alcançadas em diferentes processos. É
notável a diferença existente entre as luminosidades entre os processos pp e os processos
nucleares. Entretanto, devido a grande luminosidade e energia alcançada em processos pp,
o que favorece a produção de um grande número de part́ıculas, surge o problema do grande
acumulo de interações por bunch4 do feixe. Dessa forma, os processos pA são favorecidos
por possúırem luminosidade e energia intermediárias no LHC [95]. Como se pode observar
na Fig. 3.13, o espectro de fótons equivalentes é fortemente suprimido em altas energias,
decrescendo exponencialmente [96].

Com o intuito de mostrar a aplicação deste método, é posśıvel estudar a produção difrativa
do bóson Z0 no LHC ocorrendo em UPC pp [97]. Neste caso, o fóton real proveniente de um

4 Os feixes em aceleradores de part́ıculas não são cont́ınuos, mas compostos por porções (bunchs) de
part́ıculas que irão compor o feixe. O problema do acúmulo de interações (pile-up) consiste em um grande
número de interações simultâneas nestes bunchs do feixe.
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dos prótons incidentes flutua em um dipolo de cor, que por sua vez interage com o segundo
próton pela troca de um Pomeron no canal t. O cálculo da amplitude do dipolo de cor nesta
abordagem é baseado no processo de Espalhamento Compton do tipo tempo q2 = M2

Z > 0.
Este processo é similar ao do tipo espaço (q2 = −Q2 < 0), o qual é calculado a partir
do Formalismo de Dipolos de Cor [98] para o Espalhamento Profundamente Inelástico de
Corrente Carregada [99, 100]. Assim, a seção de choque hadrônica é expressa na forma

σ(pp→ p+ Z + P ) = 2

∫ ∞

0

dω
dN

dω
σ(γp→ Zp), (3.4.31)

onde o fator 2 representa a possibilidade de ambos os prótons emitirem o fóton do estado
inicial, e a seção de choque fóton-próton é dada por

σγp =
1

16π

∣∣∣∣∣∣

∫
dt

[
ı

∫
d2r

∫ 1

0

dz

4π

∫
d2b (Ψ∗

ZΨγ)⊥ σdip(r, t)

]∣∣∣∣∣∣

2

, (3.4.32)

sendo Ψi a função de onda transversa do fóton e do bóson Z0 e σdip é a seção de choque de
dipolo, para a qual é utilizada a parametrização b-Sat [101, 102]. Neste caso, r é o tamanho
transverso do dipolo de cor e b é o parâmetro de impacto, distância entre o centro do dipolo
e o próton.

Como resultado, a comparação entre os resultados para o LHC e para o Tevatron apre-
senta uma seção de choque γp três vezes maior no LHC do que a esperada para o Tevatron.
Além disso, a taxa de eventos em rapidez central é em torno vinte vezes maior no LHC. Por-
tanto, este estudo ilustra a aplicação do Método de Fótons Equivalentes a serem analisados
no LHC quando os dados estiverem dispońıveis no futuro.

3.5 Conclusões

Este caṕıtulo apresentou o Espalhamento Profundamente Inelástico, bem como sua cinemá-
tica e as implicações causadas por seus resultados. A partir disso, foi introduzido o Modelo
de Pártons, pelo qual se pode melhor compreender a estrutura interna dos hádrons e, através
da QCD, pode-se evidenciar a violação no escalamento das funções de estrutura. Com isso,
as parametrizações das distribuições de pártons nos hádrons foi introduzida, dando especial
atenção para as parametrizações MSTW. Neste sentido, as conclusões f́ısicas a respeito da
dinâmica em pequeno x foram apresentadas.

Além disso, este caṕıtulo apresentou a abordagem para as interações eletromagnéticas
em colisões hadrônicas com grande parâmetro de impacto. As principais caracteŕısticas
destes processos foram discutidas e o cálculo da seção de choque hadrônica foi obtida pela
convolução da seção de choque partônica e o fluxo de fótons proveniente do hádron incidente,
no caso de colisões pA e com os dois fluxos de fótons, no caso de colisões AA.

Portanto, este caṕıtulo introduziu os principais aspectos das colisões entre part́ıculas em
aceleradores, apresentando os principais resultados experimentais obtidos ao longo dos anos
de operação de diferentes aceleradores e discutiu o impacto destes resultados na descrição
teórica dos fenômenos abordados. Os resultados expressos nesta Seção servirão de base para
os cálculos a serem apresentados no decorrer desta Tese.

m



Caṕıtulo 4

Difração em altas energias

Na década de 1950, com a falta de uma teoria capaz de descrever os processos hadrônicos em
altas energias, uma abordagem fenomenológica foi necessária para conseguir compreender a
dinâmica existente na interação entre part́ıculas em aceleradores, dando origem a Teoria de
Regge. Logo, neste caṕıtulo a fenomenologia das interações difrativas será discutida, apre-
sentando brevemente a teoria de Regge e seus principais aspectos teórico-experimentais. Os
resultados alcançados nesta descrição serão enumerados, principalmente aqueles relativos à
natureza do Pomeron, part́ıcula hipotética introduzida como mediador da interação difrativa.
Com a aplicação desta teoria para processos duros em aceleradores, novas abordagens foram
formuladas com o aux́ılio das teorias já estabelecidas, como a QCD e a Teoria Eletrofraca.
Assim, a descrição da natureza do Pomeron segundo os graus de liberdade da QCD são in-
troduzidos, salientando os avanços obtidos no sentido de explorar a produção de part́ıculas
espećıficas, como o bóson de Higgs. Finalmente, alguns aspectos teóricos e fenomenológicos
serão discutidos, aspectos estes que limitam certas abordagens para a predição da seção de
choque em eventos difrativos, o que traz consequências para o estudo desta Tese.

4.1 Teoria de Regge

Antes do surgimento da Cromodinâmica Quântica como a Teoria Quântica de Campos que
descreve a Interação Forte, outras formulações eram utilizadas para descrever fenomenolo-
gicamente os processos hadrônicos. Um dos mecanismos utilizados era a Teoria de Regge
[103], a qual utilizava inicialmente a Mecânica Quântica Não-Relativ́ıstica, e mais tarde foi
incorporada à formulação matemática dos processos em altas energias com o intuito de pro-
mover o entendimento da natureza das interações entre part́ıculas em processos inclusivos
entre hádrons.

Quando estes processos ocorrem num regime de baixo momentum transferido, a ausência
de uma escala dura não permite expandir os observáveis f́ısicos em termos da constante de
acoplamento forte, fazendo com que a QCD perturbativa não possa ser aplicada. Contudo, a
Teoria de Regge tem fornecido uma boa descrição dos dados neste regime não-perturbativo,
permitindo descrever dados de colisões próton-próton de maneira satisfatória [104]. Esta
formulação para a descrição dos processos hadrônicos faz predições sobre as interações no
canal t, AC → BD, obtidas através da continuação anaĺıtica da amplitude de espalhamento
para o processo no canal s, AB → CD, os quais são ilustrados na Fig. 4.1. As variáveis de
Mandelstam podem ser empregadas para estes processos

s = (pA + pB)
2, (4.1.1a)

t = (pA − pC)
2, (4.1.1b)

u = (pA − pD)
2. (4.1.1c)
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Fig. 4.1: Diagrama de Feynman representando o processo hadrônico segundo a Teoria de
Regge no (a) canal s e no (b) canal t, onde IR denota a troca de um Reggeon.

Dessa forma, a Teoria de Regge relaciona as interações hadrônicas que ocorrem nos canais
s e t. Todas as posśıveis ressonâncias que podem ocorrer pela interação de A e B no canal
s estão ligadas por uma trajetória linear no espaço bidimensional definido pelo quadrado de
sua massa e o momentum angular, desde que se conservem os números quânticos durante a
interação.

4.1.1 Trajetórias de Regge

Considerando um sistema onde existe um potencial esfericamente simétrico e atrativo, exis-
tem estados ligados como famı́lias com momentum angular e energia crescentes. Estes estados
ligados surgem como pólos na amplitude de onda parcial aℓ(k) para um dado momentum
angular inteiro ℓ. A ideia inicial de Regge aplicada à Mecânica Quântica consistia em es-
tender o momentum angular para valores complexos, obtendo uma função de interpolação
a(ℓ, k), a qual reduz à função aℓ(k) para valores inteiros positivos de ℓ. Para potenciais bem
comportados as singularidades de a(ℓ, k) surgem como pólos na amplitude de espalhamento,
chamados pólos de Regge, os quais são localizados em valores definidos pela relação

ℓ = α(k), (4.1.2)

onde α(k) é uma função da energia chamada trajetória de Regge, ou mais conhecida na
linguagem de F́ısica de Part́ıculas como Reggeon (IR). Cada famı́lia de estados ligados
ou ressonâncias corresponde a uma única trajetória de Regge. As energias destes estados
são obtidas a partir da Eq. (4.1.2), determinando um valor f́ısico ao momentum angular ℓ.
Estendendo esta mesma aplicação para o espalhamento quântico relativ́ıstico, a amplitude de
onda parcial relativ́ıstica Aℓ(t) pode ser analiticamente continuada para valores complexos
de ℓ. A função resultante, A(ℓ, t), possui pólos em

ℓ = α(t), (4.1.3)

onde cada pólo contribui para a amplitude de espalhamento com um termo que possui um
caráter assintótico da forma [3]

A(s, t) ≃
s→∞

sα(t). (4.1.4)

Com isso, a singularidade dominante no canal t, ou seja, aquela que possui a maior parte real,
determina o comportamento assintótico da amplitude de espalhamento no canal s. Logo, as
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ressonâncias observadas neste canal ocorrem apenas para valores f́ısicos de spin, tal que ℜα(t)
seja um número inteiro ou semi-inteiro.

Considerando a troca de um Reggeon no canal t na interação entre dois hádrons, a
amplitude de espalhamento pode ser escrita em termos da amplitude de onda parcial

A(s, t) ≃ AJ(t)PJ(cosϑt). (4.1.5)

Mantendo t em um dado valor fixo e considerando o limite onde s→ ∞, a amplitude possui
o comportamento assintótico

A(s, t) ≃
s→∞

sJ . (4.1.6)

Com isso, a seção de choque total para o processo pode ser obtida pelo Teorema Óptico,
implicando em

σtot =
1

s
ℑA(s, t = 0) ≃

s→∞
s2J−2. (4.1.7)

Considerando a trajetória α(t) pela expansão em série de potências em torno de t = 0,
para um t suficientemente pequeno, a trajetória pode ser parametrizada em uma forma linear

α(t) = α(0) + α′t, (4.1.8)

onde α(0) e α′ são chamadas de intersecção e inclinação da trajetória, respectivamente. A
Fig. 4.2 exemplifica uma trajetória de Regge pelo gráfico de ℜα(t) versus M2 = t, conhecido
como gráfico de Chew-Frautschi [105]. Os estados f́ısicos representados são mésons ρ e ρ3
no canal s. Através desta curva, obtém-se a intersecção e a inclinação da trajetória dos
Reggeons, sendo razoavelmente descrita pelos parâmetros

α(0) = 0.55, (4.1.9a)

α′ = 0.86 GeV−2, (4.1.9b)

onde esta linearidade se estende também para valores negativos de t. Cada trajetória possui
números quânticos (paridade, conjugação de carga, paridade G, isospin, estranheza, etc.),
os quais as caracterizam. Os mésons presentes na Fig. 4.2 possuem os seguinte números
quânticos [3]

f2 P = +1, C = +1, G = +1, I = 0, ξ = +1;
ρ P = −1, C = −1, G = +1, I = 1, ξ = −1;
ω P = −1, C = −1, G = −1, I = 0, ξ = −1;
a2 P = +1, C = +1, G = −1, I = 1, ξ = +1.

(4.1.10)

Dentre estas trajetórias, pode-se notar que a trajetória de f2 possui os números quânticos
do vácuo, caracteŕıstica esta que será revista em processos de alta energia e caracterizará as
interações descritas pela Teoria de Regge.

Portanto, a Teoria de Regge prediz que as interações entre hádrons em altas energias
não ocorrem pela troca de uma part́ıcula, mas sim de um Reggeon, isto é, uma famı́lia
de ressonâncias no canal t. Os processos hadrônicos no limite de alta energia (grande s),
conhecido como Limite de Regge, são caracterizados pela troca de um ou mais Reggeons no
canal t.
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Figura 4.2: Gráfico de Chew-
Frautschi representando as tra-
jetórias mesônicas dominantes
[106]. Neste caso, a variável J
representa o spin da part́ıcula.

0 .00 2.00 4.00 6.00 8.00 10.00
0.00

1.00

2.00

3.00

4.00

5.00

6.00

7.00

8.00

m
2

(GeV  )
2

R
e

  
 (

m
  

)
α

2

f  (1270)2

4f  (2050)

f  (2510)
6

a   (2450)6

a  (2020)
4

a   (1318)2

   (2350)ρ
5

  (1700)ρ3
  (1670)ω
3

  (770)ρ
  (782)ω

4.1.2 Fenomenologia de Regge

Aplicando a Teoria de Regge para descrever processos de espalhamento em termos da troca
de Reggeons, é conveniente escrever a amplitude para a troca de um simples Reggeon como

A(s, t) = β(t)η(t)sα(t), (4.1.11)

onde β(t) é o reśıduo e η(t) é o fator de assinatura. Para trajetórias lineares, como expressa
pela Eq.(4.1.8), o fator de assinatura pode ser expresso como

η(t) ≃ η(0)e−ıπα′t/2, (4.1.12)

onde η(0) = ±1 é a assinatura da onda parcial do espalhamento. Assumindo um comporta-
mento exponencial em t, tem-se

β(t) ≃ β(0)eB0t/2, (4.1.13)

e a amplitude de Regge para grande s e pequeno |t| tem a forma

A(s, t) = β(0)η(0)sα(0) exp

[
B0

2
+ α′

(
ln s− ı

π

2

)]
. (4.1.14)

Logo, as trajetórias de Regge e as funções de reśıduo são esperadas a serem reais abaixo da
energia limiar, onde o fator de assinatura determina completamente a fase da amplitude do
pólo de Regge. Utilizando propriedades da Matriz S de espalhamento, propõe-se expressar
o reśıduo do pólo de Regge β(t) em uma forma fatorizada

β(t) = g13(t)g24(t), (4.1.15)

onde gij(t) são os acoplamentos em cada vértice da troca do Reggeon, como ilustra a Fig. 4.3.
Esta propriedade de fatorização permite explorar a seção de choque do espalhamento para o
acoplamento de diferentes part́ıculas com os Reggeons da interação.
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Figura 4.3: Diagrama de Feynman ilustrando a troca de
um Reggeon.

Através da amplitude definida pela Eq. (4.1.11), efetua-se a estimativa da Teoria de Regge
para a seção de choque total de espalhamento. Com a contribuição de um único pólo, a seção
de choque pode ser escrita com o uso do Teorema Óptico

σtot ≃
s→∞

1

s
ℑA(s, t = 0) ∼

s→∞
sα(0)−1. (4.1.16)

Caso mais de um pólo contribua para a interação, o que remete a processos com valor de s
intermediário, a seção de choque total é dada pelo soma das contribuições

σtot ∼
∑

i

Ais
αi(0)−1. (4.1.17)

A seção de choque elástica é expressa pela Teoria de Regge na forma

dσel
dt

= F (t)s2α(t)−2, (4.1.18)

onde F (t) é uma função de t incorporando a função reśıduo. Caso muitos pólos contribuam
para o processo, termos de interferência geralmente surgem. Considerando uma trajetória
do tipo linear, a seção de choque elástica é dada por

dσel
dt

= F (t)s2α(0)−2e−2α′|t| ln s. (4.1.19)

Supondo que as part́ıculas em colisão são iguais e considerado um comportamento exponen-
cial para a função reśıduo, assume-se a forma

dσel
dt

∼ s2α(0)−2e−B|t|, (4.1.20)

com B = B0 + 2α′ ln s. A largura do pico frontal ∆|t| = 1/(B0 + 2α′ ln s) decresce com o
crescimento da energia. Este fenômeno é chamado de encolhimento do pico difrativo, o que
pode ser interpretado como o aumento do raio de interação Rint ∼

s→∞

√
α′ ln s.

4.1.3 O Pomeron

As trajetórias de Regge discutidas até aqui possuem uma intersecção próxima de 0.5. As
seções de choque previstas pela troca destas trajetórias [Eq. (4.1.16)] decresciam com a ener-
gia, porém as seções de choque hadrônicas eram conhecidas experimentalmente por terem um
comportamento constante em relação a energia numa faixa

√
s ∼ 10− 20 GeV. Atualmente,
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já é conhecido o crescimento moderado das seções de choque em altas energias, mas nos anos
1960 não se atingiam energias muito altas, o que evidenciava um comportamento constante
naquele regime. Com isso, propôs-se que, para a interação em altas energias, existiria a troca
de um Reggeon cuja a trajetória na forma

σtot ∝ sαIP (0)−α′

IP (t) → s1−α′

IP (t), (4.1.21)

com intersecção igual a 1, o qual foi chamado de Pomeron (IP ). Com isso, a seção de choque
total para processos hadrônicos foi descrita pela contribuição de dois Reggeons [104]

σtot = Xsǫ + Y s−η, (4.1.22)

onde o primeiro termo se refere ao Pomeron e o segundo a um Reggeon referente a troca de
mésons ρ, ω, f e a. A descrição dos dados de diferentes experimentos envolvendo a colisão
de hádrons foi efetuada razoavelmente utilizando uma parametrização na forma σ → sα(0)−1,
encontrando as seguintes intersecções para os Reggeons

ǫ = 0.0808, (4.1.23a)

η = 0.4525, (4.1.23b)

o que corrobora com a proposta de intersecção para o Pomeron em altas energias. A descrição
dos dados de colisões hadrônicas em uma análise mais extensa [107, 108], a trajetória do
Pomeron foi determinada na forma

αIP (t) = 1.0808 +
0.250[107]

0.012[108]
t/GeV2, (4.1.24)

demonstrando uma inclinação mais suave que das trajetórias para mésons (α′
IR ∼ 1 GeV−2).

O valor ligeiramente maior que 1 para a intersecção da trajetória do Pomeron revela um
crescimento suave da seção de choque em altas energias. De fato, experimentalmente a seção
de choque em altas energias não decresce assintóticamente, revelando um comportamento
suave no seu crescimento. Teoricamente, o Teorema de Froissart-Martin [109] determina que
a seção de choque total hadrônica deve satisfazer a desigualdade no limite de Regge

σtot < A ln2 s, (4.1.25)

onde A é determinado pela massa do ṕıon, esperada ser igual a 60 mb. Este teorema é
derivado utilizando a propriedade de unitariedade e a expansão em ondas parciais. Com
uma intersecção maior que 1, o Pomeron viola, em prinćıpio, este teorema. Entretanto,
acredita-se que esta ligeira violação não ocorra para momenta abaixo da escala de Planck
(1.22 × 1019 GeV), apesar de outros estudos [110] apontarem a ocorrência desta violação
para energia do Tevatron (

√
s = 1.96 TeV). Este comportamento da seção de choque em

altas energias revela que dado um processo de espalhamento com esta caracteŕıstica, este
deve ser dominado pela troca de números quânticos do vácuo [111]. Logo, evidencia-se que o
Pomeron possui estes números quânticos, como assinalado anteriormente no caso de mésons.
Com isso, a assinatura do Pomeron corresponde a ξ = +1, com uma amplitude assintótica

AIP (s, t = 0) ≃
s→∞

ıβIP (0)s
α
IP
(0), (4.1.26)

sendo puramente imaginária. No caso de uma assinatura negativa, a amplitude frontal (t = 0)
seria divergente. Esta propriedade do Pomeron será essencial para a descrição de processos
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(a)

(b)

(c)

Fig. 4.4: Diagramas de Feynman ilustrando a troca de dois glúons que contribuem para a
amplitude do Pomeron: (a) amplitude em ordem mais baixa, (b) correções radiativas reais,
e (c) correções radiativas virtuais.

de colisão elástica entre hádrons, os quais permitirão detectar os hádrons incidentes intactos
no estado final juntamente com os produtos da interação dura no subprocesso partônico.

Devido a esta propriedade peculiar do Pomeron, foi pensando então utilizar a Teorias
Quântica de Campos conhecidas para descrever a Teoria de Regge em muito altas energias.
Assim, a primeira proposta para a descrição do Pomeron foi proposta pela troca no canal
t de um fóton com número quântico C = +1 modificados [112], porém sem sucesso. Mais
tarde, com o advento da Cromodinâmica Quântica, surgiu a ideia de descrever a interação
pela troca de Reggeons utilizando os graus de liberdade da QCD. Como já se sabia que o
Pomeron possúıa os números quânticos do vácuo, esta interação foi estudada como sendo a
troca de dois glúons no canal t [113]. Essa proposta incorpora inclusive o modelo de pár-
tons, pois é posśıvel considerar que os glúons possam interagir puntualmente com os quarks
no interior dos hádrons, o que contribui positivamente para a amplitude de espalhamento.
Tratando-se de troca de glúons entre férmions, existem diversas possibilidades para calcular
a amplitude de espalhamento devido aos acoplamentos permitidos pela teoria. Isso signi-
fica que a amplitude de espalhamento entre hádrons pela troca de dois glúons no canal t
resulta na contribuição em LO, sendo necessário computar todos os diagramas em ordens
mais altas. Todos os diagramas posśıveis da QCD que contribuem para esta interação estão
ilustrados na Fig. 4.4, correspondendo aos diagramas em LO, e as correções radiativas reais e
virtuais. Estas amplitudes são calculadas em aproximação de logaritmo dominante ln s (”Le-
ading Logarithm Approximation” - LLA), o que descarta os diagramas de correção de vértice,
auto-energia e polarização do vácuo por serem subdominantes neste regime. Um resultado
interessante obtido por meio desta formulação é a possibilidade de reunir as correções reais
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Figura 4.5: Diagrama de Feynman que re-
presenta a escada de glúons com n vértices de
Lipatov com momentum transferido t = q2 =
−q2. Os propagadores com asteriscos desig-
nam os propagadores dos glúons reggeizados.

...

...

p1, j

p2, l

k1

k2

ki−1

ki

ki+1

kn

kn+1

*

*

*

*

*

*

*

...

...

p′1, i

p′2, k

k1 − q

k2 − q

ki−1 − q

ki − q

ki+1 − q

kn − q

kn+1 − q

*

*

*

*

*

*

*

em um único vértice efetivo, o qual foi chamado de vértice de Lipatov

Γρ
µν(k1, k2) =

1

s




(
α1 +

2k21
β2s

)
pρ1 +

(
β2 +

2k22
α1s

)
pρ2 − (kρ1 + kρ2)



 2p2µp1ν , (4.1.27)

onde pµ1,2 são os quadrivetores dos quarks em interação e kµ1,2 são os quadrivetores dos glúons
no canal t, decompostos na parametrização de Sudakov [114]

kµ1,2 = α1,2p
µ
1 + β1,2p

µ
2 + k1,2⊥, (4.1.28a)

k1,2⊥ = (0,k1,2, 0), (4.1.28b)

k21,2 = k21,2⊥ ≈ −k2
1,2, (4.1.28c)

sendo o vetor k1,2 um vetor de duas componentes ao longo do plano perpendicular ao eixo
de incidência z e s = (p1 + p2)

2 ≈ 2(p1 · p2) é a energia de centro-de-massa do processo qq.
A importância de se conceber este vértice efetivo é que através dele se torna posśıvel

estender esta abordagem para todas as ordens em teoria da perturbação, construindo um
diagramas com n trocas de glúons no canal s. Em cada troca de glúon entre os glúons do canal
t, um vértice efetivo é adicionado para incluir as correções reais dos diagramas da Fig. 4.4b.
O resultado é a chamada escada de glúons, ilustrada na Fig. 4.5, onde todos os glúons são
parametrizados da mesma forma àquela introduzida na Eq. (4.1.28), apresentado um forte
ordenamento nos momenta longitudinais e nenhum ordenamento nos momenta transversos

1 ≫ α1 ≫ α2 ≫ . . .≫ αn+1 ≫ q2/s, (4.1.29a)

1 ≫ |βn+1| ≫ . . .≫ |β2 ≫ |β1| ≫ q2/s, (4.1.29b)

k2
1 ≃ k2

2 ≃ . . . ≃ k2
n ≃ k2

n+1 ≃ q2, (4.1.29c)
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onde q2 é o momentum transferido ao longo da escada de glúons. Esta série de vértices
efetivos permite reescrever a amplitude de espalhamento da escada de glúons de forma que
o propagador dos glúons no canal t possa ser modificado para incluir as correções radiativas
virtuais, resultando

Dµν(si, k
2
i ) = −ıgµν

k2i

(
s

k2

)αg(k2i )−1

. (4.1.30)

Com esta modificação em seu propagador, este é o conhecido glúon reggeizado, e, baseado
na Teoria de Regge, αg(t) = 1 + ε(t) é a trajetória deste glúon no canal t, com

ε(k2i ) =
Ncαs

(2π)2

∫
d2 κ

−k2
i

κ2(κ− ki)2
. (4.1.31)

Portanto, de posse do vértice efetivo e do propagador do glúon reggeizado, a amplitude de es-
palhamento do processo qq onde uma escada de glúons é trocada no canal t com configuração
de cor no estado singleto (R = 1) ou octeto (R = 8) pode ser escrita como

ℑAR(s, t) =
1

2

∞∑

n=0

4s2g4sGR

∫
dΠn+2

[
1

k2
1(k1 − q)2

](
1

α1

)ǫ(k21)+ǫ([k1−q]2)

(−2ηR)

×
n∏

i=1





[
g2s

k2
i+1(ki+1 − q)2

]
K(ki,ki+1)

(
αi

αi+1

)ǫ(k2
i+1)+ǫ([ki+1−q]2)



 ,(4.1.32)

onde gs é o acoplamento forte, dΠn+2 é o elemento diferencial de volume do espaço de fase
de n + 2 corpos e os fatores de cor são definidos por

G1 =
N2

c − 1

4Nc
, (4.1.33)

G8 = −Nc

8
, (4.1.34)

η1 =
Nc

2
, (4.1.35)

η8 = Nc. (4.1.36)

Esta amplitude reúne todas as correções radiativas, e a amplitude total pode ser obtida com o
uso de Relações de Dispersão ln(−s) = ln s− ıπ. Uma aplicação importante desta amplitude
é obtida caso esta seja expressa por meio da Transformada de Mellin

fR(ω, t) =

∫ ∞

1

d

(
s

|t|

)(
s

|t|

)−ω−1 ℑAR(s, t)

s
, (4.1.37)

sendo obtida na representação de Froissat-Gribov [109, 115] para a amplitude de onda parcial
fR(ω, t). Efetuando uma comparação com a Teoria de Regge, identifica-se que ω ≡ ℓ − 1,
onde ℓ é o momentum angular complexo. Substituindo a Eq. (4.1.32) na transformada de
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Mellin, encontra-se a amplitude [3]

fR(ω, q
2) = (4παs)

2GR

∞∑

n=0

n+1∏

i=1

d2ki

(2π)2
1

k2
1(k1 − q)2

1

ω − ǫ(k2
1)− ǫ([k1 − q]2)

× (−2αsηR)K(k1,k2)
1

k2
2(k2 − q)2

1

ω − ǫ(k2
2)− ǫ([k2 − q]2)

...

× (−2αsηR) K(kn,kn+1)
1

k2
n+1(kn+1 − q)2

1

ω − ǫ(k2
n+1)− ǫ([kn+1 − q]2)

.

(4.1.38)

Esta equação pode ser reescrita como uma relação recursiva

fR(ω, q
2) = (4παs)

2GR

∫
d2k

(2π)2
FR(ω,k, q)

k2(k − q)2
, (4.1.39)

onde a função FR(ω,k, q) satisfaz a equação integral

[ω − ǫ(−k2)− ǫ(−[k − q]2)]FR(ω,k, q) = 1− 2αsNc

4π2

∫
d2h

[
K(k,h)

h2(x− q)2

]
FR(ω,h, q).

(4.1.40)

Esta é a forma geral da equação evolução Balitsky-Fadin-Kuraev-Lipatov (BFKL) [116], a
qual descreve a evolução em LLA ln s da escada de glúons. O integrando do lado direito
representa as correções radiativas reais, e os termos ǫ do lado esquerdo da equação corres-
pondem às correções radiativas virtuais. Portanto, esta descrição da dinâmica da Teoria de
Regge pela QCD é também chamada de Pomeron da QCD.

No contexto do DIS, esta equação é aplicada no regime de pequeno x pela ressoma dos
termos logaritmos dominantes da forma αn

s ln
n(1/x), diferentemente da equação DGLAP

que efetua esta ressoma em relação aos termos αn
s ln

nQ2. Esta equação é de particular
importância, pois ela evolui as densidades partônicas similarmente à equação DGLAP, porém
com a evolução sendo dada em relação a fração de momentum x, mantendo a escala Q2 fixa.
Neste caso não se trabalha diretamente com as densidades partônicas integradas fi/A, mas
com sua representação não-integrada na forma

f̃i/A(x,k
2
⊥) =

∂

∂ lnk2
⊥
fi/A(x,k

2
⊥), (4.1.41)

a qual será empregada quando houver interações pela troca de um Pomeron da QCD. Con-
tudo, a equação BFKL em LO não é válida para um intervalo muito extenso de Q2, pois
os termos subdominantes αn

s ln
n(1/x) lnnQ2 contribuem significativamente no regime de Q2

moderado [3].
Portanto, a Teoria de Regge permite descrever as interações hadrônicas em altas energias

por meio da troca de uma part́ıculas hipotética (Pomeron). Com a descrição desta part́ıcula
pelos graus de liberdade da QCD, foi posśıvel explorar uma nova dinâmica das interações
partônicas, resultando na equação de evolução BFKL. A principal caracteŕıstica desta part́ı-
cula são seus números quânticos, sendo idênticos aos do vácuo. Isso determina que durante
a troca desta part́ıcula, não existem outras interações nem a presença de um chuveiro de
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Figura 4.6: Distribuição de rapi-
dez do estado final. A esquerda
situa-se o estado hadrônico e o
ponto à direita a part́ıcula 3. A es-
cala superior representa a lacuna de
rapidez entre estado hadrônico e a
part́ıcula 3.

partônicos na dinâmica do hádron, o que resulta na ausência de part́ıculas no estado final
que não sejam aquelas da interação dura. Este efeito traz implicações experimentais funda-
mentais para sua detecção e caracteriza um tipo particular de interações hadrônicas em altas
energias.

4.2 Difração em aceleradores

Em F́ısica de Part́ıculas, existem espalhamentos elásticos em altas energias onde os hádrons
incidentes permanecem intactos no estado final. A descrição teórica deste processo tem
muita semelhança com a descrição do fenômeno de difração ótica, tendo o mesmo nome
empregado em f́ısica de altas energias: processos difrativos. Uma das formas de entender
teoricamente este processo em altas energias consiste em descrever esta interação por meio
da absorção das componentes de suas funções de onda, mecanismo este descrito pelos auto-
estados difrativos de Good-Walker [117]. Contudo, numa linguagem mais moderna onde
se utilizam os prinćıpios da Teoria de Regge, os processos difrativos são aqueles onde há a
interação por meio da troca de Pomerons entre as part́ıculas incidentes.

Como descrito pela Teoria de Regge, a interação entre hádrons em altas energias pode
ser entendida como a troca de Reggeons no canal t. Dentre estes Reggeons, alguns possuem
os números quânticos do vácuo, como apresentado na Seç. 4.1.1, sendo o Pomeron o pólo
dominante para os processos em altas energias. Sendo assim, o Pomeron pode ser empregado
na análise fenomenológica das interações hadrônicas neste regime cinemático, pois sua troca
implica em não modificar os números quânticos das part́ıculas envolvidas. A Equação BFKL
reuniu a essência da Teoria de Regge para descrever a interação entre hádrons pelos graus de
liberdade da QCD, efetuando a ressoma das contribuições dominantes no regime de pequeno
x. Portanto, a troca de uma escada de glúons, sendo a contribuição completa para o Pomeron
em todas as ordens em teoria da perturbação, possibilita uma forma simples de contabilizar
o Pomeron segundo a QCD perturbativa.

Uma definição mais geral para este fenômeno foi proposta [118], caracterizando este
processo por uma grande separação angular entre as part́ıculas no estado final, não sendo
suprimida exponencialmente. No caso de processos difrativos, esta separação angular é rela-
cionada a uma variável chamada rapidez, denotada por y, sendo definida na forma

y =
1

2
ln
E + pz
E − pz

, (4.2.1)

a qual, relativisticamente, possui a propriedade de ser uma quantidade aditiva frente à im-
pulsos ao longo do eixo ẑ. No limite de pz → ∞, a variável de rapidez adquire a forma
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Figura 4.7: Cobertura aproxi-
mada em pseudorapidez η para os
diferentes experimentos do LHC,
considerando a energia de colisão
de 14 TeV e pT central máximo de√
s/2 [90]. η-10 -8 -6 -4 -2 0 2 4 6 8 10

)c
 (

G
eV

/
η

/d
T

d
p

-110

1

10

210

310

410

A
L

IC
E

L
H

C
b

C
A

S
T

O
R

, T
2

C
A

S
T

O
R

, T
2 H
F

/F
C

al
, T

1

H
F

/F
C

al
, T

1

ATLAS,CMS

)η/2 exp(-s = max
T

pp-p @ 14 TeV 

Z
D

C
, L

H
C

f

Z
D

C
, L

H
C

f

T
O

T
E

M
 R

P
s

A
L

F
A

 R
P

s
F

P
42

0

T
O

T
E

M
 R

P
s

A
L

F
A

 R
P

s
F

P
42

0

η-10 -8 -6 -4 -2 0 2 4 6 8 10

)c
 (

G
eV

/
η

/d
T

d
p

-110

1

10

210

310

410

~140m-240m-420m

~14-17 m

~11 m

y ≃ ln(2pz/m⊥), onde m⊥ =
√
m2 + p2 é chamada de massa transversa. Para part́ıculas

sem massa, a variável de rapidez pode ser aproximada a partir da Eq. (4.2.1) em coordenadas
cartesianas

η ≡ y|m=0 =
1

2
ln

1 + cos θ

1− cos θ
= − ln tan

θ

2
, (4.2.2)

a qual é particularmente chamada de pseudorapidez, sendo relacionada com o ângulo θ entre
a part́ıcula e o eixo incidente. A Fig. 4.7 ilustra a cobertura em η dos diferentes experimentos
do LHC.

Tratando processos inclusivos do tipo 1 + 2 → 3 +X , a análise dos processos difrativos
pode ser efetuada com o aux́ılio da variável rapidez. No limite de alta energia, sendo a
part́ıcula 3 um fragmento da part́ıcula 1, pode-se escrever

y3 =
1

2
ln
E3 + p′z
E3 − p′z

≃ ln

√
s

m⊥
, (4.2.3)

onde o valor máximo de y3 é dado por p = 0, sendo

y3,max = ln

√
s

m
. (4.2.4)

O estado hadrônico X possui uma distribuição em rapidez devido a sua estrutura interna
ser composta de inúmeras part́ıculas, cada qual com uma rapidez individual. Com isso, este
estado possui uma rapidez média expressa por

〈yX〉 ≃ − ln

√
s

M
. (4.2.5)

A rapidez máxima que o estado X pode assumir é ligada a da part́ıcula que possuir momen-
tum qX,i ∼

√
s/2 e massa transversa mi,X ∼ m [3]

|yX|max ≃ ln

√
s

m
, (4.2.6)
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Figura 4.8: Diagrama de Feynman
para o Espalhamento Profundamente
Inelástico Difrativo. A linha em zigue-
zague representa a troca de um Pome-
ron carregando uma fração xIP de mo-
mentum do próton. Durante a intera-
ção, o próton transfere uma quantidade
t de seu momentum para o subprocesso.

ao passo que o valor mı́nimo de rapidez corresponde à part́ıcula de momentum qj,X ∼
m
√
s/2M e massa transversa mj,X ∼ M

|yX|min ≃ ln
m
√
s

M2
, (4.2.7)

onde a Fig. 4.6, chamada distribuição em Lego, ilustra a observação experimental deste
processo. O gráfico ilustra a observação em rapidez do estado final do processo, onde se
pode efetuar uma estimativa da lacuna de rapidez ∆y entre a distribuição de rapidez do
estado hadrônico X e a part́ıcula 3

∆y ≃ ln

√
s

m
+ ln

m
√
s

M2
≃ ln

s

M2
. (4.2.8)

Portanto, os processos difrativos, ou seja, envolvendo a troca de um Pomeron, terão lacuna
de rapidez no estado final, sendo esta a assinatura principal que caracteriza o processo em
altas energias. Estas lacunas são encontradas por meio da análise de dados, aplicando sobre
eles cortes cinemáticos que correspodem aos processos de interesse.

4.3 O DIS Difrativo

Em uma fração dos processos que ocorrem no DIS, o próton incidente permanece intacto após
a interação dura. Este é o chamado DIS Difrativo (DDIS), o qual é ilustrado pela Fig. 4.8,
correspondendo ao processo semi-inclusivo

ℓ+ p→ ℓ′ + p′ +X. (4.3.1)

A existência da lacuna de rapidez entre o estado final hadrônico e o próton indica a ocorrência
do processo difrativo, ou seja, uma interação via troca de um Pomeron, a caracteŕıstica
marcante entre os objetos do estado final. Neste caso, como é expresso pela Fig. 4.8, o
próton emite um Pomeron que carrega uma fração de seu momentum, transferindo uma
quantidade t do seu momentum longitudinal.

Devido à semelhança deste processo com o DIS, o DDIS também permite obter as funções
de estrutura difrativas e as distribuições de pártons nos hádrons, porém, necessitando de uma
abordagem distinta. Muito além desta semelhança, o DDIS explora uma região onde a Teoria
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Figura 4.9: Relação entre difra-
ção hadrônica (esquerda) e DDIS
(direita).
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X

⇒

γ∗

p p′

X

de Regge se faz um tanto complicada em comparação aos processos analisados nas Seções
anteriores. No tratamento de processos inclusivos, a Teoria de Regge convencional e o DDIS
parecem semelhantes no que tange à observação de estados iniciais e finais. Entretanto,
as interações que concernem a cada tratativa possuem aspectos bem distintos. Como foi
visto anteriormente, a Teoria de Regge consiste em uma abordagem fenomenológica para o
tratamento de colisões hadrônicas em altas energias. Desta forma, a interação por Reggeons
(incluindo o Pomeron) se faz presente na maioria dos casos. Contudo, no caso do DDIS, a
aplicação da mesma abordagem gera novas formas de interação, devido ao fato de o estado
inicial ter substitúıdo um hádron por um fóton virtual, como ilustra a Fig. 4.9.

A Teoria de Regge para o DDIS na região cinemática W 2 ≫ M2 e Q2 ≫ t prediz
interações envolvendo Reggeons ligados aos vértices IPIPIP e IPIPIR. Com isso, a seção de
choque para o DDIS pode ser expressa como

dσD
γ∗p

dxIPdt
= fIP (xIP , t)σγ∗IP (β,M

2), (4.3.2)

onde

fIP (xIP , t) =
1

16π2
|gIP (0)|2 x1−2αIP (t)

IP exp

[
b0t + 2tα′

IP ln
1

xIP

]
, (4.3.3)

é chamado de fator de fluxo de Pomeron e

σγ∗IP (β,M
2) = AIP (Q

2)β1−αIP (0), (4.3.4)

é a seção de choque de espalhamento γ∗IP , com β ≃ Q2/M2 para grandeM2. A partir disso,
escreve-se as funções de estrutura difrativas, escritas da forma

F
D(3)
2 (β,Q2) =

Q2

4π2α
σγ∗IP (β,Q

2). (4.3.5)

4.4 Difração em colisões hadrônicas

Diversos experimentos analisaram processos difrativos envolvendo a colisão entre hádrons.
Com isso, observou-se que os processos difrativos apresentavam três distintos estados finais
e que podem ser ilustrados por gráficos em Lego: lacuna de rapidez central, uma lacuna de
rapidez com um próton e duas lacunas de rapidez. A Fig. 4.11 apresenta a comparação entre
os processos e as respectivas formas das lacunas de rapidez. Em sua maioria, os processos
hadrônicos possuem um estado final com dois jatos, tornando fundamental uma análise geral
dos dados do processo a fim de identificar as lacunas existentes. A f́ısica presente em cada
um dos diagramas da Fig. 4.11 é identificada de três formas distintas, explicadas a seguir.
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Figura 4.10: Descrição dos dados do ex-
perimento H1 para diferentes valores de x e
β para a seção de choque reduzida difrativa
normalizada em relação a seção de choque
reduzida do DIS inclusivo em função da vir-
tualidade do fóton Q2, correspondendo a fra-
ção de momentum do próton carregada pelo
Pomeron xIP = 0.03. O fator 3i é introduzido
para facilitar a visualização dos dados.

Difração Dupla (”Double Diffraction”) - DD

O processo difrativo caracterizado pela troca de um Pomeron e a subsequente quebra dos
hádrons incidentes é chamada de Difração Dupla (DD). Como referido na Seç. 4.1.3, a seção
de choque total dos processos hadrônicos em altas energias pode ser descrita pela fenomeno-
logia de Regge, utilizando a forma assintótica da seção de choque para a troca de Pomerons
e/ou Reggeons. Como a quebra dos hádrons incidentes gera o aparecimento de dois jatos no
estado final, e que serão observados nos detectores, uma lacuna de rapidez entre estes jatos
deverá ser observada experimentalmente, sendo a assinatura da troca de um singleto de cor
entre as part́ıculas incidentes [118]. Os experimentos no Tevatron observaram este tipo de
evento [119], com a expectativa de serem observados também no LHC e com uma taxa de
eventos mais significativa.

Difração Simples (”Single Diffraction”) - SD

O processo de difração ilustrado pela Fig. 4.11b representa a colisão hádron-hádron mediada
pela troca de um Pomeron no canal t, onde um hádron permanece intacto após a interação e
o segundo se quebra formando um sistema hadrônico. Este estado final favorece a observação
da lacuna de rapidez, pois o hádron intacto pode ser detectado e a lacuna identificada entre
este e o jato resultante da dissociação do segundo hádron da colisão. Através deste processo é
posśıvel analisar a estrutura partônica do Pomeron e as funções de estrutura difrativas [120],
onde os dados obtidos no experimento CDF são apresentados na Fig. 4.12. A detecção do
hádron intacto no estado final fornece evidência clara para a ocorrência do processo difrativo.
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Fig. 4.11: Diagrama de Feynman dos processos difrativos e seus respectivos gráficos em
Lego: (a) Difração Dupla, (b) Difração Simples e (c) Troca Dupla de Pomerons, descritos
pelo ângulo azimutal φ e a pseudorapidez η.

Como este hádron carregará grande parte do seu momentum inicial, quando xF & 0.97, a
distinção nos dados é clara pela presença de um pico na taxa de eventos [121], porém no
intervalo xF . 0.9 os efeitos da dissociação do segundo hádron, troca de Reggeons no processo
e DIS inclusivo tornam esta identificação mais dif́ıcil.

Troca Dupla de Pomerons (”Double Pomeron Exchange”) - DPE

A troca de dois Pomerons no canal t, sendo visto pela primeira vez em CDF [122], implica
na produção de jatos na região central de rapidez (y = 0), como ilustra a Fig. 4.11c. No caso
de Tevatron, o próton e o antipróton emitem um Pomeron cada, os quais se fundem para dar
origem ao espalhamento duro formando jatos, remanescendo os hádrons intactos no estado
final. Da mesma forma que o processo SD, o DPE pode ser observado experimentalmente
pela detecção dos hádrons no estado final e identificando as lacunas de rapidez entre o jato
central. Como os prótons intactos do estado final possuem pequeno momentum transverso,
estes desviam muito pouco de sua trajetória inicial. Com isso, o seu espalhamento ocorre em
pequenos ângulos, tornando sua detecção dificultada por estarem localizados muito próximos
ao feixe incidente. Assim, para efetuar as medidas, os detectores devem se posicionar a alguns
miĺımetros do feixe incidente, o que produz uma alta incerteza estat́ıstica. Existem outras
propostas para a observação das lacunas de rapidez do estado final [123] e que devem ser
empregadas nos experimentos do LHC. No Cap. 5 estas propostas serão apresentadas.

Portanto, os processos difrativos fornecem um ferramenta para se estudar a dinâmica do
Pomeron e as diferentes abordagens para sua descrição em termos da QCD. Mesmo com
a possibilidade da quebra da fatorização difrativa no Tevatron, o uso de um fator para
prever a supressão dos dados em razão da contaminação da lacuna de rapidez por processos
secundários tem se mostrado efetiva [125]. Assim, como apresentado anteriormente, ainda
não se tem uma descrição teórica definitiva para o Pomeron, sendo ainda objeto de estudo
tanto em interações macias quanto na sua observação em processos duros.
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Fig. 4.12: Esquerda: Razão em relação a produção em Difração Simples e inclusiva em
relação às predições teóricas e os dados. A discrepância em relação aos dados de CDF
e as curvas teóricas sugerem a quebra da fatorização difrativa [124]. Direita: Razões entre
DPE/SD e SD/INC para os dados de Tevatron. A discrepância entre os dados obtidos sugere
a quebra de fatorização difrativa para a produção de dijatos por DPE [120].

4.4.1 Modelo de Ingelman-Schlein

Analisando os dados obtidos no acelerador SPS do CERN para a produção de jatos em coli-
sões próton-antipróton por meio de processos de Difração Simples, foi sugerido que os jatos
presentes junto às lacunas de rapidez poderiam possuir uma estrutura partônica distinta
daquela esperada da quebra dos hádrons pela interação dura. Com isso, considerou-se que,
durante a interação, haveria um vértice de interação onde estes jatos poderiam ser produzi-
dos, o que não condizia com a natureza do Pomeron como mediador da interação difrativa.
A proposta foi que a estrutura do estado final deveria possuir um par de jatos de baixo pT
proveniente da quebra do próton e outro par com alto pT sendo então produto da interação
do conteúdo partônico do próton com aquele previsto conteúdo do Pomeron. Logo, uma ma-
neira de se explicar tal processo seria pensar que pártons provenientes do Pomeron estariam
interagindo com o conteúdo partônico do próton. Conceitualmente, uma estrutura partônica
para o Pomeron parecia inapropriada, mas a análise da estrutura destes jatos sugeriu tal
abordagem, dando origem ao modelo de Ingelman-Schlein [126]. Esta abordagem resgata a
fatorização colinear aplicada no DIS, onde a função de estrutura em LO é representada pela
função de estrutura do Pomeron, constitúıda de quarks e glúons. Assim, a chamada função
de estrutura difrativa pode ser expressa como

F
D(3)
2 (β,Q2) =

∑

q,q̄

e2qβq
IP
i (β,Q2). (4.4.1)

constituindo a fatorização difrativa. A variável β = x/xIP é vista como a fração de momentum
portada pelos quarks e antiquarks do Pomeron e qIPi (β,Q2) é a probabilidade de encontrar
um quark com fração de momentum β dentro do Pomeron. Com isso, a função de estrutura
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do Pomeron pode ser expressa na forma

fD
i (x,Q2, xIP , t) = fIP/p(xIP , t)fi/IP (β,Q

2), (4.4.2)

onde fIP/p representa a probabilidade de um Pomeron com fração de momentum xIP se acoplar
com o próton e fi são as distribuições partônicas no Pomeron, onde o párton carrega fração
de momentum β do Pomeron. Para a contribuição em NLO, a função de estrutura descrita
na Eq. (4.3.5) adquire um termo referente aos glúons no interior do Pomeron. Independente
em que ordem for aplicada, a consideração da estrutura do Pomeron depende de Q2, ou seja,
a sua evolução é governada pela Equação DGLAP. Desta forma, os dados do experimento
H1 no HERA foram utilizados para construir uma parametrização para as distribuições
partônicas do Pomeron [127], tanto para singleto de quarks quanto para glúons. Os dados
utilizados advém das medidas efetuadas para virtualidade no intervalo 3 < Q2 < 133 GeV2

e energia do próton de 820 e 920 GeV. As curvas teóricas são apresentadas na Fig. 4.10 para
descrever os dados da seção de choque reduzida, a qual corresponde a Eq. (3.3.8). Como
apresentado no caso da descrição de colisões hadrônicas por meio da troca de Pomerons, a
parametrização da Colaboração H1 extraiu o valor da intersecção da trajetória do Pomeron

αIP (0) = 1.114± 0.018(stat.)± 0.012(sist.)
+0.04

– 0.02
(modelo), (4.4.3)

o qual é ligeiramente maior que aquele encontrado na Ref. [104]. Convencionalmente, o
Pomeron com intersecção 1.08 é chamado de Pomeron macio, já este obtido pela parametri-
zação da Colaboração H1, com intersecção αIP (0) > 1.1, é o chamado Pomeron duro. Por
completitude, o Pomeron apresentado na Seç. 4.1.3, é chamado de Pomeron BFKL, e para
cumprir as exigências teóricas para convergência da seção de choque em altas energias, deve
possuir uma intersecção em torno de 1.15. Uma análise da zoologia do Pomeron pode ser
encontrada na Ref. [128]. Entretanto, esta consideração implica em tomar a probabilidade
de encontrar um constituinte no interior do Pomeron, isto é, implica em tomar o Pomeron
como uma part́ıcula real, o que não é o caso. Logo, esta abordagem somente se aplica em
uma visão fenomenológica.

4.4.2 Quebra da fatorização difrativa

A aplicação do modelo de Ingelman-Schlein para processos difrativos pelo uso da função
de estrutura do Pomeron, dada pela Eq. (4.4.2), foi estendido para processos hadrônicos,
como aqueles apresentados na Fig. 4.11. Contudo, não há uma abordagem teórica para
o uso de funções de estrutura difrativas em colisões hádron-hádron, levando a adotar a
fatorização colinear como uma forma de estudar a troca de Pomerons nestes processos. Assim,
a Eq. (4.4.4) para a seção de choque dada pela fatorização colinear é empregada para se
obter a seção de choque difrativa para processos hadrônicos pela substituição das densidades
partônicas no próton pelas funções de estrutura difrativas, sendo dada para o DPE na forma

σ(A+B → A+ C +B) = fD
i/A(x, µ

2
F )⊗ σab→c ⊗ fD

j/B(x, µ
2
F ), (4.4.4)

onde as funções fD
i/A são dadas pela Eq. (4.4.2). A seção de choque para processos SD é

similar a esta, onde somente uma densidade partônica do próton é substitúıda pela função
de estrutura difrativa, representando o processo ilustrado na Fig. 4.11b.

A fatorização da seção de choque hadrônica leva a separá-la em termos da seção de cho-
que partônica e das densidades partônicas universais, ou seja, válidas para qualquer processo,
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visto que o conteúdo partônico do próton não se altera. Entretanto, a extensão desta aborda-
gem para as funções de estrutura difrativas pode produzir a quebra da fatorização colinear,
pois interações secundárias macias que ocorrem aparte do processo duro de interesse podem
contaminar as lacunas de rapidez no estado final. O entendimento teórico desta quebra de
fatorização ainda é não é claro, pois além do processo duro de espalhamento existem efeitos
não-perturbativos associados à formação da lacuna de rapidez. De fato, parcialmente esta
quebra pode ser confirmada para os dados de HERA [129], mas não confirmada para todo
o conjunto de dados. Esta quebra de fatorização foi estudada para o regime cinemático de
HERA [130, 131], concluindo que não é posśıvel afirmar com segurança que esta quebra foi
observada em seus dados, demonstrando que os dados estão de acordo com as expectativas
teóricas. Contudo, para o regime do Tevatron, esta quebra já é observada em diferentes
processos difrativos [132]. Esta transição entre os regimes de HERA e do Tevatron mostra
que as distribuições difrativas obtidas com os dados do experimento H1 podem ser aplicadas
para os processos ep, porém não seriam válidos no caso de colisões hadrônicas no Tevatron
e no LHC.

Este fato pode ser confirmado por meio dos resultados experimentais caso uma discre-
pância além da incerteza das medidas possa ser observada. Como consequência da análise
dos dados de SD, a extração das funções de estrutura difrativas a partir de experimentos
pp̄ demonstra uma violação da fatorização da QCD no caso de processos hádron-hádron di-
frativos [124]. A Fig. 4.12 ilustra a discrepância entre os dados da produção difrativa de
dijatos obtidos em CDF e obtidos com o uso das distribuições partônicas difrativas do DDIS.
Os resultados são apresentados para a razão dupla R̄ em relação ao momentum portado
pelo Pomeron: a predição teórica para a razão SD/ND (Não-Difrativos) é normalizada pela
mesma razão obtida pelo experimento. Outra análise é efetuada pelos dados de DPE, onde
estas predições são comparadas aos resultados obtidos para a SD no Tevatron. A medida da
quantidade RDPE/SD, pode ser confrontada com a razão RSD/ND. Caso o esquema de fato-
rização esteja correto, ambas as razões devem ser iguais no mesmo regime cinemático. Com
isso, o experimento CDF efetuou a medida das razões DPE/SD e SD/ND a fim de verificar
a existência ou não da violação de fatorização. A Fig. 4.12 representa os dados obtidos por
CDF para ambas as razões em função da fração de momentum do próton x portado pelo
párton, em um intervalo cinemático abrangendo regiões distintas da fração de momentum
do próton (antipróton) ξp (ξp̄) carregado pelo Pomeron. A discrepância entre ambas é clara,
o que leva a uma diferença nas razões de um valor em torno de 20% [120].

Contudo, as análises finais dos dados de HERA e do Tevatron favorecem a abordagem
do uso de um fator nas predições teóricas para descrever a supressão dos dados devido a
contaminação das lacunas de rapidez [133, 134]. O emprego do modelo de Ingelman-Schlein
com as distribuições partônicas difrativas obtidas pelo DIS não descreve diretamente os
resultados experimentais do Tevatron. Entretanto, ao aplicar um fator de supressão a estas
predições, as curvas teóricas são reduzidas e corretamente descrevem os dados. Com isso, a
aplicação deste modelo é efetiva para a descrição dos dados de processos hadrônicos difrativos
no Tevatron e deverá ser estudada para o regime cinemático do LHC.

4.5 Sobrevivência das lacunas de rapidez

Analisando dados coletados nos experimentos CDF e DØ do Tevatron foi observado que a
razão entre os processos difrativos e não-difrativos era menor do que aquela observada em
HERA. Logo, a aplicação de um fator de supressão poderia corrigir as curvas teóricas, e
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isso pode ser explicado com o conceito de sobrevivência da lacuna de rapidez. Este fator
corresponde à probabilidade 〈S2〉 de que a lacuna de rapidez sobreviva frente a produção de
outras part́ıculas em subprocessos que ocorrem simultaneamente ao processo de interesse.
Em outras palavras, essa quantidade revela qual a fração de eventos onde os subprocessos
envolvendo part́ıculas espectadoras não populam a lacuna de rapidez, permitindo que esta
esteja presente no estado final e possa ser observada. Esta quantidade é chamada de Probabi-
lidade de Sobrevivência da Lacuna de Rapidez (”Rapidity Gap Survival Probability” - GSP).
Nos dados obtidos nos experimentos de HERA e do Tevatron evidenciaram uma dependência
em energia desta discrepância, demonstrando uma redução na fração de eventos no Tevatron
se comparada àquela observada em HERA. Com isso, o comportamento observado no Teva-
tron é mais acentuado devido a existir um maior número de pártons espectadores no caso de
colisões pp̄ no Tevatron do que em colisões γ∗p no HERA.

Sendo assim, é necessário encontrar uma abordagem teórica para descrever esta supressão
nos dados referentes a processos difrativos. Uma proposta para a GSP na representação
eikonal foi sugerida [118, 135], sendo a probabilidade 〈S2〉 dada por

〈S2〉 =
∫
d2b|A(s, b)|e−Ω(s,b)

∫
d2b|A(s, b)| , (4.5.1)

onde A(s, b) é a amplitude do processo duro de interesse, na energia de centro-de-massa
quadrada s descrita em relação ao parâmetro de impacto b. A função Ω(s, b) é chamada
de opacidade (ou densidade óptica) da interação entre os hádrons em colisão [136]. Esta
opacidade tem valor máximo no centro do próton e decresce na direção de sua periferia. A
supressão observada nos dados referentes ao processo duro acompanhado por uma lacuna
de rapidez não depende somente da probabilidade do estado inicial sobreviver às interações
secundárias, mas também da distribuição espacial dos pártons no interior dos hádrons, i.e.,
da dinâmica de todo a parte difrativa da matriz de espalhamento. Esta dependência na
distribuição espacial dos pártons é controlada por meio da inclinação b da função que repre-
senta o vértice do acoplamento Pomeron-próton, β(t) ∝ exp(bt), seguindo a fenomenologia
apresentada na Seç. 4.1.2 [136]. Por exemplo, o valor da inclinação pode ser tomado como
b = 4.0 GeV−2 relativo à produção de J/ψ no HERA ou b = 5.5 GeV−2 relacionado com o
fator de forma eletromagnético do próton.

Para as colisões hádron-hádron, a GSP foi estimada para processos de Dupla Difração em
aproximadamente 〈S2〉 = 5− 10% para

√
s = 1.8 TeV [118]. Com o aumento de energia, as

part́ıculas espectadoras tendem cada vez mais a interagirem, culminando no preenchimento
da lacuna de rapidez. Este comportamento pode ser notado através do tratamento com a
QCD perturbativa no modelo de múltiplas interações [137]. Esse aspecto será crucial para
as observações a serem efetuadas no LHC, onde com maior energia e luminosidade, os efeitos
das interações secundárias serão amplificados, causando uma maior supressão nos dados de
processos difrativos. Outras estimativas mais recentes predizem uma probabilidade de 15-
21% para o Tevatron e 10−15% para o LHC, evidenciando o decréscimo em relação a energia
de colisão [136]. Outros estudos já demonstraram que não há razão para esta dependência
em relação a energia de colisão ser muito forte para a GSP [132]. Independentemente, mesmo
com um fator de supressão menor do que aqueles previstos para o Tevatron, a taxa de eventos
no LHC deverá ser maior visto que a seção de choque nominal cresce significativamente com
a energia de centro-de-massa do processo. Os modelos empregados na predição desta pro-
babilidade bem como as frações estimadas serão apresentadas na Seç. 5.2.3 para a produção
do bóson de Higgs.
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4.6 Conclusões

Este caṕıtulo teve como objetivo descrever a natureza do Pomeron e suas aplicações na
predição dos observáveis em processos macios e duros em aceleradores. Logo, a Teoria de
Regge foi apresentada, incluindo seus aspectos anaĺıticos e os seus efeitos na fenomenologia
de altas energias. Com isso, o Pomeron foi introduzido segundo tanto a Teoria de Regge
como a QCD, sendo a famı́lia de ressonâncias responsável pela interação nas colisões hádron-
hádron. Além disso, os processos difrativos observados em aceleradores são ilustrados bem
como seus principais aspectos, caracterizando as posśıveis interações que podem ocorrer entre
part́ıculas e suas consequências experimentais. Por fim, o conceito de sobrevivência da lacuna
de rapidez foi introduzido, o qual possui um caráter fundamental para se efetuar predições
confiáveis de processos difrativos no LHC e será amplamente aplicado nesta Tese.

m
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Caṕıtulo 5

Produção difrativa do bóson de Higgs

Com o advento da Teoria de Regge na década de 1950, a fenomenologia de processos hadrôni-
cos pode ser estendida pelo conceito de troca de famı́lia de ressonâncias, o que foi entendido
como a troca de Reggeons no canal t. Mais tarde, a descrição das interações fortes pela
QCD trouxe uma nova abordagem para os processos difrativos e o estudo de mecanismos
de produção para diferentes regimes cinemáticos. Contudo, as dificuldades experimentais
encontradas para a observação de tais eventos, instigou o seu estudo a fim de evidenciar a
sua viabilidade em aceleradores de alta energia, visto que o fator de sobrevivência decresce
com o aumento da energia de colisão. Assim, este caṕıtulo irá apresentar os mecanismos
de produção para a produção do bóson de Higgs pela Troca Dupla de Pomeron, pois este
mecanismo apresenta as melhores condições teórico-experimentais para a sua observação.
Ademais, serão discutidos os aspectos teóricos e experimentais deste mecanismo bem como
para outras part́ıculas de interesse.

5.1 Abordagem não-perturbativa

A primeira proposta para a produção do bóson de Higgs pelo mecanismo de fusão de Pome-
rons introduziu a interação pela troca de glúons numa abordagem não-perturbativa, onde a
troca foi descrita por propagadores reggeizados no canal t. Neste estudo, a produção difrativa
do bóson de Higgs empregou as trajetórias obtidas da Teoria de Regge a fim de descrever
a interação entre prótons em altas energias [138]. Assim, foi efetuada a primeira estimativa
para a produção do bóson de Higgs no LHC tomando como mecanismo a produção central
pela troca de Pomerons. A seção de choque foi prevista como 100 pb para um bóson de
Higgs de massa MH = 100 GeV, sendo inclusive significativamente maior que a mesma para
a produção inclusiva. O estudo deste mecanismo de produção foi estimulado devido às possi-
bilidades em observar o bóson de Higgs em aceleradores por meio das assinaturas de lacunas
de rapidez [139], conhecidas por serem caracteŕısticas dos processos difrativos. Outro aspecto
relevante, este trabalho previu que os prótons em colisão iriam desviar somente de pequenos
ângulos de suas trajetórias iniciais após a interação, uma caracteŕıstica particular de colisões
difrativas. Existem outros tratamentos mais avançados para esta abordagem, onde contri-
buições não-perturbativas devido a anomalias da escala da QCD [140] e também cálculos
pela Teoria de Regge em aproximação eikonal [141], sendo estas abordagens similares àquela
apresentada na Seç. 4.1.2. Os resultados predizem uma seção de choque acima daquelas
previstas pelos mecanismos utilizando a QCD perturbativa.
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Figura 5.1: Diagrama de Feynman que
ilustra a Troca Dupla de Pomerons represen-
tada pela troca de glúons no canal t [142]. As
linhas tracejadas representam o acoplamento
dos glúons ao próton por meio da troca de
uma escada de glúons, e a part́ıcula de mo-
mentum p⊥ é um glúon emitido do vértice de
produção [145].
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x1, k1

x2, k2
q′2q2
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5.2 Troca de Pomerons duros

Uma segunda abordagem propôs descrever a troca de um Pomeron no canal t pela interação
através da troca de dois glúons duros, abordando a amplitude de espalhamento pelas regras
de Feynman da QCD. O tratamento para o cálculo da produção do bóson de Higgs analisava
um estado final com a presença de lacunas de rapidez que caracterizam o processo difrativo
[142, 143]. Como previsto anteriormente, no regime do LHC os prótons nestes processos
perderiam uma fração pequena de sua energia inicial durante a interação, suficiente para
a produção do bóson de Higgs, e desviariam pouco de suas trajetórias originais, ou seja,
adquiririam pequeno momentum na direção transversa de incidência. Assim, estes prótons
não são desmembrados num estado final de muitas part́ıculas, mas permanecem coesos. A
fração de eventos difrativos para a produção do bóson de Higgs no LHC pode ser estimada em
relação a produção inclusiva, σexcl = 10−4σincl, revelando uma pequena fração de eventos a
serem analisados [144]. A Fig. 5.1 ilustra o diagrama de Feynman do processo partônico, onde
as linhas pontilhadas representam a introdução de uma escada de glúons para a interação
difrativa. O aspecto central nesta abordagem é a inserção do glúon macio com momentum
Qµ trocado no canal t acompanhando o vértice ggH . Este glúon exerce a neutralização de
carga de cor da interação, fazendo com que os glúons trocados pelos prótons estejam em
uma configuração sem cor a fim de efetuar uma interação sem troca de números quânticos
no estado final. Por fim, o conteúdo partônico dos prótons é descrito com o uso de funções
de distribuição, as quais são parametrizadas segundo diferentes modelos.

O cálculo da amplitude de espalhamento deste processo é efetuada através do diagrama
ilustrado na Fig. 5.2, tendo a linha central de corte definida pelas regras de Cutkosky [146].
Assim, utilizando as regras de Feynman para cada lado do corte do diagrama, a amplitude
é dada por

ℑAik
jl =

1

2
× 2

∫
d(PS)2

2gqα1 2gq2α
Q2

2gqµ1
k21

2gqν2
k22

V ab
µν τ

c
imτ

c
jnτ

a
mkτ

b
nl, (5.2.1)

onde τ ijl são as matrizes de cor de Gell-Mann da QCD, g é o acoplamento da interação forte

no vértice qqg, V ab
µν é o vértice ggH e d(PS)2 é o elemento diferencial de volume do espaço

de fase de dois corpos. O fator 1/2 advêm da regra para o cálculo da parte imaginária da
amplitude e o fator 2 contabiliza os dois diagramas posśıveis para a produção do bóson de
Higgs, onde o segundo corresponde ao vértice ggH inserido do lado esquerdo do corte. A
fim de facilitar o cálculo desta amplitude, utiliza-se a parametrização de Sudakov, onde o
quadrimomentum Qµ é decomposto na forma

Qµ = αqµ1 + βqµ2 +Qµ
⊥, (5.2.2a)

kµi = xiq
µ
i + kµi⊥, (5.2.2b)
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o que permite expressar o elemento de volume segundo esta parametrização

d(PS)2 =

∫
d4Q δ[(q1 −Q)2] δ[(q2 +Q)2] =

s

2

∫
d2Q

(2π)2
dα dβ. (5.2.3)

Através desta parametrização, e com a condição de que as linhas fermiônicas no corte do
diagrama estejam na camada de massa1, obtém-se a relação entre os coeficientes α e β

α = −β ≃ Q2

s
, (5.2.4)

onde Q2
⊥ ≃ −Q2. Com isso, em altas energias os glúons que se fundem para produzir o bóson

de Higgs possuem uma dependência direta com o fluxo de carga de cor. O vértice de fusão
é descrito segundo os momenta dos glúons do processo, o qual pode ser expresso como

V ab
µν =

M2
Hαs

4πv
F

(
M2

H

m2
t

)
δab
(
gµν −

k2µk1ν
k1 · k2

)
, (5.2.5)

onde a função F é definida na Ref. [141] e pode ser aproximada pela constante 2/3 no caso da
produção de um bóson de Higgs não muito pesado (MH ∼ 100− 200 GeV) [147]. Efetuada
a álgebra necessária, a amplitude de espalhamento é obtida como [142]

Mgg =
2

9
2A

∫
d2Q 4α2

s(Q
2)

k1 · k2

Q2k21k
2
2

, (5.2.6)

onde 2/9 é o fator de cor e a constante A é dada por

A2 =

√
2

9π2
GF α

2
s(M

2
H)N

2KNLO. (5.2.7)

O fator KNLO = 1.5 presente em A2 remete à correção para o vértice ggH em primeira
ordem seguinte à dominante [28]. A constante de acoplamento da interação forte αs pode
ser tomada como constante para o processo em ordem dominante, mas, neste processo de
produção do bóson de Higgs, considera-se uma constante de acoplamento dinâmica αs(Q

2).
Nas Eqs. (5.2.1) e (5.2.7) a constante dinâmica usada depende do momentum do glúon
do fluxo de cor e da massa do bóson de Higgs. No primeiro caso, a constante é utilizada
no integrando em virtude do momentum do glúon ser integrado sobre o espaço de fase, e
representa os vértices qqg dos projéteis. Já no segundo caso, a constante advêm do vértice
de fusão, no qual os acoplamentos correspondem ao laço de quark top, e depende da massa
do bóson de Higgs.

5.2.1 Densidades não-integradas

Obtida a amplitude de espalhamento em ńıvel partônico, é necessário estender este resultado
para colisões pp. Assim, é necessário contabilizar a contribuição da emissão de múltiplos
pártons no interior dos prótons, o que pode ser feito pela inserção das distribuições partônicas.
De posse da Eq. (5.2.1), identifica-se o termo correspondente à contribuição do acoplamento

1 A condição de um férmion estar na camada de massa (on-mass shell) é obedecer a relação relativ́ıstica
E2 = p2+m2. No caso de um férmion fora da camada de massa, a ideia é semelhante a de um fóton virtual.
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Figura 5.2: O processo em ńıvel partô-
nico, onde a linha tracejada vertical ilus-
tra o corte central para o uso das regras
de Cutkosky para o cálculo da amplitude
de espalhamento [145].
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entre um quark do próton e um glúon, através do qual é feita a substituição para o conteúdo
partônico [148]

4αs(Q
2)

3π
→ f̄(x,Q2) = K ∂

[
xg(x,Q2)

]

∂lnQ2
, (5.2.8)

ou seja, a função xg(x,Q2) é a distribuição integrada de glúons no próton, expressa pela
Eq. (3.3.1). A função não-integrada f̄(x,Q2), em função de estar relacionada com a derivada
de xg, é evolúıda com a equação de evolução BFKL. Entretanto, é necessário avaliar fenome-
nologicamente esta função, pois ela determina diretamente a possibilidade de ocorrer um pro-
cesso difrativo, como explicado na Seç. 4.1.3. Como se espera que os glúons tenham pequeno
momentum transverso, ou seja, ti = (qi−q′i)2 = m2

px
2 ≃ 0, a magnitude da fração de momen-

tum x portada pelos glúons emitidos deve ser pequena, da ordem de x = MH/
√
s ∼ 0.01,

facilmente alcançado com a energia de operação do LHC. Logo, possuindo uma fração de
momentum dessa magnitude, é posśıvel contabilizar a troca de um Pomeron no canal t por
meio da função f̄(x,Q2) [142]. Portanto, a amplitude de espalhamento completa é dada por

Mgg = Aπ3

∫
d2Q

Q4 f̄(x1, Q
2)f̄(x2, Q

2). (5.2.9)

Como último aspecto, a Eq. (5.2.8) possui uma forma fatorizada, onde temos o termo refe-
rente a derivada da função integrada xg(x,Q2) e um fator multiplicativo K que leva em conta
a não-diagonalidade da distribuição [149]. Com isso, incrementa-se a seção de choque, pois
são levados em conta os processos onde o próton perde parte de seu momentum transverso
durante a interação, informação esta perdida quando se inclui somente distribuições diago-
nais, onde K = 1 e teremos x′ = x e k2 = 0. Sendo assim, assumindo uma forma Gaussiana
para o fator K, tem-se

K ≈ 22λ+3

√
π

Γ(λ+ 5/2)

Γ(λ+ 4)
exp

(
−bk

2

2

)
, (5.2.10)

a qual é válida para pequena perda de momentum pelo próton. O resultado da Eq. (5.2.10)
foi obtido ao considerar que as distribuições diagonais possuem a forma xg(x,Q2) ∼ x−λ, o
que facilita o cálculo do fator K [149]. A constante que multiplica a função exponencial na
Eq. (5.2.10) pode ser obtida tomando a massa do bóson de Higgs como sendoMH = 120 GeV
para a produção no LHC, resultando em K ≈ (1.2) exp(−bk2/2). Já o valor da constante
b, que representa a inclinação do fator de forma do acoplamento do próton com o Pomeron,
pode ser medido experimentalmente para diferentes processos. Originalmente, este valor é
tomado pelo grupo de Durham como b = 5.5 GeV−2, porém em trabalhos mais recentes o



5.2. Troca de Pomerons duros 95

valor b = 4.0 GeV−2 também foi empregado, o qual foi medido para a produção de J/ψ.
Contudo, em uma análise para diferentes valores da inclinação b [143], o valor original é
tomado como o mais adequado para este cálculo.

5.2.2 Fatores de forma de Sudakov

Uma consequência da simplificação de que os prótons irão ser espalhados em pequenos ân-
gulos consiste em que a amplitude terá sua contribuição dominante a partir dos glúons com
pequeno momentum transverso. Em virtude disso, o integrando da Eq. (5.2.9) é divergente
no infravermelho. Assim, outro aspecto fenomenológico importante que deve ser apreciado
para colisões no LHC é a possibilidade de emissão de glúons no canal s a partir do vértice de
fusão de glúons. Esta f́ısica não foi contabilizada nos cálculos da amplitude de espalhamento,
e é importante para regular o comportamento do integrando no limite Q2 → 0. Para este
fim, são introduzidos os fatores de forma de Sudakov, os quais vão determinar a probabili-
dade S de não emitir um glúon do vértice de produção em aproximação de duplo logaritmo
dominante (”Double Leading Logarithm Approximation” - DLLA), ou seja, termos do tipo
[142]

S =
Ncαs

π

∫ M2
H/4

Q2

dp2⊥
p2⊥

∫ MH/2

p⊥

dE

E
=

3Nc

4π
ln2 M

2
H

4Q2 , (5.2.11)

onde E e p⊥ são a energia e o momentum transverso do glúon emitido, respectivamente, e αs

é mantida constante. Logo, determina-se que a emissão de glúons com momentum transverso
menor que Q⊥ será suprimida, o que auxilia na regulação do comportamento do integrando,
pois para momenta muito pequenos o fluxo de cor não pode ser anulado e a radiação de glúons
do vértice de fusão não pode ser suprimida, contaminando o estado final. Com isso, passa
a ser necessário determinar um corte na integral em relação ao momentum Q⊥, assumindo
o valor de Q2 = 0.3 GeV−2 [145]. Esse valor é escolhido devido a ser o menor momentum
analisado em parametrizações de distribuições partônicas no próton [150]. Por fim, para
suprimir a emissão de múltiplos glúons, o produto das probabilidade de supressão toma uma
forma exponencial, sendo necessário incluir esta correção na amplitude de espalhamento

Mgg = Aπ3

∫
d2Q

Q4 exp[−S(Q2,M2
H)]f̄(x1,Q

2)f̄(x2,Q
2), (5.2.12)

onde, para Q2 → 0, a exponencial vai a zero mais rápido que qualquer ordem em Q⊥ [145].
Contudo, estendendo este resultado em maior precisão, este fator de forma de Sudakov

pode ser calculado em aproximação de logaritmo dominante (”Leading Logarithm Approxi-
mation” - LLA) [143]. Neste caso, deve-se levar em conta o comportamento dinâmico da
constante de acoplamento da interação forte e contabilizar que quarks também podem emitir
glúons no canal s, o que é previsto pela QCD e já foi contabilizado pela equação DGLAP,
dando origem às função de desdobramento definidas nas Eqs. (2.2.7). Assim, neste contexto,
a probabilidade de supressão de múltiplas emissões pode ser reescrita na forma

T (Q2,MH/2) = exp



−

∫ M2
H
/4
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p2⊥
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2
⊥)

2π

∫ 1−∆
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
zPgg(z) +

∑

q

Pqg(z)






 . (5.2.13)

Nesta fórmula, o valor de de ∆ é introduzido para corretamente contabilizar a ressoma dos
termos referentes a contribuição macia ln(1 − z) nas funções de desdobramento devido a
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integração sobre o ângulo de emissão dos glúons macios no canal s [151]. Assim, o corte
no limite superior da fração de momentum z foi explorado fenomenologicamente a fim de se
encontrar o valor ideal a ser computado. O grupo de Durham propôs o valor ∆ = p⊥/(µ+p⊥),
sendo µ = 0.62MH . Contudo, em trabalho mais recente [152] este cálculo foi reavaliado, o
que estimou a escala de energia a ser aplicada nos fatores de forma de Sudakov em µ =MH .
Como resultado, a seção de choque de produção difrativa do bóson de Higgs foi suprimida
por um fator 2, sendo uma correção importante a ser estudada. O grupo de Durham avaliou
esta modificação e verificou que esta supressão pode ser compensada por outros efeitos a
serem contabilizados na amplitude de espalhamento [151].

Assim, para se levar em conta corretamente estes logaritmos, é necessário contabilizar os
fatores de forma de Sudakov junto às distribuições, na forma [153]

f̃(x,Q2) =
∂

∂lnQ2

[√
T (Q2,MH/2) xg(x,Q

2)

]
, (5.2.14)

onde o termo
√
T é inserido pois o glúon que anula o fluxo de cor possui uma fração de

momentum muito menor que os glúons do vértice de fusão, ou seja, (x′i ≈
√
Q2

⊥/
√
s) ≪

(xi ≈ MH/
√
s), determinando a escala onde a emissão de múltiplos glúons será suprimida.

Por fim, a integral da Eq. (5.2.9) terá a forma

Mgg = Aπ4

∫
dQ2

Q4 f̃(x1,Q
2)f̃(x2,Q

2), (5.2.15)

contabilizando o processo em NLO de forma indireto, pois as correções são inclúıdas no
fator da Eq. (5.2.7). Portanto, os fatores de forma de Sudakov estabilizam a amplitude de
espalhamento no limite do infravermelho e, com isso, permitem aplicar a QCD perturbativa
ao processo.

5.2.3 Fator de sobrevivência

Obtida a seção de choque para a produção difrativa, as lacunas de rapidez do estado final
serão contaminadas pela produção de outras part́ıculas em interações macias que ocorrerão
entre as part́ıculas incidentes. Assim, as interações macias originadas pelo reespalhamento
entre part́ıculas macias ocorrendo simultaneamente ao processo duro devem ser contabili-
zadas a fim de estimar a fração de eventos onde a lacuna de rapidez sobreviverá, ou seja,
eventos onde será posśıvel observar experimentalmente estas lacunas. Como resultado, a
seção de choque será enormemente reduzida, e é neste ponto que teóricos e experimentais
apoiam a ideia de estudar processos difrativos, mesmo com as dificuldades experimentais já
conhecidas em detectar o bóson de Higgs. Contudo, o aspecto primordial a ser desvendado
com a chegada de dados dos experimentos do LHC é determinar com que grau as correções de
reespalhamento serão importantes para os processos hadrônicos. Logo, existem alguns gru-
pos dedicados a estudar a GSP em diferentes regimes cinemáticos, especialmente do LHC, o
que poderá ser corroborado com os dados futuros para a produção de mésons [154]. A fim
de se fazer um panorama de como esta probabilidade é contabilizada e como ela afeta as
predições teóricas para a produção do bóson de Higgs, serão apresentados os dois modelos
mais discutidos e utilizados nas predições para as energias do LHC na produção do bóson de
Higgs pela Troca Dupla de Pomerons.

Esta probabilidade é expressa através do formalismo eikonal para um canal de interação
pela troca de Pomerons, isto é, uma interação macia entre as part́ıculas incidentes [118, 155,
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Fig. 5.3: Diagramas representando as correções macias em aproximação eikonal e correções
incrementadas pelo acoplamento triplo entre Pomerons [154].

156], sendo ilustrado na Fig. 5.3. A probabilidade para um canal é dada por

〈S2〉 =
∫
d2b|A(s, b)|e−Ω(s,b)

∫
d2b|A(s, b)| , (5.2.16)

onde M é a amplitude do processo a ser descrito no espaço do parâmetro de impacto b na
energia de centro-de-massa

√
s e Ω(b) é a chamada opacidade ou densidade ótica do processo,

o que significa que a inclusão do termo exp(−Ω) determina a probabilidade para os dois
pártons não sofrerem colisões inelásticas adicionais ou reespalhamento [157]. No caso de um
canal único, a probabilidade de sobrevivência para a produção exclusiva do bóson de Higgs
corresponde a 5− 6% [158]. Considerando a possibilidade de interação entre Pomerons além
daquele na aproximação eikonal , este cálculo é estendido tomando dois canais de interação
entre Pomerons, sendo chamada de diagrama incrementado. A probabilidade de ocorrer estes
reespalhamentos leva em conta o acoplamento triplo entre Pomerons (G3IP ), o que ainda não
pode ser calculado analiticamente, e vem sendo estudado fenomenologicamente [158, 159].
Logo, a probabilidade para dois canais é dada por

〈S2〉 =
∫
d2b1 d2b2 [A(b1)A(b2){1− A[(b1 + b2)]}2]2∫

d2b1 d2b2 [A(b1)A(b2)]2
, (5.2.17)

onde AH é a amplitude do processo de interesse, neste caso a produção central de dois jatos
de glúons pode ser calculada perturbativamente pela QCD. Para este regime, a probabilidade
corresponde a 2.7−3% no caso de produção do bóson de Higgs [158].

No tratamento desta probabilidade pelo grupo de Durham para colisões pp, os diagramas
computados para a amplitudeA da probabilidade de sobrevivência incluem (i) a aproximação
eikonal para o tratamento dos processos de reespalhamento, baseado no Modelo Glauber-
Mueller [160], (ii) laços de ṕıons, os quais levam em conta a unitariedade do canal t, e
(iii) a dissociação difrativa de alta massa. Dessa maneira, o grupo de Durham estimou uma
probabilidade de 3% [136] para a produção do bóson de Higgs pela Troca Dupla de Pomerons
no LHC. Mais tarde, com a inclusão dos diagramas incrementados com a troca de múltiplos
Pomerons, esta probabilidade foi reduzida para 2.6% [144]. Em análises mais recentes, o valor
de 1.5% foi estimado como um limite inferior para o fator de sobrevivência [32], o que será
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Sistema IPIP γγ

KMR GLM GLM
GSP (%) σ (fb) GSP (%) σ (fb) GSP (%) σ (fb)

pp 1.5 1.3 3.-5.% 3. 90. 0.12-0.18
pAu - - 0.08 100. 85. 640.
AuAu - - 0.00008 3920. ∼ 80. 3900000.

Tab. 5.1: Seção de choque para a produção do bóson de Higgs aplicada a diferentes trata-
mentos para a Probabilidade de Sobrevivência da Lacuna de Rapidez (GSP). Os resultados
apresentam as seções de choque para colisões pp, pAu e AuAu, com a respectivas probabili-
dades segundo as abordagens dos grupos de Durham (KMR) e de Israel (GLM).

aplicado neste trabalho. Buscando outra abordagem para obter uma probabilidade maior, o
grupo de Israel buscou estimá-la utilizando um método contendo três canais na aproximação
eikonal [161, 162], onde estes três canais correspondem ao processo elástico, de difração única
e dupla entre as part́ıculas incidentes. Assim, as estimativas apontam uma probabilidade de
5.2% para a produção do bóson de Higgs no LHC, praticamente o dobro daquela prevista
pelo grupo de Durham. Entretanto, outra abordagem foi feita incluindo laços de Pomerons
à proposta, baseado no Modelo de Mueller, onde a probabilidade reduziu para menos de 1%
[158, 163], além do que estimativas mais recentes informavam uma probabilidade de 0.15%
[164], indo muito além daquela prevista pelo grupo de Durham. Ademais, estendendo estas
estimativas para colisões nucleares, esta probabilidade pode chegar a 0.08% para colisões
pAu e 0.00008% para colisões AuAu [165]. Contudo, abordando esta probabilidade em uma
abordagem com a QCD e a teoria de super Yang-Mills em quatro dimensões [166], o valor do
fator de sobrevivência foi estimado em 3−5%, condizendo com as últimas previsões do grupo
de Durham. Assim, na Tab. 5.1 são reunidas os diferentes valores segundo as abordagens
para a probabilidade de sobrevivência aplicadas à seção de choque de produção do bóson de
Higgs pela Troca Dupla de Pomerons.

Como se pode ver pelos resultados obtidos pelo grupo de Israel, a seção de choque de
produção em processos eletromagnéticos é significativamente maior em colisões nucleares
se comparado ao processo pela Troca Dupla de Pomerons. Este efeito advém do grande
número de part́ıculas carregadas presentes no interior dos núcleos, sendo no caso AuAu
proporcional a Z4 = 3.9 × 107. Em processos pA, existem estimativas recentes para a
produção eletromagnética do bóson de Higgs em colisões pPb [95], onde este tipo de colisão
é analisada como sendo a opção mais vantajosa do ponto de vista teórico-experimental para
a descoberta do bóson de Higgs no LHC. Como em colisões de altas energias surgem alguns
efeitos indesejáveis, como (i) a sobreposição de interação por bunch do feixe (∼ 20 interações
simultâneas no LHC), (ii) a baixa luminosidade para colisões nucleares, e (iii) a baixa taxa
de eventos para processos pp, as colisões pA são uma boa opção em virtude de terem estes
efeitos atenuados em sua cinemática. Assim, colisões pA terão uma luminosidade e energia
de centro-de-massa intermediárias, o que não é vantajoso se comparado a colisões pp, mas
terão um fluxo de fótons incrementado de um fator Z2 = 6724 no caso do Chumbo. A
Tab. 5.2 reúne algumas informações importantes em relações a colisões pp, pPb e PbPb a
fim de mostrar o panorama das possibilidades para a produção do bóson de Higgs no LHC.
Contudo, no caso de colisões entre prótons, podemos ver que existem diferentes estimativas
para a produção eletromagnética, mas todas levam a uma seção de choque de produção da
ordem de 0.1 fb. Assim, com uma seção de choque tão baixa, consequentemente uma taxa
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Fig. 5.4: Resultados para a taxa de eventos prevista para LHC. Do lado esquerdo, as curvas
apresentam os resultados com diferentes comportamentos para a derivada na distribuição de
glúons. Do lado direito, os resultados são avaliados com diferentes parametrizações para a
distribuição de glúons [145].

de eventos pequena, é de grande dificuldade determinar a viabilidade em observar esse tipo
de processo difrativo no LHC.

5.2.4 Predições

Portanto, com a amplitude definida na Eq. (5.2.15), calcula-se a seção de choque de produção
do bóson de Higgs

dσgg
pp

dyH
=

|M|2
256π3b2

, (5.2.18)

e as curvas de predição para a taxa de eventos em rapidez central (yH=0) podem ser vistas
na Fig. 5.4. Estes resultados apresentam as curvas considerando a contribuição de todos os
termos da Eq. (5.2.15), o qual corresponde à soma das curvas que representam a contribuição
somente da derivada em relação aos fatores de forma de Sudakov (∂xg/∂Q2 = 0) e da curva
com somente a contribuição da distribuição de glúons (∂S/∂Q2 = 0). O aspecto mais
importante é o incremento por um fator de trinta na taxa de eventos em virtude do uso das
correções em LLA, com a maior parte vinda das derivadas em relação ao fator de forma de
Sudakov.

Como dito anteriormente, neste cálculo a integral em relação a Q⊥ teve o limite inferior
cortado, tomando um valor inicial de Q2

0 = 0.3 GeV2, a fim de evitar problemas no limite
infravermelho do integrando, sendo este valor estipulado por ser a menor escala de momen-
tum utilizada por uma parametrização da função densidade de glúons no próton. Sendo
avaliado este aspecto, a seção de choque se mostrou insenśıvel a variação deste corte na in-
tegral no momentum transverso [145]. Outra análise posśıvel é avaliar como se comportam
os resultados utilizando diferentes parametrizações para a distribuição de glúons. A Fig. 5.4
também apresenta diferentes parametrizações para predizer a taxa de eventos para a produ-
ção do bóson de Higgs no LHC. Neste caso, deve-se levar em conta que estas parametrizações
foram constrúıdas utilizando os dados obtidos no acelerador HERA, o que pode acarretar
em predições não muito precisas para a produção do bóson de Higgs no LHC [145], ainda
mais neste caso onde se inserem as distribuições de glúons, as quais crescem fortemente com
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o aumento da energia, sendo este o caso da transição HERA (
√
sep = 820 GeV) para o

LHC (
√
spp = 14 TeV). Outros detalhes da análise da proposta do grupo de Durham pode

ser encontrada na Ref. [145]. A seção de choque total pode ser obtida pela integração da
Eq. (5.2.18) em relação a rapidez do bóson de Higgs, resultando em valores de alguns femto-
barns, como é apresentado na Tab. 5.1. Além disso, estudos foram efetuados a fim de estimar
a seção de choque para este mecanismo em colisões nucleares, tanto pA quanto AA. Nestes
casos, a GSP encontrada é muito pequena, o que reduz a seção de choque enormemente, mas
mesmo assim resultando numa seção de choque apreciável no regime cinemático do LHC,
como mostrado na Tab. 5.1. Avaliando os posśıveis rúıdos, a regra de seleção spin-paridade
permite suprimir fortemente o sinal de processos gg → bb̄ para a produção exclusiva [167–
169]. As principais incertezas relacionadas à produção exclusiva do bóson de Higgs por meio
da DPE podem ser listadas da seguinte forma [170]:

a) O fator de sobrevivência para as lacunas de rapidez calculado através da consideração
das interações macias, sobretudo sem levar em conta as possibilidades para diagramas
incrementados;

b) A probabilidade de se encontrar o par de glúons prevista pelo uso da distribuição não-
integrada de glúons fg;

c) Correções radiativas da QCD no regime perturbativo a serem inclúıdas na amplitude de
espalhamento do subprocesso duro, o que leva a considerar os fatores de forma de Sudakov
para suprimir a radiação de glúons do vértice de fusão; e

d) As correções de absorção incrementadas, calculadas pelos diagramas com laços de Pome-
rons e outros efeitos que podem quebrar a fatorização colinear.

Este mecanismo já foi aplicado à produção de diferentes observáveis, como mésons χ [171,
172], dijatos [173], bósons Z [174], mésons J/ψ [175], pares de léptons [176] e difótons [177],
mostrando resultados satisfatórios tanto no regime do Tevatron quanto do LHC. Portanto, os
estudo destes aspectos do mecanismo de DPE poderá reduzir as incertezas nas predições para
o LHC, o que pode transformar o cenário para a detecção muito competitivo se considerado
outros mecanismos de produção, como o caso de fusão de fótons. Outros estudos também
exploraram a produção difrativa do bóson de Higgs utilizando a QCD perturbativa, tanto
em colisões pp [178] quando em colisões AA [179]. As seções de choque previstas por estas
propostas para o regime cinemático do LHC condizem com aquelas obtidas pela grupo de
Durham. No caso de colisões nucleares, as seções de choque crescem significativamente, mas
a contribuição não-perturbativa de interações secundárias inviabilizam a observação por este
mecanismo, o que será apresentado na Seç. 5.2.3.

5.3 Produção Eletromagnética

Como explicado no Cap. 1, o acoplamento direto do fóton com o bóson de Higgs não é
previsto, pois o fóton não é um campo vetorial massivo. Dessa forma, somente acoplamentos
mediados por um laço fermiônico se tornam posśıveis para o vértice γγH a fim de se estudar
o mecanismo de produção eletromagnético do bóson de Higgs, como ilustrado pelo vértice
em evidência na Fig. 5.5 [180]. Apesar do vértice de fusão de glúons ser largamente estudado
na literatura, além de ser introduzido nas interações pela Troca Dupla de Pomerons, ele
apresenta certas dificuldades devido as correções de reespalhamento, reduzindo a seção de
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choque de produção. Assim, com o intuito de contornar esse problema e propor um processo
com um estado final mais limpo, o mecanismo de produção por meio do vértice de fusão
de fótons se torna promissor, pois os efeitos de reespalhamento em processos fotônicos de
produção central são pequenos, possuindo uma GSP estimada em 100% [158], mas cálculos
espećıficos apontam uma probabilidade ligeiramente menor, entre 70 e 90% [181].

Na mesma época em que foi proposta a abordagem da Troca Dupla de Pomerons, o me-
canismo de produção do bóson de Higgs por meio do vértice de fusão de fótons também foi
introduzido [182, 183] em colisões de ı́ons pesados. Entretanto, devido aos grandes avan-
ços ocorridos nos últimos anos na descrição de processos hadrônicos em altas energias, as
primeiras propostas apresentadas não eram tão precisas, visto que diversas correções foram
inclúıdas no regime cinemático a que se espera chegar em LHC. Nestas primeiras abordagens,
o Método de Fótons Equivalentes não era implementado da forma como foi apresentado no
Cap. 2, mas se contabilizava o fator de forma elástico dos núcleos em questão, onde haviam
diversas formas de serem calculados. Apesar disso, as predições atuais para a produção do
bóson de Higgs em Colisões Ultraperiféricas entre núcleos são da mesma ordem de grandeza
se comparada com as previsões mais antigas.

Logo, adotando a abordagem de produção para colisões pp, as seções de choque de produ-
ção podem ser estendidas para colisões nucleares ao incluir o número de nucleons carregados
no interior dos núcleos em colisão [165]. Entretanto, o cálculo do vértice de fusão de fótons
é mais complexo se comparado a Troca Dupla de Pomerons devido a inclusão de laços que
mediam a interação fóton-Higgs, onde laços com bóson vetoriais massivos devem ser inclúıdos
no cálculo da amplitude de espalhamento, bem como todas as espécies de quarks. Assim, a
amplitude para este processo pode ser escrita como [184]

Mγγ = −4πα

q21q
2
2

4pµ2p
ν
1

(
A(f)

µν + A(b)
µν

)
, (5.3.1)

onde qi e pi são os quadrimomenta dos fótons e prótons, respectivamente, e A
(f,b)
µν são ampli-

tudes para os subprocessos envolvendo férmions (f) e bóson vetoriais (b), sendo dadas por
[165]

A(f,b)
µν = A(f,b)

(
q1,νq2,µ −

M2
H

2
gµν

)
, (5.3.2)

tendo os respectivos diagramas ilustrados na Fig. 5.6. No caso de férmions, todos os quarks
devem ser contabilizados (q/q̄ = u/ū, d/d̄, s/s̄, c/c̄, b/b̄, t/t̄) e léptons (e±, µ±, τ±). Já para
o caso de bósons, tanto os bósons vetoriais massivos W± e Z0 como o próprio bóson de
Higgs são inclúıdos. Ademais, o termo referente aos momenta dos prótons incidentes pode
ser reescrito pela abordagem de Weizsäcker-Williams [93], onde

pµ1p
ν
2 → − 2s

M2
H

qµ1⊥q
ν
2⊥. (5.3.3)

Efetuando a soma dos diagramas posśıveis para o laço fermiônico e bosônico, as amplitudes
A

(f,b)
µν possuem a forma

Aloop = A(f) + A(b) =
8

27

α

π

√
GF

4
√
2. (5.3.4)

Assim, a amplitude final é expressa por

Mγγ =
4πα

q21⊥q
2
2⊥

F (q21⊥)F (q
2
2⊥)

2s

M2
H

4qµ1⊥q
ν
2⊥Aµν , (5.3.5)
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Figura 5.5: Diagrama de Feynman ilus-
trando a produção central do bóson de Higgs
por meio do vértice de fusão de fótons tanto
em colisões pp quanto AA.
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onde F (q2i⊥) são os fatores de forma eletromagnéticos do próton ou do núcleo, dados por

F (q2⊥) =
1

2(1 + q2/0.72)
(5.3.6)

e, assim, a amplitude em escala dura é expressa como

Aγγ =

∫
d2q1⊥

∫
d2q2⊥ Mγγ(q1, q2) M∗

γγ(q1 +Q, q2 −Q). (5.3.7)

Para o caso de colisões pp, os limites de integração podem ser obtidos através do estudo
da cinemática do processo. Para o limite inferior, os fótons necessitam ter um mı́nimo
de energia para produzir o bóson de Higgs, ou seja, q21⊥,min = q22⊥,min = m2

pMH/
√
s, onde

mp ≈ 1 GeV é a massa do próton. Os limites superiores podem ser obtidos pelo fator de
forma eletromagnético do próton dado pela Eq. (5.3.6), obtendo-se q21⊥,max = q22⊥,max = 0.72.
Sendo assim, a seção de choque é expressa por

σγγ
pp =

α2

32π
A2

loop ln
s

m2
p

ln2 0.72

m2
pMH/

√
s
, (5.3.8)

onde o fator ln(s/m2
p) contabiliza as lacunas de rapidez entre os prótons e o bóson de Higgs.

No caso de colisões pA e AA, a amplitude de espalhamento dura dada pela Eq. (5.3.7) deve
ser calculada para o caso onde um ou os dois prótons são substitúıdos por núcleos. Para
tal, considera-se a aproximação onde há um pequeno momentum transferido Q durante a
interação, o que auxilia no cálculo desta integral

Aγγ = 4π2s2(4π2α2)2A2
loop

∫ R2
p/4

Q2

dq21⊥
q21⊥
q21⊥

∫ R2
A
/4

Q2

dq22⊥
q22⊥
q22⊥

= 64π4s2α2A2
loop ln

Q2R2
A

4
ln
Q2R2

p

4
. (5.3.9)

Para restringir o intervalo de parâmetro de impacto no caso de colisões nucleares, a amplitude
dura é reescrita por uma transformada de Fourier da forma

Aγγ(b) =
1

(2π)2

∫
d2Q exp(−ı~b · ~Q)Aγγ(Q) ∼

1

b2
ln
4b2

R2
A

+ ln
R2

A

R2
p

, (5.3.10)

onde o limite inferior tomado para o parâmetro de impacto é bmin = RA/2 e o limite superior
dado por bmax =

√
s/(mpMH).

Outra abordagem para o mecanismo eletromagnético em colisões pA e AA utilizou a
fórmula do fluxo de fótons definida na Eqs. (3.4.29) e (3.4.27) [95], escritas na forma mais
geral para colisões pA como [185]

fγ/p(x) =
α

π

1− x

x

[
ϕ(x,Q2

max/Q
2
0)− ϕ(x,Q2

min/Q
2
0)
]
, (5.3.11)
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Fig. 5.6: Diagramas que representam as contribuições eletrofracas para a produção eletro-
magnética do bóson de Higgs [184].

onde

ϕ(x,Q) = (1 + ay)



− ln
1 +Q

Q
+

3∑

k=1

1
k (1+Q)k



+
(1− b)y

4Q(1 +Q)3

+ c

(
1 +

y

4

) 

ln (1 +Q)− b

1 +Q
+

3∑

k=1

bk

k(1 +Q)k



 (5.3.12)

para prótons, e para colisões AA

σ(AB
γγ−→ A+H +B) =

∫
dω1 dω2

fγ/A(ω1)

ω1

fγ/B(ω2)

ω2

σ(γγ → H), (5.3.13)

sendo dado o fluxo de fótons de núcleos da forma [186]

fγ/A(x) =
αZ2

π

1

x

[
2xiK0(xi)K1(xi)− x2i (K

2
1 (xi)−K2

0 (xi))
]
. (5.3.14)

A energia dos fótons pode ser relacionada com a rapidez do bóson de Higgs através da equação
ω1,2 = (Wγγ/2) exp(±yH), onde Wγγ =

√
sγγ =

√
4ω1ω2 e seus valores superiores são dados
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Sistema
√
sNN (TeV) L (cm−1s−1) ωmax (GeV)

√
smax
γN (GeV)

√
smax
γγ (GeV)

pp 14. 1.0×1034 2450 8400 4500
pO 9.9 2.7×1030 340 2600 690
pAr 9.4 1.5×1030 240 2130 480
pPb 8.8 1.5×1029 130 1500 260

OO 7.0 2.0×1029 240 1850 490
ArAr 6.3 0.6×1029 160 1430 320
PbPb 5.5 5.0×1026 80 950 160

Tab. 5.2: Grandezas relevantes para a cinemática de LHC em UPC pp, pPb e PbPb, apre-
sentando (i) a energia de centro-de-massa (CM) do processo (

√
sNN), (ii) a energia máxima

de CM
√
smax

γN alcançada no subprocesso γN , e (iii) a energia máxima de CM
√
smax

γγ no sub-
processo γγ. Por fim, também são comparadas as luminosidades L alcançadas nas diferentes
colisões e a energia máxima ω

max
dos fótons [95].

por ωmax
1 = ωmax

2 ≈ γ/bmin, tal que γ =
√
sNN/2mN é o fator de Lorentz relativ́ıstico e

mN a massa do nucleon, mN = 0.9315 GeV para nucleon no interior de núcleos e mp =
0.9383 GeV para prótons livres. O parâmetro de impacto mı́nimo bmin ≈ 2RA é a separação
mı́nima entre as duas cargas de raio RA. Neste contexto, a energia ”máxima”dos fótons é
interpretada como uma indicação da energia (ω > γ β/b) a partir da qual o fluxo de fótons
é suprimido exponencialmente [95]. Os principais parâmetros utilizados para as predições
desta abordagem em colisões entre prótons e com núcleos de Chumbo são apresentadas na
Tab. 5.2. A energia de centro-de-massa para colisões nucleares pode ser relacionada com a
energia relativa a colisões pp pela fórmula

√
sNN = 14 TeV

√
ZAZB/AB, onde A,B e Zi são

o número de massa e o número de prótons do núcleo considerado, respectivamente.

5.4 Vantagens da produção central

Um dos aspectos mais importantes discutidos na literatura é a viabilidade experimental de
detectar o bóson de Higgs frente as dificuldades existentes em cada tipo de mecanismo de
produção. O processo inclusivo, onde os prótons emitem glúons que irão formar o vértice de
fusão, é o meio que oferece maior taxa de eventos para observar o bóson de Higgs, porém,
também permite um alto rúıdo proveniente da produção de outras part́ıculas que podem
sobrepor os estados finais do processo, como apresentado Cap. 1. Com isso, o interesse no
estudo de processos exclusivos se baseia nas vantagens que podem ser exploradas para a
detecção do bóson de Higgs, dentre elas:

a) Como os prótons irão permanecer intactos no final do processo, a sua detecção poderá
fornecer a quantidade de energia perdida no processo, pela qual se pode inferir a massa
do bóson de Higgs com precisão da ordem de 1 GeV;

b) O rúıdo referente à produção de quarks bottom pode ser suprimido, viabilizando a detecção
do bóson de Higgs pelo decaimento H → bb̄, o qual é dominante na faixa de massa
MH < 140 GeV. Além disso, a massa do produto do decaimento deve ser igual a energia
perdida pelos prótons. Com isso, pode-se alcançar uma a razão S/

√
B próxima de 1;

c) A análise da produção central em relação ao spin e paridade JCP = 0 do produto pode
auxiliar na supressão de rúıdos, o que deve ser um grande desafio para a detecção do
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Sistema
√
sNN σ(γγ → H) elástico (fb) σ(γγ → H) inelástico (fb)

(TeV) H total H → bb̄ H total H → bb̄

pp 14. 0.18 0.13 0.59 0.45
pO 9.9 3.50 2.50 4.90 3.50
pAr 9.4 13. 9.70 17. 14.
pPb 8.8 170 120 160. 120.

OO 7.0 37. 26. – –
ArAr 6.3 370. 260. – –
PbPb 5.5 18000. 13000. – –

Tab. 5.3: Seção de choque de produção para o bóson de Higgs com massa MH = 120 GeV
(total e para o decaimento H → bb̄) em UPC elástica e inelástica para o LHC conforme os
sistemas definidos na Tab. 5.1. As colisões inelásticas correspondem aos processos pp e pA
onde o próton se quebra com a interação, incrementando a seção de choque [95].

bóson de Higgs, alcançando uma taxa de eventos aproximada de algumas centenas para
a energia do LHC [167].

Apesar da taxa de eventos para processos diretos com gg → H ser razoavelmente alta
frente à produção difrativa, processos exclusivos podem ser um meio promissor para o es-
tudo da produção difrativa do bóson de Higgs. Além disso, existem detectores especiais a
serem colocados em funcionamento nos experimentos do LHC para observarem as lacunas
de rapidez produzidas pelos processos difrativos [123], tendo a expectativa de incrementar a
razão S/

√
B. Os contadores cintilantes de chuveiros partônicos serão localizados entre 60 e

85 metros do ponto de interação do CMS e também a ±140 metros. Estes detectores tam-
bém estão sendo previstos a serem instalados também no experimento LHCb. Neste caso, as
part́ıculas do processo não serão detectadas diretamente, mas sim os chuveiros das part́ıculas
interagentes próximas ao feixe. Especialmente para o caso difrativo, estes contadores podem
detectar as lacunas de rapidez com nenhuma superposição de espalhamentos (pile up) no
ińıcio de operação do LHC onde a luminosidade é reduzida. Já no caso dos detectores muito
próximos ao feixe, o projeto prevê a instalação de detectores de Siĺıcio e detectores ultra-
rápidos, com resolução de 10 ps, a uma distância de ±220 e ±420 metros nos experimentos
ATLAS e CMS. As vantagens dos detectores muito próximos ao feixe é a sua resolução,
estimada da ordem de 2 GeV independentemente do canal de decaimento da part́ıcula, e a
possibilidade de reconstrução do canal de produção com boa significância. O decaimento do
bóson de Higgs em par de bósons W já foi estudado incluindo aspectos experimentais destes
detectores [187], bem como o efeitos dos rúıdos [188], entre outros [189, 190].

5.5 Conclusões

Este caṕıtulo abordou as possibilidades para a produção difrativa do bóson de Higgs, tanto
pelo mecanismo de DPE como pelo mecanismo eletromagnético de fusão de fótons. Foram
discutidos os principais aspectos fenomenológicos e experimentais empregados nestes meca-
nismos, bem como as predições obtidas por meio de cada processo. Foi observado que em
colisões pp a DPE ainda oferece uma seção de choque de produção mais alta, em torno de
uma ordem de grandeza. Contudo, para colisões nucleares, a fusão de fótons apresenta uma
seção de choque significativamente incrementada para o regime cinemático do LHC, visto
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que o número de fótons Z no interior do núcleo em colisão contribui significativamente. As
vantagens para estes mecanismos de produção foram discutidas, os quais são estudados para
viabilizar a descoberta do bóson de Higgs no LHC, principalmente pelos detectores a serem
configurados nos experimentos ATLAS e CMS. Conclusivamente, a razão S/

√
B é favorável

para a produção difrativa se comparado ao caso da produção inclusiva do bóson de Higgs,
possibilitando a detecção do estado final por meio das lacunas de rapidez na distribuição dos
dados em pseudorapidez.

m



Caṕıtulo 6

Mecanismo de fotoprodução do bóson
de Higgs

Em vista das vantagens relativas à produção do bóson de Higgs em UPC e ao mecanismo
de fusão de glúons, a produção do bóson de Higgs por meio da DPE em UPC é proposta
nesta Tese como uma forma promissora de empregar estes mecanismos para explorar sua
observação no LHC. Assim, baseada no formalismo de Dipolos de Cor, esta proposta de
fotoprodução difrativa permite obter a seção de choque de produção e a taxa de eventos no
LHC considerando a flutuação do fóton em um par quark-antiquark (ou dipolo de cor) e sua
interação com o conteúdo partônico do próton incidente. A fim de efetuar uma comparação
mais confiável, e em mesmo grau de precisão, estes resultados serão comparados com as
estimativas feitas para a produção do bóson de Higgs em processo SD e DPE em NLO
utilizando a fatorização difrativa. Portanto, este caṕıtulo se dedicará a introduzir as predições
para a produção do bóson de Higgs através das seções de choque hadrônicas em UPC e
difrativas nos regimes cinemáticos do Tevatron e do LHC.

6.1 Mecanismo de fotoprodução

O advento do formalismo de Dipolos de Cor [98, 191] permitiu o estudo de processos γp
pela flutuação do fóton do estado inicial em um par quark-antiquark, que por sua vez inte-
rage difrativamente com o próton através da troca no canal t de um Pomeron BFKL. Nesta
abordagem, a seção de choque é fatorizada em termos das funções de onda que descrevem
esta flutuação e da seção de choque da interação dipolo-próton, a qual é parametrizada de
maneira análoga a feita com as distribuições partônicas do próton. Com o estudo e análise
tanto teórico e experimental dos processo γp ocorridos em HERA, uma novo processo foi pro-
posto, chamado de Espalhamento Compton Profundamente Virtual (”Deeply Virtual Comp-
ton Scattering” - DVCS), oportunizando analisar uma nova classe de distribuições partônicas
do próton [192]. No caso de colisões ep em HERA, este estudo visava estudar o subprocesso
γp, o que foi estendido para uma abordagem mais geral tomando a produção difrativa de
mésons e provando a possibilidade do uso da fatorização da QCD para seção de choque de
produção [193]. Com isso, um novo ramo de estudos foi sendo criado com a análise teórica
da produção difrativas de mésons e bósons vetoriais por meio do DVCS [97, 194]. Dessa
forma, processos difrativos puderam ser estudados utilizando ferramentas fenomenológicas
além daquela proposta pelo modelo de Ingelman-Schlein, permitindo explorar outros regimes
cinemáticos e mecanismos de produção.

Analisando as vantagens em relação aos processos γp em UPC e baseado nos processos
envolvendo a flutuação do fóton do estado inicial em um dipolo de cor, o mecanismo de
fotoprodução foi proposto a fim de se explorar a produção do bóson de Higgs em aceleradores.
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Figura 6.1: Diagrama de Feynman re-
presentando o mecanismo de fotoprodu-
ção no processo γp. Os vértice superior
representam os vértices efetivos para a
interação γg → qq̄ e a função fg é a
distribuição não-integrada de glúons no
próton, descrito na Ref. [195].

γ∗ χµλ

p p

H

γ∗χνσ

fg(x,k
2)

q

q̄

A Fig. 6.1 ilustra o diagrama de Feynman do processo, onde o dipolo de cor proveniente da
flutuação do fóton interage difrativamente com o próton pela troca de glúons duros no canal
t, proporcionando a introdução do vértice de fusão de glúons para a produção do bóson de
Higgs. A amplitude de espalhamento deste processo será computada em ńıvel partônico pela
interação individual com quarks no interior do próton, sendo extrapolada a seguir para o
conteúdo partônico do próton. Claramente em analogia ao mecanismo proposto pelo grupo
de Durham, o estado final do processo no mecanismo de fotoprodução apresentará duas
lacunas de rapidez, as quais poderão ser observadas com detectores espećıficos. Além disso,
a assinatura do fóton de alta energia produzido em associação ao bóson de Higgs permite
verificar este canal de produção de forma mais limpa que em processos inclusivos.

6.1.1 Processo em ńıvel partônico

Para o cálculo da seção de choque, é necessário obter a amplitude de espalhamento do
processo de interesse. Neste sentido, o processo a ser estudado é ilustrado pela Fig. 6.2,
onde o fóton emitido de um dos prótons incidente flutua num dipolo de cor. Este dipolo irá
interagir com o conteúdo partônico do próton através da DPE, a qual é descrita pela troca
de dois glúons no canal t. Com essa troca de glúons, introduz-se o vértice de fusão de glúons
para a produção do bóson de Higgs em rapidez central. A fim de calcular a amplitude deste
processo pelas regras de Feynman, parte-se do processo em ńıvel partônico, onde se inclui
somente o acoplamento a um quark no interior do próton.

Neste sentido, é conveniente utilizar as regras de Cutkosky [146], o que é expresso pelo
corte da linha tracejada na Fig. 6.2, onde o diagrama de Feynman do processo é cortado em
duas partes, e a amplitude de cada lado do corte é calculada separadamente. Com isso, a
parte imaginária da amplitude total do processo é obtida pela expressão

ℑM =
1

2

∫
d(PS)3AE AD, (6.1.1)

onde Ai são as amplitudes do lado esquerdo (E) e direito (D) do corte e d(PS)3 é o elemento
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γ∗(qµ) γ∗(qµ)

q(pµ) q(pµ)

g(kµ)

g(kµ)

g(rµ)

H(q
H
)

q(lµ)

q̄(qµ − lµ) Figura 6.2: Diagramas de
Feynman que representam
o processo de fotoprodução
em ńıvel partônico. A linha
central representa o corte
das regras de Cutkosky para
o cálculo da amplitude de
espalhamento.

de volume diferencial do espaço de fase de três corpos1, dado por

d(PS)3 =

∫
d4l1
(2π)3

d4l2
(2π)3

d4l3
(2π)3

δ(l21) δ(l
2
2) δ(l

2
3)(2π)

4 δ4(q + p− l1 − l2 − l3)

=
1

(2π)5

∫
d4l d4k δ[(q − l)2] δ[(l + k)2] δ[(p− k)2], (6.1.2)

onde as funções delta representam a conservação de momentum das linhas fermiônicas sub-
metidas ao corte central. Esta abordagem é muito útil para processos envolvendo a interação
via Pomeron, pois, como esta part́ıcula possui os números quânticos do vácuo, a parte ima-
ginária da amplitude de espalhamento destes processos possui contribuição dominante frente
à real [111].

Devido a flutuação do fóton em um dipolo de cor, a abordagem do formalismo de fator
de impacto pode ser empregada para contabilizar a amplitude de espalhamento. Com o
corte central, o dipolo é dividido em duas partes, cada qual possuindo um vértice efetivo
que introduz um posśıvel acoplamento do glúon à linha fermiônica do dipolo. A Fig. 6.3
apresenta os posśıveis diagramas que constroem o dipolo de cor, onde os vértices efetivos são
expressos por

χµλ = χµλ
(E) + χµλ

(D) = ıgseeqt
a

[
γµ

6 l1− 6 q
(l1 − q)2

γλ + γλ
6 l1− 6k
(l1 − k)2

γµ
]
, (6.1.3a)

χνσ = χνσ
(E) + χνσ

(D) = ıgseeqt
b

[
γσ

6k− 6 l2
(k − l2)2

γν + γν
6 q− 6 l2
(q − l2)2

γσ
]
, (6.1.3b)

onde o ı́ndice a, b são ı́ndices de cor das matrizes ti de Gell-Mall e os ı́ndices gregos cor-
respondem às matrizes de Dirac, gs é o acoplamento da QCD para o vértice qqg e eq é a
carga do quark circulando no dipolo de cor. Estes dois vértices se referem às possibilidades
de diagramas para o dipolo de cor, o primeiro descreve as possibilidades de acoplamento
do glúon do lado esquerdo às linhas fermiônicas, e o segundo as possibilidades do lado di-
reito. Acoplando estas diferentes possibilidades de diagramas, torna-se posśıvel construir
quatro diferentes possibilidades para o diagrama do dipolo de cor. Porém, os diagramas

1 O número de corpos é determinado pelo número de linhas cortadas no diagrama. No caso da fotoprodução
do bóson de Higgs, três linhas fermiônicas são cortadas. Em um caso mais simples, como a troca de dois
glúons por dois quarks, o corte corresponderia a cortar as duas linhas fermiônicas dos quarks, levando ao
espaço de fase de dois corpos [3].
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Figura 6.3: Diagramas de
Feynman que representam os
posśıveis acoplamentos do glúon
ao fóton.

= +

que são topologicamente equivalentes2 possuem a mesma contribuição para a amplitude de
espalhamento, e, assim, é necessário somente levar em conta dois dos posśıveis diagramas
e incluir um fator 2 ao resultado final da amplitude. Neste caso em especial, é importante
utilizar o conjunto correto de diagramas para o dipolo de cor em vista de aplicar as regras
de Cutkosky. O elemento de volume dado pela Eq. (6.1.2) corresponde ao diagrama do lado
esquerdo (Fig. 6.3a) onde o glúon acopla à linha fermiônica inferior, com o glúon do lado
direito acoplando a linhas diferentes. Caso seja considerado o outro diagrama no cálculo,
deve-se introduzir o elemento de volume correto.

Logo, de posse dos vértices efetivos, efetua-se o produto das duas amplitudes de cada
lado do corte, a qual será integrada para obter a parte imaginária da amplitude total. Este
produto é dado por

AEAD = (4π)3α2
sα
∑

q

e2q

(
ǫµǫ

∗
ν

k4r2

)
V ba
δσ

Nc
(tbta) 4pλp

σ

× 2

{
Tr
[
( 6 q− 6 l)γµ 6 lγλ( 6k+ 6 l)γδ 6 lγν

]

l4
+

Tr
[
( 6 q− 6 l)γλ( 6k+ 6 l− 6 q)γµ( 6k+ 6 l)γδ 6 lγν

]

l2(k + l + q)2

}
,

(6.1.4)

sendo αs e α as constantes de acoplamento da Cromodinâmica e Eletrodinâmica Quântica,
respectivamente, ǫµ (ǫ∗ν) é o quadrivetor de polarização do fóton do estado inicial (final) e
a soma sobre e2q corresponde à contribuição dos quarks u, d, s, c. Os traços representam a
formação do dipolo de cor, cada qual a um posśıvel diagrama, sendo as demais contribuições
contabilizadas pelo fator 2. O termo 4pλp

σ é obtido do acoplamento dos glúons com o
quark, o qual é calculado em aproximação eikonal3 considerando que o momentum do glúon
é despreźıvel frente ao momentum do próton

− ıgsū(p+ q)γµu(p) ≃ −ıgsū(p)γµu(p) = −2ıgsp
µ. (6.1.5)

Além disso, o termo V ba
δσ representa o vértice de produção do bóson de Higgs por meio de

um laço de quark top, o qual é dado por

V ab
δσ = F

(
M2

H

m2
t

)
M2

Hαs

4πv

(
gδσ −

rδkσ
k1 · k2

)
δab ≡ V

(
gδσ −

rδkσ
k1 · k2

)
δab, (6.1.6)

onde a função F = 2/3 é aproximada para a produção de um bóson de Higgs com massa
MH . 200 GeV.

2 Neste caso, os diagramas equivalentes são os diagramas onde (i) os glúons de ambos os lados acoplam-se
a mesma linha fermiônica e (ii) os glúons a linhas distintas.

3 A aproximação eikonal consiste em considerar o momentum dos quarks no interior do hádron muito
maior que o momentum do glúon da interação, o que reduzindo o número de variáveis no cálculo do vértice.
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A fim de calcular os traços da Eq. (6.1.4), a parametrização de Sudakov é adotada, onde se
definem dois vetores do tipo luz pµ e q′µ = qµ+xpµ, além de um terceiro vetor perpendicular
ao plano de incidência. Dessa forma, as variáveis cinemáticas de interesse são

W 2 = (q + p)2, (6.1.7a)

xBj =
Q2

2p · q ≈ Q2

s
, (6.1.7b)

onde W é a energia de centro-de-massa do subprocesso γp, xBj é a variável de Bjorken e
Q2 = −q2 é a virtualidade do fóton incidente. Segundo esta parametrização, os momenta
dos glúons e do quark circulando no dipolo de cor podem ser decompostos como

lµ = αℓq
′µ + βℓp

µ + ℓµ⊥, (6.1.8a)

kµ = αkq
′µ + βkp

µ + kµ⊥, (6.1.8b)

rµ = αrq
′µ + βrp

µ + rµ⊥. (6.1.8c)

Com isso, os dois denominadores presentes na Eq. (6.1.4) podem ser reescritos segundo estes
vetores

l2 = −
[
αℓ(1− αℓ)Q

2 + l2

1− αℓ

]
≡ − D1

1− αℓ

, (6.1.9a)

(l + k − q)2 = −
[
αℓ(1− αℓ)Q

2 + (l + k)2

αℓ

]
≡ −D2

αℓ

, (6.1.9b)

além do elemento de volume diferencial do espaço de fase de três corpos

∫
d(PS)3 =

∫
dαℓ dβℓ d

2l

∫
dαk dβk d2k

× δ

[
βℓ +

Q2

s
+

l2

s(1− αℓ)

]
δ

[
βk +

(l + k)2

αℓs
+ βℓ

]
δ[αks+ k2].(6.1.10)

Através das funções delta, computa-se a relação entre os coeficientes da decomposição dos
quadrivetores, que passam a ser escritos como

lµ = αℓq
′µ −

(
Q2 +

l2

1− αℓ

)
pµ

s
+ lµ⊥, (6.1.11a)

kµ = −k2

s
q′µ +

[
Q2 +

l2

1− αℓ
+

(l+ k)2

αℓ

]
pµ

s
+ kµ⊥, (6.1.11b)

e a relação entre as componentes transversas

k2 ≃ −k2, (6.1.12a)

r2 ≃ −r2 ≈ −k2. (6.1.12b)

Esta é a mesma aproximação utilizada na Seç. 5.2 para acessar o decaimento H → bb̄ e o
espalhamento dos prótons em pequenos ângulos. Assim, integrando em relação as funções



112 Caṕıtulo 6. Mecanismo de fotoprodução do bóson de Higgs

delta e contraindo os quadrivetores no vértice de produção do bóson de Higgs, a parte
imaginária da amplitude de espalhamento é dada por

ℑM =
2α2

s α

π2s
V
∑

q

e2q

(
ǫµǫ

∗
ν

Nc

)
(tata)

×
∫

dαℓ
d2k

k6 d2l

[
(1− αℓ)

αℓ

T µλσν

D2
1

+
T λµσν

D1D2

] [
pλpσ −

(k · p)
k2 pλrσ

]
(6.1.13)

onde T ijkl são os traços presentes na Eq. (6.1.4). Um aspecto relevante se refere ao segundo
termo do vértice ggH que depende do produto k · p. No regime cinemático em estudo, o
coeficiente α é aproximadamente 1, e então o coeficiente αk pode ser desprezado, bem como
o produto k · p [196]. Além disso, o momentum transferido para produzir o bóson de Higgs
é expresso como

t̃ = (k + r)2 ≡ −(k + r)2 ≈ −4k2 =M2
H . (6.1.14)

Para o cálculo da Eq. (6.1.13), é necessário especificar os quadrivetores de polarização dos
fótons inicial e final. Nesta abordagem o fóton não irá transferir momentum durante a
interação, podendo-se aplicar o formalismo de fator de impacto para t = 0. Assim, os
quadrivetores não dependerão do momentum transferido pelo fóton, e a soma dos polarizações
transversa e longitudinal tem a forma

ǫLµ ǫ
L∗
ν =

4Q2

s

pµpν
s

, (6.1.15a)

∑
ǫTµ ǫ

T∗
ν = −gµν +

4Q2

s

pµpν
s

. (6.1.15b)

Com este resultado, a amplitude de espalhamento pode ser obtida para os modos transverso
e longitudinal, respectivamente,

ℑAL ≃ 4Q2α2
sαV

πs3
N2

c − 1

N2
c

∑

q

e2q

∫
dαℓ d

2l
d2k

k6

[
(1− αℓ)

αℓ(D
2
1)

Γ1 +
Γ2

D1D2

]
, (6.1.16a)

ℑAT ≃ V

π2s3
N2

c − 1

N2
c

∑

q

e2q

∫
dαℓ d

2l
d2k

k6

×
[
1− αℓ

αℓD2
1

(
−s2 gµνΓµν

1 + 4Q2πΓ1

)
+

1

D1D2

(
−s2 gµνΓµν

2 + 4Q2πΓ2

)]
,(6.1.16b)

sendo que as funções Γi e Γµν
i têm a forma

Γ1 = Tr
[
( 6 q−6 l) 6p 6 l 6p( 6 l+6k) 6p 6 l 6p

]
, (6.1.17a)

Γ2 = Tr
[
( 6 q−6 l) 6p( 6k+6 l−6 q) 6p( 6k+6 l) 6p 6 l 6p

]
, (6.1.17b)

Γµν
1 = Tr

[
( 6 q−6 l) γµ 6 l 6p( 6 l+6k) 6p 6 l γν

]
, (6.1.17c)

Γµν
2 = Tr

[
( 6 q−6 l) 6p( 6k+6 l−6 q) γµ( 6k+6 l) 6p 6 l γν

]
. (6.1.17d)

Considerando as UPC neste mecanismo, o fóton do estado inicial deverá ser um fóton real,
onde fisicamente somente há a contribuição do modo transverso da amplitude de espalha-
mento para a seção de choque de produção. Sendo assim, com o cálculo dos traços através
de um algoŕıtmo numérico [197], a amplitude transversa tem a forma

ℑAT =
α2
s αV

π2

∑

q

e2q

(
2CF

Nc

)∫ 1

0

dαℓ

∫ ∞

0

d2l
d2k

k6

[
ξ1
D2

1

+
ξ2

D1D2

]
, (6.1.18)
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com Di definidos pela Eq.(6.1.9), e as funções ξi são dadas por

ξ1 = 4Q2αℓ(1− αℓ)(1− αℓ + α2
ℓ)s, (6.1.19a)

ξ2 = −
[
4k2 + 4Q2αℓ(1− αℓ)

]
(1− αℓ + α2

ℓ)s− 4(k · l)s = ξ′2 − 4(k · l)s.(6.1.19b)

Obtida a amplitude de espalhamento utilizando a parametrização de Sudakov, a última
variável a ser integrada no diagrama a ńıvel partônico é o momentum transverso l do quark
circulando no dipolo de cor. Assim, adota-se uma abordagem para reescrever as integrais em
relação aos denominadores D2

1 e D1D2 por meio do parâmetro de Feynman τ

1

AB
=

∫ 1

0

dτ
[
A+ (B − A)τ

]2 , (6.1.20)

com as integrais adquirindo a forma
∫

d2l

D2
1

=

∫
d2l

1

[l2 +Q2αℓ(1− αℓ)]2
=

π

Q2αℓ(1− αℓ)
, (6.1.21a)

∫
d2l

D1D2
=

∫ 1

0

dτ

k2(τ − τ 2) +Q2αℓ(1− αℓ)
. (6.1.21b)

Finalmente, com estas integrais, os modos da amplitude de espalhamento são expressos como

ℑAT = −s
3

M2
Hα

3
s α

πv

∑

q

e2q

(
2CF

Nc

)∫
dk2

k6

∫ 1

0

[τ 2 + (1− τ)2][α2
ℓ + (1− αℓ)

2]k2

k2τ(1− τ) +Q2αℓ(1− αℓ)
dαℓ dτ .

(6.1.22)

onde v = 246 GeV é o valor esperado do vácuo da Teoria Eletrofraca. Neste resultado, a
integral em relação ao momentum transverso do glúon não é efetuada, pois, quando este
resultado for estendido para todo o conteúdo do próton, a contribuição de cada nucleon
dependerá da escala de momentum. Por fim, as integrações em relação ao coeficiente αℓ e ao
parâmetro de Feynman τ serão efetuadas numericamente. A principal propriedade observada
neste resultado é a dependência em relação a 1/k6, o que difere do resultado obtido pelo
grupo de Durham no mecanismo de DPE, 1/k4. Esta diferença na dependência da amplitude
de espalhamento surge em virtude da adição do dipolo de cor no processo. Além disso, o
processo de fotoprodução apresenta um integrando menos simplificado que aquele obtido pelo
grupo de Durham, visto que, na fotoprodução, o processo possui uma dependência expĺıcita
na virtualidade do fóton Q2 e no momentum transverso dos glúons k2.

Por fim, para a rapidez central do bóson de Higgs (yH = 0) e sem a transferência de
momentum pelo fóton, a taxa de eventos é obtida ao efetuar a integração do quadrado da
amplitude de espalhamento sobre os momenta finais das part́ıculas. Com isso, é útil introdu-
zir a transformação em relação ao tri-momentum do bóson de Higgs, d3~qH = πEH dq2

H dyH ,
pelo qual se pode obter a seção de choque diferencial da forma

dσ

dyH dp2 dt

∣∣∣∣
t,yH=0

=
α4
s α

2

162π4

M4
H

N2
c v

2



∑

q

e2q




2 [
αsCF

π

∫
dk2

k6 X (k2, Q2)

]2
, (6.1.23)

onde a função X (k2, Q2) é a integral dupla em relação a αℓ e τ presente na Eq. (6.1.22).
Logo, esta seção de choque representa a contribuição para a produção do bóson de Higgs
a partir do acoplamento a um quark presente no interior do próton, obtida analiticamente
através das regras de Feynman aplicadas ao diagrama da Fig. 6.2.
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6.1.2 Subprocesso fóton-próton

Com a seção de choque computada com a contribuição de um quark no interior do próton
incidente, este resultado é estendido para colisões γp através da inserção da distribuição
de pártons no próton. Para este fim, a contribuição dos vértices qqg deve ser substitúıda
por uma distribuição que forneça a probabilidade de um glúon ser emitido do próton para
a interação dura, o que foi expresso na Fig. 6.1. Da mesma forma àquela aplicada pelo
grupo de Durham, definida na Eq. (5.2.8), o conteúdo partônico do próton é introduzido
pela distribuição não-integrada de glúons fg(x,k

2). Na troca de dois glúons no canal t, a
distribuição não-integrada introduz o acoplamento dos glúons ao próton por meio de uma
escala de glúons, como apresentada na Fig. 5.1 [142]. Da mesma forma àquela abordada
pelo grupo de Durham, esta distribuição será não-diagonal, tomando uma pequena perda de
momentum transverso pelo próton durante a interação dura (t ≈ 0). Dessa maneira, a taxa
de eventos poderá ser reescrita como

dσ

dyH dp2 dt

∣∣∣∣
t,yH=0

=
(1.2)2α4

sα
2

162π4

M4
H

N2
c v

2



∑

q

e2q




2 [∫
dk2

k6 e−bp2/2 fg(x,k
2) X (k2, Q2)

]2
,(6.1.24)

pela qual é posśıvel integrar em relação ao momentum transverso do próton. Além disso,
seguindo a mesma ideia que o grupo de Durham, a emissão de múltiplos glúons a partir do
vértice de produção deve ser suprimida através da adição dos fatores de forma de Sudakov
à seção de choque de produção. Neste caso, como o processo duro em questão somente
possui um próton em colisão, será necessário inserir somente um fator de forma, o qual
será introduzido em LLA, como mostrado na Eq. (5.2.13). Como calculado na Ref. [143], a
expressão para o fator de forma de Sudakov T (Q2,MH/2) pode ser contabilizada em uma
forma simples levando em conta os fatores em aproximação DLLA

T (Q2,MH/2) =
αs(Q

2)

αs(M2
H/4)

exp
[
−S(Q2,MH/2)

]
, (6.1.25)

pelo qual se conclui que em DLLA superestima o espaço de fase dispońıvel para a emissão de
glúon a partir do vértice de fusão, além do que este resultado justifica a introdução de uma
constante de acoplamento dinâmica na Eq. (5.2.7). Sendo assim, a taxa de eventos pode ser
escrita como

dσ

dyHdt

∣∣∣∣
t,yH=0

=
α4
s α

2

18π3b

M4
H

N2
c v

2



∑

q

e2q




2 [∫ M2
H
/4

k2
0

dk2

k6 f̃g(x,k
2) X (k2, Q2)

]2
, (6.1.26)

sendo f̃g definida na Eq. (5.2.14). Foram explicitados também os limites de integração em
relação ao momentum transverso do glúon. Da mesma forma àquela empregada pelo grupo
de Durham, o limite inferior corresponde a um corte a fim de se evitar divergências da região
do infravermelho. O limite superiorM2

H/4 se refere a conservação de energia para o momenta
dos glúons envolvidos no processo duro de produção do bóson de Higgs.

6.1.3 Fator de sobrevivência no processo γp

Além dos aspectos fenomenológicos discutidos até aqui, em se tratando de um processo
difrativo, a GSP deve ser inclusa ao mecanismo de fotoprodução a fim de se efetuar pre-
dições precisas para os regimes cinemáticos a serem explorados. Porém, como apresentado
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na Seç. 5.2.3, o cálculo da GSP para processos difrativos depende do subprocesso duro de
interesse. Nos modelos apresentados, o fator de sobrevivência é calculado para o processo
duro da produção difrativa pela DPE, descrita pela troca de glúons no canal t. Isso reflete
o fato de que seria necessário calcular a GSP espećıfica para o mecanismo de fotoprodu-
ção difrativa para se obterem predições precisas nesta abordagem. Dessa maneira, devido
a dificuldade em se calcular especificamente a GSP para o mecanismo de fotoprodução, foi
escolhido introduzir os mesmos valores da GSP aplicados para o mecanismo de DPE, que
possui probabilidade de sobrevivência da lacuna de rapidez estimada pelo grupo de Durham
de 3% para o LHC e 5% para o Tevatron. Esta alternativa introduz incertezas às predições
deste mecanismo, mas se acredita que não serão significativas, especialmente no regime cine-
mático do LHC. Desta forma, as predições apresentadas para o mecanismo de fotoprodução
no processo γp utilizará estas probabilidades, mas serão rediscutidas nos casos de UPC em
processos pp e pA.

6.1.4 Predições para o Tevatron e para o LHC

De posse do resultado da Eq. (6.1.26), estima-se seu comportamento em relação a energia
de centro-de-massa do subprocesso γp com diferentes parametrizações para a função de dis-
tribuição de glúons no próton. A Fig. 6.4a apresenta estas estimativas para rapidez central
e massa do bóson de Higgs de MH = 120 GeV, onde as escalas de energia do Tevatron e
do LHC são determinadas. Como se pode notar, existe um comportamento bem distinto
para as estimativas entre os aceleradores. Na escala de energia do LHC estas estimativas
apresentam uma dispersão menor do que na escala do Tevatron. Este efeito ocorre devido a
magnitude da fração de momentum portada pelos glúons alcançada nestas escalas de energia
[195]. Para o caso do Tevatron, a fração de momentum é da ordem de x ≃ 0.06, o que é maior
do que a escala necessária para se tomar o acoplamento do Pomeron ao próton (x = 0.01).
Assim, torna-se dif́ıcil avaliar a produção do bóson de Higgs neste mecanismo devido a baixa
energia de centro-de-massa se comparada ao caso do LHC. As estimativas já são bem mais
coerentes na escala de energia do LHC, convergindo para uma taxa de eventos de 0.04 fb,
onde é facilmente alcançado o limite necessário para se considerar o acoplamento próton-
Pomeron, sendo estas aproximadamente iguais em uma escala pouco acima da energia do
LHC (W ≃ 1700 GeV).

Além disso, o comportamento das estimativas é avaliado em relação a massa do bóson de
Higgs, também apresentado na Fig. 6.4. Como esperado [195] as estimativas decrescem para
maiores massas do bóson de Higgs, havendo contribuição para este efeito a partir dos fatores
de forma de Sudakov, os quais suprimem cada vez mais as radiações de glúons para maiores
massas do bóson de Higgs. Através das escalas de energia, pode-se ver que o Tevatron possui
somente uma faixa de massa posśıvel de ser produzida segundo este mecanismo. Neste caso,
já para uma taxa de eventos muito baixa (∼ 10−3 fb), a faixa de massa é de MH < 140 GeV.
Já para o LHC esta faixa é muito maior devido a grande energia de centro-de-massa para
colisões γp, proporcionando sua observação por este mecanismo.

Um aspecto relevante a ser discutido é o quão senśıvel estes resultados são ao limite
inferior da integração sobre o momentum transverso dos glúons duros, tendo sua dinâmica
ligada à evolução da distribuição de glúons segundo as parametrizações adotadas. Como
efetuado na Ref. [145], o corte na integral em relação ao momentum transverso do glúon é
tomado a k2 = 0.3 GeV2, o qual corresponde à escala de evolução tomada pela parametriza-
ção GRV [150]. Entretanto, a análise global de dados efetuada pelas parametrizações MRST
estendem o ińıcio da escala de evolução até somente 1.25 GeV2. Desta forma, é necessário
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Fig. 6.4: Predições para a distribuição em rapidez do bóson de Higgs em função da energia
de centro-de-massa do subprocesso γp para (i) diferentes parametrizações para a distribuição
de glúons no próton para MH = 120 GeV, e para (ii) diferentes massas do bóson de Higgs
utilizando a parametrização MRST2001lo [198].

estender a distribuição de glúon no próton para valores abaixo deste limite, o que pode ser
feito ao extrapolar as curvas para valores menores de momentum transverso. Contudo, uma
propriedade essencial a ser obedecida é que esta extrapolação deve fazer com que as distri-
buições tendam a um valor fixo no limite em que k2 → 0, ou seja, para a escala tendendo a
zero. Isso reflete o fato de que a probabilidade de se irradiar um párton com um momentum
desta ordem tenderá a um valor constante no regime de baixo momentum transverso. Usual-
mente, esta extrapolação é feita com um valor constante da distribuição abaixo de uma certa
escala determinada, porém, neste trabalho foi utilizada uma parametrização para valores
tendendo a zero, o que condiz com a fatorização colinear [145]. A fórmula utilizada para esta
extrapolação é dada por

xg(x,k2) ∼ k4+2(γ+2)k2

+ βk2, (6.1.27)

onde os coeficientes γ e β são determinados pelo valor da função e sua derivada no ponto
de ińıcio da evolução para cada parametrização empregada no cálculo da taxa de eventos.
Com isso, a Fig. 6.5 apresenta as curvas para a extrapolação das distribuições até o limite
inferior. Portanto, as contribuições abaixo da escala inicial de evolução são essenciais para
as estimativas da taxa de eventos, visto que se estaria deixando de lado uma f́ısica funda-
mental para este mecanismo. A linha denominada ”CUT” define o ponto a partir do qual
as parametrizações evoluem das distribuições de glúons no prótons. Para o intervalo abaixo
desse valor, a fórmula de extrapolação é aplicada. Estes resultados bem como outras análises
fenomenológicas estão presentes na Ref. [195].
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6.2 Predições para processos pp

De forma a efetuar predições a serem analisadas no LHC, o resultado da taxa de eventos ob-
tido para o subprocesso γp deve ser aplicado ao formalismo do Método de Fóton Equivalente
a fim de se avaliar a seção de choque de produção em colisões pp e pA ultraperiféricas. Sendo
assim, utiliza-se a seção de choque hadrônica definida nas Eqs. (3.4.29) e (3.4.27), onde se
aplica a seção de choque total do subprocesso γp, obtido pela integração em relação a fração
de momentum x do próton portada pelo glúon x = (M2

H/W
2) exp(±yH) e do momentum

transverso t = q2 do fóton. Como dito anteriormente, o mecanismo de fotoprodução consi-
dera que o fóton não troca parte de seu momentum durante a interação. Sendo assim, na
formulação do Método de Fóton Equivalente aplicado a UPC, a virtualidade do fóton pode
ser expressa em função da sua energia e momentum transverso, o que é dado por

Q2 =
ω2

γ2Lβ
2
L

+ q2, (6.2.1)

a qual recairá diretamente na dependência em Q2 da função X (k2, Q2). Esta integral terá
um limite superior determinado pelo valor limite da virtualidade do fóton em UPC, que é
limitado pela condição de coerência Q2 . 1/R2

p ≈ 0.04 GeV2, no caso de um fóton emitido
de um próton. Esse valor irá delimitar o momentum transverso do fóton na integração pela
relação q2 = 0.04− ω2/γ2Lβ

2
L.

Para escrever a seção de choque hadrônica, utiliza-se o fluxo de fótons tendo o próton
sua fonte emissora, o que resulta em

dnp

dω
=

α

2πω



1 +
(
1− 2ω√

sNN

)2



(
lnµp −

11

6
+

3

µp
− 3

2µ2
p

+
1

3µ2
p

)
, (6.2.2)
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onde a função µp é dada por

µp ≃ 1 + (0.72 GeV−2)

√
s

2ω2
, (6.2.3)

sendo o valor 0.72 GeV−2 obtido através do fator de forma eletromagnético do próton. Com
isso, a seção de choque hadrônica é dada por

σpp = 2

∫ ωmax

ωmin

dω
dnp

dω
σγp, (6.2.4)

onde ωmin = M2
H/2x

√
s é a energia mı́nima do fóton necessária para a produção do bóson

de Higgs e o limite superior é dado pela energia máxima do fóton definida pela condição
de coerência, ωmax =

√
Q2γ2Lβ

2
L. Desta forma, a taxa de eventos também pode ser predita

através da relação

dσpp
dyH

= 2

∫ ωmax

ωmin

dω
dnp

dω

dσγp
dyH

. (6.2.5)

Portanto, a seção de choque de produção é estimada, bem como a taxa de eventos no LHC
para a produção do bóson de Higgs segundo o mecanismo de fotoprodução. A Fig. 6.6
apresenta a taxa de eventos em rapidez central predita tanto para o LHC quanto para o
Tevatron, as quais são comparadas com as predições feitas pelo grupo de Durham [145].
Como era esperado, o fluxo de fótons suprime a taxa de eventos para o subprocesso γp
devido ao comportamento do espectro de fótons em altas energias, reduzindo os valores mais
altos encontrados na Ref. [195]. Também na Fig. 6.6 a seção de choque de produção é
predita para o LHC com diferentes parametrizações para a distribuição de glúons no próton.
Ademais, a seção de choque é compat́ıvel com aquela da produção via DPE, O(1 fb).

Outro aspecto interessante deste resultado é a distinção existente entre as parametrizações
nesta escala de energia, onde há uma clara diferença entre as predições com parametrizações
em diferentes ordens em teoria da perturbação. Analisando os resultados obtidos para o
processo γp (Fig. 6.4), não há uma clara distinção entre as parametrizações empregadas nas
predições da taxa de eventos, onde todas tendem a um comportamento similar, havendo uma
separação somente para muito altas energias. Contudo, efetuando a integração em relação
a rapidez do bóson de Higgs no processo pp, este efeito é observado claramente em todo o
intervalo de massa, distinto daquele visto nos resultados do subprocesso γp. Isto é resultado
da integração em relação a fração de momentum do próton no cálculo da seção de choque
hadrônica, pois as parametrizações possuem funções de entrada com dependências distintas
em relação a x, como apresentado para a parametrização MSTW na Seç. 3.3.

Da mesma forma que foi abordada no mecanismo do grupo de Durham, a análise da
sensibilidade dos resultados quanto ao corte na integral em relação ao momentum transverso
do glúon pode ser efetuada, visto que no mecanismo de fotoprodução existem outras depen-
dências que podem trazer comportamento distinto às predições. Assim, o comportamento
ideal é que os resultados não sejam significativamente senśıveis a pequenas variações do valor
do corte. Como mostra a Fig. 6.7, as variações do corte da integral não modificam subs-
tancialmente as predições para a taxa de eventos, seguindo o mesmo padrão verificado no
mecanismo do grupo de Durham [145]. Além disso, como já era esperado, tomando um valor
alto para o corte na integral, a contribuição para a taxa de eventos se torna despreźıvel, o
que pode ser verificado para um valor da ordem de 10 GeV2 [195].

Uma questão em aberto em relação a estes mecanismos de produção do bóson de Higgs
está relacionada com o fator de sobrevivência da lacuna de rapidez do estado final. Como
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apresentado no Cap.3, existem abordagens distintas para o cálculo desta probabilidade, o
que deverá ser um fator crucial para a análise de dados provenientes dos experimentos do
LHC. Dada a abordagem do grupo de Durham, a probabilidade de sobrevivência é de 3%
para o LHC, tendo um valor limite inferior de 1.5%, através da qual se prediz uma seção de
choque de produção pelo mecanismo de DPE de 2.7 fb. Já a abordagem do grupo de Israel
estima uma probabilidade entre 3−5%, o que prediz uma seção de choque para o mecanismo
de DPE entre 3.5−5.9 fb, sendo que suas estimativas para a seção de choque de produção
pelo mecanismo de produção eletromagnética são de 0.12−0.18 fb.

Por outro lado, com esta nova abordagem para a produção do bóson de Higgs pelo me-
canismo de fotoprodução, alcança-se uma probabilidade de sobrevivência maior que aquelas
previstas por ambos os grupos, visto que neste mecanismo o subprocesso duro é o processo
γp. Assim, este processo possui menor probabilidade de interações secundárias se comparado
a DPE entre prótons, como abordado pelo grupo de Durham, pois ocorrem menos interações
macias entre o fóton e o próton. Sendo assim, o mecanismo de fotoprodução prevê uma
probabilidade de 3%, que num cenário pessimista será relativamente maior que a estimativa
do grupo de Israel (0.4%). De outra forma, se a estimativa do grupo de Durham estiver

Mecanismo GSP (%) σpp (fb)

IPIP 2.6(1.5) 2.70(1.76)
IPIP 3−5 3.52−5.87
γγ 100. 0.12−0.18
γp 3.0 1.77
γp 10. 5.92

Tabela 6.1: Estimativas para a GSP no LHC para
diferentes mecanismos de produção do bóson de
Higgs. O subprocesso IPIP refere-se ao processo de
DPE do grupo de Durham [145], o γγ à produção
eletromagnética [165] e γp ao mecanismo de foto-
produção [195].
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Figura 6.7: Sensibilidade das predições da taxa de
eventos em relação ao corte na integral aplicado ao
mecanismo de fotoprodução.
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mais próxima daquela que será observada experimentalmente, a probabilidade de sobrevi-
vência utilizada no mecanismo de fotoprodução poderá ser maior que 3%, e, assim, reduzir
a diferença em relação às predições do grupo de Durham como visto na Fig. 6.6. Logo,
verificando as análises efetuadas para a produção difrativa de dijatos em HERA, a razão
entre a produção difrativa e inclusiva revela um valor aproximado de 10% [199]. Assim, em
um cenário mais otimista, o mecanismo de fotoprodução poderia contar com uma GSP mais
elevada, visto que se tratando da produção do bóson de Higgs em UPC, as interações macias
ocorrerão em menor número. Portanto, a fim de apresentar o panorama desta discussão, a
Tab. 6.1 agrega as possibilidades para a probabilidade de sobrevivência bem como as seções
de choque de produção segundo os diferentes mecanismos. Uma análise destes valores foi
feita na Ref. [200], porém praticada com valores anteriores da GSP.

6.3 Predições para colisões nucleares

Utilizando a mesma abordagem usada para colisões pp, o mecanismo de fotoprodução pode
ser empregado para estimar as seções de choque de produção do bóson de Higgs em colisões
nucleares, considerando diferentes espécies de núcleos conforme o fluxo de fótons aplicado
a seção de choque hadrônica. Assim, a seção de choque é definida da mesma forma que a
Eq. (6.2.4), porém com o fluxo de fótons para núcleos dada por

dnA

dω
= Z22αem

πω

{
µAK0(µA)K1(µA)−

µ2
A

2

[
K2

1 (µA)−K2
0 (µA)

]
}
, (6.3.1)

onde µA = ωbmin/γL, com bmin = Rp + RA. O fator γL = (1 − β2
L)

−1/2 =
√
sNN/2mi é

o fator de Lorentz de um único feixe, com mp = 0.938 GeV sendo a massa do próton e
mN = 0.9315 GeV a massa do nucleon [96]. Da mesma forma efetuada na Ref. [95], os
parâmetros cinemáticos utilizados neste cálculo da seção de choque hadrônica são expressos
na Tab. 6.2, apresentando as espécies de núcleos introduzidas nestas predições. Todas elas
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Processo
√
sNN R ωmax γL

(TeV) (fm) (GeV)

pp 14. 0.7 2102 7460
pO 9.90 3.0 350 5314
pAr 9.40 4.1 256 5045
pAu 8.86 7.0 135 4755
pPb 8.80 7.1 133 4724

Tabela 6.2: Parâmetros para o cálculo da se-
ção de choque pelo mecanismo de fotoprodu-
ção, sendo (i) a energia de centro-de-massa√
sNN = (14 TeV)

√
Z/A, (ii) raio RA =

r0A
1/3 do objeto de origem dos fótons, com

r0 = 1.2 fm, (iii) energia do fóton ωsup ≈
γL/RA a partir da qual o fluxo é suprimido,
e (iv) o fator de Lorentz γL =

√
sNN/2mi,

com mp = 0.9383 GeV para prótons livres e
mN = 0.9315 GeV para nucleons.

estão programadas a serem experimentadas no LHC, exceto o núcleo de Ouro, o qual é
utilizado para comparar as predições com aquelas obtidas na Ref. [165].

Tratando-se do mecanismo de fotoprodução, existem duas possibilidades para a interação
entre prótons e núcleos, onde (i) o próton emite o fóton que interagirá difrativamente com
o núcleo, ou (ii) o núcleo emite o fóton que experimentará o conteúdo partônico do próton,
produzindo o bóson de Higgs em ambos os casos. Contudo, a segundo possibilidade é am-
plamente favorecida devido a dependência em Z2 no fluxo de fótons no caso de núcleos, o
que incrementa a seção de choque de produção por um fator de 6724 em colisões pPb frente
aos processos onde o próton emite o fóton. Além disso, a primeira possibilidade ainda é
desfavorecida em relação a interação difrativa com o conteúdo partônico do núcleo. Visto
que o acoplamento Pomeron-próton é representado pela distribuição não-integrada de glúons,
os efeitos de sombreamento nuclear acarretariam em uma supressão desta distribuição em
relação a núcleos, podendo reduzir a seção de choque em 90% dependendo da região de
fração de momentum x experimentada durante a interação. Sendo assim, o mecanismo de
fotoprodução torna promissora a produção do bóson de Higgs em colisões pA.

Efetuando as predições para colisões pA com o fluxo de fótons dado pela Eq. (6.3.1), a
Fig. 6.8 apresenta as curvas para diferentes espécies de núcleos avaliando os dois cenários para
a GSP no LHC. Para núcleos mais pesados, a seção de choque hadrônica é incrementada
significativamente, com um crescimento de mais de uma ordem de grandeza para massas
mais altas do bóson de Higgs, atingindo a escala de picobarn. No caso do Oxigênio, a
seção de choque é muito similar a seção de choque pp, não apresentando muita vantagem
utilizar este mecanismo no caso de núcleos com baixo número de prótons. Como o LHC
efetuou uma rodada de dados para colisões AA no mês de Novembro de 2010, alguns dados
referentes a colisões PbPb estão sendo disponibilizados pelos experimentos CMS e ATLAS e
provavelmente ao longo do ano algumas análises para a detecção do bóson de Higgs deverão
ser efetuadas.

6.4 Vantagens do mecanismo de fotoprodução

Em vista de examinar os mecanismos de produção do bóson de Higgs e suas vantagens frente
a outros mecanismos estudados para processos inclusivos, o mecanismo de fotoprodução
apresenta, dentre suas caracteŕısticas, a possibilidade de se efetuar a medida experimental
da produção associada γH , onde a assinatura de um fóton de alta energia auxiliará na
identificação deste canal de produção, estando presente em um dos extremos da lacuna
de rapidez. Além disso, todos os aspectos fenomenológicos introduzidos no mecanismo de
DPE também podem ser aplicados ao mecanismo de fotoprodução, principalmente a regra
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Fig. 6.8: Predições para o LHC do mecanismo de fotoprodução do bóson de Higgs em
colisões pA com diferentes espécies de núcleos. O fator de sobrevivência é empregado em duas
abordagens distintas (3% e 10%) com a parametrização MSTW2008lo para a distribuição de
glúons no próton.

de seleção de spin-paridade JCP = 0, fundamental para suprimir o rúıdo proveniente de
processos gg → bb̄ [151].

Como o mecanismo de fotoprodução visa a produção do bóson de Higgs em UPC, o
grande parâmetro de impacto da colisão entre os hádrons favorece a interação eletromag-
nética, suprimindo interação via Força Forte e reduzindo efeitos de interações macias entre
as part́ıculas incidentes. Baseado neste fato, a GSP para esse mecanismo é esperada a ser
maior que aquelas aplicadas a DPE, fazendo com que o mecanismo de fotoprodução alcance
uma seção de choque de produção da mesma ordem que outros mecanismos.

Além destas possibilidades em colisões pp, as colisões nucleares oferecem um ambiente
favorável a explorar a produção do bóson de Higgs por meio do mecanismo de fotoprodu-
ção. Devido as muito pequenas GSP obtidas para o mecanismo de DPE em colisões pA
e AA [165], os mecanismos de fotoprodução e eletromagnético são largamente vantajosos
neste regime, especialmente para núcleos pesados como Pb e Au. Em se tratando de UPC
em colisões nucleares, os processos γp e γγ oferecerão um estado final mais limpo que em
processos inclusivos ou de Difração Única, auxiliando em uma fácil identificação das lacu-
nas de rapidez e dos produtos envolvidos no processo de produção. Sendo um dos aspectos
principais das colisões nucleares, a centralidade da colisão poderá ser utilizada como fator
discriminante nestes processos, pois as UPC ocorrem com grandes parâmetros de impacto,
que correspondem a centralidades maiores que 70%. Assim, os conjuntos de dados com altas
centralidades poderão ser estudados para se encontrar assinaturas destes processos, tanto
em colisões pA como AA. Portanto, a Tab. 6.3 apresenta o número de eventos de produção
do bóson de Higgs por meio do mecanismo de fotoprodução esperados a serem observados
no LHC através do seu decaimento em pares de quark bottom. As luminosidades integradas
são obtidas a partir dos valores estimados pelos experimentos do LHC. Como se pode ver,
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Processo σ (fb) BR ×σ (fb) L (fb−1) eventos/ano

pp 1.77 1.27 1.(30.) 1 (30)
pp 5.92 4.26 1.(30.) 6 (180)

pPb 617. 444. 0.035 21
pPb 2056. 1480. 0.035 72

Tab. 6.3: Número esperado de eventos por ano para a detecção do bóson de Higgs com
massa MH=120 GeV no regime do LHC. A razão de ramificação (BR) do decaimento do
bóson de Higgs em pares bb̄ é aproximadamente de 72% [201]. A luminosidade do feixe L é
tomada da Ref. [202] para o feixe de prótons e da Ref. [203] para o feixe de Chumbo.

o número de eventos é relativamente baixo para colisões pp, contudo mais significativo para
colisões nucleares. Certamente uma taxa de eventos mais alta será alcançada no regime de
operação em alta luminosidade do LHC, porém isso dificultará a observação de processos
difrativos devido ao número de interações simultâneas ocorrendo no feixe (pile up).

6.5 Produção difrativa em NLO

Como apresentado na Seç. 5.2, as correções de NLO são introduzidas no mecanismo de DPE
através de uma constante multiplicativa, a qual é aproximadamente 1.5, mas crescendo até
1.7 para massas mais altas do bóson de Higgs [28]. Este fato revela que parte desta correções
está sendo perdida no cálculo das predições para a seção de choque. Mesmo não sendo muito
significativas, estas correções podem incrementar a seção de choque, considerando que as
estimativas para o LHC já estão na faixa de alguns femtobarns.

Dessa forma, neste Doutoramento se propôs estudar a produção difrativa do bóson de
Higgs pelo mecanismo de DPE incluindo as correções radiativas da QCD e eletrofracas de
maneira completa com o intuito de verificar o incremento das seções de choque no regime
cinemático do LHC. A abordagem utilizada para este cálculo emprega a fatorização difrativa
para a colisão hadrônica, introduzindo as correções em NLO na seção de choque partônica
do processo. Além disso, a fim de se efetuar predições precisas para a produção do bóson
de Higgs e evitar o problema da quebra da fatorização difrativa, a GSP para estes processos
deve ser inclúıda no cálculo, como explicado na Seç. 4.4.2.

Empregando a fatorização difrativa neste caso implica em modificar as distribuições partô-
nicas do próton na seção de choque hadrônica definida na Eq. (4.4.4) pelas funções de es-
trutura do Pomeron. Como o interesse é calcular a seção de choque do processo difrativo de
produção do bóson de Higgs onde o mecanismo de produção seja a fusão de glúons, aplica-se
à fatorização difrativa a seção de choque partônica, definida na Eq. (2.2.4),

σQCD(pp→ H +X) = σ0

[
1 +

C(τQ)
π

αs(µ
2
R)

]
τH

dLgg

dτH
+∆σgg +∆σgq +∆σqq̄, (6.5.1)

com as correções radiativas da QCD sendo aquelas apresentadas na Seç. 2.2. Tratando-se do
processo em NLO, a constante de acoplamento forte αs(µ

2
R) é tomada em mesma precisão,

a qual é obtida através da solução numérica da equação diferencial [204]

dαs(µ
2
R)

dlnµ2
R

= − β0
4π
α2
s(µ

2
R)−

β1
16π2

α3
s(µ

2
R), (6.5.2)
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Fig. 6.9: Diagramas representando os processos difrativos de Difração Única (esquerda) e
Troca Dupla de Pomerons (direita). Os estados X e Y são jatos hadrônicos oriundos da
quebra dos hádrons e do Pomeron, levando em conta que este possui conteúdo partônico.

onde β0 = (11Nc − 2NF )/3 e β1 = (102Nc − 38NF )/3, Nc=3, e NF dependendo do sabor do
quark durante o cálculo numérico. A luminosidade párton-párton é dada por

dLij

dτ
=

∫ 1

τ

dx

x
fi/A(x, µ

2
F )fj/B(τ/x, µ

2
F ). (6.5.3)

Adicionalmente, as correções eletrofracas são calculadas como um fator de correção a seção
de choque total, sendo expresso na forma

σNLO = σQCD(1 + δEW ). (6.5.4)

O fator δEW que reúne todas as correções eletrofracas em NLO é computado através de
uma rotina numérica que calcula estas correções em um esquema de fatorização completa
em relação às correções da QCD [205].

Com isso, a função de estrutura do Pomeron é introduzida de forma a modificar a lu-
minosidade párton-párton em vista a incluir a contribuição do Pomeron ao processo. Na
abordagem do modelo de Ingelman-Schlein, esta luminosidade é reescrita na forma [206]

dLgi
SD

dτ
=

∫ 1

τ

dx

x

∫ 0.05

x

dxIP
xIP

fD
i/IP/p

(
xIP ,

x

xIP
, µ2

F

)
g(τ/x, µ2

F )

+

∫ 1

τ

dx

x

∫ 0.05

τ/x

dxIP
xIP

g(x, µ2
F )Fi/IP/p

(
xIP ,

τ

xxIP
, µ2

F

)
, (6.5.5)

no caso de SD, onde um glúon duro do próton interage com o conteúdo do Pomeron, e [207]

dLij
DPE

dτ
=

∫ 1
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dx

x

∫ 0.05
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(6.5.6)
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√
s (TeV) 〈S2〉SD (%) 〈S2〉DPE (%)

GLM KKMR GLM KKMR
1.96 12.3 9.7 - -
7. 9.2 6.9 6.4 2.4
8. 8.9 6.7 -
14. 8.1 6.0 4.6 1.5

Tabela 6.4: Estimativas para o fator
de sobrevivência em diferentes energias
de colisão conforme os modelos GLM e
KKMR, bem como com a extrapolação efe-
tuada com a Eq. (6.5.8) [206, 207].

no caso de DPE, com os ı́ndices 1 e 2 definindo de qual Pomeron os glúons são originados.
Ambos os processos difrativos são ilustrados pelos diagramas na Fig. 6.9. As funções de
estrutura são definidas conforme a Eq. (4.4.2)

fD
i (x, µ2

F , xIP , t) = fIP/p(xIP , t)fi/IP (β, µ
2
F ), (6.5.7)

sendo o fluxo de Pomerons fIP/p(xIP , t) e a distribuição de pártons no Pomeron fi/IP (β, µ
2
F )

determinadas pelos dados extráıdos pelo experimento H1 de HERA [127]. A parametrização
encontrada pela Colaboração H1 para a distribuição de pártons no Pomeron possui os limites
de integração aplicados a Eqs. (6.5.5) e (6.5.6).

Efetuando o cálculo da seção de choque difrativa conforme a Eq. (6.5.1), encontram-se
as curvas para a seção de choque de produção difrativa em NLO no intervalo de massa entre
100 e 200 GeV, intervalo de interesse para buscar o bóson de Higgs com massas baixas e
intermediárias. A Fig. 6.10 mostra os resultados para a seção de choque no intervalo de
massa de interesse para energias de colisão de 7 e 14 TeV, as quais são tomadas como as
energias planejadas a serem utilizadas na operação do LHC. Junto aos resultados para a
produção em SD, também são inclúıdas as curvas para o processo inclusivo, o qual reproduz
os resultados encontrados na Ref. [28]. Além destas previsões, também foram efetuados os
cálculos para outras energias de colisão bem como a distribuição em rapidez do bóson de
Higgs, o que pode ser encontrado nas Refs. [206, 207].

Sendo estes processos difrativos, a GSP foi inclúıda conforme as previsões obtidas pelos
modelos GLM e KKMR, os quais foram apresentados na Seç. 5.2.3. Contudo, estes modelos
calculam as probabilidades somente para algumas energias de colisão, neste caso para as
energias de Tevatron e as duas já previstas para a operação do LHC. No caso de se explorar os
resultados em outras energias, é necessário extrapolar o valor desta probabilidade conforme
os resultados já conhecidos. Dessa forma, utiliza-se a seguinte fórmula para estimar as
probabilidades dependendo da energia de colisão de interesse [208]

〈S2〉(%) =
a

b+ ln
√
s
, (6.5.8)

onde os parâmetros empregados nestas previsões são obtidos como a = 46.52 (30.77) e
b = −3.80 (−4.41) para o modelo GLM (KKMR). A Tab. 6.4 reúne as probabilidades
utilizadas nestes trabalhos, onde esta extrapolação foi utilizada nas predições para o processo
de SD.

Portanto, estes resultados reúnem de forma completa todas as correções em NLO para a
produção do bóson de Higgs, tanto radiativas da QCD como eletrofracas. Dessa forma, as
predições para processos SD e DPE são efetuadas sem incluir incertezas no intervalo de massa
considerado, o que não pode ser garantido com o uso apenas de uma constante multiplicativa.
Como resultado, a seção de choque de produção em NLO no caso de DPE é da mesma ordem
daquelas encontradas pelo grupo de Durham utilizando a troca de glúons duros no canal t,
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o que demonstra o acordo entre as abordagens para o processo difrativo. Assim, estima-se a
seção de choque de produção de um bóson de Higgs de massa MH = 120 GeV igual a 0.29
(1.2) fb para

√
s = 7 (14) TeV utilizando o modelo KKMR para a GSP e 0.79 (3.68) fb para√

s = 7 (14) TeV no modelo GLM. Devido ao caráter decrescente da seção de choque com a
massa do bóson de Higgs, existem duas possibilidades para se estudar os canais de decaimento
que podem ser utilizados nesta observação. No intervalo MH < 135 GeV, o decaimento em
quarks bottom é mais promissor, pois possui maior probabilidade de decaimento e congrega a
região de mais alta seção de choque destes resultados. A seguir, a partir deMH > 135 GeV, o
decaimento H → W+W− é favorecido pelo mesmo fato, mas relativamente atenuado devido
ao mais forte decréscimo da seção de choque nesta região [207].

De outro lado, as estimativas para o processo de SD sugerem uma possibilidade maior
de detecção do bóson de Higgs devido às altas seções de choque encontradas. De fato, com
a configuração de detectores para observar as lacunas de rapidez nos experimentos do LHC,
este processo parece mais promissor a fim de se buscar um sinal de produção. Contudo,
tratando-se de um processo com uma única lacuna de rapidez, a regra de seleção de spin-
paridade não pode ser aplicada neste caso, o que não permite uma atenuação significativa
do rúıdo proveniente do processo gg → bb̄, dificultando a análise dos dados do LHC.

Em conclusão, os resultados obtidos por meio da fatorização difrativa e pela DPE estão
de acordo, sugerindo de fato uma seção de choque de poucos femtobarns para a produção do
bóson de Higgs no regime cinemático do LHC. Além disso, de forma global, as correções radi-
ativas da QCD e eletrofracas estão inclusas em ambas as abordagens, com certa preferência
para a fatorização difrativa visto que estas correções estão computadas analiticamente e de
forma completa. Devido a similaridade da topologia empregada no cálculo das amplitudes de
espalhamento dos processos aqui tratados, os aspectos fenomenológicos aplicados ao meca-
nismo de DPE podem ser aproveitados, principalmente a regra de seleção de spin-paridade, o
que auxiliará na redução dos efeitos dos backgrounds sobre o decaimentos do bóson de Higgs
no estado final. Como já comentado, o regime de baixa luminosidade no ińıcio de operação
do LHC será favorável para a medida de processos difrativos, e as lacunas de rapidez poderão
ser observadas a fim de discriminar processos onde o bóson de Higgs pode ser produzido pela
DPE. Com os dados a serem disponibilizados no corrente ano, as colisões nucleares medidas
no LHC poderão se tornar uma alternativa interessante para se estudar a produção do bóson
de Higgs, tanto eletromagneticamente quanto através do mecanismo de fotoprodução, para
este último, principalmente no conjunto de dados de colisões não-centrais. Atingido com
sucesso o objetivo de calcular as estimativas para ambas as abordagens descritas nesta Tese,
os resultados para a produção em SD já foram publicados na Ref. [206] e para o caso de DPE
já foram submetidos a Physical Review D [207].

6.6 Conclusões

Este caṕıtulo introduziu os estudos desenvolvidos durante este Doutoramento, apresentando
a proposta inédita do Mecanismo de Fotoprodução para a produção do bóson de Higgs, o que
surge como uma nova forma de se estudar esta produção nos regimes cinemáticos disponibili-
zados com a operação do LHC, sobretudo com a assinatura adicional de se detectar um fóton
associado ao bóson de Higgs no estado final. Além disso, esta abordagem permite a análise
dos estados finais em laboratório sem perder as vantagens apresentadas para o processos
difrativos tanto abordados pela DPE como pela produção eletromagnética, como as lacunas
de rapidez em relação ao bóson de Higgs e a regra de seleção de spin-paridade. Ademais, este
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mecanismo possui caracteŕısticas comuns tanto aos processos diretos em colisões pp como em
UPC, o que pode ser utilizado em favor de uma análise de resultados experimentais mais
eficaz.

Adicionalmente, este caṕıtulo também apresentou os estudos efetuados com relação ao
cálculo da seção de choque para a produção difrativa do bóson de Higgs por meio da fa-
torização difrativa. Esta abordagem permitiu estimar as seções de choque de produção em
processos de SD e de DPE, incluindo correções radiativas da QCD e eletrofracas. Como resul-
tado, obteve-se estes resultados com todas as correções, obtendo o comportamento completo
da seção de choque em todo o intervalo intermediário de massa do bóson de Higgs. Além
disso, os resultados se apresentaram de acordo com aqueles obtidos em outros mecanismos,
sugerindo que as estimativas para a produção do bóson de Higgs por meio do DPE deve ser
da ordem de poucos femtobarns no regime do LHC.

m
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Fig. 6.10: Resultados para a produção difrativa do bóson de Higgs por meio da fatorização
difrativa para as energias do LHC. As curvas correspondem aos processos inclusivo, com as
estimativas para SD em pb (superior), e para DPE em fb (inferior), sendo este último ex-
presso pela sigla CED (”Central Exclusive Diffrative”). Os fatores de sobrevivência aplicados
a estes cálculos são obtidos pelos modelos GLM e KKMR. As bandas cinzentas presentes
nas curvas para SD mostram a variação com as escalas de renormalização e fatorização no
intervalo 0.5MH ≪ µR = µF ≪ 4.0MH [206, 207].



Conclusão

Como objetivo desta Tese de Doutoramento, o mecanismo de fotoprodução foi plenamente
estudado para o regime cinemático do LHC. Baseado na proposta inicial deste mecanismo,
sendo calculado para uma virtualidade do fóton igual a zero, esta Tese de Doutoramento
dedicou-se a obter os observáveis deste mecanismo para serem avaliados para energias de
aceleradores onde o bóson de Higgs poderia ser observado experimentalmente, considerando
que no processo γp a virtualidade do fóton do estado inicial é não-nula, o que possibilitou
estudar em profundidade este mecanismo em altas energias. Assim, os cálculos para a ampli-
tude de espalhamento puderam ser efetuados analiticamente, podendo calcular as predições
tanto para a seção de choque quanto para a distribuição de rapidez do bóson de Higgs. Além
disso, essa abordagem mais geral permitiu efetuar predições para colisões próton-próton e
próton-núcleo ultraperiféricas, sendo este um processo viável de ser analisado com os dados
dos atuais aceleradores.

Como foi apresentado na Ref. [195], a amplitude de espalhamento foi considerada com o
termo completo do fator de impacto da transição γ → γ como um dipolo de cor. Com isso,
a amplitude de espalhamento obtida possui uma forma mais complexa, onde a virtualidade
do fóton foi restrita pela condição de coerência das Colisões Ultraperiféricas. Sendo assim,
aspectos f́ısicos importantes foram agregados ao mecanismo de fotoprodução, como uma des-
crição mais precisa das contribuições do dipolo de cor, o que permitiu abordar a produção em
Colisões Ultraperiféricas no LHC. Avaliando as parametrizações empregadas para o conteúdo
partônico do próton e as escalas de momentum transverso utilizadas nesta abordagem, o que
levou a analisar a extensão das parametrizações para as distribuições de glúons para uma es-
cala abaixo da escala inicial de evolução considerada na modelagem destas parametrizações.
No ińıcio desta Tese, este estudo se detinha em contabilizar somente as contribuições acima
da escala inicial de evolução, deixando de lado contribuições significativas para a seção de
choque. No estágio atual, estas contribuições foram inclúıdas, sendo posśıvel incrementar as
predições da seção de choque de produção.

Um segundo avanço alcançado foi efetuar predições para a seção de choque de produção
e para a taxa de eventos efetivamente aplicadas a Colisões Ultraperiféricas. Tendo calculado
exatamente a amplitude do subprocesso γp, foi primordial aplicar este resultado à seção de
choque hadrônica a fim de se obter predições para o Tevatron e para o LHC. Como já discu-
tido, uma seção de choque de produção de 0.1 fb no processo γp está dentro das expectativas
para este mecanismo, visto que é similar aos resultados obtidos em outras abordagens. Esta
aplicação a Colisões Ultraperiféricas irá permitir o estudo deste mecanismo em colisões nu-
cleares, o que poderá incrementar ainda mais a seção de choque de produção devido a maior
contribuição do fluxo de fótons a partir deste sistema. Como apresentado no desenvolvi-
mento desta Tese, colisões envolvendo núcleos Pb e Au poderão ser exploradas para predizer
observáveis para o LHC. Ademais, um aspecto experimental relevante para este mecanismo
é a análise dos dados referentes a Colisões Ultraperiféricas relacionado com a centralidade
das colisões. Com um mapeamento do estado final nos detectores, a centralidade da colisão
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pode ser inferida, gerando um conjunto de dados a ser analisado para diferentes cenários.
No caso de colisões com grande centralidade, efetua-se uma análise deste conjunto com o
mecanismo de fotoprodução, o que se torna uma vantagem frente aos outros mecanismos por
não competir com as demais predições. Assim, como apresentado na Ref. [200], estimou-se
a seção de choque de produção da ordem de 2−6 fb dependendo da abordagem para o fator
de sobrevivência. Estas predições mostram que o cenário para a produção difrativa do bóson
de Higgs é competitiva no regime cinemático do LHC.

Dentre os observáveis f́ısicos a serem detectados em associação ao bóson de Higgs, o bóson
vetorial Z0 é um importante meio de estudar a produção do bóson de Higgs, pois oferece o
canal de decaimento em pares de léptons, o que é largamente estudado em aceleradores. Dessa
forma, e como foi apresentado no Cap. 2 acerca da exclusão da faixa de massa no espectro do
bóson de Higgs, o estudo do mecanismo de produção associada ZH é um importante objetivo
a ser alcançado com a fotoprodução difrativa. Efetuando a mesma abordagem, calcula-se
a amplitude de espalhamento de um dipolo de cor produzindo um bóson Z0 em seu estado
final. Logo, esta é uma perspectiva substancial para demonstrar a robustez desta proposta,
além de viabilizar uma melhor análise futura nos dados a serem obtidos no LHC.

Estendendo o estudo da produção difrativa em aceleradores, a abordagem por meio da
fatorização difrativa permite estudar a Troca Dupla de Pomerons similarmente à proposta
do grupo de Durham incluindo analiticamente as correções radiativas da QCD e eletrofracas.
Com isso, o modelo de Ingelman-Schlein foi aplicado para a produção por Difração Simples
e para a Troca Dupla de Pomerons, permitindo predizer as seções de choque de produção
além da distribuição em rapidez do bóson de Higgs, tanto para as energias do Tevatron
quanto do LHC. Esse resultado demonstrou dois aspectos importantes, em que (i) a aplicação
do fator de sobrevivência pode corrigir as predições obtidas, levando-as a mesma ordem
daquelas obtidas em trabalhos prévios, e (ii) a concordância das estimativas com aquelas
sugeridas pelo grupo de Durham para a produção central exclusiva difrativa do bóson de
Higgs. Logo, o objetivo desta parte do trabalho foi alcançada, sugerindo que a quebra de
fatorização pode ser contornada pelo uso da Probabilidade de Sobrevivência da Lacuna de
Rapidez, como sugerido pelas análises experimentais com os dados do Tevatron. Logo, como
apresentado nas Refs. [206, 207], esse estudo estimou a seção de choque com o comportamento
completo das correções em NLO para a produção do bóson de Higgs através do mecanismo
de fusão de glúons, o que era efetuado em outras propostas somente pela inclusão de um
fator multiplicativo, agregando incertezas às predições.

Portanto, os objetivos alcançados nesta Tese de Doutoramento possibilitaram explorar
uma região cinemática mais ampla que aquela analisada no ińıcio deste estudo, sobretudo
nas possibilidades a serem analisadas para a produção do bóson de Higgs. A principal
delas, o estudo deste mecanismo de fotoprodução em Colisões Ultraperiféricas entre núcleos,
apresenta-se como uma abordagem promissora para estimar a seção de choque de produção
e a taxa de eventos para o regime do LHC. Desta forma, as predições para colisões próton-
próton e próton-núcleo foram efetuadas com sucesso, demonstrando as vantagens frente a
outros processos e a viabilidade para a produção em colisões próton-núcleo, especialmente
para núcleos com grande Z. Assim, o objetivo final desta Tese de Doutoramento foi efetuar
predições para a seção de choque de produção associada Hγ em colisões hadrônicas pp e pA
através do mecanismo de fotoprodução, alcançando plenamente os objetivos iniciais deste
estudo, sendo o principal deles demonstrar a viabilidade de produção do bóson de Higgs no
LHC por meio da proposta inédita do mecanismo de fotoprodução.



Apêndice A

Cromodinâmica Quântica

A evidência do efeito de escalamento nas funções de estrutura observadas por Bjorken e
também observadas experimentalmente, sugeriu a existência de uma estrutura mais complexa
no interior do hádrons. Com os avanços da Teoria de Campos, esta estrutura desconhecida,
governada pela Interação Forte, pode ser constrúıda teoricamente fornecendo a chamada
Cromodinâmica Quântica. Nesta teoria, a estrutura das part́ıculas foi entendida como sendo
formada por part́ıculas elementares, chamadas quarks, os quais interagiam uma com a outra
através de um campo de interação, semelhante ao caso da QED para com o fóton, sendo esta
interação mediada por part́ıculas chamadas glúons. As Teorias de Gauge, como a QCD, são
descritas através da invariância sob propriedades de simetrias, as quais são relacionadas por
grupos de simetrias. No caso da QCD, o grupo em questão é o grupo SU(3), introduzindo
um novo número quântico chamado cor, sendo neste grupo três cores: vermelho, verde
e azul. Logo, quarks e glúons possuem carga de cor, grandeza esta responsável por sua
interação mútua e excluindo as demais part́ıculas as quais não a possuem, como os léptons.
Fisicamente, as part́ıculas observáveis, como próton e o nêutron, os quais são constitúıdos
de quarks e glúons, não possuem carga de cor. Entretanto, neste caso as cores formam um
conjunto pelo qual se “compensam”, formando uma part́ıculas sem carga de cor, pelo qual se
faz observável fisicamente. Este fenômeno que introduz a idéia de confinamento de quarks
e glúons no interior das part́ıculas, pois nenhuma part́ıculas que carregue carga de cor pode
ser observada livremente.

Lagrangiana da QCD

Matematicamente, como os quarks são férmions, sua dinâmica deve ser descrita pela Equação
de Dirac, sendo caracterizados através de espinores qa, onde o ı́ndice a identifica a cor da
part́ıcula em questão. Os glúons são campos vetoriais, identificados como mediadores da
interação forte, sendo estes representados pelas matrizes tA geradoras do grupo de simetrias
sob o qual a QCD está baseada. Sendo o grupo SU(3) utilizado nesta descrição, surgem 8
matrizes geradoras, identificadas pelo ı́ndice A.

A Lagrangiana que descreve a Cromodinâmica Quântica é dada por

LQCD = Lclássico + Lfix + Lghost, (A.0.1)

É interessante analisar a Lagrangiana da QCD observando individualmente cada Lagrangiana
que a compõe. A Lagrangiana clássica corresponde à dinâmica dos quarks e sua interação
através do campo vetorial

Lclássico = −1

4
FA
µνF

µν
A +

∑

sabores

q̄a(ıγ
µDµ −m)abqb, (A.0.2)
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onde (Dµ)ab é a chamada derivada covariante, sendo definida por

(Dµ)ab = ∂µδab + ıgs(t
AAA

µ )ab, (A.0.3)

A quantidade FA
αβ é o tensor de campo que descreve o campo de glúons

FA
µν = ∂µA

A
ν − ∂νA

A
µ − gsf

ABCAB
µA

C
ν . (A.0.4)

As grandezas fABC são chamadas de constantes de estrutura da QCD, e definidas por

[tA, tB] = ıfABCtC , (A.0.5)

O termo do tensor de campo da QCD, ausente na QED, é o termo gsf
ABCAB

µA
C
ν . Na expansão

perturbativa é através do termo FA
µνF

µν
A da Lagrangiana que são gerados os vértices de três e

quatro glúons, expressos a seguir. Algumas propriedades das matrizes geradoras, ou matrizes
de cor, são importantes

Tr[tAtB] =
δAB

2
, (A.0.6)

∑

A

tAabt
A
bc =

(
N2

c − 1

2Nc

)
δab. (A.0.7)

Além das matrizes de cor, devem ser introduzidas as matrizes da representação conjugada
do grupo SU(3), TA, descritas por

(TA)BC = −ıfABC , (A.0.8)[
TA, TB

]
= ıfABCTC, (A.0.9)

Tr[TATB] =
∑

C,D

fACDfBCD = Ncδ
AB. (A.0.10)

A QCD é uma teoria de gauge local, ou seja, é invariante sob transformações de simetria

qa(x) → q′a(x) = [eıt
AθA(x)]abqb(x) = U(x)qb(x), (A.0.11)

onde a quantidade θA(x) corresponde ao parâmetro do grupo de simetria SU(3) e sua depen-
dência em relação a x revela a natureza da invariância de gauge local. Simultaneamente, o
campo vetorial deve também satisfazer esta transformação

D′
µq

′(x) = (∂µ + ıgst
AA′A

µ )U(x)q(x) = U(x)Dµq(x), (A.0.12)

tal que o produto tAA′A
µ deve satisfazer a relação

tAA′A
µ = U(x)tAAA

µU
−1(x) +

ı

gs
[∂µU(x)]U

−1(x). (A.0.13)

Logo, o tensor de campo obedece a lei de transformação

tAF ′A
µν = U(x)tAFA

µνU
−1(x). (A.0.14)

A existência do termo gsf
ABCAB

µA
C
ν define a interação mútua entre os glúons, inexistente na

QED, e possui um papel importante para manter a invariância de gauge do produto

1

4
FA
µνF

µν
A =

1

2
Tr[(tAFA

µν)(t
AF µν

A )]. (A.0.15)
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A importância da propriedade de invariância de gauge é a possibilidade de utilizar o gauge
que desejar, pois a amplitude para os processos deve ser independente da escolha do gauge.

O segundo termo da Lagrangiana da QCD corresponde à fixação do gauge que se deseja
utilizar. Sem este termo, seria imposśıvel obter o propagador da interação por glúons devido a
arbitrariedade do campo de glúons Aµ. Com isso, uma maneira de fixar um gauge covariante
é considerar a Lagrangiana de fixação no gauge de Lorentz ∂µA

µ = 0

Lfix = − 1

2λ
(∂µA

µ)2, (A.0.16)

onde λ é o parâmetro de gauge. Com este termo, se torna posśıvel a obtenção do propagador
dos glúons, tendo a forma

ıDµν = − ı

k2

[
gµν + (λ− 1)

kµkν

k2

]
, (A.0.17)

sendo kµ o quadrimomentum da part́ıcula. Quando λ = 1 o gauge é chamado de gauge de
Feynman. Outra possibilidade de fixação de gauge é utilizar os gauges axiais. Neste caso, a
Lagrangiana de fixação de gauge é expressa por

Lfix = − 1

2λ
(nµAA

µ )
2, (A.0.18)

o qual depende do quadrivetor nµ, de forma que o gauge é não-covariante. Neste gauge, o
propagador é dada por

ıDAB,µν(p) =
ıδAB

p2

[
−gµν +

nµpν + nνpµ
n · p − (n2 + λp2)pµpν

(n · p)2

]
, (A.0.19)

Como se vê, a forma deste propagador é severamente mais complicada que a forma obtida
através de gauges covariantes. Entretanto, a vantagem do gauge axial é que neste gauge os
campos fantasmas não estão presentes. Assumindo n2 = 0 e λ = 0, denotado como gauge no
cone de luz, o propagador simplifica-se na forma

ıDAB,µν(p) =
ıδAB

p2
dµν(p, n), (A.0.20)

onde

dµν(p, n) = −gµν +
nµpν + nνpµ

n · p . (A.0.21)

A QCD é uma teoria de gauge não-Abeliana, ou seja, os geradores do grupo não co-
mutam entre si, como expressa a Eq.(A.0.5). Para teorias com esta propriedade surgem
problemas matemáticos, sendo necessário a introdução de campos fantasmas, ou campos de
Fadeev-Popov, obtidos com o uso do formalismo de integrais de caminho. No caso de gauges
covariantes, este campo é expresso por

Lghost = ∂µη
A†(Dµ

ABη
B), (A.0.22)

onde

(Dµ)AB = ∂µδAB + ıgs(t
CAC

µ )AB. (A.0.23)

O campo ηA é um campo escalar complexo, não correspondendo a uma part́ıcula real, estando
presente somente nas linhas internas dos diagramas. Esta adição não é necessária na QED
pois suas constantes de estrutura são efetivamente nulas, de forma que os campos fantasmas
não acoplam com part́ıculas reais. Fisicamente, a adição dos campos fantasmas corresponde
a cancelar graus de liberdade não-f́ısicos que estariam presentes nos gauges covariantes.
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Regras de Feynman

Através da formulação matemática da QCD e da QED, é posśıvel obter as chamadas Regras
de Feynman, um conjunto de expressões obtidas através da Teoria de Campos a fim de
simplificar o cálculo de diagramas que representam a amplitude de espalhamento de processos
f́ısicos. Este conjunto de regras pode ser enumerado da seguinte maneira:

• Cada vértice introduz um fator o qual depende das part́ıculas envolvidas, como mostra
a figure abaixo, sendo obedecida a conservação de energia e momentum

q →
= −ı gµν

q2

A, µ
= −ı gstAγµ

• Os vértices envolvendo glúons são expressos por

A, µ

B, ν

C, λ

k1

k2

k3

= −gsfABC [gµν(k1 − k2)λ + gνλ(k2 − k3)µ

A, µ

B, ν C, λ

D, ρ

= − ıg2s
[
fABGfCDG(gµλgνρ − gµρgνλ)

+fADGfBDG(gµνgλρ − gµλgνρ)

+fACGfDBG(gµρgνλ − gµνgλρ)
]

A, µ

B, ν

k1

k2

= δAB
(
gµν − k2µk1ν

k1·k2

)
m2

Hαs
4πv

F
(
m2

H

m2
t

)



Cromodinâmica Quântica 135

• Em cada diagrama, devem ser inclúıdos à amplitude termos relacionados às part́ıculas
nos estados inicial e final:

Inicial





Quark: ua(p)
Antiquark: v̄a(p)
Glúon: ǫµ(p)a

α

Fóton: εµ(k)

(A.0.24)

Final






Quark: ūa(p)
Antiquark: va(p)
Glúon: ǫ∗µ(p)a

α∗

Fóton: ε∗µ(k)

(A.0.25)

• Para as linhas internas, inclui-se o propagador da part́ıcula em questão

A, µ B, ν
q →

= −ı gµν
q2
δAB

q →
= ı ( 6q+m)

q2−m2

m
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(esquerda) e no LHC (direita) através dos principais mecanismos de produção
[26]. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 30

2.4 Fator total K = σNLO/σLO para o mecanismo de produção do bóson de Higgs
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em distintos aceleradores. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 58

3.8 Sistema de coordenadas dos referenciais K e K ′ para a part́ıcula de carga q e
com velocidade ~v. O vetor unitário ~n aponta na direção da linha de distância r
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nuclear pela interação por fóton, ou (c) desmembramento do núcleo pela troca
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partônico. A linha central representa o corte das regras de Cutkosky para o
cálculo da amplitude de espalhamento. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 109

6.3 Diagramas de Feynman que representam os posśıveis acoplamentos do glúon
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diferentes massas do bóson de Higgs utilizando a parametrização MRST2001lo
[198]. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 116

6.5 Extensão das distribuições para a região abaixo de 1.25 GeV2. A linha denomi-
nada CUT expressa o ponto a partir do qual as parametrizações utilizadas no
cálculo da taxa de eventos evoluem a distribuição de glúonsG(x,k2) ≡ xg(x,k2).117
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tratamentos para a Probabilidade de Sobrevivência da Lacuna de Rapidez
(GSP). Os resultados apresentam as seções de choque para colisões pp, pAu
e AuAu, com a respectivas probabilidades segundo as abordagens dos grupos
de Durham (KMR) e de Israel (GLM). . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 98

5.2 Grandezas relevantes para a cinemática de LHC em UPC pp, pPb e PbPb,
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146 Caṕıtulo 6. Mecanismo de fotoprodução do bóson de Higgs
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