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Resumen

En esta Tesis se investigan propiedades de dos sistemas fisicos cuyo denominador comun es
que su dindmica responde a la interaccién fuerte, cuyo lagrangiano es el de la Cromodindmica
Cuantica, pero que debido a que ambos sistemas se estudian en el régimen de acoplamiento fuerte,
no es posible la utilizacién de las técnicas de la teoria de perturbaciones en el contexto de la Teoria
Cudantica de Campos Relativista (TCC). Esto ofrece un escenario adecuado y muy interesante
para el empleo de las técnicas basadas directamente en la dualidad entre las Teorias de Yang-Mills
(TYM) por un lado, y la supergravedad (SUGRA) y la Teoria de Supercuerdas (TSC), por otro.
Primeramente se investiga la estructura de glueballs de la Teoria de Yang-Mills supersimétrica
(SYM) con N = 4 supersimetrias y grupo de gauge SU(N,) en 341 dimensiones, as{ como de
mesones escalares de la teoria de gauge en 3+1 dimensiones con N = 2 supersimetrias. Eso se
desarrolla en el contexto de la dispersién ineldstica profunda (DIS) de leptones cargados por
glueballs y mesones. Se calculan los tensores hadrénicos mediante el uso de sus correspondientes
descripciones holograficas duales. Se desarrollan calculos a one-loop en supergravedad del tipo
IIB. En ambos casos se obtuvo un resultado central que consiste en que las expansiones en 1/N,,
por un lado, y en potencias de A%2/¢?, donde A es el cut-off IR de la TYM, mientras que q es el
tetraimpulso transferido por el fotén virtual desde un leptén al hadrén (en el proceso DIS), por
otro, no conmutan. Eso da como resultado que en el caso de los mesones escalares la comparacion
de los momentos de menor orden de las funciones de estructura mejoran sustancialmente el nivel
de acuerdo con resultados desde Lattice QCD al considerar el limite de altas energias y luego
el limite 1 < N,.. En particular, para el pién los calculos previos a nivel arbol cuya diferencia
con Lattice QCD es del orden del 10 %, con los resultados de esta Tesis a nivel one-loop llegan
al orden de aproximacién del 1,27 %. Asimismo, se obtuvieron nuevas relaciones del tipo de
Callan-Gross. La segunda clase de sistemas fuertemente acoplados investigados corresponde a
plasmas de quarks y gluones generados en colisiones ultra-relativistas de iones pesados en el
Relativistic Heavy Ion Collider (RHIC, Broohaven, USA) y en el Large Hadron Collider (LHC,
CERN, Suiza). Para el caso de las colisiones de iones de Au-Au y de Pb-Pb, en esta Tesis
se desarrollan simulaciones numéricas considerando la descripcion holografica dual del plasma,
desde la supergravedad del tipo IIB, en el caso de un agujero negro del tipo Schwarzschild
asint6ticamente AdSs, considerando todas las correcciones en o’®, donde o/ = [? es decir el
cuadrado de la longitud de la cuerda fundamental, a partir de la TSC del tipo IIB. Con esto
se han obtenido curvas correspondientes a la emisién de fotones en dichos procesos y se ha
comparado estos resultados directamente con resultados de los experimentos observando un
mejor ajuste del espectro. Se obtuvieron coeficientes del flujo anisotrépico para colisiones de
Au-Au en el rango de centralidad 0-20% y 20-40 % en el mismo orden que los perturbativos
indicando que posiblemente sea otras fuentes no consideradas que resuelven la tensién con los
datos experimentales .
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Capitulo 1

Objetivos y generalidades

Las teorias de Yang-Mills son muy importantes en la descripcién de la fisica de particulas
constituyendo el nicleo del Modelo Estandar de la fisica de particulas. Las interacciones fuer-
tes son modeladas desde primeros principios a partir de la cromodindmica cuédntica, en inglés
Quantum ChromoDynamics (QCD) que es una teoria de campos propuesta al comienzo de los
anios 70 para entender la estructura de los bariones y mesones. En QCD las interacciones viene
dadas por campos de Yang-Mills asociados a una simetria de gauge SU(3), llamados gluones, y
transforman en la representacién adjunta del grupo de gauge. Los grados de libertad fermiénicos
son los quarks y estan definidos en la representacién fundamental del grupo de gauge. Todos
estos campos poseen una carga asociada a dicha simetria denominada carga de color.

La cromodindmica cuantica posee una propiedad fundamental de las interacciones fuertes
denominada libertad asintética: las interacciones se debilitan a medida que consideramos escalas
de energia mayores. En el limite de altas energias los grados de libertad (quarks y gluones) se
encuentran débilmente acoplados permitiendo realizar expansiones perturbativas en la constan-
te de acoplamiento de QCD, gy ;. Estas técnicas enmarcadas en la teoria de renormalizacion
requieren que gy j; mucho menor que 1 y han permitido predecir con mucha precisién distintos
observables [4]. Sin embargo para escalas de energia mds bajas el acoplamiento es fuerte y el
desarrollo perturbativo deja de tener sentido. En esta escala se conocen fenémenos muy intere-
santes como el confinamiento de color, que no se pueden estudiar hasta ahora desde primeros
principios.

Existen distintas formas de estudiar teorias cuanticas de campos fuertemente acopladas como
por ejemplo QCD. Se han desarrollado métodos computacionales denominados QCD en la red
(Lattice QCD), en los cuales se discretiza el espacio y se calculan desde primeros principios
observables importantes de teorias cudnticas de campos fuertemente acopladas [5, 6] [7, [8, O,
10]. Poseen como desventaja perder la informacién analitica y que ain no se puede introducir
correctamente los grados de libertad fermidnicos ni calcular observables a tiempo real. De todas
formas en esta Tesis se toman simulaciones de QCD en la red como datos sélidos para contrastar
con determinados observables de los que no se dispone de datos experimentales. Por ejemplo el
caso de los momentos de la funcién de estructura F» del pién.

Por otro lado existen teorias efectivas como por ejemplo el modelo de Skyrme [11, 12],
modelos de multiskyrmiones [I3], el Ansatz de Callan-Klebanov [14], el modelo de la bolsa del
MIT [15], el modelo de Nambu-Jona-Lasinio [16], la teoria de perturbaciones quirales [17) [1§],
la teoria de perturbaciones quirales de bariones pesados [19], la expansién en 1/N. [20, 21]
entre otros modelos efectivos que pueden predecir correctamente ciertos observables bajo ciertas
hipétesis pero pierden su caracter de fundamental al no poder derivarse de primeros principios,
es decir, desde QCD.

Un marco tedrico que presentaremos para estudiar teorias de gauge fuertemente acopladas



se desarrollé desde 1997 a partir del trabajo fundacional de Maldacena [22]. En sus trabajos
Maldacena propuso una dualidad entre teorias de gauge fuertemente acopladas definidas en un
espacio-tiempo plano de 4 dimensiones y teorias de cuerdas débilmente acopladas definidas en
un espacio-tiempo de 10 dimensiones. Esta dualidad denominada AdS/CFT o dualidad Grave-
dad/Gauge permite, a partir de un diccionario bien establecido, calcular observables de teorias
de campos fuertemente acopladas a partir de teorias de cuerdas en el limite de supergravedad
(bajas energfas)ﬂ Por esta razén se dice que corresponde a una dualidad de acoplamientos fuer-
tes/débiles. A pesar de que atin no existe una demostracién matemética completa y por lo tanto
continta siendo una conjetura, esta dualidad ha superado con éxito a lo largo de 20 anos una
enorme cantidad de pruebas desde supergravedad, la teoria de cuerdas y la teoria cudntica de
campos. Este enfoque es el que consideraremos en esta Tesis para estudiar ciertas propiedades
de sistemas fisicos cuya dindmica es controlada por QCD fuertemente acoplada.

La dualidad AdS/CFT permite estudiar la teoria de Yang-Mills con grupo de gauge SU(N,)
supersimétrica N’ = 4 SYM fuertemente acoplada a partir de supergravedad IIB en un espacio
AdS;5 x S°, que en ciertos aspectos importantes, especialmente a temperatura finita, tiene algunas
similitudes con QCD. Para que el limite de bajas energias de la teoria de cuerdas se pueda
considerar tenemos que tomar el limite planar de la teoria de gauge de modo tal que 1 < A <« N,
donde X es la constante de 't Hooft y IV, el rango de grupo de gauge. Bajo estas hipdtesis se
han obtenido con éxito muchas caracteristicas comunes de estos sistemas en procesos de altas
energias. Pero tenemos que tener presente que para QCD el rango del grupo de gauge es N, = 3
y el acoplamiento A puede tomarse grande pero no infinito en procesos de interés. Por esta razén
el objetivo de esta Tesis es explorar en el contexto de la dualidad AdS/CFT correcciones a los
limites de N, — oo y A — 00 con el fin de obtener modelos duales hologréficos més realistas y
poder comparar con datos experimentales o con aquellos provenientes de simulaciones de Lattice
QCD y Lattice SYM .

La primera parte de esta Tesis estda destinada a revisar los temas tedricos relevantes que
servirdn como marco para los desarrollos originales en los siguientes capitulos. En el Capitulo
2 se estudia la teorfa de SYM N = 4, se da una breve introduccién de la expansién de 't
Hooft en el limite de N, grande. En el Capitulo 3 estudiamos el proceso de dispersion ineldstica
profunda, incluyendo la definicién de las funciones de estructura y sus convenciones de notacion.
En el Capitulo 4 se motiva como estudiar teorias de gauge fuertemente acopladas en el régimen
1 << A << N, a partir de la correspondencia AdS/CFT. Se introduce el diccionario holografico
para N = 4 SYM a temperatura cero y temperatura finita. Luego en el Capitulo 5 se introducen
Dp-branas de sabor en los modelos holograficos para generar mesones y en el Capitulo 6 se
comentaran generalidades del plasma de quarks y gluones y las colisiones de iones pesados.

En la segunda parte, en los Capitulos 7 y 8 se estudian las correcciones en 1/N, de procesos
de dispersién inelastica profunda utilizando modelos hologréficos propuestos por Polchinski y
Strassler [23]. Desde el punto de vista de la teoria de cuerdas esto corresponde a una expansién
en el género de la hoja de mundo (genus del worldsheet) y en el limite de bajas energias se
calcula mediante diagramas de Witten en supergravedad. Primero se consideran el cdlculo de
funciones de estructura de glueballs a temperatura cero, obteniendo propiedades interesantes.
Luego consideramos mesones escalares aprovechando que se dispone de datos de Lattice QCD
para comparar. Se obtuvieron las funciones estructuras y se logré ajustar con mayor precisiéon
los momentos asociados a las funciones de estructura que en el caso de N, — oo para piones.

Finalmente en el Capitulo 9 se estudia el plasma de quarks y gluones formado en colisiones
de iones pesados ultrarelativistas, que corresponde a QCD a temperatura finita. Se simulo la
evolucién del plasma con modelos hidrodindmicos efectivos, estudiando cémo se modifica el

'En principio también puede pensarse en sentido inverso, es decir que una teoria cudntica de campos
en acoplamiento débil es dual a una teoria de cuerdas en acoplamientos fuerte.



3

espectro de fotones térmicos al incluir tasas de fotoemisén hologréficas con correcciones en o
(constante de acoplamiento A finita) y posteriormente correccién en 1/NZ2. Estos resultados se
compararon directamente con datos experimentales de RHIC y LHC. Los resultados originales
de la presente Tesis se describen en detalle en los trabajos [Il 2, 3]. En la figura se muestra
esquematicamente la estructura y los principales resultados originales presentados a lo largo de
las paginas que siguen.
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Capitulo 2

Teorias de Yang-Mills mas alla del
limite planar

Para explorar teorias de campos fuertemente acopladas en esta Tesis se utilizard la dualidad
AdS/CFT que permite estudiar los observables a partir de modelos holograficos duales derivados
directamente desde teorias de supercuerdas en el régimen de acomplamiento débil. Este dualidad
propuesta por Maldacena [22] requiere conocer, suponiendo que exista, la teoria dual definida
sobre 10 dimensiones espacio-temporales. Desde la formulacion de la conjetura en 1997, se ha
realizado mucho esfuerzo para encontrar un método que permita obtener el dual hologréfico de
teorias de campos que describen procesos fisicos en la naturaleza, sin embargo adin no se conoce
la teoria dual a QCD. Un punto de partida es la utilizacién de la teoria N = 4 SYM, cuya teoria
dual holografica se conoce muy bien, al menos para ciertos regimenes paramétricos. Si bien esta
teoria difiere sustancialmente de QCD en el caso de los glueballs resulta muy interesante calcular
propiedades en dicha teoria e incluso comparar resultados con los de Lattice QCD. En el caso
del plasma de quarks y gluones se discutird en qué régimen de temperaturas las dos teorias
presentan caracteristicas similares. En este capitulo se detallaran las principales caracteristicas
de la teoria N’ =4 SYM a temperatura cero y a temperatura finita, y se discutira la similitudes
y diferencias con QCD.

2.1. La teoria N =4 SYM

El lagrangiano de la teoria N' =4 SYM con grupo de gauge SU(N,) en 3+1 dimensiones
estd dado por,

2g% 82

L = tr ( ! F F* + G—IFWF’“’ —Y X" DyAa — > DX DFX!
2
+3 g 0PN X N] + 3 g Ciap)® [X X”] + % S xP] L @21

a,b,i a,b,i i

Las constantes Ciab y Ciap estdn asociadas a las matrices de Clifford del grupo de simetria
R SO(6)r ~ SU(4)g. El pardmetro 05 es el dngulo del instantén, g = gy s es la constante de
acoplamiento de Yang Mills, F},, = 0,4, —0, A +i[A,, A, FW, = %EWPUFP" es el dualde F),, y
D, = 0,+igA, la derivada covariante. El contenido de campos viene dado por el supermultiplete
de gauge de N' =4 SYM (A4, A& X1%), donde A% con a = 1, ...,4 son espinores de Weyl y X con
1 =1,...,6 son campos escalares reales. Los campos transforman en la representacién adjunta
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del grupo de gauge. Frente a la simetria SU(4)g, los A, transforman como un singlete, loa ¢,
transforma como 4 y los escalares X* transforman como tensores antisimétricos 6 de rango 2.
La accion es invariante frente a las siguientes transformaciones de supersimetria dadas por

5XT = | Z,Xi]zciab)\ab

N = Qada = Fi(a")50] + (X7, X7]eas(Ciy)

0N, = Q4 Ny =Ci'" DX

6, = [Qa Al + ()05, (21.2)

La teoria es invariante de escala clasicamente y eso se puede verificar analizando la dimensién

de escala de los campos y acoplamientos
, 3
40 =1XT=1, =3 lo=l61=0. (2.1.3)

Los grupos asociados a las simetrias del lagrangiano se pueden combinar formando grupos
més grandes. Combinando las simetrias de Poincaré y las simetrias conformes se obtiene el grupo
SO(2,4) ~ SU(2,2). Combinando el SU(2,2) con las supersimetrias se forma el supergrupo
SU(2,2[4).

Existen indicios que hacen suponer que a nivel cudntico la teoria N' = 4 SYM no presenta
divergencias ultravioletas en las funciones de correlacién de sus campos candnicos [24]. La funcién
B del grupo de renormalizacién se anula idénticamente y por lo tanto se conserva la simetria de
invarianza de escala a nivel perturbativo al menos a tres loops [24]. Mds alld de eso se asume
la invarianza de escala, pero no estd demostrado a todo orden [24]. En el caso de dispersién
de gluones en MHV esto se ha mostrado al menos para 5-loops en el trabajo [25]. En el caso
no perturbativo N' = 4 SYM es una teoria conforme en resulta ser el dual de la teorfa de
supercuerdas del tipo IIB con la solucién AdSs x S°, dilatén constante y N, unidades de Fj
sobre la S°. El grupo de isometrias del AdSs es el SO(2,4), el cual justamente corresponde al
grupo conforme SO(2,4) de la teoria N' = 4 SYM. En ese sentido la simetria conforme de N' = 4
SYM es manifiesta, cuando los valores de expectacién de vacio de todos los campos escalares
(X1)=0,VI =1,...,6, ya que de esta forma no se introduce ninguna escala en forma dindmica
en la teoria de gauge.

Los grupos de simetrias continuas de la teoria con sus generadores son:

» Simetria R : asociada al grupo SO(6)r ~ SU(4)r generado por T4 con A =1, ..,15.

= Simetria conforme: estd generado por las traslaciones P, transformaciones de Lorentz
L,,,, dilataciones D y transformaciones conformes especiales K*.

» Supersimetrias: generado por las supercargas Q% y sus complejas conjugadas Q-

= Supersimetrias conformes: Estdn generadas por las supercargas S,, y sus complejas con-
jugadas S%. Estas deben incluirse debido a que las transformaciones conformes especiales
y las supersimetrias no conmutan y se necesitan para cerrar el algebra.

2.1.1. Operadores

El espectro de operadores de la teoria estd determinado por los invariantes de gauge formados
por los campos mencionados. Para esta teoria de gauge SU(N,) con campos en la representacién
adjunta los operadores necesariamente van a ser construidos a partir de una traza de productos de
operadores (denominados operadores de traza tnica) o productos de operadores de traza tnica.
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Tipo de operador | #Q | Rango de espin | Primario SU(4)g Dimension A
Identidad 16 0 [0,0,0] 0
1/2 BPS 8 2 [0,k,0], k > 2 k
1/4 BPS 4 3 (LK, 1>1 k+21
1/8 BPS 2 7/2 Ik, 1+ 2m] E+sl+3m,m>1
No BPS 0 4 ninguno no protegido

Cuadro 2.1: Caracteristicas de los multipletes BPS y no BPS.

Por eso es natural dividir los operadores en los que tienen traza tUnica y los de traza multiple.
En el estudio dela expansién del producto de operadores (OPE, por sus siglas en inglés) de
corrientes en los procesos de dispersién inelastica profunda serd importante esta distincién ya
que en el limite de N, grande las funciones de correlacién de campos de operadores de traza
multiple estan suprimidos por potencias de N, en comparacion con los de traza tnica formado
por los mismos campos.

La representaciéon unitaria del subgrupo bosénico de la superélgebra SU(2,2|4) posee los
siguientes niimeros cuanticos

S0(1,3) x SO(1,1) x SU(4) g
(54,5-) A [r1, 72, 73] (2.1.4)

donde s+ son semienteros positivos o cero, A es la dimensién conforme que puede tomar valores
positivos o cero y [r1,r2, 73] corresponden a los indices de Dynkin de la reprentacién del grupo
SU(4)r. En una representacién unitaria, la dimensién A estd limitada inferiormente por los
numeros cuanticos de espin y del SU(4)r. Consideremos los operadores primarios, que son los
que poseen menor dimensién conforme. Estos operadores son escalares por lo tanto su espin
vale cero y sus dimensiones estén restringidas por los nimeros cudnticos de grupo SU(4)gr. A
partir del andlisis hecho en [26], se pueden clasificar en cuatro tipos, que poseen sus dimensiones
conformes satisfaciendo las siguientes condiciones,

1. A=ri+r9+rs3
2. A= %rl + 1o + %Tg >2+ %7‘1 + 1o + %Tg y se debe satisfacer 1 > r3 + 2
3. A= %rl +r9 + %T‘g, >2+ %rl +r9 + %Tg y se debe satisfacer 1 > r3 + 2

4. A > MAX [2+4 371 + 1o+ 37332+ 371 + 12 + 373

En los primeros tres casos, corresponden a una representacion de series discretas, los ope-
radores conmuntan con al menos una supercarga y se denominan operadores quirales o BPS.
Estos se encuentran en representaciones pequenas del dlgebra supersimétrica y por lo tanto sus
dimensiones estdn protegidas y no reciben correcciones cudnticas.

El dltimo caso corresponde a representaciones continuas, no hay supercargas que conmutan
con el operador primario. Estas representaciones se denominan no quirales o no BPS.

En la tabla se detallan caracteristicas de los operadores BPS y no BPS. Notar que #Q
es el nimero de supercargas que deja invariante al operador primario.
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2.2. La expansion en 1/N, y el limite planar

La teoria que describe las interacciones fuertes es QCD y es una teoria de gauge no abeliana.
El grupo de gauge es SU(3) con el nimero de color N, = 3. A escalas de energias altas se
pueden calcular observables con métodos perturbativos, en donde el pardmetro de expansion
es la constante de acomplamiento gyas. Si consideramos procesos a escalas de energia cada
vez mas baja la constante de acomplamiento crece, el calculo perturbativo pierde sentido y se
vuelve inmanejable. Por eso se ha buscado considerar limites que permitan simplificar de alguna
forma la dindmica de los grados de libertad y lograr captar caracteristicas en escalas cercanas
al confinamiento.

Una de las propuestas interesante formulada por 't Hooft [20] considera un nuevo pardmetro
de expansién 1/N,. Un limite importante en este contexto corresponde a tomar limite N, — oo.
En principio podemos pensar que se complicaria al tomar este limite debido a que los grados
de libertad dinamicos se incrementan. Sin embargo se mostrara en esta seccion que la teoria se
simplifica en el limite de N, grande en donde el pardmetro de expansién es 1/N.. A pesar de
que N. — oo no aparenta ser una buena aproximacién a N, = 3, se pueden obtener resultados
acorde a los datos experimentales expandiendo en 1/N. = 1/3, sobre todo porque en muchos
casos el primer término asociado a 1/N, se anula y la primera correccién es del orden 1/N2. En
estos casos las predicciones difieren el orden de 10 % [21].

Vamos a ejemplificar la expansién de 't Hooft con el siguiente Lagrangiano

N
—%Tr (FwF™) + Z U, (i) — my) Y. (2.2.1)
k=1

Es una teorfa de gauge SU(N.) con Ny fermiones de sabor definidos en la representacién fun-
damental de SU(Ny). El campo de gauge A, = AﬁTA, en donde T% son las matrices de la
representaciéon adjunta del grupo de gauge normalizadas de modo que

1
Tr(TAT?) = §5AB. (2.2.2)
Se define el tensor F),, = 0,4, — 0, A, + i%[A#’AV] y la derivada covariante es D, =
Oy + i%AH. La constante de acoplamiento se toma de esta forma para que en el limite de

N, — oo la funcién S del grupo renormalizacién esté bien definida. Se tomara este limite
manteniendo Ny fijo. Aqui estamos considerando Ny < N, pero Se puede extender considerando
N¢ /N, fijo correspondiente al limite de Veneziano [27].

Veamos que con la constante de acoplamiento usual se obtiene una funcién 8 a one-loop

dgym _ (11
dp

2 Q%M 5
N.— =N + O 2.2.3
3¢ 3 f> 1672 (gYM)a ( )

en donde se observa que no tiene un limite bien definido para N, — oo. Con la definiciéon nueva
obtenemos una funcién g igual a

dgy m 11 2Ng\ g3y 5
=—| 5 -5 (@) . 224

El término de los fermiones es suprimido en este limite. El pardmetro de escala Agcp se mantiene
fijo en el limite de N, — o0. De esta forma tomar el limite de N, grande con la constante de
acoplamiento escaleada por 1/4/N, es equivalente a mantener la masa de los mesones fija.

Este reescaleo se puede considerar en términos de la constante de 't Hooft A = g%, v (que en
términos de la constante de acoplamiento esténdar vale A = g2,,N.) que se mantiene fija en el
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limite de N, — oo. Analicemos el conteo en potencias de .. Para ello redefinamos los campos
de gauge A/ — VNeA v =/ Ncﬂ obteniendo el siguiente lagrangiano

gy M
N.1 Ve -
L=-=°3 TrFWF’“’—FN > by (1D — mi) . (2.2.5)
k=1

A simple vista pareceria que la presencia del factor N. divergente delante de la accién
generarla un limite semiclédsico, pero esto no es verdad ya que el nimero de componentes de los
campos 1/1 y A también se hace infinito en este limite.

Para reahzar el conteo de factores IV, en los valores de espectacion es conveniente utilizar el
formalismo de doble linea desarrollado por 't Hooft. El propagador del quark es

(v @) 9" () = 6" S(z — y), (2.2.6)

y estd representado diagramaticamente por una linea tnica. Se muestra en la figura (a) el
diagrama del quark. Luego el propagador de gluén tiene la forma,

(A (@) Al (y)) = 6P Dy (z — ), (2.2.7)

donde Ay B son indices en la representacién adjunta. En vez de tratar a los gluones como campos
con un unico indice asociado con la representacion es preferible considerarlos como matrices de
N, x N, con dos indices en la representacién de N, y Ne, (4,)f = AA (T4)¢. De esta forma el
propagador del gluén se puede reescribir como

1
(Asy(2)A54(y)) = Dy (z — y) <2536,§ N, 5g5d> (2.2.8)
en donde utilizamos la identidad
(THHTA) = 75351, (2.2.9)

asociada al grupo SU(N,). El segundo factor no se encuentra si hubiésemos considerado el
grupo U(N,), pero la diferencia se manifiesta en una correccién suprimida por 1/N. por lo
tanto no modifica la argumentacién empleada. El propagador del gluén en este formalismo esta
representado por dos lineas correspondientes a cada indice a y b. Se detalla en la figura (b).

El color se conserva por la presencia de la funciéon delta de Kronecker en el propagador
de la ecuacion . Del mismo modo los vértices se pueden representar de forma sencilla
manifestando la contraccion en los indices de color. Por ejemplo el vértice triple fermién-campo
de gauge &IAZW’ se detalla en la figura (c) y los vértices de tres y cuatro gluones del término
cinético se detallan en la figura (d) y (e), respectivamente.

De esta forma cada diagrama de Feynman puede ser expresado en el formalismo de doble
linea, donde cada linea indica una contracciéon de indices de color. Estos diagramas se pue-
den pensar como superficies formadas por poligonos unidos de modo que cada linea tiene una
orientacién (flecha) y las dobles lineas poseen orientaciones opuestas.

Si nos concentramos en el término del campo de gauge del lagrangiano se observa
que dado un diagrama de Feynman cada vértice de interaccién contribuye con un factor %,
cada propagador con un factor N% y cada loop contribuye con un factor NN, ya que contiene la
suma sobre los N, indices de gauge. Por lo tanto si tenemos un diagrama con V vértices, E
propagadores y L loops (caras en la representacion de doble lineas) la contribucién en potencias
de N, serd proporcional a

NY-EFENE=V — NXAE=V, (2.2.10)



2.2 La expansién en 1/N, y el limite planar 11

~0000000°

(a) (b)

L’% A _)
e o
3 6% %y
% o 666 \0‘0\, (Qé %2,

)
X

(c) (d) (e)

Figura 2.1: Se observa para cada diagrama la notacién tradicional en la parte inferior y
la notacién en el formalismo de doble linea de 't Hooft en la parte superior. Figura extraida
de la referencia [2§].
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(a) (b) (c)

Figura 2.2: Ejemplo de un diagrama no planar. El diagrama (a) puede dibujarse como (b)
pero sigue siendo no planar al realizar el conteo de F, V' y B. (c) El diagrama en la versién
doble linea. Figura extraida de [2§].

El factor x =V — E + F es la caracteristica de FEuler correspondiente al diagrama y depende
de la topologia del mismo. Desde el punto de vista topolégico podemos expresar la contribucién
de cada diagrama en términos del genus g (género de la superficie bidimensional) que para
superficies cerradas cuenta la cantidad de agujeros o manijas y se relaciona con la caracteristica
Euler mediante x = 2 — 2g.

Entonces todo diagrama de Feynman en la notacién de doble linea se puede expandir per-
turbativamente de la siguiente forma

00 0 ) o
ZNZ—Qg ZCg,i A — ZN3_2gfg()‘)’ (2.2.11)
9=0 i=0 9=0

donde f, es un polinomio de A. En el limite de N, grande los diagramas que dominardn serdn los
que posean el menor genus g y corresponden a las superficies con topologia esférica o equivalen-
temente a un plano. Todos estos diagramas planares contribuyen con una potencia N2 mientras
que los demés diagramas son suprimidos por potencias N0 , N;2 | N ! luego de tomar el limite.
Por ejemplo el diagrama de la figura [2.2| es no planar y no contribuird cuando tomemos el limite
N, — o0.

La forma de la expansién (2.2.11]) es la misma que se encuentra al expandir perturbativamente
las amplitudes de una teoria de cuerdas cerradas orientables, si identificamos el factor 1/N, con
la constante de acoplamiento de la cuerda, y A\ como o' =1/ VA, donde o = 12, que involucra
la longitud de la cuerda fundamental. Esta analogia es una fuerte motivacién para pensar que
las teorias cudnticas de campos y la teoria de cuerdas estdn relacionadas, y sugiere que esta
relacion se hace evidente en el limite de N, grande. En esta Tesis se desarrolla esta expansiéon
en potencias de 1/N, en el caso no perturbativo con el fin de estudiar propiedades de hadrones
obtenidos a partir de modelos holograficos duales. Asimismo, en el caso de plasmas de la teoria
N =4 SYM consideramos la expansién en 1/A\%2 a partir de correcciones en (/)3 provenientes
de la teoria de supercuerdas del tipo IIB, sobre supergravedad del tipo 1IB.



Capitulo 3

El proceso de dispersion inelastica
profunda (DIS)

La dispersién ineldstica profunda (DIS, por sus siglas en inglés Deep Inelastic Scattering)
es un proceso que nos permite estudiar la estructura interna de los hadrones a partir de la
interaccion con particulas leptonicas. En las décadas de 1960 y 1970, el proceso de DIS ha sido
importante estableciendo las primeras evidencias sélidas de la existencia de los quarks como
entidad fisica.

En este proceso interactia un haz incidente de leptones de energia E' mediante la interaccién
electromagnéticaﬂ con un blanco hadrénico, dispersandose con energia E’. La energia y direccién
del leptén dispersado se miden en un detector, pero el estado final hadrénico X no se mide
experimentalmente. Por esta razon se lo suele considerar como un proceso inclusivo. El leptén
interactia emitiendo un fotén virtual muy energético que es absorbido por el blanco hadrénico
para producir el estado final X. Como el fotén es virtual, éste no se encuentra en su capa de
masa y por lo tanto su cuadrimomento ¢* no satisface g% = 0.

En este limite utilizando las simetrias de la interaccion fuerte se puede concentrar toda la
informacién hadrénica en un tensor que a su vez se puede expresar en términos de funciones
escalares dependendientes de pardmetros cinematicos denominadas funciones de estructura. Es-
tas funciones segun el modelo que describe la fuerza fuerte van a satisfacer ciertas identidades
y poseer formas funcionales caracteristicas. En esta Tesis se utilizaran métodos holograficos,
basados desde primeros principios en la teoria de supercuerdas, para calcular las funciones de
estructura.

3.1. Cinematica del DIS

En la figura se observa un esquema del proceso DIS. Las variables cineméticas utilizando
la notacién de [29] son:

= M es la masa del hadrén incidente.
= [ esla energia del hadrén incidente.

» k* = (E,0,0,F) es el cuadrimomento del leptén incidente. En este proceso despreciamos
Su masa.

IEn esta Tesis solo consideramos DIS a partir de leptones cargados, con lo cual las particulas virtuales
que interactian con el hadrén son fotones virtuales.
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k', E'

k E

p

Figura 3.1: Diagrama esquemadtico del proceso DIS. El momento del fotén virtual es q y
el estado hadrénico saliente es X . Figura correspondiente a la referencia [29].

Er = (E', E'sin 6 cos ¢, E' sin @ sin ¢, E' cos ¢) es el cuadrimomento del leptén dispersado.

p* = (M,0,0,0) el momento del hadrén en el sistema de referencia de reposo del hadrén.

E’ es la energia del leptén dispersado.

g" = kM — k'" el cuadrimomento del fotén virtual transferido.

v =F — E' es la pérdida de energia del leptén.

» Q? = —¢> =2EFE'(1 —cos?b)

—q?

5o el parametro de Bjorken.

" y=z= ]Iz—_'g es la pérdida de energia fraccional del leptén.

[

s ¢t = & En DIS este pardmetro se considera mucho menor a uno.

»Qm"'@

En el proceso de DIS es importante la definicion del parametro de Bjorken x porque se
tomara el limite de ¢ — oo manteniendo z fijo. Podemos determinar los valores fisicos que
puede tomar x a partir de la masa invariante Mx del sistema final X definida a continuacion,

M%=(+9)? =M +2p-q+¢* (3.1.1)

Como el numero bariénico se debe conservar la masa invariante debe ser al menos la masa del
nucleén y por lo tanto,

M3 >M? — M*42p-q+¢*>M* — <1 (3.1.2)

También observando que —g? es positivo podemos inferir de sus definiciones que z > 0 e y > 0.
Por lo tanto la regién cinemética permitida que pueden tomar los pardmetros estan comprendidos

en,
1>2>0 1>y>0. (3.1.3)
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El caso z = 1 corresponde a la dispersén elastica y se puede explicitar escribiendo el parametro
de Bjorken en términos de la masa invariante,

M2 — M?
2p-q

r=1-

(3.1.4)

Si z = 1 entonces ]\/[2 M?2.

3.2. Seccién eficaz a partir de los tensores leptéonico
y hadroénico

La seccion eficaz diferencial se puede calcular a partir del médulo al cuadrado de la amplitud
de transicién y considerar los factores provenientes del espacio de fases. Se debe sumar sobre
las polarizaciones del leptén final y sobre los estados intermedios recordando que es un proceso
inclusivo y no se miden. La seccién eficaz diferencial toma la forma

d?’k‘/ , M 2
do = Z/ 32E' 2m)otk+p— K — )(QE)@]'W)('%Z —1y (3.2.1)

donde la amplitud se puede escribir en términos de diagramas de Feynman perturbativos en la
constante electromagnética obteniendo

M = (=0 (T2 ) O XL O ) (322

donde s; y h son las polarizaciones del leptén inicial y el hadrén final respectivamente y jl“ es la
corriente lepténica y j;’ la corriente hadrénica. La constante de acoplamiento e no estd incluida
dentro de las corrientes sino explicitamente en la definicién de la amplitud.

A continuacién vamos a reescribir la seccién eficaz en términos de dos tensores, el lepténico
y el hadrénico.

Las corrientes son operadores hermiticos jL = ju y satisfacen

(al5#]8)" = (Bl"|a). (3.2.3)
Esta identidad permite desarrollar do

B3k (2m)iet(k+p -k —px) e
Z / om)32E" (2E)(2M) Q1

<p, Rl | XWX |5y [ps R (K, sl gl K'Y (R Lo Ve, 1) (3.2.4)

En esta expresién podemos definir el tensén lepténico I, y el hadrénico W, que contiene
escencialmente la informacién de la interaccién fuerte y la estructura interna hadrénica de modo
que

do — 64/ A3k Ax Z”VWIW(p,k - k/)hh'
(27)32E (2B)(2M)(vrer = 1)
d?o et E

= QI ME g 2.
dE'dQ) 167r2Q4MEl Wi (P, @)hh (3.2.5)
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El tensor lepténico

El tensor leptonico se define de la siguiente expresion

"= > 10k, si) (ks sl (0)[K)
espines finales
= > alk)y ulk, sp)alk, sy u(k'). (3.2.6)

espines finales

donde u(k) es el espinor de Dirac. La sumatoria de sobre los espines finales se puede realizar
utilizando la identidad

> uk)uE) = +m. (3.2.7)

espines finales

donde los espinores estdn normalizados con 2F. Si la particula tiene espin 1/2 se puede describir
definiendo un vector de espin s; en el sistema de referencia de la particula

25; = u(k, s;)ou(k, s;) = u(k, s;)yvsu(k, ;). (3.2.8)

El producto de espinores del estado inicial puede definirse en términos del operador proyec-
cién

_ 14+ v95¢8,/m
u(k, s))u(k, s;) = (F+ m)jl/ (3.2.9)
Finalmente sustituyendo en la ecuacién (3.2.6)) obtenemos,
1+ m
= T (4 )
= 2(kFE" + EVEM — gM (k- K —m]) — ie“”aﬁqaslg). (3.2.10)

Se puede observar que la parte independiente del espin corresponde a la componente simétrica
y la parte dependiente del espin a la antisimétrica. En consecuencia, un haz de leptones no
polarizado prueba la parte simétrica de W,

El tensor hadroénico

La informacién relevante que podemos obtener mediante el proceso dispersion sobre la es-
tructura hadrénica estd contenida en el tensor hadrénico W,,,. A diferencia del tensor lepténico
no se puede calcular mediante un desarrollo perturbativo debido al acoplamiento fuerte. El tensor
W, se define a partir de

W gl = - [ et (o, 170, 7 O)) b (3211)

donde h y A’ son las polarizaciones hadrdnicas iniciales y finales. Podemos insertar la identidad
formada por una base completa de autoestados obteniendo

W = =3I 5 o+ g p) e WO X)X (0) o, )
X
~(20)* (0 + px — p)(p, 15" (01 X) (X150} lp, ] (3212)

donde X son los estados finales y se utilizé la invarianza frente a traslaciones para obtener las
deltas de conservacién de tetraimpulsos. Notar que los estados finales permitidos son aquellos
que poseen pg( < pog, ya que Mx < M.
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3.3. Funciones de estructura para blancos hadroénicos
escalares

El tensor hadrénico W, lo podemos escribir en términos de funciones de estructura. Esta
descomposicion es independiente del acoplamiento y solo considera las simetrias de la interaccion.
A su vez escribiremos las funciones de estructura en funcién de los parametros adimensionales
x (parametro de Bjorken) y ¢, posibilitando considerar el limite ) — oo correctamente. Las
simetrias y cémo ellas condicionan la forma del tensor hadrénico se detalla a continuacién:

» La invarianza frente a transformaciones de paridad.
» La invarianza frente a la inversiéon temporal.

= La invarianza frente a traslaciones.

= jH(x) es una corriente conservada, d,j"(x) = 0.

Aplicando estas restricciones al caso en donde el hadrén incidente tiene espin 0 y por lo tanto
es un escalar (o pseudoescalar) podemos expresar el tensor hadrénico a partir de dos funciones
de estructuras Fy(z,q?) y Fa(z,q?) de la siguiente forma

_ quqv 2z ks ' qv
W,uu—F1<77,uu_q2>+q2(P#—F%)(Py‘i‘%) (331)

I y F5 son las funciones que nos interesaran calcular con métodos holograficos en esta Tesis.

Las funciones de estructura también se pueden calcular a partir del tensor asociado al proceso
de dispersién de Compton. El tensor T}, del proceso de Forward Compton scattering, que vamos
a indicar con las siglas FCS, es

T = [ @26 .1 [TGo) 0Dl ), (33.2)

donde el operador T corresponde al ordenamiento temporal. Las amplitudes de DIS pueden
obtener de la parte imaginaria de la dispersién de Compton a partir del teorema 6ptico [30]. El
tensor T}, posee las mismas simetrias que el W, y por lo tanto puede expandirse de la misma
forma en términos de funciones de estructura. Las relaciones entre las funciones de estructura
de los dos tensores utilizando el teorema 6ptico son

2Im(E}) = Fj, (3.3.3)

donde ﬁ’j corresponde a la funcién de estructura j de T, y Fj la de W, con j = 1, 2.



Capitulo 4

La dualidad entre TYM y
supergravedad y teorias de
supercuerdas

La idea formulada por 't Hooft en la cual las teorias de Yang Mills en el limite de N, — oo,
con N, el rango del grupo de gauge, poseen una expansion en genus de una forma similar a las
amplitudes de dispersién de cuerdas se conoce hace tiempo (ver Seccién y llevé a pensar
que existe una conexién entre ambas teorias en este limite. En el afio 1997 Maldacena public
el trabajo [22] en el que conjeturd la conexién explicita entre la teorfa de campos N =4 SYM
en su fase conforme con grupo de gauge SU(N,) y la teoria de supercuerdas de tipo IIB sobre
un fondo AdSs x S®° en el limite de N, > 1.

Esta dualidad en su forma més general se denomina la correspondencia AdS/CFT o dualidad
gauge/gravedad debido a que relaciona en principio teorias cudnticas de campos conformes
definidas en un espacio de Minkowski de 4 dimensiones con teorias de supercuerdas[] en un
espacio-tiempo curvo asintéticamente AdSs x S°.

La dualidad por ahora no se ha demostrado formalmente y mantiene el caracter de conjetura.
Sin embargo en estas ultimas dos décadas a superado muchas pruebas, verificaciones y exten-
siones. Esta conjetura es muy importante porque corresponde a una dualidad de acoplamiento
fuerte/débil en la cual la teoria conforme de campos débilmente acoplada es, en principio, dual
a una teoria de cuerdas fuertemente acoplada; y asimismo la teoria conforme de campos fuer-
temente acoplada es dual a una teoria de cuerdas débilmente acoplada. Esto permite analizar
teorias conformes de campos fuera del régimen de validez del desarrollo perturbativo. En la Tesis
utilizaremos la dualidad desde esta perspectiva, calculando desde la teoria de cuerdas débimente
acoplada observables de la TCC fuertemente acoplada.

En principio, la dualidad se formulé para la teoria conforme supersimétrica N'= 4 SYM con
grupo de gauge SU(N.) en limite planar N, — oo a temperatura 0 y luego se fue extendiendo
a sistemas mas generales. Enunciamos algunos ejemplos: temperatura finita [31], con menor
nimeros de supersimetrias lo cual incluye teorfas de SYM con N =1, 2 y 3 [32, 33], agregando
materia en la representacién fundamental [34, B35, B36] y el modelo de D4D8anti-D8-branas de
Sakai y Sugimoto [37], teorias no conformes[38, [32], [39] [40], en distintos nimeros de dimensiones
espaciales [41], etc.

Por ultimo vale la pena mencionar que no existe ain un método para obtener el dual ho-
lografico de cualquier teorfa de gauge como por ejemplo QCD atin en el limite de N, — oco. Por

1Las teorfas de supercuerdas en el limite de bajas energias se describen efectivamente por teorfas de
supergravedad.
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esta razén hay dos planteos generales para abordar estas teorfas sin dual holografico estricta-
mente conocido. El primero consiste en utilizar otra teorfa con dual hologréfico conocidd?] en
ciertas regiones paramétricas donde son similares las teorias de campos en espacio plano. La
otra opcién es estudiar modelos holograficos efectivos definidos en 5 dimensiones tratando de
reproducir las caracteristicas de la teoria cuantica de camposﬂ A continuacién presentaremos
la conjetura en su formulacién original. En la Secciéon detallaremos el Ansatz de Witten
que permitird calcular valores de espectacion de operadores definidos sobre la CFT y realizar
una expansion en 1/N.. En la Seccién extenderemos la conjetura a teorias con temperatura
finita y correcciones en la constante de acomplamiento. Por tltimo, se adicionard materia en la
representacion fundamental del grupo de gauge.

4.1. La correspondencia AdS/CFT

La correspondencia AdS/CFT establece una dualidad entre teorias cuédnticas de campos y
teorias de supercuerdas. El primer ejemplo, que motivé la dualidad y detallé cémo en ambas
teorias se mapeaban las simetrias se obtuvo estudiando el sistema formado por N, D3-branas
paralelas coincidentes en un espacio plano de 9+1 dimensiones.

Las N, D3-branas paralelas se extienden a lo largo de 341 dimensiones. En el marco de
la teoria de cuerdas existen dos clases de cuerdas: abiertas y cerradas. Las cuerdas cerradas
corresponden a excitaciones de espacio y las cuerdas abiertas tienen extremos sobre las D3-
branas. Si analizamos el sistema a bajas energias (F < 1/l5), los modos relevantes que pueden
excitarse son los estados de masa nula.

Los estados de masa nula de cuerdas cerradas se describen en el limite de bajas energias de
la accion de supergravedad tipo del IIB. Los estados de cuerdas abiertas generan el multiplete
de gauge de N/ = 4 en 3 + 1 dimensiones y en su limite de bajas energias se describe con el
lagrangiano de la teorfa de super Yang-Mills N' = 4 con grupo de gauge SU(N..) [44].

La accién asociada al sistema es

S = Sfondo + Stranas + Sint- (411)

La accién de la brana Sp,qnqs corresponder a la teoria N’ = 4 SYM con correcciones en derivadas
superiores y S;,+ corresponde a la interaccién entre los modos de fondo y los de las D3-branas.
Aplicando el limite de Maldacena que correspone a tomar o’ — 0 manteniendo el acoplamiento
de las cuerdas gs; y demds pardmetros adimensionales fijos, los modos masivos de las cuerdas
cerradas se desacoplan dejando la supergravedad y al mismo tiempo S;,; — 0 dado que los
términos de interaccién son proporcionales a gsa’2. Por lo tanto la supergravedad queda libre y
desacoplada del sistema a bajas energias de cuerdas abiertas.

Por otro lado podemos estudiamos el sistema desde otras descripcién alterativa dada por
p-branas en supergravedad. Si analizamos el limite If—; = 4mwgsN. > 1, debemos considerar la

deformacién del espacio tiempo por las branas que generan el siguiente tensor métrico [45],

4N\ —1/2 anN 1/2
ds? = <1 + 3,4) N dat da”’ + (1 + y4) (dy® + y*d23) (4.1.2)

2Este método se denomina top-down, en donde se parte de un dual conocido en teorfa de cuerdas
definida en un espacio de 10 dimensiones.

3Este método se denonima botom-up. En el caso de modelos efectivos de 5 dimensiones se conocen
como AdS/QCD, [42, [43].
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si estudiamos el limite y > R se recupera el espacio plano de 10 dimensiones. En cambio si
y < R la geometria se conoce como “garganta”, y en este limite de horizonte cercano se obtiene

y2

dy?
ds® = ?nw,dx“dac” + 32? + R2d03. (4.1.3)
Esta métrica corresponde a un espacio AdSs x S°. Si ahora se define z = R?/y se obtiene la

siguiente métrica

ds? = 12 ( Ly, debdz” + d= + d2 (4.1.4)
= 2 Um 2 5 1

Esta métrica posee un borde conforme en z — 0.
La accién efectiva en esta caso estd dada por,

S = Sgarganta + Splano + Sint (415)

en donde Spun, corresponde a los modos no masivos de cuerdas cerradas en el limite y — oo.
La Syarganta corresponde a los modos de cuerdas en la regién correspondiente a la geometria
AdS5 x S°. Se observa que debido al corrimiento al rojo gravitatorio los modos masivos de
cuerdas en la regién entre el espacio de Mikowski en 10 dimensiones y AdSs x S® son de baja
energia con respecto a un observador en el infinito, y deben ser tenidos en cuenta al tomar el
limite de bajas energias. S;,; proviene de la interaccién entre los modos sobre el espacio plano
y los modos sobre la garganta. En el limite de bajas energias S;,; — 0 y el sistema queda
desacoplado nuevamente. En la referencia [46] se detalla con precisién cémo tomar el limite para
que se desacoplen los términos.
Estas descripciones motivan a postular la equivalencia entre los dos sistemas :

{La teorfa N' =4 SYM} = { La teorfa de supergravedad IIB en AdSs x S°} (4.1.6)
dados por

» La teorfa de supercuerdas del tipo IIB sobre el espacio AdSsx S® donde tanto el espacio
AdS como la S° poseen el mismo radio R. El flujo de la 5-forma a través de la S° toma el
valor entero N, = f55 F5 y la constante de acoplamiento de la cuerda es gs.

» La teorfa N' = 4 SYM definida en 4 dimensiones, con un grupo de gauge SU(N,) y el
acoplamiento gy s en su fase superconforme.

Los parametros de ambas teorias se relacionan mediante
9s=9vm  R'=4mg.N(o/)? (4.1.7)

y el valor de espectacién del axién es igual al dngulo del instantén en N' = 4 SYM, (C) =
0r. Se pueden identificar las simetrias globales en ambas teorias, que permitira identificar el
mapeo entre operadores y estados. La simetrias continuas de la teoria N' =4 SYM en su fase
conforme corresponde al grupo superconforme SU(2,2[4). Este grupo contiene al subgrupo de
simetrias bosénicas SU(2,2)x SU(4)4 ~ SO(2,4)xSO(6). Las simetrias bosénicas son facilmente
reconocidas del lado de gravedad como isometrias de espacio AdSsx S°. La discusién completa
de todos los generadores se encuentra en [26] [46]. En principio se puede proponer que la conjetura
es valida para todo N, y ¢gs, pero se debe tener en cuenta que no es una demostracion formal
matemadtica y los argumentos planteados sobre el sistema de D3-branas se formularon en un
régimen perturbativo de la teoria de cuerdas.
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Teoria de campos Teoria de cuerdas
SYM conforme con N = 4 Teoria cudntica de cuerdas
cualquier N, y gy & | del tipo IIB en AdSs;xS°®
9y nr = s R* = 47w g N o'
Limite de ’t Hooft para N' =4 SYM Teoria de cuerdas tipo I1B
A fijo, N, — oo & en AdSsxS®
Expansién en 1/N.. Expansion en g4 loops
Limite de A grande en N =4 SYM Supergravedad tipo IIB
(ademds de N, — o0) & clésica en AdS;xS®
Expansién en 1/ VA Expansién en o

Cuadro 4.1: Tres formas de la correspondencia AdS/CFT.

Limite de 't Hooft y el limite de acoplamiento fuerte

Un limite interesante para aplicar la dualidad es el limite de 't Hooft en donde tomamos
N, — oo manteniendo A\ = 932/M]Vc = gsN, fijo. Si despejamos g; = N%, la teoria de cuerdas se
vuelve débilmente acoplada ya que gs — 0. Esto nos pérmite formular una conjetura mas débil
que asocia una correspondencia entre una teoria de cuerdas y una teoria de campos en el limite
de 't Hooft.

Luego quedaria estudiar el caso donde A es libre. Si consideramos A < 1, la teoria de campos
se encuentra en un régimen donde se puede aplicar la teoria de perturbaciones y del lado de la
teoria de cuerdas, debemos considerar todos los modos masivos. El otro limite A > 1 es muy
interesante porque la teoria de campos estd fuertemente acoplada y del lado de la teoria de
cuerdas se pueden considerar los modos no masivos lo cual lleva a la teoria a supergravedad del
tipo 1IB.

Las tres formas de la conjetura se detallan esquematicamente en el cuadro

4.2. Correspondencia campo/operador y expansién
en diagramas de Witten en 1/N,

Se ha planteado la correspondencia de AdS/CFT junto con el diccionario que permite rela-
cionar los pardmetros relevantes en cada teoria. También es necesario poder realizar un mapeo
entre el espectro de ambas teorfas y un Ansatz para calcular los valores de espectacién corres-
pondiente a los observables.

En la teoria de cuerdas el valor de g, esta relacionado con el valor de espectacién del dilatén
y éste a su vez se determina a partir de la condicién de contorno en el infinito. Esto sugiere que
deformar la teoria de gauge cambiando el valor de la constante de acoplamiento corresponde
a modificar el valor de un campo de fondo en el borde del AdS. De forma general se podria
deformar la teoria de gauge agregando a la accién el siguiente término

S— S+ /d4x o(x) O(x) , (4.2.1)
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donde O(x) es un operador local invariante de gauge y ¢(x) es la fuente. La observacién sobre
gs sugiere que cada fuente asociada a un operador local O debe corresponder a un campo dual
de supergravedad ®(z, z) tal que el valor que toma en el borde del AdS estd identificado con la
fuente mediante la relacion:

¢(x) = ®lpaas(z) = lim &(z, 2). (4.2.2)

Esta identifiacién permite mapear operadores de la teoria de gauge con campos sobre el AdS,
tomando en cuenta que deben poseer los mismos nimeros cuanticos bajo las simetrias globales
de la teoria.

Otro caso importante que vamos a utilizar es el de la fuente A, asociada a una corriente
conservada de simetria R, J,, que se acopla del siguiente modo

/d4a: Ay(z) JH(z) . (4.2.3)

En este caso la fuente A, va a corresponder es la condicién en el borde de un campo de gauge
dindmico A, (z, z) definido sobre el AdS.

Del lado de la teorfa de supercuerdas del tipo IIB en el espacio de 10 dimensiones AdSsx S°
cuando obtenemos las soluciones de las ecuaciones de movimiento de los campos de fondo, vamos
a encontrar modos normalizables y modos no normalizables. Estos modos se relacionan con una
prescripcion que ejemplificaremos a continuacién con el estudio de un campo escalar. Primero se
puede descomponer el campo escalar en modos de Kaluza-Klein sobre la esfera S°, obteniendo
campos efectivos ¢pa definidos sobre el AdS5 con ntmeros cudnticos A correspondientes a las
masas de Kaluza-Klein. A es dual a la dimensién conforme del operador en la teoria de gauge.
Asintéticamente los campos son libres y satisfacen la ecuacién de Klein-Gordon (O —m?)® = 0
con la masa mi = A — 4. Hay dos soluciones independientes caracterizadas por el siguiente
desarrollo asintético

28 Modos normalizables

Da(x,2) = (4.2.4)
24=2  Modos no normalizables

Los primeros modos de (4.2.4) son normalizables con respecto al producto interno, que en el
caso de un campo escalar se define como

(®1,Py) = —i/ dz d*z /=g g'' (B} 0, D9 — D0, B}) (4.2.5)

t

donde ), es una capa a tiempo constante. Luego en [47] se argumenté que estos modos deter-
minan el valor de espectacién de vacio de operadores con la dimension conforme y los ntimeros
cuanticos correspondientes. Por lo tanto lo modos normalizables son elementos del espacio de
Hilbert y deberfan ser identificados con estados en la teoria del borde. Por otro lado, los modos
no normalizables no corresponden a excitaciones del bulk porque no se pueden normalizar apro-
piadamante. Estos estan asociados al acoplamiento de fuentes externas con la supergravedad y
por lo tanto a las fuentes cldsicas mencionadas anteriormente.

Ansatz de Witten

En vista a lo discutido en cuanto al mapeo campo/operador, se ha postulado en [48], [49] el
siguiente Ansatz para calcular las funciones de correlacién de la TCC

trpo(2)O(F
(] @wbo@O@)y pr = Z [®]104d5=0(2)] » (4.2.6)
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donde el término izquierdo corresponde a la funcional generatriz de funciones de correlacion
de la teoria cudntica de campos y el término derecho corresponde a la funciéon de particién de
la teoria de cuerdas con el valor ¢y en el borde del AdS de los campos ®. Las funciones de
correlacién se obtienen tomando derivadas funcionales con respecto a ¢g. En el limite A > 1,
que corresponde a la aproximacién de supergravedad

Zeverds Bl aasmpnti) = €. (12

En este limite podemos calcular desde el lado derecho utilizando un método perturbativo de dia-
gramas de Feynman en supergravedad denominados diagramas de Witten. Esto permite realizar
una expansion en 1/N, debido a la constante delante en la accién de supergravedad. Veamos es-
quematicamente la justificacion para el dilatéon en supergravedad del tipo IIB. La accién efectiva
en 5 dimensiones luego de realizar la reduccion de Kaluza-Klein es

n

S =
2k2

1 1
/dx\/ﬁ <—R A+ 0,2 0"+ 5624’ 9,0 a#c) : (4.2.8)

En esta accién C es el campo axién, g es la métrica y ks = 47/N2 es la constante de Newton.
En el limite que estamos considerando N, es muy grande y en consecuencia ks muy chico, por lo
tanto estamos realizando una expansion semiclasica. El detalle de la dependencia en N, de los
vértices de interaccion para los casos de interés en esta Tesis se desarrollara en los Capitulos [7]y
Los diagramas de Witten son similares a los de Feynman pero con las siguiente prescripcién:

» Cada fuente externa se ubica en el borde del circulo en el punto Z; (i = 1,...,n) para una
funcién de n-puntos.

s La estructura de los vértices de interaccion en el bulk se obtiene de los vértices de la accidén
como en los diagramas de Feynman.

= Desde las fuentes externas parten propagadores bulk to boundary de interaccién a puntos
internos (en el bulk).

= Dos puntos interiores pueden ser conectados a partir de propagadores bulk to bulk siguiendo
la reglas de Feynman.

En la figura se detalla algunos diagramas de Witten a orden arbol para una funcién de
correlacion de n-puntos de la TCC dual.

Si queremos extender este Ansatz a transicion de estados, implementamos el procedimiento
de [B0]. La prescripcién deja los propagadores bulk to bulk de la forma estdndar y reemplaza
los propagadores bulk to boundary (modos no-normalizados) asociados a fuentes en el borde por
propagadores bulk to bulk (modos normalizados) que corresponderd a los estados de transicién.

Una funcién de correlacién entre estados de vacio, es un caso especial de una amplitud de
transicion donde todos los modos normalizables estan apagados

4.3. Extension considerando temperatura finita

La extensién de la dualidad AdS/CFT a teorias con temperatura finita se obtiene introdu-
ciendo branas negras (black p-branes) con soluciones de la métrica del tipo agujero negro. Los
requisitos que deberia satisfacer las soluciones de supergravedad para corresponder a una teoria
dual de N =4 SYM a temperatura finita son

= Sea asintéticamente AdSs.
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Figura 4.1: Diagramas de Witten a orden &rbol.

= Que sea invariante frente a traslaciones de las coordenadas del borde e invariante frente a
rotaciones de las coordenadas espaciales del borde.

= Que se le pueda asignar una temperatura que satisfaga las leyes de la termodindmica.

Todas estas condiciones las satisface la solucién formada por N, 3-branas negras coincidentes
con una métrica,

9 r? 712 2 R? 2 2 102 7 7“3
ds* = g (—fdi* +dF%) & Godr® + B0, fr)=1-3 (4.3.1)
y en términos de la coordenada z = R72 toma la forma
R’ R? 2t
2 _ 2 —2 2 2 102 _
ds® = —5 (~fd* + di®) + Wd;z +R%0Z,  f(2)=1- s (4.3.2)

Estas métricas poseen un horizonte en r = o y 2z = 2g, respectivamente, y el borde del AdSs se
encuentra en 7 — oo y z = 0. La temperatura asociada se calcula con el método estandar desa-
rrollado por Hawking, demandando que la continuacién Euclidea de la métrica de 5 dimensiones
obtenida reemplazando t — —itg,

dS% = 1;2( fdtp + dzi + dz3 + dz3) + g;dz% (4.3.3)
sea regular en z = zy. Expandiendo cerca de z = zg, obtenemos,
ds® = p2do® + dp® + fjd:?Q (4.3.4)
donde se ha introducido las coordenadas ’
p=2 (Z:EZRQ ethEjO. (4.3.5)

Los primeros dos términos de la métrica (4.3.4)) describen un plano en coordenadas polares y
para evitar la singularidad del cono se debe imponer que 6 tenga un periodo 27. Por lo tanto el
periodo correspondiente del tiempo Euclideo es,

8= % = 2. (4.3.6)

La temperatura T la identificamos con la temperatura de la teoria de campos dual definida sobre
el borde. La métrica Euclidea solo existe para z € (z, 29), finalizando suavemente en zp.



Capitulo 5

Modelo de D3D7-branas y mesones
escalares

El primer modelo hologréfico que se desarrollé corresponde a la teoria de supergravedad de
tipo IIB sobre el fondo AdS5xS® y corresponde a la teoria A” = 4 SYM en el régimen de acopla-
miento fuerte y rango del grupo de gauge N, grande. Sin embargo, los campos de la teoria N’ = 4
SYM estan definidos en la represantacién adjunta del grupo de gauge diferencidndose de QCD,
que desde el punto de vista fenomenolégico posee quarks que transforman en la representacion
fundamental del grupo de gauge. Por lo tanto nos interesaria obtener modelos holograficos que
incluyan grados de libertad en la representacién fundamental.

En el trabajo [34] se argument6 que para introducir materia en la representaciéon fundamental
en los modelos holograficos se introducen Dp-branas de prueba con sus respectivos espectros de
cuerdas abiertas. En la teoria de cuerdas del tipo IIB, las branas estables permitidas son las
de numero de dimensiones espaciales impares, razén por la cudl se consideran usualmente D5-
branas o D7-branas. Para simplificar y hacer tratable las soluciones se toma el limite en el que
el nimero de especies o flavors es mucho mds chico que el nimero de color Ny < N.. Desde
el punto de vista de supergravedad ésto corresponde a tomar branas de prueba despreciando la
backreaction y por lo tanto ellas no deforman el espacio.

5.1. El sistema D3-D7

En esta seccién describiremos el sistema formado por una D7-brana en el fondo AdSsxS®
formado por el conjunto de N, D3-branas coincidentes. Las coordenadas del borde x; se encuen-
tran en las direcciones ¢ = 0,1, 2,3 y las direcciones transversas a las D3-brana, contienen a la
coordenada radial del AdSs, r definida a partir de

r? = (z)? 4 (%) + - 4 (29)?, (5.1.1)

y a las coordenadas asociadas a los dngulos de la S° [35].

Agregar una D7-brana rompe la supersimetria desde N' =4 a N' =2 SYM. Los modos m4s
livianos correspondientes a cuerdas abiertas con un extremo en la D3-brana y el otro en la D7-
brana generan el hipermultiplete A/ = 2 de la teoria de SYM en la representacién fundamental.
La D7-branas esta extendida a lo largo de 8 coordenadas y posee dos direcciones transversales.
Las 4 coordenadas de las D3-branas asociadas al borde y a la teoria cudntica de campos co-
rresponden a direcciones paralelas a la D7-branas. De las 6 coordenadas extras transversales a
las D3-branas coincidentes, la D7-branas se extiende a lo largo de 4 direcciones z%,--- , 27 pre-

servando la simetria de rotacién SO(4), por lo tanto es conveniente introducir una coordenada
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Figura 5.1: Esquema de las coordenadas paralelas y ortogonales a la D7-brana. Figura
extraida de [5I]. El plano horizontal representa esqueméticamente a la D7-brana. Notar que
cada eje indica un par de coordenadas.

radial p definidas como
pPP=ai+- +a? (5.1.2)

y tres coordenadas esféricas denotadas por 23 que parametrizan la S3.
La distribucion de las branas esta representada por el siguiente arreglo,

D3 : 0123——————
D7 : 0123456 7—-—

Con respecto a las coordenadas transversales xg y xg tenemos dos posibilidades. La primera
que se superponga con D3-brana en las coordenadas espaciales. Esto generaria que la simetria
original SO(6) se rompa a SO(4) x SO(2) ~ SU(2)gr x SU(2)r x U(1)g, donde el SO(4) y el
SO(2) corresponden a rotaciones sobre las direcciones 4,5,6,7 y 8,9, respectivamente. En este
caso el supermultiplete es no masivo y la simetria R de la teorfa estd asociada al SU(2)g xU(1)g
[35].

La segunda opcién corresponde a separar la D7-brana de las D3-branas en la direccion es
8,9. El hypermultiplete adquiere masa y la simetria R se rompe a SU(2)g. Si ubicamos la
D7-brana a una distancia L en la direccién 8,9 del conjunto de D3-branas, la coordenada r
original del espacio AdSs y p definido en mantienen la relacién r? = L? + p?. Se indica
esquematicamente en la figura[5.1]las coordenadas en donde se extiende la D7-brana. La métrica
inducida es,

R2
p2 + L2

R2 2
dp® + pQTpLQdQ?,) (5.1.3)

ds? = = ds*(E13)) 4

donde €3 son las coordenadas de la S3. Se observa que si L = 0 la métrica es AdSs x S3, los
quarks son de masa nula y la teoria es clasicamente conforme. En el limite de prueba %—i <1
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Ny
Neo
L # 0 la métrica se vuelve asintéticamente AdSs x S (en el limite p >> L) debido a que
los quarks adquieren una masa mg ~ L y la simetria conforme se rompe, restaurdndose para
energias F > m,.

Los mesones corresponden a excitaciones de cuerdas abiertas representados por campos es-
calares y vectoriales con momentos angulares asociados a los angulos de la S3. El espectro de
mesones podemos obtenerlo a partir de la accién de bajas energias de la D7-brana denominada
accion de Dirac-Born-Infeld, dada por

la funcién S obtenida desde la teoria cudntica de campos es proporcional a se anula. Si

(2ma’)?

Sppr = —p7 / d3¢\/—det(P[Gap + 270’ Fp)) + 17 / P[CWIAFAF, (5.1.4)

donde la métrica de fondo Gy, es la asociada al espacio AdSs x S° y el segundo término es el
de Wess-Zunino que contiene la contribucién del potencial de Ramond-Ramond dado por

4
oW = %dzo Adzt A dz? A da®. (5.1.5)
La tensién de la D7-brana viene dada por 7 = [(27)7gsa/*] ™ y P corresponde al pullback de los
campos sobre la hoja de mundo de la brana. En este trabajo nos interesa estudiar la dispersién
ineldstica profunda de mesones escalares que van a interactuar en los procesos de interés con
otros campos bosénicos. Por eso en esta seccién nos enfocaremos en las ecuaciones de movimiento
y espectro de los campos bosénicos de las D7-branas.

Los modos mas simples corresponden a excitaciones transversales a la D7-brana en las direc-
ciones 28 y 2°. Elegimos sin pérdida de generalidad que la D7-brana se encuentra extendida a
una distancia L en la direccién z° y parametrizamos las fluctuaciones escalares con los campos
£ v ¢ alrededor de la métrica fiducial de modo que

2 =04+2rd/¢ 2 =L+ 2nd¢. (5.1.6)

Expandiendo la accién a orden cuadratico en las perturbaciones (se detalla la expansién en el
Capitulo |8)) obtenemos la siguiente densidad Lagrangiana,

cd
L~ —pu7y/—det(g) <1 +2 (Pmo/)2 %(3&8& + 8c¢8d¢)> . (5.1.7)

Vamos a utilizar las letras a, b, - - - para las coordenadas que parametrizan las D7-branas, i, j, k
para los dngulos de las S% y u,v las dimensiones del borde. Las ecuaciones de movimiento de
los dos campos escalares son idénticas y en términos de las coordenada p obtenemos

O (mga%@) =0, (5.1.8)
donde el campo @ representa cualquiera de las dos fluctuaciones escalares y la métrica g co-
rresponde a la de la S3. Reemplazando los términos en la ecuacién de movimiento obtenemos

R

donde V; es la derivada covariante definida sobre la S3. Proponiendo la solucién

1 1_,
"0, P + Eap(p?’apcb) + ﬁwvz@ =0, (5.1.9)

d = ¢(p)eFTYL(S3) (5.1.10)
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en términos de los harménicos esféricos sobre la S3 que son autoestados del Laplaciano, como
se detalla en el apéndice, se obtiene la siguiente ecuacién

5. 3 M? (+2)\ ,
au¢+u8u¢+<(1+u2)2— > >¢— : (5.1.11)

En esta ecuacién u = p/L, M? = —k?R*/L? y [ es un niimero entero asociado al autovalor de
V! La solucién que es regular se expresa en términos de funciones hipergeométricas

P

b(p) = WF(—(TH—H—L—WH-?; —p*/L%)), (5.1.12)

con n un nimero entero y M2 = 4(n + 1+ 1)(n + [ + 2). Expresando en funcién de la masa del
mesén obtenemos el siguiente espectro discreto de masas

2L
M(n,1) = ﬁ\/(n—l—l—l—l)(n—i—l—i—Q). (5.1.13)
De forma andloga se puede calcular el espectro de los modos vectoriales Fy;, de la accion ((5.1.4)),
obteniendo la ecuacién de movimiento

4 2 L2 )
u(y=gF™) — D iy g, — o, (51.11)

donde £7* es la densidad tensorial. El segundo término proviene de la contribucién de la parte de
Wess-Zumino y solo contribuye si el indice b corresponde a una coordenada sobre la S2. Podemos
separar las soluciones segun la descomposicién en arménicos esféricos vectoriales detallados en
el apéndice. Se puede descomponer en los 3 modos [35]

Modo I :  A,=0, A,=0, A =¢F(p) e Y=, (5.1.15)

Modo T : A, =Cu brrlp) € V(Q), k-¢=0, A,=0, A;=0,  (5.1.16)

Modo TIT : A, =0, A,=o¢r(p) e*® Y(Q), Ai=dri(p) e* V,V(Q).
(5.1.17)

Notar que el modo I contiene 2 posibilidades (£) segiin como transforma el arménico esférico
frente a transformaciones de paridad.
El espectro de masas de estas soluciones es:

» Modo I(+): M?’+:%(n+l+2)(n+l+3) conn>0yl>1.

Modo I(-): M?’_ = 4R—Lf(n+l)(n+ l+1)conn>0yl>1.

Modo II: M?I:%(n—{—l—{—l)(n—&—l—l—% conn>0yl>0.

Modo III: M?H:%(n—l-l—l—l)(n—l—l—l—Q) conn>0yl>1



Capitulo 6

Plasma de quarks y gluones generado
en colisiones de iones pesados

La interaccién fuerte junto con las interacciones electrodébil constituye las interacciones
fundamentales del Modelo Estandar. La teoria cudntica de campo que describe las interacciones
nucleares fuertes es la Cromodindmica Cudntica cuyos grados de libertad fundamentales son
los gluones y quarks que poseen una carga denominada color. Una de las propiedades més
importantes que presenta la teoria a bajas energias es la presencia de quarks y gluones formando
objetos denominados hadrones que no poseen carga de color neta. La neutralizacién de la carga
de color se denomina confinamiento y ain este fenémeno no se entiende completamente desde
primeros principios, debido a que la teoria cudntica de campos se encuentra fuertemente acoplada
y los métodos perturbativos no se pueden aplicar.

Por otro lado en el limite de altas energias de QCD, la constante de acoplamiento disminuye
y la interaccién entre quarks y gluones se vuelve méas débil. A esta caracteristica se la denomina
libertad asintdtica. Este comportamiento estd asociado al hecho de que si partimos de un sistema
de hadrones y lo llevamos altas temperaturas la interaccién que mantiene unidas los quarks y
gluones en los hadrones se vuelve més débil a medida que la energia caracteristica del sistema
aumenta. Eventualmente los quarks y gluones forman un plasma de particulas con carga de color
denominado plasma de quarks y gluones. La carga total de color del plasma es nula. La transicion
de un sistema térmico que pasa de estados hadrénicos al plasma se denomina deconfinamiento.
Las propiedades termodindmicas del gas de hadrones pueden ser calculadas con modelos efectivos
de interacciones hadrénicas mientras que en el limite de altas energias se puede aplicar QCD
perturbativo. Estudiar el diagrama de fases de QCD y sus propiedades en todos los regimenes
es muy importante. Una posible forma es utilizando simulaciones de QCD en la red (Lattice),
sin embargo aun no se puede calcular todos los observables ni esto permite una comprension
tedrica completa de todas las fases. En la figura [6.1] se puede observar el diagrama de fases de
QCD en términos de la temperatura y el potencial quimico.

Es importante plantear el estudio de las propiedades de la materia a densidades y tempera-
tura extremas donde los quarks y gluones se encuentran formando el plasma. Las colisiones de
iones pesados a altas energias permiten crear y estudiar este estado de la materia en los grandes
laboratorios. En particular se emplean los colisionadores Relativistic Heavy Ion Collider (RHIC,
Brookhaven) y el Large Hadron Collider (LHC, CERN). Uno de los importantes descubrimien-
tos realizados en el RHIC fue determinar que el plasma de quarks y gluones generado en las
colisiones se comportaba como un fluido fuertemente interactuante y no como un gas de quarks
y gluones débilmente interactuante. Muchas de las caracterisicas presentes en las colisiones en el
RHIC y LHC sugieren que el plasma se encuentra cerca del equilibrio térmico local. El proceso
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Figura 6.1: Diagrama de fases de QCD en funcién de la temperatura y el potencial quimico.
Se observan las distintas transiciones y las regiones que exploran los aceleradores RHIC y

LHC. Figura extraida de la pagina web de Brookhaven National Laboratory.

de las colisiones ultrarelativistas de iones pesados se puede dividir en las siguientes etapas:

= Al comienzo los dos nicleos se mueven en direcciones opuestas con velocidades cercanas
a las de la luz. Luego colisionan y se deposita materia con carga de color en la regién en
donde los niicleos se solapan, que es una region obloide en forma de almendra. Se genera
un proceso de termalizacién que aun no se ha dilucido completamente. Después de un
periodo de entre 0,3 — 0,5 fm/c el sistema alcanza la isotropia local del impulso y en unos

pocos fm/c se alcanza equilibrio térmico local.

= Los quarks y gluones producidos luego de la colisién forman un plasma fuertemente aco-

plado.

= FEl sistema se expande y se enfria siguiendo una transicién suave desde la fase de QGP
hasta el gas de hadrones siguiendo una ecuaciéon de estado determinada por calculos de

Lattice QCD. El tiempo caracteristico es del orden de los 10 fm/c.

= En la hadronizacién, el fluido formado por quark y gluones se convierte en hadrones debido
al confinamiento. En la fase hadrénica, se puede modelar la descripcion microscépica de

la evolucion con modelos de cascada.

6.1. Sistema de coordenadas y observables hadroéni-

cos relevantes

Para iniciar la descripcion del proceso, el sistema de referencia que se utiliza habitualmente
posee uno de sus ejes coincidentes con el de la colisién y los otros ubicados sobre el plano
transverso (ver figura [6.2)). En las colisiones de iones pesados se utilizan la rapidez y o pseudo-
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Figura 6.2: Sistema de coordenas utilizado en la colisién relativista de dos nicleos pesados.
La imagen fue extraida de la referencia [52].

rapidez 7 como coordenadas, definidas de la siguiente manera,

1. (E+Py
= -1 6.1.1
y 2n<E_P3>, (6.1.1)

n = —Intan (Z), (6.1.2)

donde Fp es la energia, P53 es el momento a lo largo del eje de colisién y € el angulo polar. Si la
rapidez y = 0 entonces el momento total tiene solo componentes transversales y si ademas los
nticleos son idénticos y = 0 se denomina midrapidity. El momento transverso Pr = \/P{ + Py
vy ¢ es el angulo azimutal definido a partir del eje de colisién, siendo importante a la hora de
estudiar el flujo anisotrépico. Otro pardmetro caracteristico es la energia del centro de masa /s,
que por convencién corresponde a la energia de cada nucleén. Las energias caracteristicas en las
colisiones son: Pb-Pb (LHC) /s = 2,76 A TeV , Au-Au (RHIC),/s = 200 A GeV, p-Pb (LHC)
Vs =5,02 TeV y d-Au (RHIC) /s = 200 GeV.

El observable més simple es la multiplicidad de particulas hadrénicas cargadas emitidas
al final del proceso. Se suele utilizar la multiplicidad por unidad de pseudorapidez dg—;h y es
muy importante para clasificar las colisiones y ajustar los pardametros libres de la simulacién
hidrédinamica.

Las colisiones se clasifican por sus centralidades que caracteriza el pardametro de impacto
entre los nicleos. Como experimentalmente no se puede medir el pardmetro de impacto b, se ob-
tiene indirectamente a partir de la multiplicidad, ya que estan mondtonamente correlacionadas.
Las colisiones més centrales tiene la multiplicidad més alta, luego disminuye abruptamente para
colisiones con un pardmetro de impacto del orden de los ntcleos (semi-periféricas), y continua
disminuyendo a medida que va aumentando b (periféricas). La relacién precisa se obtiene de los
modelos de Glauber y el porcentaje en la centralidad corresponde a la fraccién de la totalidad
de multiplicidad. En la figura se observa la relacién entre la multiplicidad y el parametro de
impacto.

En las colisiones con niucleos simétricos a altas energias tanto en el LHC como en el RHIC se
observa que a midrapidity la invarianza frente a boost longitudinales es una simetria y permite
estudiar el sistema en 2+1 dimensiones.

Los observables que nos interesan clasificados por su rango de centralidad seran principal-
mente al espectro y coeficientes v,, del flujo anisotrépico. El espectro se define como %
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Figura 6.3: Tlustracién de la correlacién entre la multiplicidad (observable experimental)
de particulas cargadas N, y las cantidades b y Npqrt obtenidas del modelo de Glauber. La
imagen fue extraida de [53].

en unidades de GeV~! y depende del momento transversal. El rango de momentos pr que se
estudiaron en las simulaciones, donde dominan los fotones térmicos por sobre los fotones prompt
EL es de 0-4 GeV. Los datos experimentales del espectro hadrénico para Pb-Pb se encuentran en
[54] y para Au-Au en [55].

Otros de los observables importantes es la distribucién anisotrépica en momentos, que to-
ma en cuenta la distribucién angular ¢ a lo largo del plano transverso definida a partir de la
transformada de Fourier de la distribucion diferencial de hadrones o fotones

Ly
2mpr dpr

1+2 Z v cos(n(p — 1)) | - (6.1.3)
n=1

Los coeficientes v, se refieren al orden del flujo y %, denota la direccién azimutal del plano
de reaccién. En particular el v; se lo denomina flujo directo, al vy flujo eliptico y al vz flujo
triangular. Estos parametros dependen del momento transversal pp, de la centralidad y del tipo
de particula. En las colisiones de ntcleos idénticos a midrapidity, el v1 se anula y por lo tanto
el flujo eliptico es el primero relevante. También se suele emplear el coeficiente integrado en los
momentos transversales que depende de la centralidad.

Algunos detalles técnicos para calcular los coeficients v; de los fotones directos se detallan
en [56], que implica cémo definir el eje de referencia v, la contribucién de la multiplicidad y la
forma de promediar sobre los eventos de la simulacién.

IEn la Seccién se detalla cada contribucién de fotones.
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6.2. Comparaciéon de QCD y N =4 SYM a tempera-
tura finita

Se ha comentado en el Capitulo 4] que se puede modelar teorias de campos fuertemente
acopladas utilizando modelos holograficos duales en el contexto de supergravedad. Actualmente
se desconoce el dual asociado a QCD a temperatura finita pero se cuenta con el asociado a N = 4
SYM a temperatura finita (Seccién . La idea es extrapolar los resultados obtenidos en los
rangos donde ambas teorias son similares o en observables que cualitativamente no dependen
tanto de la teoria sino del acoplamiento fuerte. A continuacién se enumeran caracteristicas de
ambas teorfas que son similares a temperatura finita cercana a la temperatura critica T, [51].

= QCD a temperatura 7' = 0 es confinante mientras que A/ =4 SYM no lo es. Sin embargo
para temperaturas por arriba de la T, QCD deja de ser confinante.

= N =4 SYM es una teorfa supersimétrica, pero se debe tener en cuenta que a temperatura
finita las supersimetrias se rompen por lo que no toman ningun rol importante a la hora
de caracterizar las propiedades.

s N =4 SYM es una teoria invariante de escala mientras que QCD presenta una escala de
confinamiento generado por dependencia de la constante de acoplamiento con la energia.
Sin embargo si consideramos temperaturas superiores a los 170 MeV el plasma de quarks y
gluones se vuelve invariante de escala, al menos desde el punto de vista de sus observables
termodindmicos. Por lo tanto en ese rango de temperatura QCD y N = 4 SYM son teorias
similares a estos efectos efectos.

= En QCD, la simetria quiral se rompe por la presencia del condensado quiral que introduce
una escala que no esta presente en la teorfa N/ = 4 SYM. Sin embargo, QCD por arriba
de su T, el condensado quiral no esté presente y esta distincién pasa a ser irrelevante.

De todas formas vale mencionar que hay diferencias entre los cdlculos que podemos realizar
con modelos duales mas sencillos a temperatura finita con los obtenidos desde QCD. Estas
diferencias son una de las razones que motivaron explorar las correcciones en o’ del espectro de
fotoemison.

A continuacién vamos a comentar algunas diferencias que se observan en los modelos incluso
a temperatura finita. Lo primero es recordar que en la conjetura de Maldacena tomamos el limite
N, — oo en contraste con N, = 3 para QCD. Es importante considerar las correcciones superiores
de los observables. Segundo que incluso tomando a N' =4 SYM con N, = 3, la teorfa presenta
un nuimero mayor de grados de libertad que QCD. Hay que tener en cuenta cémo comparar los
observables si dependen de los grados de libertad. Un ejemplo sencillo de observables que no
dependen es el cociente de . Tercero que ademds de tomar N. — 00, se considera el limite para
la constante de acoplamiento A — oo en los métodos hologréficos (1 < A < N,). Sin embargo
por mas que el plasma se encuentre en el rango de acoplamiento fuerte, no implica que éste sea
infinito y es necesario explorar correcciones en 1/\ para obtener conclusiones més rigurosas. Por
ultimo se debe tener en cuenta que la mayoria de los modelos hologréaficos duales consideran
el limite Ny < N. 6 Ny = 0, despreciando la backreaction de la materia en la representacion
fundamental.
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Capitulo 7

Correcciones en 1/N? de las
funciones de estructura de glueballs

En este capitulo exploraremos correcciones en 1/N? al proceso de dispersién ineldstica pro-
funda (DIS) de leptones cargados por glueballs en el régimen de acoplamiento fuerte utilizando
la dualidad AdS/CFT. El objetivo es considerar la expansién en 1/N2 con el fin de explorar
procesos mas realistas y similares a QCD fuertemente acoplada. Mediante el teorema Optico
podemos relacionar la seccién eficaz del DIS con el producto de dos corrientes electromagnéti-
cas JH(x) J”(0) dentro del hadrén, que corresponde al proceso de Forward Compton scattering
(FCS) (ver capitulo [3). Esto implica que 27 por la parte imaginaria de la funcién de estructu-
ra asociadad al FCS da exactamente la funcién de estructura del DIS, obteniendo la siguiente
expresién para el elemento de matriz de dos corrientes electromagnéticas dentro del hadrén

Im (T*) = wZ(P, h|JH(q)| X )(X|J¥(0)|P, h), (7.0.1)
X

donde P y h indican el momento y polarizacién del hadrén incidente y X corresponde a todos
los estados intermedios en la capa de masa (on-shell).

Si consideramos el acoplamiento débil, el modelo de partones describe correctamente el pro-
ceso de modo que el fotén virtual interactia directamente con un partén dentro del hadrén. En
cambio si el acoplamiento es fuerte el modelo de partones pierde validez y por lo tanto debemos
utilizar otra estrategia. En el limite de acoplamiento fuerte podemos calcular mediante modelos
holograficos duales cada valor de expectacién (P, h|J#(q)|X) del tensor hadrénico. La prescrip-
cién holografica dual asociada al proceso de DIS fue desarrollada por Polchinski y Strassler [57]
y se puede aplicar en el limite planar de la teoria de gauge 1 < A < N, con N, el rango del
grupo y A la constante de 't Hooft. La idea es calcular la amplitud de procesos de dispersién en
supergravedad en 10 dimensiones que correspondera al dual del proceso de FCS de la teoria de
Yang-Mills definida sobre el borde del AdS. De acuerdo a la dualidad AdS/CFT la insercién del
operador corriente sobre el borde induce una perturbacién de la métrica, que a su vez interactia
con el campo escalar dual al glueball, que es el dilatén de la teorfa de supercuerdas del tipo 1IB.
El régimen parametrico que nos va a permitir considerar el limite de bajas energias de cuer-
das (denominado supergravedad) corresponde a restringir el parametro de Bjorken al intervalo
A2 « z < 1. Esto se explicard en la Seccién El proceso holografico dual en el limite de
N, grande fue calculado en [57] y corresponde al caso en el que se considera un unico estado
intermedio tal como se muestran en la figura 2 del articulo [I].

Tomar N, finito implica considerar méas estados intermedios y por lo tanto en el cédlculo
dual implica calcular diagramas de Witten con maés vértices de interacciéon asi como incluir
diagramas con loops de mayor orden en supergravedad. Por otro lado en los procesos de DIS se
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toma el limite ¢ > A, donde ¢ es el momento del fotén virtual y A la escala de confinamiento. Es
interesante estudiar si este limite conmuta o no con el limite de N, — 0o, ya que en modelos mas
realistas debemos considerar esta correccién. Estudiando las funciones de estructura Fy, Fs y Fp,
vamos a concluir que estos limites no conmutan, manifestando un comportamiento interesante
en el caso de tomar primero el limite de altas energias. Este efecto fue estudiado inicialmente
por Gao y Moe en [58] con un lagrangiano efectivo en 5 dimensiones. En nuestro caso utilizamos
el lagrangiano en 10 dimensiones de la teoria de supercuerdas del tipo IIB, ya que conocemos
la teoria dual asociada y por lo tanto podemos considerarlo como un célculo desde primeros
principios a diferencia del célculo efectivo de [58].

En la Seccién repasaremos el cdlculo holografico en el limite de N, grande. En las Sec-
ciones y estudiaremos la expansién en 1/N, desde el punto de vista holografico y desde
la expansién en productos de operadores. Luego en las Secciones y se calcularan las
funciones de estructura obteniendo el diagrama mds relevante. Por tltimo en Secciones [7.7]y
se analizaran los resultados.

7.1. Expansién del producto de operados en DIS

En esta seccién estudiaremos el andlisis de la expansion del producto de operadores (OPE,
por sus siglas en inglés de Operator Product Expansion) asociado a procesos de dispersién
ineldstica profunda para teorias de gauge fuertemente acopladas. Utilizaremos el procedimien-
to estandar en teoria cuantica de campos aplicado a teorias con un comportamiento infrarrojo
confinante en el que se introduce una escala de confinamiento A que rompe la invarianza con-
forme. Siguiendo un razonamiento similar al de Polchinski y Strassler en [57] consideramos los
momentos de las funciones de estructura del tensor hadrénico definidos a partir de

1
M®)/(F) = / dz 2" 1 (22) 7 FO) (2, ¢%), (7.1.1)
0

donde s = 1,2 (con F®) = Fy o F,). Las funciones de estructura se calculan mediante el
elemento de matriz del producto de dos corrientes electromagnéticas. Si estudiamos el OPE de
las corrientes se obtiene el siguiente desarrollo,

. A2 Tp—1
M) (?) ~ ZCJ w( 2) + Z ) m,( 2) (7.1.2)
A2 p—1
g 2 Cipenr (q ) ’

CQ#Q

1
2Tn,j—

donde C'®) son coeficientes numéricos, las A’s Corresponden a elementos de matriz de operadores
y las ayy se definen a partir de A, , = a, pN . Los pardmetros 7’s denominados twist se definen
para cada operador a partir de su dimensién conforme A, su dimensién anémala v y su spin s
siguiendo la ecuacion,

T=A+v—s. (7.1.3)

Analicemos a qué operadores corresponde cada contribucién de la ecuacién . Lo pri-
mero que debemos tener en cuenta es que en el proceso de DIS estamos tomando el limite de
Bjorken (¢ > A) y por lo tanto algunas contribuciones pueden ser mas relevantes que otras.
Observando la expansién concluimos que las contribuciones de los operadores con menor
twist son los que dominaran debido a estar menos suprimidos en el desarollo de potencias A?/q?.
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Los primeros términos provienen de los operadores de traza tinica que denotamos 7}, ;. Utiliza-
mos una normalizacién para los operadores locales de modo tal que estos crean hadrones a orden
NO v por lo tanto los coeficientes y los elementos de matriz poseen el siguiente comportamiento
en potencias de N,

Y o (Q,P|JJ T |Q,P) ~ N,

n7]

A”J - <Q7P‘Tn7j|Q7P> ~ chl.

La dimensién anémala de T;, ;’s es de orden «y ~ (gN.)'/*, razén por la cual la contribucién
dominante en el caso de acoplamiento débil corresponde a operadores de traza tnica con el
menor twist clasico T = 2.

Sin embargo en el caso de acoplamiento fuerte, las dimensiones anémalas de los operadores
de traza tUnica crecen con la constante de acoplamiento y por lo tanto los segundos y terceros
términos en cobran relevancia debido a estar asociados a operadores de doble traza
T;,],L (0)"T, provenientes de operadores protegidos T,. Las dimensiones conformes de los operadores
protegidos no se corrigen con el acoplamiento y alcanzan el menor twist dominando el OPE para
un gN,. suficientemente grande. Ademés podemos separar las contribuciones de los operadores
de doble traza segin su contribuciones en potencias de N,

Anp = (Q,P|IT}(0)'TH|Q,P) ~ N si (Q,P|T,|0) #0,
Anp = (Q,PIT}(0)'T,|Q,P) ~ N % si (Q,P|T,|0)=0. (7.1.4)

En el limite de N. — oo el segundo término de se hace menos relevante y el OPE esta
dominado por el primer término que corresponde a un régimen en donde la produccién hadrénica
es nula. En cambio si consideramos N, finito el segundo término no se puede despreciar y el
numero de hadrones no se conserva. Veremos que esta contribucion sera la mas relevante porque
puede provenir de un hadrén creado con menor twist que el incidente. Esto es interpretado como
el proceso donde el foton virtual interactiia con un pién de la nube de hadrones que rodea al
hadrén incidente.

En el régimen de acoplamiento fuerte, si nos enfocamos en el caso en que el parametro de
Bjorken se encuentre entre 0,1 < x < 1 mediante cdlculos holograficos duales podemos describir
el proceso a partir de supergravedad II1B. Los resultados en el limite de N. — oo fueron estudiados
en [57] para el dilatén y dilatino y en [59] [60] para los mesones escalares y vectoriales. Se utilizé
el teorema 6ptico en donde la contribucién mas relevante proviene de diagramas de Witten con
un solo estado intermedio con el mismo A que el incidente.

En las siguientes secciones consideraremos diagramas a un loop en supergravedad de tipo
IIB para analizar la contribucién en N, finito con el fin de capturar esta tercera constribucion
al OPE mencionado.

7.2. Expansion en 1/N, y supergravedad a one-loop

La dualidad AdS/CFT en el limite 1 < A < N, donde A = g%,MNC es el acoplamiento de 't
Hooft, permite describir el limite planar de teorias de campos fuertemente acopladas a partir de
la supergravedad clasica. Podemos ir més alla de esta aproximacion expandiendo en dos posibles
series de potencias. La primera es una expansién en el acoplamiento de la teoria 1/ VA que
desde el punto de vista de la teorfa de cuerdas corresponde una expansién en o/ (incluye modos
masivos). Esta correccién se explorard en la Seccién @] para una teoria de campos a temperatura
finita. La segunda expansién es en potencias de 1/N,, que implicard una correccién en 1/N2.
Del lado de la teoria de cuerdas corresponde a una expansién en géneros (genus) del worldsheet.
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Veamos por qué la expansién en diagramas de Witten corresponde a una expansién en 1/N..
Consideremos el sector bosénico del lagrangiano de supergravedad del tipo IIB en el marco de
Einstein (FEinstein frame), que viene dado por

ST =~ [ @ Vet [Rao - 5 (00 - 5 002 - {5 (RP]L (72)

2K7 2 2 45!
donde ¢ es el dilaton, C es el campo de Ramon-Ramond denominado axién, Fj es la 5-forma, ¢
corresponde a la métrica en 10 dimensiones y k19 es la constante de Newton. Esta acciéon debe
ser complementada con la condicién de autodualidad F5 = xF5. Ahora realicemos el conteo en
potencias de 1/N, de los diagramas de supergravedad. Primero hacemos una reduccién dimen-
sional sobre la S° (ver [60, [61], 62 63]) obteniendo una accién sobre el AdSs en términos del
dilatén ¢5(z) de la forma

SUGRA _
S5 = -

/d% /| det g5 |:R5 - % (Ops)> 4 ... | . (7.2.2)

En la accién los puntos suspensivos corresponden a términos que no son relevantes para nuestro
analisis. Es importante notar que la constante x5 depende de N, y viene dada por

2
2k%

—=_—c (7.2.3)

Por esta razén nos interesa que los términos cinéticos de los campos de supergravedad estén
canénicamente normalizados. Para ello redefinimos los campos de modo de absorber esa cons-
tante dependiente de N, que esta delante de la accion. Reescaleamos el dilaton como g55 = N.¢s,
y hacemos lo mismo para el gravitén y los demas campos. De esta forma los vértices de interac-
cién asociados al lagrangiano canénicamente normalizado van a depender de potencias de 1/N..
Por ejemplo el vértice de interaccién de tres puntos va como 1/N, y el vértice de interaccién de
4-puntos va como 1/N2. Con estos vértices podemos expandir en diagramas de Witten con la
correspondiente potencia de N,.

El tnico diagrama importante en el limite de N, — 0o, que utilizaremos en la Seccién|[7.3|para
calcular las funciones de estructura Fj y F5, proviene del vértice candénicamente normalizado de
la forma

Add 1 . im ( Tx g Tx 7
S5cl¢¢S - 8m2N.R3 iQ /d5x WAE) (¢in,5 Omdx5 — x5 Om®Pin,5) - (7.2.4)

Aqui se normalizé el flg” = N A?'. Para la siguiente contribucién debemos considerar diagramas
a un loop de supergravedad armado con dos vértices triples o uno cuartico como los detallados en
la figura Notar que el corte vertical dado por las lineas punteadas indica que nos interesa la
parte imaginaria del FCS y requiere elevar a cuadrado y sumar sobre todos los posibles diagramas
con dos estados intermedios on-shell. Esto corresponde al teorema Optico, que se desprende de
las reglas de Cutkowsky. Se debe considerar los términos cruzados y sumar sobre las torres de
los modos de Kaluza-Klein provenientes de la reduccién dimensional sobre S°.

En la siguientes secciones primero estudiaremos el caso analizado en [23] y luego analizaremos
la correccién al siguiente orden en 1/N..

7.3. Calculo de DIS holografico para N, — oo

En esta seccién vamos a calcular las funciones de estuctura del glueball en el limite de
N, > 00y A — 00, con 1 € A< N,.. Este método holografico fue empleado por Polchinski y
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boundary boundary

Figura 7.1: Algunos diagramas en supergravedad del tipo IIB que pueden contribuir en la
correccién a un loop del FCS. La linea vertical punteada representa el “corte” del teorema
optico, los campos escalares, vectoriales y tensoriales estan representados por lineas rectas,
onduladas y doblemente onduladas, respectivamente. Figura extraida de nuestro trabajo [2].



7.3 Calculo de DIS holografico para N, — oo 40

Strassler en [23] y vamos a desarrollarlo para introducir las nociones bésicas del proceso dual,
y las soluciones de los modos normalizables y no-normalizables. Ademés el resultado es muy
importante para contrastar con las correcciones en 1/N..

A partir de la conjetura de Maldacena presentada en la introduccién conocemos el dual
gravitatorio de N = 4 SYM dado por la teorfa de supercuerdas tipo IIB sobre el fondo AdSs x S°

con métrica,
2 2

@2:%TW@W¢W+§%WQ+R%Q§ (7.3.1)
donde R = (4wgsN.a/?)1/* es el radio del AdSs y de la S°. Las coordenadas z/* estdn asociadas al
borde (donde est4 la teoria de gauge) y 7 es la coordenada radial holografica. Se puede notar que
la métrica contiene un factor de deformacién (en inglés warp factor) dado por 2—22 que multiplica
a las coordenas del borde. Este factor permite relacionar la coordenada r con escalas de energias
de los procesos. El momento asociado a la teoria de gauge p, = —id,, con u =0, --- ,3 visto por
un observador inercial en diez dimensiones es,

. R
Pu = ?pu- (732)

La escala de energfa caracteristica en diez dimensiones va como E ~ R~! por lo tanto en cuatro
dimensiones va como E — 25. Se observa que en el horizonte £ — 0 y en el borde del AdSs
FE — o0. Si la teoria es confinante entonces la métrica tomara la forma de la ecuacion solo
asintoticamente para grandes valores de r, mientras que serd diferente para valores del orden de

ro = AR?, (7.3.3)

donde A es la masa del glueball méas liviano y definird una escala caracteristica del sistema. La
forma de simular el comportamiento infrarrojo de la teoria de gauge es considerando un corte
(cut-off ) r¢ en la coordenada r de modo que los campos de supergravedad estardn definidos
entre rg y r — oo de forma andloga a una particula en una caja de potencial.

Calculo del tensor hadronico

El objetivo es calcular el elemento de matriz
T — i(P, QIT(J*()J* (0))| P, Q) (7.3.4)

cuya parte imaginaria calculada utilizando el teorema éptico nos permite estudiar la estructura
hadrénica mediante las funciones de estructura definidas en el Capitulo [3] La parte imaginaria
se puede obtener de la siguiente expresién

I (T7) = = 3 (P, QLJ"(q)| X)(X|J"(0)|P, Q)
Px,X
= 207 Y 5 (ME + (0 +9)) (P.QIM(O0)|P + 4. X)(P + ¢, X|J*(0)| P, Q)
Px,X
(7.3.5)

donde X y Px es el estado intermedio y Py Q el momento y la carga del hadrén incidente.
Vamos a utilizar la dualidad AdS/CFT siguiendo el procedimiento de Polchinski y Strassler
[57] para calcular las funciones de estructura asociadas al glueball como hadrén incidente en el
limite de N, — oo y acoplamiento fuerte. Los valores de expectacién de las corrientes se pueden
calcular a partir del Ansatz de Witten presentado en el Capitulo [l El operador de corriente
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insertado en el borde induce una perturbacién generada por un campo de gauge definido en el
interior del espacio AdS. Esta perturbacién corresponde a un modo no normalizable y posee
una simetria U(1) por corresponder a una corriente electromagnética. Desde el punto de vista
de la teoria de cuerdas dual, se necesita un campo que posea la simetria requerida. Los campos
definidos sobre el espacio en 10 dimensiones de supergravedad del tipo IIB se pueden expandir
en modos de Kaluza-Klein sobre el espacio interno.

Vamos a elegir la siguiente notacién para indicar los indices y coordenadas:

= Los indices M, N,---=0,...9 corresponden a las coordenadas en 10 dimensiones.
= Los indices i, j,--- corresponden a las coordenadas de la S°.
= Las coordenadas del borde z# =0,..., 3.

R2

Las coordenada radial del AdSesr =40 z = -

= Las coordenadas del AdSs sera y™ = 0,...,4 con indices m,n,....

En el caso estudiado de la esfera S° cuyas isometrias corresponden al grupo SO(6) poseen
un subgrupo de simetria U(1). El modo no normalizable de supergravedad que es dual a la
corriente corresponde a un campo de gauge proveniente del espectro no masivo de la reduccion
de Kaluza-Klein de la métrica. Estos modos estan compuestos por el campo de gauge definido
en el AdS5 y un vector de Killing v® sobre la esfera S°. La perturbacién de la métrica en el
interior del espacio AdS5xS® posee la siguiente forma

Sg™ = A (y)'. (7.3.6)
Las ecuaciones de movimiento del campo de gauge son las de Maxwell (D,, F™" = 0) dadas por

—¢* A, + R70,(r*0,4,) = 0 (7.3.7)
—¢*Ar + R0, (ro,(r*A,)) = 0 (7.3.8)

fijando el gauge con la condicién del tipo Lorenz implementada en [57] y dada por la siguiente
ecuacion

" quA, + R0, (1° Ay). (7.3.9)

El modo no normalizable debe satisfacer la siguiente condicién de contorno en el borde del
AdS

lim A, (z,7) = Au(2)|sa = n,eP". (7.3.10)

7—00

Esta condiciéon corresponde a insertar un operador n*J,.
Las soluciones vienen dadas por funciones de Bessel K que se detallan a continuacién

) 2 2

Auly) = nyelq'”%lﬁ <qf>, (7.3.11)
e R?

Arly) = ig-ne" 5Ky (qr> (7.3.12)

Estas funciones decaen exponencialmente para r < ¢R? y por lo tanto como estamos interesados
en procesos con ¢ > A, podemos considerar que la interaccién sucede en la regién rip; ~ gR? <
ro = ARQ.

En la Secciénse detalla la reduccién dimensional sobre S° y las ecuaciones de movimiento
de los campos de supergravedad de tipo IIB.
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La versién dual del hadrén incidente corresponde a una fluctucién normalizable del dilatén
que es dual al glueball. La funcién de onda viene dada por el modo de Kaluza-Klein

O = P h(r, Q) (7.3.13)

donde 9(r,2) es un autoestado del laplaciano de la S°. Como imponemos la condicién de hard
wall, la funcién de onda se anula en el cut-off dado en ry e impone un espectro discreto de
masas M = —pHp“n,, de modo que Mzy corresponde a una raiz de la funcién de Bessel del
correspondiente modo (en la siguiente seccién se detalla de forma explicita las soluciones de
cada modo en términos de funciones de Bessel). Esto genera un gap de masa que rompe la
invarianza conforme.

El lagrangiano de interaccién en el limite de N, — oo estd dado por la ecuacion ([7.2.4))
permitiendo un tnico estado intermedio. Este estado viene dado por otro modo escalar asociado
al dilatén con momento

s=—(p+q)?=4¢ (i - 1) : (7.3.14)

Veamos la condicién para la cudl podemos aplicar supergravedad excitando modos no masivos
de cuerdas. Se debe considerar el momento de los campos definidos en 10 dimensiones dado por

R? 1 1 1

~ MN v 2

= —gMNPy yPx N < —g"™ (P +q) (P +q)y, < - 1=  _ _(Z_1

s g x.mPx.n < —g"(P+q)u(P+q), < nntq (x > o (4mgs N, )1/ (w )
(7.3.15)

donde Px es el momento de el estado intermedio. El término de la derecha posee un denominador
dependiente de la constante de ’t Hooft. Por lo tanto si se satisface la condicién \™1/2 < 2 < 1
entonces o’5 < 1 indicando que no se excitan estados masivos de cuerdas y la aproximacién de
supergravedad es correcta.

A continuacién se analiza las soluciones de las perturbaciones escalares, vectoriales y tenso-
riales sobre el espacio AdS. A diferencia del cdlculo realizado por Polchinski y Strassler, vamos
a utilizar el gauge axial y la coordenada para los modos de vectoriales obteniendo el mismo
resultado para el caso de N, — 0o como es esperable. Se utiliza este gauge porque facilitard el
analisis en diagramas més generales.

Soluciones de perturbaciones escalares, vectoriales y tensoriales en AdS;

Para calcular el tensor hadrénico con métodos hologréficos, se necesitan los modos normali-
zables y no normalizables de perturbaciones en supergravedad. Utilizaremos como coordenada
radial z = R%/r con un cut-off asociado zy de modo que los campos de supergravedad estaran
definidos entre z = 0 y zp. Vamos a seguir la referencia [50] para obtener las soluciones y lue-
go vamos a imponer la condicién de hard wall. Las perturbaciones sobre AdSsx S® se pueden
expandir en modos de Kaluza-Klein sobre la S°. Estas soluciones efectivas sobre AdSs corres-
ponden a modos masivos, con masas de Kaluza-Klein dadas por los autovalores con respecto al
Laplaciano angular (apéndice . Ademss es 1util trabajar con el conjunto de soluciones de au-
tovalores de momentos de las coordenadas del borde de la forma, ®(20, ..., 23, 2) = e?*dP)(2)
y nos enfocaremos en momentos de tipo-tiempo.

Las distintas masas de KK las denotaremos genéricamente como m o R~! y las ecuaciones

de movimiento correspondientes son las de Klein-Gordon en el AdSs; dadas por,

(O—-m?o(x,2) =0= [2283 — 320, + (zQp2 - R2m2)] o) (2) =0, (7.3.16)



7.3 Calculo de DIS holografico para N, — oo 43

con p? = NuwP"p”. En el caso no masivo la ecuacién equivalente es 8M(\/—ggMN8N)¢ =0y
tiene las soluciones conocidas

o®P)(z) ~ 2 J(pz) normalizable, (7.3.17)

o) (2) ~ 2*Ya(pz) no normalizable,

donde p = /—p?y J y Y son las funciones de Bessel de primer y segundo orden, respectivamente.
En el cilculo de DIS nos interesa los modos normalizables masivos del campo escalar. Las
soluciones para m? # 0 se obtienen de forma analoga

¢P)(2) ~ 2T g (p2)- (7.3.18)

En general, para las fluctuaciones escalares la dimensién conforme A > 2 del operador asociado
a la teorfa de campos en el borde est4 dado por m? = R72A(A — 4), que en funcién del indice
de la funcién de Bessel es V4 + R?2m? = A — 2.

El propagador escalar que se utilizard para calcular la correccién en 1/N,, correspondiente
a las soluciones es:

G(z,z;2',2) = 1 / d*p G (z, ')l (=)
T Vol(S®)R3 | (2m)4 ’
o / dip dM? 22 Ja_o(M2)2% Ja_o(M 2 e (#=2") (7.3.19)
RS | (2m)% 2 p?+ M? —ie R
Este propagador se obtiene resolviendo la ecuacién
OG(x, z;2',2") = : 5tz — 2)(z — 21). (7.3.20)

V _gAd55

El procedimiento para obtener el propagador utilizado en [50] consiste en realizar una transfor-
mada de Fourier en las coordenadas x y utilizar la identidad

/ dz = J,(M2)J, (M'z) = %5(1\4 _ M. (7.3.21)

para resolver la ecuacién diferencial en la coordenada z. Debemos recordar que estamos consi-
derando un cut-off zy en el espacio AdS donde las soluciones tienen que anularse. Esto significa
que p tiene que ser tal que el producto pzg tiene que corresponder a un cero de la funcién de
Bessel. Esto se aplica a todos los modos normalizables que estamos considerando.

Para campos vectoriales, los cuales notaremos genéricamente como A,,,, debemos resolver las
ecuaciones de Maxwell-Einstein luego de fijar la libertad de gauge. En esta tesis detallaremos el
calculo con el gauge axial que implica A, = 0 ya que luego lo implementaremos en el anélisis de
la Seccién B Planteamos separacion de variables para las soluciones obteniendo,

(2202 — 20, + (2*p* — R*m*)] AP (2) =0 y n"p AP (2) =0, (7.3.22)

donde la tltima ecuacién es valida para los modos normalizables. Las soluciones para los modos
masivos son

Al(f)(z) ~ €u2J iz (pz) con p-e=0. (7.3.23)
La definicion m? = R™2(A — 1)(A — 3) para las fluctuaciones vectoriales en el contexto de la

dualidad AdS/CFT produce un indice de la forma /1 + R?>m? = A — 2. La tnica diferencia con
el caso escalar es la potencia del factor z.

Notar que en el trabajo [57] se implement6 un fijado de gauge tipo Lorenz.
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Finalmente analicemos las fluctuaciones tensoriales . Solo hay una tnica torre de Kaluza-
Klein y los que corresponden a estados no masivos son los gavitones en AdSs. En este caso, el
gauge axial estd definido por h,, = 0, generando simplificaciones y, como en el caso vectorial,
selecciona la solucién de polarizacién transversa para hu,,ﬂ Las ecuaciones de movimiento estan
dadas por

(2202 + 20. + (*p* — 4 — R*m?)] h,(ﬁ,) (2)=0 vy n“”puhfﬁ,)(z) =0, (7.3.24)

donde solo consideramos la parte de la perturbacion simétrica de traza nula. Las soluciones son
de la forma

h/(g/) (Z) ~ E/U’ J\/m(pz) con UVUPVEW = UWPVEW =0, U“VEW =0, E,Lw = Eu;u
(7.3.25)

y debido a que la ecuacién de masa m?(A) para el modo tensorial es la misma que en el caso
escalar, se obtiene el indice A — 2 pero con un factor de z diferente.

La condiciéon de normalizacién para las perturbaciones escalares viene dada por el cut-off
20 y fue implementada en [23] 58], donde se ha mostrado que con las coordenadas utilizadas e
implementado la cuantizacién canénica, los campos de la forma ¢ = P f(2)Y (Q5) poseen una
condiciéon de normalizaciéon que garantiza

/0 " 240 w(2) /g5 ()Y (@) = 1. (7.3.26)

En esta integral w(z) = (R/z)? es el factor de curvatura delante de 7,,dz*dz” en la métrica
, y en un contexto mas general g,.9gs deberia ser reemplazado por el determinante de la
parte de la métrica correspondiente al resto de las coordenadas. Suponiendo que la parte angular
de la solucién estd normalizada como

/95\/g§|y(9)\2 =1 (7.3.27)

y utilizando que nuestra soluciéon estd definida hasta z = zy, que significa que Ja_2(pzo) = 0, la
constante de normalizacion es

V2

2R Ja-1(pz0)|

Norm = (7.3.28)

Tomando en cuenta que |A*A,| ~ z2|A,1* v |[R*hy| ~ 24|huw|? la normalizacién de las pertur-
baciones vectoriales y tensoriales se obtienen analogamente.
Funciones de estructura utilizando el gauge axial

El gauge azial implica que fijamos A, = 0, y proponiendo una solucién de la forma A, =
cuei’” f(2) las ecuaciones de movimiento de Einstein-Maxwell para el campo vectorial no masivo
proveniente del borde son

1
iq-0,A=0, 924, — ~0:Ay ~ A, +quq- A=0, (7.3.29)

donde la contraccién corresponde a v-w = n*”v,w,. La primera ecuacién implica que ¢- A es una
constante independiente de la variable z. Para modos normalizables se verifica A,(z — 0) — 0

2Formalmente, hay un modo asociado con h., sin embargo no es un grado de libertad independiente
ya que la traza de hf; se ha incluye en las fluctuaciones escalares.
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implicando que ¢ - A = 0 y por lo tanto podemos no considerarlo en la segunda ecuacién ﬂ Sin
embargo, necesitamos un A, que sea dual a la excitacion de la corriente R proveniente del borde,
entonces no podemos ignorar este término constante que se requiere para satisfacer la condicién

de borde A '
Au(z = 0) = nue'? = q- Al,—o = q-ne'T = const. (7.3.30)

La solucién completa no normalizable toma la forma

(q- A)‘]u it

A, = |cuqzKi(qz) + 7z (7.3.31)
e imponiendo la condicién de borde obtenemos
eu=ny — L (7.3.32)

q

En el caso del gauge de tipo Lorenz simplemente ¢, = n, (y A, # 0). La corriente asociada al
dilatén es Jp, = 1Q(P10mdx — 5 Om@r) en donde el estado incidente ¢; como posee p < ¢ puede
aproximarse por su desarrollo asintético cerca del borde dado por una potencia de z. En cambio
el estado intermedio ¢x corresponde a una excitacién escalar de Kaluza-Klein con solucién,
. C2? 1/9

dx = el(erq)wﬁJA,g(s 122Y(Q). (7.3.33)
Debemos considerar la funcién completa en vez de aproximarla por su desarrollo asintético ya
que $1/2 es del mismo orden que ¢. La dependencia en A y s de C se obtiene de la normalizacién
del modo escalar siguiendo la cuantizacién canénica tomando el valor

C = Cyps'/4AY/? (7.3.34)

con C, una constante adimensional.
La accién de interacién evaluada on-shell en el gauge considerado es

Sape = Z'Q/dm:x V—gA™Jp, :zQ/dIO:L‘ V—gA'J,,
= iQ / A0z \/=gd1d5 A* (2P, + qu) , (7.3.35)

que representa el término proveniente de las funciones de Bessel y otro de la constante en z de
A,. El primero genera exactamente la integral en z obtenida en el gauge del tipo Lorenz dada
por z2Ja_2(s'/?2)K1(qz), y notando que la contraccién es ahora

n
¢ (2P, + qu) = (nu - (qu)qM> @P.+q.) xn- (P+5-), (7.3.36)
se encuentra exactamente la misma contribucién de [57]. Esto significa que el otro término debe
anularse. Esto es lo que sucede ya que A,, no decae tan rapidamente con z en el espacio de
fondo, y no podemos utilizar el comportamiento asintético para el estado entrante, la integral
en z toma la forma

20

/ dz zJA_g(sl/Qz)JA_g(Pz) =
0

20

7] [SJA—3(81/2ZO)JA_2(PZO) - PJA_Q(Sl/QZO)JA_g(PZQ)] , (7.3.37)

3Esto es importante ya que este término genera una solucién mucho més complicada para el caso
masivo.
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donde zy = 1/A, representa el cut-off radial en el espacio AdS;. Tomando en cuenta que Ja_o
debe anularse en zy, se prueba que el término constante que aparece en el gauge axial no
contribuye a las funciones de estructura.

Utilizando la dualidad AdS/CFT obtenemos el elemento de matriz que define al tensor
hadrénico en términos de la accién de interaccion

© 20
n,(P + ¢, X|J*(0)|P, Q) = 2Q¢;Cys™/* AA"2¢n, <P“ + 33) /0 dz22Ja_o(s'%2) K1 (q2)

(7.3.38)

En esta integral se puede aproximar la funcién de onda del hadrén incidente por su desarrollo
asintdtico en torno a z — 0 ya que se satisface la condicién ¢ > p. Tomando como aproximacion
z — 00 para obtener una solucién analitica la integral toma el valor
§8/2-1g

2A*1F(A)m.

(7.3.39)
Siguiendo la ecuacién ((7.3.5]), aplicando el teorema Gptico se debe sumar sobre las excitaciones
radiales de los estados intermedios. Se pueden estimar la densidad de estados dados por un
cut-off en zg conociendo la distribucién de ceros de las funciones de Bessel que genera una torre
de masas, con n entero positivo

M, = nwA. (7.3.40)

En el limite de N, — oo se debe sumar sobre las deltas de Dirac pero para A < ¢ se tiene

—1
> (M7 —s) ~ <a§4’%) ~ (2ms'/2A) 7L, (7.3.41)

n

Reemplazando se obtiene finalmente

m v
Im(TH) = AyQ> (P“ + g) (P” + g) A2A=2=28p042(7 _ A2 (7.3.42)
x x
El resultado depende de la normalizacién Ag = 222 7|c;|?|ex|?T'(A)2. Se obtienen como funciones
de estructura:

A2 A-1
Fi=0, F=A4,0 <q2> A1 — z)A 2 (7.3.43)

Este resultado representa la dispersién inelastica profunda de un leptén por un campo escalar
en el limite de N — oo y acoplamiento fuerte. El lepton dispersado cambia a un estado excitado
dado por ¢x, pero no se fragmenta.

7.4. Calculo de los diagramas de Witten en super-
gravedad con dos estados intermedios

La métrica de la teorfa dual es una deformacién de AdSs x S° con radio R, que toma la

siguiente forma
2

R v
ds* = —5 (nuda’da” + dz?) + R*dQ2, (7.4.1)

donde z = R?/r. En este sistema de coordenadas el borde conforme del espacio Anti de Sitter
se encuentra en z = 0, que corresponde a r — oo. Para simular el confinamiento en la escala de
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energia infrarroja de la teoria de gauge introduciremos un corte (cutt-off) en la coordenada rq
que inducird una escala de confinamiento A = 25 = ZO . A continuacién derivaremos brevemente
el espectro de fluctuaciones bosoénicas alrededor de la de supergravedad del tipo IIB que seran
relevantes para calcular los diagramas de Witten (ver [64]) . Los campos relevantes en nuestro
calculo son la métrica Gy = gun + harn, el campo complejo ¢ y la 4-forma de Ramond-
Ramond A4. Tenemos una contribucién a orden 0 de la Fj asociada a la 4-forma (dF5 = Ay),

anopq = Eﬁmnopq s Fapede = Eeabcdey (7.4.2)

donde € es la densidad pseudo-tensorial de Levi-Civita y los indices m,n corren sobre el AdSs
y los a,b sobre la S°. Expandiremos las ecuaciones de movimiento a orden cuadrético para
obtener los términos cinéticos. Empezaremos expandiendo las soluciones sobre la S° mediante
la. descomposicién de Kaluza-Klein en una base de arménicos esféricos. Los campos de super-
gravedad transforman segun las distintas representaciones del grupo SO(6) de isometrias de la
esfera, por lo tanto incluiremos armonicos esféricos escalares, vectoriales y tensoriales (simétricos
y antisimétricos) que escribiremos Y!(Q2), (), Y(la’b)(Q), Y[fl ’b](Q), respectivamente. Estos son

autofunciones del Laplaciano angular V2 ﬂ satisfaciendo las siguientes ecuaciones

vilQ) = —ﬁk(k +4) YY) (7.4.3)

con k entero. Separamos las distintas componentes de la métrica sobre el AdSs y la S° de la
siguiente forma

Gmn - 9%515) =+ ﬁmn » an = hmn - ggr(;l?;is)ha (7.4.4)
Gma = hma s Gab = gflf + hab )

y fijando las condiciones de gauge de De Donder D) =0y D*hgm = 0, obtenemos

hnn (4, €2 Z Q) hma(y, ZAl
Z¢l Yv(ab ) ha ya ZT"

donde y corresponde a las coordenas del AdSs; mientras que €2 corresponde a las coordenadas
angulares sobre la S°. Las derivadas covariantes D® solo contiene la métrica de fondo. Del mismo
modo expandimos los demds campos, como por ejemplo Ay

amabc y, Z (0% €abe de Dy YZ(Q) (745)

La descomposicion de Kaluza-Klein simplifica las ecuaciones, introduciendo una. torre de masas
asociadas a campos efectivos sobre el AdSs. Combinando la 4-forma y el gravitén obtenemos
ecuaciones para 3 campos escalares, 2 vectoriales y uno tensorial con ntmeros cuanticos deta-
llados en la tabla Notar que los modos h,,, con masa de Kaluza-Klein nula corresponden
a gravitones de la teorfa efectiva sobre el AdSs;. A continuacién derivaremos las ecuaciones de
movimiento.

Los modos bosénicos normalizados que corresponden a los estados entrantes deducidos en la
Seccién [7.3] poseen genéricamente la siguiente forma

Dy~ €y €772 Ip o (p2) YT (Q), (7.4.6)

4El Laplaciano en el espacio AdSs5 lo denotamos con [J.
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Campo | Espin | Armado con m?(k) A(k) Ogrr SU(4)r
o (0,0) o k(k+4),k>0 k+4| Tr(F2XF) (0,k,0
s (0,0) | Rh%, , Gapea k(k—4), k>2 k Tr(X*) (0,k,0
t 1 (0,0) | B awea | (k+4)(k+8), k>0 |k+8| T (FFAXXk) 0, k,0
Q (0,0) R (ab) k(k+4),k>2 k+4] Tr(AAXF) | (2,k—2,2)
An |G ha s @mare | k=D (k+1),k>1]k+3| Tr(AMX*F) | (Lk-1,1)
B | (3.3 | ha s Gmave | (E+3)(k+5), k>1|k+7 Tr(FFAXX’“) (1,k—1,1)
By | (1,1) M) k(k+4), k>0 | k+4]| Tr (FFX’f) (0, k,0)

Cuadro 7.1: Algunas caracteristicas importantes que son relevantes en nuestros célculos de
las fluctuaciones de supergravedad del tipo IIB en el espacio AdSs x S°. Los enteros k estdn
asocidados a la representacion irreducible de SO(6) ~ SU(4)r y definen las correspondientes
masas de Kaluza-Klein. También se detalla la relacién entre el k y la dimensién conforme
del operador A.

donde p corresponde al momento 4-dimensional sobre las coordenadas del borde, €,,, ... el tensor
de polarizacién y « es una potencia. La diferencia de las soluciones utilizadas con el caso conforme
provienen del cut-off infrarrojo rg, que impone una condicién de contorno andloga al de una
particula en un caja. Esta condiciéon de borde implica que p y por lo tanto las masas sean
discretas de modo que se satisfaga Ja(x)—2(p20) = 0.

7.4.1. Reglas de seleccion de los vértices de interaccion

Los distintos campos escalares, tensoriales y vectoriales estudiados previamente pueden in-
teractuar de formas complicadas. Estas interacciones pueden ser obtenidas directamente de la
accion de supergravedad del tipo IIB realizando la expansién de los campos en términos de los
armoénicos esféricos sobre la S°. Sin embargo, detras de la apariencia de los vértices que inter-
vienen es importante considerar las reglas de seleccion dadas por el hecho que las particulas
pertenecen a representaciones del grupo de isometrias SO(6) ~ SU(4). Las representaciones de
menor dimensién en la cual estos campos se encuentran pueden ser vistas en [64] [61].

Las reglas de seleccion pueden ser escritas en términos de los coeficientes de Clebsh-Gordon
de la descomposicién del producto tensorial en representaciones irreducibles del grupo SU(4)
dado en notacién de la tabla por

ko ko—1

(0,k1,0) ® (0,k2,0) = €D EP U,k + ko — 20 — 24, §) , k2 <k, (7.4.7)
i=0 ;=0

y de manera similar para el producto (0, k1,0)®(1, k2, 1). Fisicamente, un coeficiente nulo implica
que si en un proceso de dispersién en donde dos estados iniciales pertenecen a las primeras dos
representaciones irreducibles, entonces una particula perteneciente a la tercera representacién
no puede ser un estado final. Junto con la reduccion de la acciéon de diez dimensiones a una
accion efectiva de 5 dimensiones, estas reglas indican cuales son los indices de las funciones de
Bessel que estaran presentes en las interacciones a la hora de calcular la amplitud del proceso



7.4 Calculo de los diagramas de Witten en supergravedad con dos estados
intermedios 49

dual. En términos de nuestras soluciones, estos coeficientes estan dados por integrales angulares
entre combinaciones de distintos arménicos esféricos sobre la S [63} 65):

a2 — a(kl,k‘g,kg):/ dQ5Yk1Yk2Yk3, (7.4.8)
S5
bios = bk, ko, ks) = /S 5dQ5Ya’“3DaY"’2Y’“3, (7.4.9)

cio3 = clky, ko, ks) = / dQs D*Y* Dy Ry s (7.4.10)

g5 (ab) *
Las primeras integrales aparecen cuando estudiamos la interaccién entre los escalares tipo s, t,
¢ o campos tensoriales en la representacion (0, k;, 0). En esta seccién utilizamos t y s, del mismo
modo que se hace en la bibliografia, para denotar los escalares formados de combinaciones de
perturbaciones de campos del bulk y no deben confundirse con las variables Maldelstan utilizadas
en las siguientes secciones y denotadas de la misma forma. En las segundas integrales intervienen
dos escalares y un vector. Estas dos apareceran en el calculo de la amplitud. La tercera se detalla
por completitud y posee dos campos escalares y un campo 2. Estos factores estdn presentes en
el acoplamiento de estos vértices.
Las reglas de seleccién relevantes para los diagramas que consideraremos son los siguientes:

1. Cuando dos escalares en la representacion (0, k1,0) y (0, k2, 0) intervienen en la interaccién
de tres particulas, las particulas relevantes que pueden estar son

» Particulas s, t, ¢ o h en la representacién (0, kgl),()) con |ky — ko| < k‘:())l) < ky + ko,

» Particulas vectoriales en la representacién (1,k§2), 1) con |k — ko| +1 < k§2) <

ki + ko — 1,
» Escalares Q) pretenecientes a la representacén (2, kég), 2) con k1 — ko] +2 < kég) <
ki + ko — 2,

donde todos los indices k3 saltan de a dos unidades cada vez.

2. Cuando una particula escalar y una vectorial pertenecientes a las representaciones (0, ks, 0)
y (1, ky, 1) respectivamente interactian de modo que las posibles particulas resultantes son

» Particulas s, ¢, » o h en la representacién (O,kzél),O) con |ky — ko| +1 < k:(,)l) <
ki+ky—1,

» Particulas vectoriales en la representacién (1, k§2)7 1) con |ky — ko| < k‘:(f) < ki + ko,
» Escalares  en la representacion (2, k:ég), 2) con k1 —ko| +1 < k:(,)g) <k +ky—1,

donde todos los k3 toman valores como antes.

Se observa que en todos los casos los enteros k asociados con cada particula estdn acotados
inferiormente. De hecho, las particulas no masivas en general corresponden a la menor repre-
sentacion, dados por k = 1 para vectores y k = 0 para escalares y tensores. Hay una excepcion
dado por el escalar sp—o. Consideremos el caso en que un modo vectorial no masivo interactuie
con un particula escalar dada. La excitacién vectorial solo puede pertenecer a la representacion
(1,0,1), mientras que la escalar a la representacion (0, k, 0) para algin entero k asociado con su
dimensién A como se indica en la tabla Luego, la segunda regla de selecciéon implica que
si estamos buscando que la particula saliente sea un escalar s, t o ¢, solo podemos tener algtin
campo perteneciente a la misma representacién (0, k,0). Ahora, la representacién vectorial que
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elegimos corresponde al campo A,, que representa nuestro fotén holografico i.e. la fluctuacion
del gravifotén sobre el borde. Por lo tanto del mismo modo que para la interaccién Sggade [23],
no hay mezcla para el vértice Ssga.

7.4.2. Veértices de interaccion y el diagrama mas relevante

En esta seccidon vamos a analizar los vértices més relevantes. Comenzamos con la interaccion
de dos dilatones con un escalar s proveniente de una fluctuacién de la métrica, correspondiente
al proceso ¢ — s + ¢. Este vértice de interaccién Sss4 solo puede provenir del término cinético
del dilatén

/ A2/ =G GMN oy pdn G . (7.4.11)

La tnica fluctuacion de la métrica que no podemos apagar es una combinacién de modos de

(7.4.5) y viene dada por
2

Mfommy = Dm Dn) L’)(k T (7% — 300%)| | (7.4.12)
con
o= ks,
™ = 10[(k 4 4)tF + ks].
Luego perturbamos la métrica,
\TGm\/—TJ(H;h%) , GMN  gMN _ pMN (7.4.13)

donde los indices se suben y bajan con la métrica sin perturbar g. Reemplazamos en el término
cinético, eligiendo t* = 0 e integrando por partes obtenemos los siguientes términos de interaccién

1
Ss<z>¢ = 2/ dz® vV 9AdSs @123 X
2k% J adss

2k? 2
D D"y — ———— D, D, s1 D" o D"
o+ 151 m®2 D" ¢3 il ns1 D™ o ¢3]

1

= 2/ d:E5 VvV IAdSs A123 51¢2¢3 X (7.4.14)
2K5 J Adss
- k‘%

_k‘l +1

1
2 2 2
mjy—my—m3g)+

((m = m? = i)

Las masas corresponden a los autovalores de los arménicos esféricos en la expansién de KK. El
campo ¢; corresponde al modo ¢ con k = k; y su correspondiente masa de KK es mf = mi(k‘l)
Si escribimos las masas en términos de k; y definimos a ¥ = %(kl +kotks)yoa =% —k

obtenemos el lagrangiano simplificado

1
Sspo = 53 / d°x \/gadss 23 510203, (7.4.15)
2”5 AdSs

donde la constante de acoplamiento viene dada por

—8agaz(a +2)(¥ +2)
ki +1

)\123 = a1923 . (7.4.16)
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El signo de la constante de acoplamiento es irrelevante en nuestro andlisis ya que el resultado final
es proporcional a )\%23. Notar que A123 se anula para k1 = |ko—ks| (v ademds para k; = ko+ks+4)
eliminando algunos posibles diagramas. De hecho, para k; = 2 la regla de seleccién permite los
casos k3 = ko — 2,ko, ko + 2, y por lo tanto nos quedamos con el caso k3 = ko. Esto se debe
a que no necesitamos considerar términos de superficie ya que estamos considerando soluciones
normalizadas y éstas se anulan en el borde.

Podemos realizar la integral on-shell en las coordenadas de AdSs usando las soluciones
de los modos normalizados. Las integrales en las coordenadas del borde generan una delta de
conservacién. Luego a partir de que el determinante va como z~° y las soluciones de los modos
normalizados tienen la forma 22Ja,_2(pz), obtenemos una integral en la variable z de la forma

20
/ dzz Ja,—2(az) Ja,—2(bz) Jas—2(cz), (7.4.17)
0

donde a,b y ¢ son las masas de AdS. Esta integral es complicada y no se conoce una expresion
analitica. La forma de tratarla es notar que la mayor contribucién proviene de la regién z — z
y para los cédlculos numéricos podemos aproximar las funciones de Bessel por su desarrollo

asintotico
2 mmw T
m(z) =~ — - . 4.1
Im(2) =4/ — cos (z 5 4) (7.4.18)

Se puede obtener intuiciéon de los procesos cerca de z — zy en los casos donde la integral es
conocida (ver apéndice . En los casos donde no la conocemos se considerara el andlisis semi-
empirico aproximando las funciones de Bessel en el trabajo [66] en donde se toma limite zy — oo
y se concluye que la integral es distinta de cero solo en los casos en que las masas coinciden con
la suma de las otras.

Por otro lado para armar el diagrama necesitamos el vértice de interaccion del escalar s
con el campo de gauge A,, asociado a la corriente. Este tipo de interaccién ha sido estudiado
en la bibliografia [65, 67] en el contexto del cdlculo de funciones de correlacién de n puntos de
operadores quirales primarios calculados con la dualidad AdS/CFT. El procedimiento para deri-
var los vértices de interaccion se diferencia del anterior utilizando las ecuaciones de movimiento
en conjunto con la condicién de autodualidad de la F5 en vez de trabajar con la accién en 10
dimensiones. Los autores calculan las correcciones a orden ciibico y cuadratico a las ecuaciones y
obtienen los términos de interaccion presentes en la accién al orden relevante en las correcciones.
Notar que en este contexto la integracién por partes y los términos de superficie aparecen como
redeficiones que simplifican la accién. El resultado del término de interaccién cibico entre A,,
y dos escalares s [67] es

1
SssA =53 d5x v —g G123A7171828m33 s (7.4.19)
265 J Adss

con una constante de acoplamiento en términos de los indices k1, ko v k3
1 3 1
2°(k1 +1)(Z% = HE+ (1 — 3)
(k1 +2)(ka +1)(ks+ 1)
La conclusion a la que se llega es que el modo s interactia con el campo de gauge del mismo
modo que el dilatén. El caso ks = k3 = 2 serd importante para nuestro célculo. Considerando el
campo escalar complejo como en [23] encontraremos exactamente el mismo tipo de vértice que

el de la ecuacién ([7.2.4) proveniente del campo de gauge y una corriente U(1). Notar que este
término debe provenir de

1
dz \/| — det g| (Rm - 25,1{3) con F5 = «Fj. (7.4.21)

G123 =

b1o3 . (7.4.20)
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También por completitud discutiremos diagramas que contienen vértices cudarticos en el
diagrama a un loop como por ejemplo el cuarto diagrama de la figura Este se obtiene de
la expansiéon del término cinético del dilatén. Expandimos el determinante de la métrica en
términos de las fluctuaciones obteniendo la siguiente accién en diez dimensiones

1 1 1
Seonh = / dz/—g (—4hhMN8M¢6N¢ + gh%a%ap(p + gh% h30F pdp o
1
+§hMPh;)V aM¢aN¢>> , (7.4.22)

donde h denota la traza h%. Los campos h y hysn pueden ser expandidos en armonicos esféricos
y junto con las fluctuaciones de la F5, podemos construir por ejemplo los modos escalares s y t.
El segundo término no serd considerado por la ausencia de fluctuaciones vectoriales. Los otros
tienen acoplados dos dilatones con el A,, y una fluctuacion en el espacio AdSs.

Se mostrara cuando clasifiquemos los diagramas, que los modos normalizables del dilaton
incidente pueden ser aproximados por su expansion asintdtica cerca del borde porque es alli
donde la interaccién tomara lugar. Luego, la integral en z es proporcional a dos funciones J de
Bessel y una K. La integral completa puede ser calculada en el apéndice [A] pero a nosotros nos
interesa la dependencia en ¢ :

M x /dZZAH_aKl(aZ)JA2_2(bZ)JA3_2(CZ)K1(qz) x a” A1 <b> ) (E)AS, (7.4.23)

a a

donde a es una constante que depende de la solucién normalizable de los estados intermedios.

Con respecto a la dependencia en R, el radio de AdS, es facil ver del andlisis dimensional
que con las normalizaciones utilizadas en [57] la constante de acoplamiento del vértice triple
sin derivadas debe ser proporcional a R? y los vértices cudrticos proporcionales a R®. Esto es
importantes para obtener las funciones de estructura adimensionales de la amplitud holografica.
De hecho el resultado final no dependeré de R.

También se debe remarcar que los diagramas generales deben considerar todos los tipos de
fluctuaciones, incluyendo los fermiones. No se han discutidos aqui debido a que los diagramas en
los que nos hemos enfocados, las reglas de seleccién junto con el andlisis al realizar la reduccion
dimensional no permiten estas perturbaciones.

Clasificacion de los diagramas

Los procesos que consideramos son dispersiones 2 — 2 donde tanto los estados incidentes
como los finales son de dos particulas. Tenemos fluctuaciones normalizables del campo de dilatén
oA para algin A y modos vectoriales no-normalizables A,, que se propagan del borde del
espacio AdSs hasta el interior. El dilatén es dual al glueball escalar, mientras el campo de
gauge corresponde al fotén virtual. Debido a que los modos no normalizables estan dados por
una funcién de Bessel de la forma Kj(gz), estos solo viven cerca del borde en la regién de z
chico. En el limite N, — oo la creacién de particulas no estd permitida, y el hadrén holografico
incidente tiene que tunelear del interior hasta la regiéon donde puede interactiiar, aportando a la
amplitud un factor de supresién en ¢ dado por (A2 / q2)A_1. Este puede ser interpretado como
la probabilidad de que el hadrén se fragmente en contribuciones de tamafio del orden de 1/q.

En este caso luego de evaluar las soluciones e integrando en las coordenadas del borde que
generan una delta de conservacion se obtiene la siguiente integral en la coordenada z.

20
/ dz 22K, 2(az)Ja,—o(b2)Ja, o(cz). (7.4.24)
0
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Similarmente al caso de N, — oo tratado en [57], tomando en cuenta que la funcién de Bessel
K decae rapidamente para z — oo la integral en la coordenada z es,

20 E-.
/ dz 22 Ja_o(Pz)Ja_o(s'%2) K1 (q2) ~ 2“%@)% : (7.4.25)
0 (s+4q%)
donde )
s:—(P+q)2%—q2—2P-q:—q;(1—a:), (7.4.26)

es la variable de Mandelstam relacionada con la energia del centro de masa. El momento in-
cidente P no es pequefio en comparacién con s'/2, nos permite utilizar el desarrollo asintético
de Ja_2(2) ~ 2272 para pequefios argumentos. De esta forma el resultado luego de elevar al
cuadrado utilizando el teorema 6ptico (tomando la suma de estados intermedios y las normali-
zaciones correspondientes) se obtiene la parte imaginaria de las amplitudes escritas en términos
de ¢ and z. Estas tienen el factor de supresién en ¢ comentado anteriormente y como se explica
en [57], corresponde a lo predicho en el andlisis de los OPEs desde teoria de campos y se lo
puede observar en el segundo término de la ecuacién ([7.1.2)).

Ahora lo importante es observar que este analisis es correcto para cualquier diagrama donde
un escalar interactua con el A,, que viene del borde de AdS. Esto sucede porque los vértices
tienen la misma forma. Mds alla del limite de N, — oo pueden contribuir diagramas a one-loop
con diferentes particulas intermedias. Una de estas particulas va interactuar con el fotén virtual.
Ya que todas las soluciones son combinacién de potencias y funciones de Bessel, deberiamos
encontrar integrales similares a las de la ecuacion . En consecuencia analizando la su-
presién de cada diagrama en términos del desarrollo en potencias de A?/q?, se puede observar
que esta supresion estd directamente relacionada con el indice A del modo normalizable que in-
teractia con el campo de gauge. Aqui es donde el limite de ¢ grande se vuelve importante: este
clasifica los distintos diagramas de acuerdo a sus pesos relativos en potencias de A?/¢? e implica
que habrd una contribucién méds dominante (correspondiente a la menos suprimida). Esto estd
fuertemente respaldado por la ecuacién ([7.1.2) del OPE, ya que el tercer término posee una
contribucién con la forma esperada que nos permite decir que esta contribucion esta suprimida
por un factor 1/N? y posee diferentes potencias de A?/q? asociadas a diferentes twists de ope-
rados que en principio podrian ser menores que el asociado al hadrén incidente completo. Por
ejemplo el vértice correspondiente a un diagrama tipo s en los primeros dos casos de la figura
producird una supresién similar al diagrama de Witten a orden arbol. Por lo tanto, cuando
consideramos que el dilatén entrante se divide en dos particulas, sélo una que carga una fraccién
del momento interactia con la perturbacién de la métrica que proviene del borde, dejando una
supresion ralacionada con la naturaleza de la particula y su masa de Kaluza-Klein, definida a
partir de su dimensién conforme A’. Esto es consistente con el hecho de que en un proceso como
el que describimos, este estado intermedio es el inico que tunelea a la regién de z chico.

Nuestra conclusion es la siguiente: el diagrama dominante corresponderd al que tiene una
particula intermedia, que interactiia con el campo de gauge, con el menor A posible. Afortu-
nadamente en el caso a one loop existe una sola posibilidad que corresponde a la dimensién
conforme A’ = 2 y estd asociado al de menor masa de KK correspondiente al escalar s de la
tabla [Z.11

Otra caracteristica interesante que vale la pena comentar es que en el limite de N, — oo
produce una funcién de estructura F; = 0 porque el fotén interactida con el hadrén escalar
completo. Mas alla de este limite, considerando el proceso de DIS con dos estados hadrénicos
finales, se obtiene una F; distinta de cero. Esto se debe a que el glueball incidente se divide
en dos hadrones y solo uno de ellos interactia con el A,, en la regién préxima al borde. Por
lo tanto, hay un conjunto de diagramas que contribuyen para que Fi # 0, entre los cuales se
encuentra el més relevante.
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Figura 7.2: Diagrama de Witten correspondiente al FCS con dos estados intermedios.
Figura extraida de [1J.

A partir del andlisis realizado, concluimos que el diagrama més relevante es el mostrado
en la figura Todos los escalares considerados poseen un carga Q; bajo la simetria U(1), y
suponemos que en cada vértice se conserva. Esto significa que si la carga del hadrén inicial es
Q1 vy los estados intermedios poseen cargas Qs v Qs, entonces Q1 = Qo + Ojs.

Podriamos decir que todos los ingredientes parecen fundamentar completamente la conclu-
sién que obtuvimos, pero no es una prueba completa. Esta es muy dificil de obtener ya que seria
necesario obtener las integrales definidas con tres y cuatro funciones de Bessel provenientes de la
de la evaluacién de amplitudes y en particular de la integracién en z, las cuales no son conocidas
analiticamente en todo el régimen paramétrico y para todas las combinaciones de indices. Sin
embargo este analisis deberia poder extenderse a otras teorias cuyos duales sean asintéticamente

AdS5 X S5

7.5. Resultados de las funciones de estructura

7.5.1. Consideraciones generales

Habiendo identificado el diagrama junto con la interaccién més relevante procederemos me-
diante el teorema éptico a extraer la contribucién al orden 1/N? del tensor hadrénico y las
funciones de estructura. Debemos calcular la amplitud de dispersién del lado izquierdo del corte
vertical con estados salientes on-shell, luego elevar al cuadrado la amplitud obtenida y finalmen-
te sumar sobre todos los posibles estados intermedios. A diferencia con el caso de Polchinski-
Strassler correspondiente al orden mas dominante en la expansién en 1/N,, tenemos un modo
off-shell (propagador) que se representa en el diagrama por una linea vertical que va de un
vértice al otro. Este estado corresponde a un escalar s con dimensién conforme A = 2 y es el
menos suprimido en la expansién /(1\—22.

En la figura [7.3] se detalla el diagrama més relevante junto a la notacién de los momentos,

masas v dimensiones conformes asociada con cada particula. Notar que ¢/° = VM2 +1d)?y
p"® = /M2 + |p/|2. Es conveniente trabajar en el sistema de referencia del centro de masa en
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boundary

Figura 7.3: Diagrama de Witten correspondiente al lado izquierdo del corte. A los campos
asociados a cada linea se le detalla la notacién de sus momentos, dimensiones conformes y
masas AdS. Figura extraida de nuestro trabajo [I]

donde (1 22)
- - —2x)q
P —_ e /| — / 0 = — 7.5.1
=|P| =131 = (1_ 5 =1y @ = o) (7.5.1)
Para simplificar las expresiones del tensor hadrénico definimos los siguientes vectores
1 q" 1 / q" / _q2
vk = . (PM+2x) y vl :q (qu+2y’ con y :2q’-q. (7.5.2)

La variable auxiliar 3/ es andloga al parametro de Bjorken para la dispersién del escalar s y el
campo de gauge. Del lado de la teoria de campos la contribucién al elemento de matriz de dos
corrientes electromagnéticas con dos estados intermedios X7 y X2 toma la siguiente forma

I (T") = 7 3 (P,QlJ"(q)| X1, X2)(X1, X2|J"(0)|P, Q) (7.5.3)
X1,X2
3./
= WMQZ / 35, %)32;(;) (P, Q| J*(g)| X1, X2)(X1, Xa|J”(0)| P, Q)

D / T4 (M2 — ) 5 (M2 — (P +q— )2 [(P. QI (0)| X0, Xa) 2

M27

donde el subindice en T corresponde al proceso con dos estados intermedios y el elemento de
matriz

nu (P, Q|J*(q)| X1, X2) = (2m)16* (P + q—p' — ¢) (P,Q[n - J(0)| X1, Xa) (7.5.4)

estd identificado mediante la dualidad AdS/CFT con la amplitud en supergravedad. Reempla-
zando por el diagrama mas importante obtenemos el tensor hadrénico en términos de integrales

en AdSs

dgq'
Wa" = 2m)'st (P - Cyf? 7.5.5
MQZM?, /QE (2m)3 2B, (2m)3 7(2m)% 0 (P +q =1 =) v o] |G, ( )
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donde ¢? = c2c3c3 corresponde a la constante de normalizacién de los campos on-shell. El factor

complejo contiene toda la informacion de los vértices, el propagador y los estados del proceso en
el AdS5 con excepcién de las integrales de las fases sobre las coordenadas del borde que generan
la delta de conservacion de momentos.

Podemos separar la contribuciéon a cada funcién de estructura a partir de la estructura
tensorial v}j'vy proveniente del diagrama mds relevante (canal t) en el cdlculo hologréafico. Mul-
tiplicando por las estructuras tensoriales que acompanan a cada funcién de estructura en la
definicién del tensor hadrénico (Capitulo [3), obteniendo las siguientes ecuaciones

<77;u/ - q’;?) = NuWH = 3¢%F| + 2202 Fy (7.5.6)
¢*(vs) u(vs), WH = P,P,WHM = ¢*02Fy + 2202 Fy. (7.5.7)
Esto nos permite expresar las funciones de estructura en funcién de las expresiones holograficas
dsp’ d3q’
F 2 — 2 2 454 P o C 2
Ma,M3
x2¢° [v} + 4a®(vs - vy)?] (7.5.8)

2 2 dsp/ dgq, 4¢4 / / 2
e q) = Mzﬂ; ‘ /2Ep/(2w)3 2Eq/(27r)3(2”) O (Pta—p =) IC
2

x4dxq? [vf + 1222 (v, - vt)Q] . (7.5.9)

Los primeros términos del corchete satisfacen la relacién de Callan-Gross al menos al orden
1/N¢. En cambio los segundos términos generan una contribucién a la funcién de estructura
longitudinal no nula definida como

F,=F—2zF. (7.5.10)

Las integrales en momentos p7 y q7 , junto con la delta de conservacién de momentod pueden
simplificarse en el sistema de centro de masa utilizando coordenadas esféricas. Las integrales se
pueden resolver la que corresponde al dngulo 6 entre los momentos entrantes ¢ y salientes ¢/,
obteniendo

@'d d°p 45(4) I i z .
/(gﬂ)?)gEq, / (27)32Ep/(27r) V(P +qg—p —q)...)= 87Tq\/:/dﬁsme(...)

donde los (- --) indican los integrandos de las ecuaciones ([7.5.8)) y (7.5.9) que se pueden escribir
en términos de 6 y |p/| con las definiciones 1) |p’| se calcula resolviendo la siguiente ecuacién

algebraica
11—z - -
N = \/Ip’l2+M§+\/lp’l2+M§. (7.5.11)

Hay un factor ¢ que corresponde al producto de las constantes de normalizacién de todos
los estados que participan del procesos y estd dado por c%cgcg. Si suponemos que las masas
son conocidas es facil calcular estas constantes ya que en todos los casos la normalizacién de la
integral estd dominada por la regién z ~ zy = A~!. Los argumentos de las funciones de Bessel
no pueden ser chicos, y por lo tanto podemos utilizar la expresién asintética . De esta
forma la solucién del campo escalar on-shell asociada con esta funcion de Bessel Ja_s viene con
una constante de normalizacion ca tal que

2
2 \@ kZo

Z()|JA_1( 20
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a menos de un factor numérico. En el iltimo paso utilizamos el hecho que debido a que kzy es
un cero de Ja_o, este debe ser un minimo o un maximo de Ja_1 por las relaciones de recursion
de las derivadas de estas funciones.

Luego tenemos una suma sobre las masas de los estados intermedios on-shell My y M3 (se
suma sobre los indices de la ecuacion . Las masas estan acotadas por la conservacién de
la energia . Por lo tanto esquematicamente tenemos que

q\/?q\/?—Mz
= > . (7.5.13)
Ma= M3=0

Mo M3

0

El escalar complejo C contiene la informacion de los vértices, los propagadores y las constan-
tes de acoplamiento con los correspondientes indices de los armoénicos esféricos. En los calculos
siguientes todas las constantes de acoplamientos vamos a agruparlas en un factor adimensional
B independiente de ¢° y x cuya forma exacta es irrelevante para nuestras conclusiones. Podemos
mover hacia afuera la integral en w del propagador (ver Apéndice factorizando las integrales

enzyz
w

)

(2) ' . , . . . . ,
donde S, v S bes SON integrales en z y 2’ respectivamente. A continuacién explicaremos cémo
se resuelven las integrales y se reemplazan los términos. Tenemos:

» Una integral (o suma) en la variable w de los campos intermedios s y sus propagadores
dados por

w . w
w2+ P—y 2 = R :
R k= ==l (VIR B[

» Una integral asociada con la interaccién entre los tres modos escalares (2 dilatones y el
escalar s)

(7.5.15)

/ 20
se) = /0 d2' 2 Ja_o(My2')Jo(w?') Jan_o(MsZ') (7.5.16)
donde A es la dimensién conforme del operador correspondiente al dilatén inicial, mien-
tras que A” estd asociado con el dilatén correspondiente al estado intermedio con masa
Ms3. La principal contribucién a esta integral esta dada por la regién z ~ zy > 1. Asi,
podemos aproximar las funciones de Bessel con argumentos grandes. Considerando ambas
aproximaciones de las integrales y la integracién numérica encontramos que esta integral
se comporta como (|A.0.1])

: 1
SC) o [5(w— |My — Ms|) £ 0(w — (My + M3))] 7.5.17
sbeb M1M3[( |My — Ms|) £ 6(w — (M1 + Mj))] ( )

donde la dependencia en A y A” estd solo reflejada en el signo + frente a cada término.
Esto nos permitird realizar la integral en w.

= Una integral asociada con el vértice de interacciéon entre dos campos s y la perturbacién
vectorial no-normalizable A,,. Utilizando el gauge axial, la correspodiente integral en z se
vuelve

20
S = / dzz* K1(q2)Jo(wz)Jo(M2z) , (7.5.18)
0

Ss
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donde la funcién de Bessel K(gz) rdpidamente decrece en interior del espacio AdS permi-
tiendo aproximar el limite superior por z — +00. Podemos resolver la integral utilizando
la ecuacién con p =3, A=0, u=0and v =1 del apéndice Para w < ¢ la
expresion para las funciones de Bessel Jy(wz) con argumento pequenio puede ser utilizado,
y esto corresponde a considerar Jo(wz) ~ 1. Por lo tanto de la ecuacién , se obtiene

2
(M3 +¢?)°

Notar que tanto para My < 1y Ms ~ q esta genera un factor ¢~

s = (7.5.19)

3

Debemos recordar que los factores que aparecen en los items mencionados entran en la definicién
de C;, y por lo tanto deben elevarse al cuadrado generando |C;|? antes de realizar la integral
angular.

Finalmente podemos simplificar las integrales de las funciones de estructura en términos de
un integral angular:

Fy ’ | Ut +4x ( ’Ut)2

q|p
F N(:2 Z 2 \/:/dHSIDH Qx[yt + 1222 ( Ut)2] |Ct|2 (7520)
Fr e 1623 (vs - vr)?

El factor NL proviene de haber normalizado canénicamente en N, los campos. Los factores en los
c

paréntesis se pueden escribir en términos de las masas, los momentos, el pardmetro de Bjorken

y el dangulo 6 como se detalla a continuacion,

’1::2 [1—00829], (1_13:)(1[<q + (2x )\p!cosﬁ)]

1 - , 5 2
y A-f [2$(1 —z)|p'|? (1- cos? 0) + (q0 + (22 — 1)[p/| cos (9) } (7.5.21)

para Fi, Fr y F3, respectivamente.

7.5.2. Integrales angulares y resultados de las funciones de es-
tructura

En esta seccién discutiremos las integrales angulares. El factor que depende del angulo 6 es
|C¢? (que posee un dependencia en (P — p’)? en el denominador del propagador) multiplicado
por la combinacién de v? y (vs - v;)? para cada funcién de estructura.

La funcién de estructura longitudinal F7, en la cual nos enfocaremos, toma la siguiente
expresion

. 2
0 /
v (@ e - Do)
_ 2 3 : 3
F, = NQB E AMlMgMg/desm(G)&r 1_:U|p’|q =

¢ M2)M3 x)q

2
w (=) (2)
X (/ dwwz TP SS¢¢(w,M1, Mg)SSSA(w,q7M2)> . (7.5.22)
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Utilizando la ecuacion (|7.5.17)) la integral se convierte en

. 2
Q'O + (22 = 1)[p'| cos()
—BQ Z A3M2 df sin(6 1 / |p & = ) X

C Mz, Ms

2
( | i 8 = 10 M) e = (0 + M) 2, 0,0 )
(7.5.23)

Consideremos el caso Mg < q vy \p_; | ~ ¢ que genera la contribucién maés relevante [’} Las
condiciones sobre M; < ¢ implica que w = |M; + M3| < ¢ permitiendo resolver la integral
aproximadamente S£§2(|M1 + Ms|,q, Ms) de . Para resolver la integral en 6 podemos
expandir el denominador en el propagador considerando M3 < |];; |. Estas restricciones imponen
una condicién en el limite superior de My de la sumatoria, ya que para Ms cercano al maximo
podemos ver de la definicién que ]1;’ | deberfa ser de menor orden o anularse. Expandiendo
p° v p'°, se obtiene

- - M3 Mj

0 __ 712 2 | 3 3
Pl=\IPP+M2~p|+—2 - —=—, (7.5.24)

2| 8lp'?

ME M

0 _ 2 2 ~ A
P = /1P + M2~ [p . 752
g 7\ 5 ~ S (7:5:29)

De esta forma, el denominador se vuelve

7] s

1l

La mayor contribucién proviene de la regiéon de 6 chico correspondiente al término con signo

(M £ My)? + (P~ )? = 2{fl|7) (1 cos(8)) + 2 (M + 04y 2]

Y +omMb.  (7.5.26)
P/l

menos. Esto se debe a que para § = 0, M3 = aM; con o = %l es un cero del denominador. Por
lo tanto, nos enfocaremos en el término con el signo menos. La posible divergencia sera tratada
luego tomando cuenta que suponemos que el cut-off A es pequeno. Notar que la expresion
contiene dos deltas de Dirac y el término al que nos enfocaremos tiene un interpretacion fisica
sencilla: para M3 < M7 yv M3 4+ w = M representa un proceso en el cual el hadrén incidente se
divide en 2 hadrones, cada uno cargando una fraccién del momento total incidente.

La condicién M3 < ]p_7 | implica que el factor adimensional de F}, es aproximadamente

= 2
(° + (2 = )| cos(6)))
(1—x)¢?

G

1
+ 1—2x ¢q

2
((2x — 1) cos O — 1)] . (7.5.27)

1
z

Bajo las aproximaciones consideradas obtenemos

- Llp Z NMyg® |p/] (My — Ms)'
c2 (M3 +¢)? 21 \/2(1 —x)

|p’]
X/wdﬁsm [14—\/71)
0

((22
2
[2|151|p |(1 —cosf) + %(]\43 _ Mla)ﬂ

—1)cosf — 1)}2

(7.5.28)

5Se puede chequear explicitamente que el caso Ms ~ q genera una contribucién menos relevante como
n [58].
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La integral en el dngulo @ se puede resolver, y considerando la expansién en 1/¢? obtenemos

/,rd@sjn(e) [1-1- \/g@((%— 1)cosf — 1)}2 ) (1 _2\/95(17—95)”’%‘)2 » (logq> |
0

- 2 2912(Ma — M 2 4
[217171(1 = cos) + B-(Ms — My P = Mho) ’
(7.5.29)
Luego,
- (1 — g/l
L Z ASMQQ M (1 2 x(l $) q ) Z (Ml _ M3)2 (7 . 30)
N2 &~ (M2 + ¢?)4 27 21p12/x(1 — ) o (M3 — Mia)?

De la suma en M3 mantenemos la contribucién més importante, dada por el término donde M3
estd tan cerca como es posible de aM;. Recordemos que M3 puede solo tomar algunos pocos
valores discretos debido a la presencia del cut-off A. Luego, tomaremos el valor representativo
Ms = aMy + A. Asi, tomamos

My — M3)? M?(a—1)?
> (Ml M3)2 ~ 1(A2 T (7.5.31)
o (Ms — Ma)
Este término depende de a = %, que implicitamente depende de My a través de la definicion
de |p/| .

Finalmente, resolvemos la sumatoria sobre Ms aproximéndola por una integral, de forma
similar al procedimiento hecho para Mx en [57]. El limite superior esta dado por una fraccién

0 < ¢ <1 de la energia del centro de masa ¢ 1_73"’ Notar que ¢ deberia estar restringido por la

condicion ]];’ | > Ms3. Aqui, |];’ | puede ser escrito como funcién de Ms y g a partir de la ecuacién

—x M
'] ~ g\/ — - \/ (7.5.32)
Por lo tanto obtenemos
4
M}, [V dMy  Mag 4 M\ 2
FL = B A 3 T 1+ I
Nc 0 A (M +q q

2

M
- mB2 A2 —c )4W;2 23 (x —1)2, (7.5.33)

donde B es una constante adimensional que contiene la correspondiente constante de acopla-
miento A123 v Gia3 de la Seccién con los indices k correspondiente a cada particula. Se
puede observar que F7, tiene un méaximo en x = 0,6 y se anula en x = 1 como era esperable.
Notar que la dependencia en = de este resultado es independiente del valor de ¢. Ademas, re-
cordemos que las soluciones son tales que las masas de AdS (como M) son proporcionales a
A

Para F) las integrales en z, 2’ y w pueden ser resuelta de forma similar que para Fp. La
principal diferencia proviene del factor adimensional en la integral angular. Obtenemos

R P =i
N2 M22 +tg?)ism /(1 -a)

M27

|’;'2(1 — cos? )

« [ dosin(o)
/0 [2|ﬁ|\m(1 —cos) + 2 (M — M@?f

"
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boundary

Figura 7.4: Diagrama de Witten més relevante en un n-loop genérico.

Las integrales sobre My y M3 son muy complejas y no podemos obtener un resultado analitico
para Fj. Sin embargo, si nosotros estimamos que el conteo de potencias en ¢ la funcién de
estructura Fj contribuye como k;gjlq. Esto es una evidencia que F; no se anula pero es menos

relevante en el desarrollo en potencias de q.

7.6. Estados intermedios de multiparticulas en su-
pergravedad del tipo IIB

En esta seccién se estudia la situacion en la que participan miul tiples estados intermedios
en el Forward Compton Scattering. Se investiga considerando diagramas de Witten con estados
intermedios de multiples particulas de supergravedad del tipo IIB. La idea es mostrar que la
dependencia en A—; y la descomposicién covariante del tensor se mantiene para cualquier niimero
de loops desde el punto de vista de supergravedad. Ademaés en esta seccién se daran argumentos
que motivaran la siguiente conjetura: en el limite de supegravedad, la contribucién mas relevante
para todos los loops con n > 1 estdn suprimidos por la misma pontencia de A%/¢? que el caso
n = 1 estudiado en este capitulo. Solo se consideran los diagramas de Witten tales que un
escalar s con la menor dimensién de escala A’ = 2 interactiia con el campo de gauge, que
corresponde a un modo no-normalizable. Supondremos que existe una separacién de esta region
de interaccion del resto de los procesos de intercambio de multiples particulas, que ocurre en el
IR. Esto sucede porque si las primeras masas son pequenas, y todas las otras estan limitadas a
ser del mismo orden debido a la forma del vértice presente en la division del hadrén original, en
el que intervienen modos normalizables y una integral en la variable z asociada a la interaccion
s¢@. Este tipo de diagramas generara la contribuciéon mas relevante por razones justificadas en
las secciones anteriores. En la figura [7.4] se observa esquemadticamente la forma de los diagramas
relevantes.

Comenzamos con la forma més general de descomponer el tensor hadoénico utilizando la
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simetria de Lorentz

W = Fy(z,¢%) (77’“’ - ) T B, ) 2a00?), (7.6.1)

y la solucién del campo de gauge U(1) correspondiente a la perturbacién de la métrica, inducida
por el operador de corriente insertado en el borde del AdS dado por

Ay = el [cuqul(qz) + anq] y Cu =My — %qu, AP =22 A, (7.6.2)

Esta solucién ha sido obtenida utilizando el gauge axial, para el cual A, = 0 y la condicién

de contorno en el borde es ‘
Ay(x,z = 0) =n,eT”. (7.6.3)

El tensor de estructura a partir de la amplitud es
Im(A) ~nyn, Im(TH). (7.6.4)

La interaccion relevante es la correspondiente al vértice méas proximo a la superficie, dada
por Sga4 0 Sase, que aparecen en todos los diagramas de Witten que estamos considerando.
Usando la solucién del dilatérﬁ en el gauge axial, el vértice evaluado on-shell viene dado por

Sapplon—shell = /dl% V=9GN or 0N
= [ @ A (0618005 ~ 0u10103)
= iQ / d'y dz dQs+/g0 2" A" (10,05 — 10,6%)
= Q6" (q+p1—p2) /dz dQs/90 2 1050 Ay (p1 + pav)

donde ¢ es el dilatén entrante y ¢o representa el estado intermedio que va hacia arriba en el
diagrama de la figura Los cuadri-momentos son p; y ps2, respectivamente. go es el determi-
nante de la métrica de la 5-esfera con radio R. Para ¢ podemos escoger el harménico esférico
tal que

v20,¢p; = c¢ieipi’$22JA,2(piz)vaﬁaY(Q) =19;¢;. (7.6.5)

Ademds, la conservacién de la carga implica que Q1 = Q2 = Q. De la solucén de A, se puede
separar la integral en dos contribuciones: la primera que contiene la funcién de Bessel Ki(gz)
que domina cerca del borde del AdS, y la segunda es la parte del A, que es independiente de
z. Esta 1ltima no se anula por la razén explicada en la Seccién cuando N, — oo, de esta
forma la estructura del tensor, i.e. los factores que contienen n, estan dados exclusivamente por
el cuadrado de

n .
" eu (Prv + p2) = 0 (nﬂ - q2qqﬂ> (P1v + p2v) - (7.6.6)
En el limite de N, — oo se obtiene
P+ ph =P+ (P + gt = 2qu8 (7.6.7)

y debido a que q,ﬂ)f; = 0, se obtiene F; = 0y F5 # 0. Sin embargo, para la amplitud a un loop,
tenemos
pi+rh = (P —p)+ (@)= (2d—q". (7.6.8)

6E] analisis para el escalar s es andlogo.
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Luego
uv n-q _ / q _
n ny, — ?qu (p1y +p2v) =2n- (¢ + ZT/ = 2q(n - v). (7.6.9)
A partir de estas estructuras tensoriales y la descomposicién del WH¥ se obtienen esquematica-
mente las funciones de estructura:

B o~ 2¢° [vf + 427 (vs - w)?] (7.6.10)
By~ dag® [v] + 1227 (v - v)?] . (7.6.11)

En la expresion de arriba se deberia incluir todas las integrales que son necesarias para com-
pletarlas. Es facil ver que este andlisis para diagramas de Witten a un loop se puede aplicar a
diagramas genéricos de n-loops como se muestra esquematicamente en la figura [7.4] De hecho,
para un diagrama a n loops la diferencia es que ahora py = P — p} — -+ — p/,_; pero por la
conservacién de momentos esta vale ¢ — ¢. Aqui, los p) son los momentos de las particulas in-
termedias on-shell que aparecen en la regién IR, mientras que ¢’ es el momento del escalar s
después de la dispersién con el modo vectorial no normalizable. Asi, la descomposicion del tensor
es totalmente general y por lo tanto siempre tomara una estructura similar al presentado en la
Seccién Si 6 es el dngulo entre los vectores ¢y ¢', ademds podemos decir que Fiy(6 — 0) = 0.
Ya que la funcién de estructura y el vértice mas relevantes son los mismos, proponemos que la
dependencia m&s importante en ¢ sera la misma para todos los casos. Si lo propuesto es correcto
tendria una importante consecuencia: las correcciones 1/N2" con n > 1 serfan menos relevantes.
Esto significa que si la creacién de una particula intermedia estd permitida, N, — 0o y ¢> — 00
serian limites que no conmutan. En este caso, las tinicas contribuciones dominantes en el estudio
de DIS en el limite de N, grande y acoplamiento fuerte serian los procesos de un estado final o
dos estados finales. Veremos en particular en el limite de altas energias el proceso que permite
la creacion de dos hadrones es el mas relevante para 1 < A < N, con N, finito.

7.7. El limite planar vs el limite de altas energias

En la seccién anterior calculamos la funcion de estructura longitudinal de glueballs al siguien-
te orden en la expansién en 1/N,. Los glueballs estdn asociados a campos escalares holograficos
y la corriente estd asociada a un gravi-fotén en una métrica AdSs con un cut-off infrarrojo que
simula la escala de confinamiento de la teoria de campos.

Es interesante notar que los cdlculos en DIS toman el limite de altas energias del fotén
virtual ¢ > A para poder definir correctamente el parametro de Bjorken. Por otro lado el
proceso fuertemente acoplado se puede calcular mediante la conjetura AdS/CFT que toma el
limite planar de la teoria de campos N, — oo. Este limite desde el punto de vista de la teoria de
cuerdas corresponde a un expansion en género de las topologias del worldsheet y en el limite de
bajas energias corresponde a la expansién en diagramas de Witten con loops en supergravedad.

A partir de los calculos realizados podemos estudiar la compatibilidad de dos limites N, — oo
y ¢ — oo. Debemos recordar que nos interesa obtener resultados que podamos extrapolar con
QCD, que es una teoria de gauge con N. = 3. Nuestros resultados muestran que los limites
no conmutan. Si tomamos primero el limite N. — oo que corresponde al proceso calculado
por Polchinski y Strassler [23] con un solo estado intermedio obtenemos funciones de estructuras
proporcionales a (A%/¢?)*~1. Por otro lado si tomamos primero el limite de altas energfas ¢ > A
permitiendo la creacién de dos estados intermedios la contribucién mas relevante a la funcién
de estructura longitudinal Fy, es proporcional a 1/N2? y (A%/¢?).

El hecho que el limite planar y de altas energias no conmuten tiene interesantes implicaciones.
Este efecto se pone en evidencia en la funcién de estructura longitudinal del glueball que incluye
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en su definicién el valor de espectacién de dos corrientes electromagnéticas en el interior del
hadrén. Esta relaciéon se puede obtener a partir de la expansion del producto de operadores del
momento de la funcién de estructura en . El tercer término con un factor 1/N2 domina
la expresion de M,gs)(q2) cuando ¢ > A2N?/(7e=7¢) en el cudl 7g = 7. + 1 donde 7. es el minimo
twist de todos los operadores cargados protegidos. La consecuencia inmediata es que en este
régimen de momentos restringiéndo el pardmetro de Bjorken en A™%/2 « 2 < 1 la funcién de
estructura longitudinal no depende de la dimensién conforme del hadrén incidente en contraste
con el caso de Polchinski-Strassler en el limite planar que si dependia.

7.8. Analisis de las funciones de estructura

Utilizando el diagrama més relevante en la expansién en potencias de ¢, que corresponde
al canal t, obtuvimos la dependencia analitica de la funcién de estructura longitudinal en el
parametro de Bjorken x. En el limite de N, grande el fotén interactia con el hadrén incidente
completamente, generando una F; = 0. Mas alla de este limite, incluyendo correcciones en
1/N¢, el hadrén se fragmenta y el fotén termina interactuando con el escalar s, produciendo una
Fy # 0. Se logré separar F1 y Fb en dos contribuciones: la primera satisface la conocida relacion
de Callan-Gross Fy = 2xF), mientras que la segunda genera un contribucién longitudinal no
nula F;, = F, — 2xF;. Esto concluye que el proceso esta asociado a una corriente mas compleja
que en principio contiene campos de espin 0, espin 1/2 y espin 1 del multiplete de N’ =4 SYM.

Hemos encontrado que la dependencia de F, o< 23(1 — z)? (ecuacién (7.5.33)) se compara
correctamente con los datos fenomenolégicos y de Lattice QCD en [68]. Se observa que la funcién
de estructura se anulaen z = 1y en z = 0, y posee un maximo en x =~ 0,6, caracteristicas usuales
en funciones de estructura. Es consistente con el hecho que para algunas particulas como el pion,
mediciones experimentales han mostrado que las funciones de estructuras decaen como (1 — z)2
cuando z — 0 y estd asociado a la funcién de estructura de valencia. También se ha encontrado
que la F} es de un orden inferior en la expansién de potencias de ¢, por lo tanto en principio se
debe considerar contribuciones de otros diagramas con contribuciones del mismo orden.



Capitulo 8

Mesones escalares en la expansion
1/N¢

Modelos holograficos construidos a partir de Dp-branas permiten incluir materia en la repre-
sentacion fundamental del grupo de gauge logrando describir mesones livianos e interaciones en
el limite de IV, grande y acoplamiento fuerte. Existen varios modelos que utilizan branas de sabor
en limite de prueba ([35], [36]) que tratan de representar las caracteristicas principales de QCD.
Actualmente el modelo que logra una descripcién holografica de las principales caracteristicas
de QCD, como por ejemplo el rompimiento de la simetria quiral, es el modelo propuesto por
Sakai-Sugimoto en [37], aunque de todas formas ain no se conoce el dual holografico de QCD
exacto.

A partir del estudio de las funciones de estructura de mesones vectoriales y escalares asocia-
das a procesos DIS ([59], [60]) para distintos modelos de branas ([35] [36] [37],) en el limite de N,
grande y acoplamiento fuerte, se obtuvieron resultados y comportamientos independientes del
modelo en el sentido de encontrar relaciones del tipo de Callan-Gross. Esto apunta a la existencia
de un comportamiento universal para teorias del tipo de QCD en el limite de N, — oco. Estas
propiedades universales provienen de modelar la dindmica de los mesones a partir de acciones
de bajas energias de Dp-branas (en el contexto de la teorfa de cuerdas) asociados a la accién de
Dirac-Born-Infeld.

Por esta razén vamos a estudiar el sistema particular que incluye una D7-brana en el limite
de prueba esperando capturar comportamientos universales que se puedan extrapolar a QCD.
Se eligié el modelo D3D7 por poseer una geometria sencilla que permitird obtener expresiones
analiticas de las funciones de estructura al siguiente orden en 1/N,.. La segunda razén es por
generar, en el limite de N, — oo, resultados que reproducen mejor la fenomenologia, en particu-
lar, un punto importante proviene de la comparacién entre resultados analiticos de la funcién de
estructura Fb para el pién, calculada con los métodos hologréficos aqui descriptos, y diferentes
modelos fenomenolégicos que concuerdan que para x — 1 las funciones de distribucién deberian
ir como (1 — z)? [68]. En [69] se ha encontrado una cafda de dichas funciones que corresponde
a (1 — z)>*%! para la funcién de distribucién de valencia consistente con datos experimenta-
les del proceso de Drell-Yan. De la discusién de [68] se infiere que efectivamente el modelo de
D3D7-branas funciona mejor que el de D4D8anti-D8-branas y que el de D4D6anti-D6-branas
estudiados en dicho trabajo. El objetivo en este capitulo es estudiar la contribucién al siguiente
orden en 1/N, de las funciones de estructura asociadas a mesones escalares con el fin de comparar
con datos que se disponen de Lattice QCD. La forma de calcular estas contribuciones es a partir
de un desarrollo en diagramas de Witten en supergravedad correspondiendo a un procedimiento
analogo al realizado para el glueball en el capitulo anterior.
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Al igual que en el caso del glueball esperamos que el limite de energia grande ¢ > A y el
limite planar no conmuten. Esto nos permite comparar estudiando las funciones de estructura
del pién (el mesén pseudoescalar més liviano) qué limite es més relevante en los procesos de
DIS.

En las Secciones y se estudian los vértices relevantes para armar los diagramas de
Witten a partir de la accién de Dirac-Born-Infeld obteniendo el diagrama més importante. Luego
en la Seccion se calcula la funcién de estructura longitudinal y finalmente en las Secciones
y se comparan los resultados con datos de simulaciones en la red.

8.1. Resultados previos en el limite de N, — oo

Con técnicas analogas a las utilizadas para el glueball, a partir del teorema 6ptico sabemos
que 27 por la parte imaginaria de las funciones de estructura asociadas al FCS corresponde
a las funciones de estructura del proceso de DIS. Aplicando la dualidad AdS/CFT en [59,
60] se obtuvieron en limite de N, grande y las funciones de estructura asociadas a mesones
escalares y vectoriales. En estos trabajos trabajos se estudiaron las funciones de estructuras
con z, parametro de Bjorken, en el rango 1/ VA < x < 1 que implica desde el punto de vista
holografico que se puede emplear la aproximacion de supergravedad. Para incorporar materia en
la representacién fundamental del grupo de gauge (mesones), se estudiaron sistemas de branas
en el limite de prueba.

Para los modelos D3D7-branas en [59] se obtuvo para mesones escalares a nivel arbol en la
expansién en diagramas de Witten en 1/N, el siguiente resultado

A2 1+2

F, =0, Fy = Agp? Q? o/* R® <q2> (1 — z)H (8.1.1)
donde Ay = 2276 75 (1 +2)12 |¢;]? |cx|? es una constante adimensional, mientras que ¢; y cx son
las constantes de normalizacién del mesén escalar incidente e intermedio. Consideramos [ > 0,
que significa que el campo escalar estd cargado con respecto al grupo U(1).

Por otro lado, se estudiaron en [70)] las funciones de estructura para x pequeno en el rango
exp(—ﬁ) <zr<kl1/ VA y acoplamiento fuerte. Esto implica que la aproximacién de supergra-
vedad pierde validez y se deben considerar amplitudes de dispersién de teoria de cuerdas del
tipo IIB, que incluyen dos cuerdas abiertas (mesones) y dos cuerdas cerradas (representan los
fotones virtuales)

El resultado obtenido en [70] es

7-(2 A2 I+1 1
F, = 1?2 (= —T , 8.1.2
= el () g (512
7T2 A2 +1 1
F, = — 12 = — (I, I ) 8.1.3
D 5 73 il <q2> m( 0,21+5 + 11.2145) (8.1.3)

La constante ps estd definida a partir de la condicién de normalizacion de los arménicos esféricos
sobre S3

/ng \/5 (o Q}i Y(Qg) Y*(Q3) = pP3 R2 . (814)

La definicién de I}, viene dada en términos del cuadrado de las funciones de Bessel modificadas
_ gR?

de segundo orden multiplicadas por un potencia entera de su argumento w ot

Iin :/0 dw w™ KJQ(w) (8.1.5)
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Desde el punto de vista de la teoria cuantica de campos el diagrama de Feynman a orden
arbol considerando al mesén descripto por un quark y un antiquark en el caso perturbativo mas
importante corresponde al de la figura (a). El fotén virtual interactiia con un unico partén
y en el OPE de JJ los operadores que intervienen son lo que poseen twist par 7 = 2,4, -+ y
por lo tanto el los operadores de traza tnica con twist dos dominan el OPE (andlisis andlogo
al de la Seccién . En el caso de acoplamiento fuerte al igual que analizamos con el glueball,
los operadores que antes dominaban tienen dimensiones anémalas grandes y por lo tanto dejan
de ser importantes. Ahora, en su lugar los que pasan a dominar son los operadores de traza
doble que no poseen correcciones a sus dimensiones de escala para ningun acoplamiento. Estos
operadores protegidos dominan el OPE en régimen de acoplamiento fuerte y estan asociados a
procesos en donde el fotén virtual interactia con el hadrén completo en vez de interactuar con
cada parton individual. En el diagrama de la figura (b) representa intercambios de multiples
gluones en el limite planar. Este proceso desde el punto de vista holografico corresponde al
término a orden arbol en la expansién de diagramas de Witten (si se lo piensa como un proceso
de acoplamiento fuerte). Si queremos ir més alld de la aproximacién de N, grande e incluir
diagramas no planares, debemos considerar el caso de intercambios de gluones mostrado en
la figura c). Esto corresponde a considerar N, finito y en este capitulo se estudiara desde
el punto de vista holografico. Por ltimo se pueden incluir correcciones a Ny de sabor finito
correspondiente a la figura [8.1)(d).

Figura 8.1: Diagramas de Feynman del FCS asociados a los casos de acoplamiento débil y
fuerte. Figura extrida de [60]. En (a) un partén dispersa al fotén virtual. En (b) el FCS en
acoplamiento fuerte, de tal forma que el fotén virtual es dispersado por el mesén completo
y corresponde al diagrama de Witten a nivel arbol (N?). En (c) aparece una correccién al
caso anterior con una configuraciéon no planar que corresponde a la correcciéon 1/N,, cuya
realizacién holografica dual puede verse en la ﬁgura En (d) se incluyen n-loops de sabor,
lo cual no se estudia en esta Tesis.

A continuacién nos enfocaremos en célculos de supergravedad a un loop en el rango 1/ VA<
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x < 1, acoplamiento fuerte para estudiar la correccién en 1/N.

8.2. Derivacion de los vértices de interaccion en su-
pergravedad

Vamos a expandir la accién de Dirac-Born-Infeld que describe a una D7-brana en un fondo
curvo AdSs x S% en la aproximacién de prueba (ver Capitulo [5)). Notaremos Gap a la métrica
generada por las N, D3-branas La accion de Dirac-Born-Infield de la D7-brana es

(2ma’)?
2

S =—puy / d3¢ /= det(P[Gap + 27/ Fop) + 17 / PICWIAFAF, (8.2.1)

donde C'® es el potencial de Ramond-Ramond dado en [35] y P corresponde al pullback de la

métrica definido como

e
AB dé.a dé.b ’

con a,b=0,1,---,7 indices que parametrizan las coordenadas de la D7-brana. Las coordenadas

perpendiculares a la brana Z° y Z% las parametrizamos introduciendo dos campos escalares y
vy ¢ a partir de

P[Gay = (8.2.2)

Z° =2rd'y, Z8=L+21d¢. (8.2.3)

Notar que la brana se ubica en la posicién L de la coordenada Z% y los campos x y ¢ representan
los mesones escalares holograficos. Las otras coordenadas Z* las parametrizamos en términos de
coordenadas esféricas de radio p y dngulos ¥, 0 y w. El radio p se define mediante la ecuacién

r? = p? + (L +27md’¢)? + (2ma’x)? (8.2.4)

y la métrica inducida toma la forma

2 2
T R
ds? = ﬁdSZ(E(L?’)) + TT[(QM’)Q(M + d¢?) + dp? + p2dQs] . (8.2.5)
Al igual que se hizo en el Capitulo [5] para obtener el espectro de mesones elegimos el gauge
estatico, con la siguiente asignacién z’ = ¢ para i = 0,...,3, mientras que p = &%, ¢ = £°,
0 =¢85y w=¢7. Vamos a expandir primero el pullback alrededor de la solucién clasica ¢ = 0 y
x = 0. La expansién de Taylor del pulback es,

0G 0G
PlGlaw = (GMN Y.6=0 + %bm:o X+ #bm:o ¢+ O(¢?, ¢X,X2)>

x (63161 + 6468 0apOup + 63" 5 DaxDox) - (8.2.6)

Se observa que a orden cero la métrica G sy contraida con las deltas de Dirac define la métrica
inducida sobre la D7-brana,

(p+ L) R?

2 v
ds® = R2 'I’]uljdgj“dﬂ? + m(

dp?® + p*dQ3) , (8.2.7)

donde las coordenadas u,v = 0,1,2,3. Las fluctuaciones las podemos separar en dos tipos h
y X de modo que el pullback cambia como P[G]g;) — P[Glwp = P[G]g;,) + hgp + Xap- A su
vez para indicar el orden en la perturbacién que corresponderd a los vértices con distintas
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patas utilizaremos el supraindice (i) de modo que por ejemplo hq, = >, h((llb) . También debemos
considerar las contribuciones del producto de la métrica expandida por las derivadas de las
fluctuaciones escalares. Estas generaran los términos cinéticos. Luego las perturbaciones en la
direccién transversa a la D7-brana las denotamos como X, = Z X, (‘7 ) siendo j el orden de
la perturbacion. Para calcular hy, v X4 basta con considerar las ﬂuctuamones del warp factor
asociado a la fluctuaciones del tensor métrico:

7“2

m o= —+—[ (2ma/) Lo + (27a/)*(¢* + X7)] (8:2.8)
f; = = D{ (270’ )L + (2ma/)? [(4?—1)&—;8]
+( ‘é‘) AL [(1 —2L> P + by D +0(6, ¢y, ... . (8.2.9)

El simbolo O indica que la expresiéon es a menos de términos de orden cuértico. Reemplazando
esas expresiones en la métrica inducida (8.2.5)), obtenemos la contribucién a X4, que viene dada
por

2 2 2
X = (2md))? [R + R4 {—2(27r0/)L¢ + (27a)? {(4112 — 1) P — Xz] H X
7"0 To )
(DadDsd + DaxOpx) = X2 + X 4 x@ (8.2.10)

Finalmente debemos expandir la raiz cuadrada del determinante. Para ello veamos a con-
tinuacién la forma general de expandir una matriz My, con una fluctuacién h,;, hasta el orden
4

1 1 1
\/det Map + map) = \/M[1+2m+<8m2—4m-m)

1, 1 1
+(-—=m —fm(m-m)—i—ém-m-m

48 8
1 1 , 1, 1
—|—<384m +32( -m) — 3™ (m m)+12m(m m-m)
1
—8m-m'm-m>} . (8.2.11)

En esta expansién los indices se suben y bajan utilizando la métrica sin perturbar, por lo tanto
la traza y el producto de matrices m, se calculan siguiendo

m=mg = M m? = (Mabmab)2 , m-m = mgmg = MM mgymeq. (8.2.12)

Con esta identidad podemos expandir la raiz cuadrada del determinante en la ecuacién ,
de modo que la matriz sin perturbar corresponde a la métrica inducida g, y la fluctuacion
Map = hap + Xap + Fab. El término ﬁ‘ab = 27a’Fy, v continene las fluctuaciones a lo largo de las
direcciones de la brana asociados a mesones vectoriales (ver Capitulo .

A primer orden no hay contribucién de X y la traza de los demds términos se anula

_ﬂ\/fgh(l) -0

1 .
Ly = —prv/=g [Qm(”} = —5v=gg" (hy) + Fu) = =13

A segundo orden, considerando que el tensor F,; es antisimétrico, los términos que sobrevi-
ven generan las contribuciones cinéticas de los mesones escalares y vectoriales discutidos en el
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Capitulo [5}
1 1 1
I s IS0 NS CD B¢ BN JAM GO
Ly prv/—g 5" A m o (m )}
N %(h@) +x®) %(p D0 L) ¢ é((hu))z + B2 4 hOF)
— |2 xO iﬁ-ﬁ]
1AV 1 R2 1 ab
= —ur(2ma’)*\/—g LQg Y (0apOpd + DaxDpX) — 1 a7 . (8.2.13)

Este término es importante deb1d0 a que se puede obtener el espectro de mesones y los propa-
gadores.

La expansiéon a tercer y cuarto orden generan los vértices de interaccion para armar los
diagramas de Witten. Notar que estos vértices acoplan solo mesones. A tercer orden todos los
términos se anulan quedando las siguientes contribuciones

1 1 L
Ly = —pun/—g [2()((3) —hM . x @)y 4 5h“) F- F} : (8.2.14)

que se pueden expresar de forma explicita en términos de los mesones a partir de

RL L
Ly = —p7(2ma’)* /=g [ng(amam + 0 X0 X )N + L2¢( E, F — FauFa“)}
(8.2.15)

Este resultado también fue obtenido por Kruczenski at al en [36]. Por ltimo escribiremos la
forma general del Lagrangiano a cuarto orden por completitud, pero debemos recordar que al
tomar el limite de altas energfas y expandir en potencias de 2 estos diagramas contribuyen en
un orden inferior (la explicacién se detalla en el capitulo anterior),

Li = —un/—=g [X<4 ;(X@))?_ix@-X<2)+%(F-F)2—%F-F-F-F
1~ - 1 L
R x@ o 2y () x@ . —p o x®@ _ Zx@ (LR 21
2h +2h h +3 5 ( ) (8.2.16)

L x® L0 xRy e pop L0 0
2 2 2
_ih(l) B F] ,

Por dltimo nos quedaria derivar el vértice del campo de gauge con los mesones. El campo de
gauge Ay, que corresponde al dual holografico de la corriente J,,, proviene de una fluctuacién de
la métrica (gravitén) no diagonal. Las fluctuaciones de la métrica en 10 dimensiones a lo largo
de la D7-brana son Gy + Hyrn(2z#) y generan fluctuaciones en el pullback de la forma

3
PG = 3" HY) = Hu + Hes(270") 046 + Hgy(200/)8a6) + Hag(2ma)9px
=1

+Hop (210’90 x + Hgo (210 )? 000X - (8.2.17)

Las contribuciones a tercer orden en las fluctuaciones que poseen un gravitén y mesones tiene
la forma

1 1 1 1 1
Loraviton = —H7v/—g [QH(3) _ 5H(2) e 5H(l) A 5H(l) M) ZH(l)X(Q)

HY(F . F)|. (8.2.18)
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No consideramos los vértices cuarticos ya que contribuyen en un orden inferior en desarrollo de
A/q. El término que nos interesa para armar el diagrama es el que contiene un gravifotén, que
corresponde a una perturbacién no diagonal asociada a una simetria R U(1) y tiene una forma
Hpi ~ Apv;. El campo A, es un campo de gauge en 5 dimensiones que vive en el espacio AdSs,
mientras que v; es un vector de Killing asociado a la S C S°.

Simplificamos el lagrangiano notando que los términos Héz), Héi) y la traza H®) se anulan.
Imponiendo que el gravitén posea una forma no diagonal, los términos H L. p3 vH ONIONAC)
también se anulan debido a que estdn contraidos con las matrices diagonales hglb) YV gab- LOS
términos que sobreviven generan un lagrangiano de la forma,

1 1
Lgr(witon = —Hrv—g |:—2H(1) . X(2) + §H(1) B (8219)

8.3. Expansiéon en 1/N, y andlisis de los diagramas
dominantes

El objetivo al que apuntamos corresponde a relajar el limite de N, grande, y calcular la
expansién en 1/N, en el contexto de la dualidad AdS/CFT. Existen dos regimenes del pardmetro
de Bjorken que podemos considerar. El primero corresponde a exp (—v/\) < & < 1/v/\y requiere
una expansién en el género de las worldsheets de la teoria de cuerdas en las que intervienen
cuerdas abiertas y cerradas. El segundo requiere 1/ VA < z < 1y nos basta con incluir diagramas
de Feynman-Witten a un loop en supergravedad. En ambos regimenes podemos usar el teorema
optico y el elemento de matriz de la corriente electromagnética con dos estados hadrénicos
intermedios on-shell. En esta Tesis nos va a interesar el segundo caso que implica calcular
diagramas de Feynman en supergravedad del tipo IIB.

Para obtener la expansién en 1/N, a partir del desarrollo en diagramas de Witten, debemos
normalizar canénicamente con respecto a la variable N, los términos cinéticos del lagrangiano.
Podemos observar en la accién de Dirac-Born-Infeld (ecuacién ) que el lagrangiano posee
una constante delante 7 = [(27)7gsa™*]™! = 2N.[R*(27)%a/?]~! con una potencia que va como
N

Redefinimos los campos escalares y vectoriales de la siguiente forma,

(ZS X Fab

¢ — T X — T A F b — .
VN, VN, “ VN,

Con estas definiciones los términos de interacciéon de tres mesones contribuyen con un factor
1/v/N¢ y los de cuatro mesones contribuyen con un 1/N,.. Para calcular la contribucién de
vértices con un gravitén tenemos que considerar la normalizacién en la Seccién

(8.3.1)

Hab
H, —_— 8.3.2
ab 7 Nc ) ( )

que toma en cuenta que la constante de Newton en supergravedad IIB es 1/k3, = N2/(47°R®).
De esta forma podemos clasificar cada vértice de interaccién derivado en la seccién anterior
segun su contribucién en potencias de 1/N,.

Si calculamos las funciones de estructura longitudinales y realizamos una expansién si-
multaneamente en potencias inversas del momento transferido por el fotén virtual obtenemos el
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siguiente desarrollo

FL = F2—2xF1

Ajn—1
0 A2 in 1 1 1 A2 1 9 9 AQ
= A <q2> N (52" —2e") <q2>+N3 (57— 20 17) (q2 I
(8.3.3)

Notar que la primera contibucion en el limite de N, grande depende de la dimensién conforme A
del hadrén incidente. Este resultado se calculd previamente en [60] y es anédlogo al del glueball.
El segundo término proviene de la correccién en N, finito y contribuye en un orden que va como
1/N, con respecto al término anterior ya que corresponde a mesones. Anticipandonos al resultado
obtenido, vemos que este término contribuye con una potencia independiente A analogamente
a la correcién del glueball calculada en el capitulo anterior.

A continuacién estudiaremos el diagrama més relevante en el desarrollo de potencias A/q. El
razonamiento es similar al realizado para el glueball en el capitulo anterior y el presentado en [58].
En principio deberiamos considerar todos los diagramas a un loop en el proceso holografico del
FCS para calcular la contribucién en 1/N.. En estos intervienen dos corrientes asociadas a modos
no normalizables provenientes del borde y dos modos normalizables asociados a fluctuaciones de
la D7-brana que corresponden a los mesones escalares. Necesitamos calcular la parte imaginaria
de esos diagramas, que significa introducir un corte vertical en los diagramas de Witten a un loop
y considerar todos los estados intermedios de 2 particulas on-shell. Los vértices de interaccién
utilizados para armar los diagramas seran los obtenidos en la seccién anterior. Es importante
tener en cuenta a la hora de clasificar los diagramas la expansién en series de potencias de A%/¢?.
El cuadri-momento ¢ corresponde al campo de gauge no normalizable que es el dual holografico
al fotén virtual en el borde. Se puede observar que los vértices de interaccién de campos escalares
con el A, al igual que en el caso del glueballs estudiado en el capitulo anterior tienen siempre
la misma forma

Sppa o / APz /=g b 9,8 9,® ,  hP® ~ (A%° 4 Aby?), (8.3.4)

donde @ representa un campo escalar genérico. Esto implica que si evaluamos el vértice con un
escalar dado por ®A que proviene de la region infrarroja, la funcién de estructura serd suprimida
por un factor (A/q)®~!. La razén fisica proviene del comportamiento de los modos normalizables
y no normalizables en el bulk. Los hadrones incidentes tiene soluciones dadas por funciones de
Bessel J que viven en la regién IR z ~ A~!, mientras que la corriente que llega al borde esté
asociada a funciones de Bessel K que decaen exponencialmente en la regién infrarroja. Esta
caida estd caracterizada por g y por lo tanto el factor (A/q)? con la potencia A estd relacionado
con la probabilidad de que el hadrén incidente ®a tunelee desde la regién IR e interactie con
la corriente en el UV.

A partir de andlisis realizado podemos concluir que la expansién en potencias de A/q serd
dominada por el proceso en donde el campo no normalizable de gauge interactia con el escalar
con el menor valor posible de A. En el limite de N, — oo existe un tinico vértice de interaccion
y la potencia obtenida va como la dimensién conforme del campo incidente A;,. En cambio
cuando permitimos que el ndmero de colores NN, sea finito, consideramos los diagramas a un loop
y el escalar incidente puede dividirse en dos y solo uno de ellos puede interactuar con el A,. En
el caso que estamos analizando correspondiente al sistema D3D7-branas, el campo que posee el
menor A = 2 corresponde al escalar tipo I, y generard una dependencia andloga a la del glueball
que va como 1/¢?. Finalmente el diagrama més relevante que se detalla en la figura va a
corresponder al del canal ¢ con un escalar tipo I que se propaga del vértice IR e interactiia con
la corriente UV. A continuacién calcularemos las integrales asociadas a cada vértice.
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boundary

Figura 8.2: Diagrama de Feynman-Witten correspondiente al lado izquierdo del corte
usando el teorema éptico. Este diagrama que corresponde al canal ¢ es el més relevante
y tiene como estado intermedio dos estados on-shell. Se detallan los cuadrimomentos, las
dimensiones conformes y las masas de AdS para cada campo.

Vértice ultravioleta

Este vértice proviene del segundo término en el lagrangiano de la ecuacién , donde
la fluctuacién de la métrica se acopla a dos modos vectoriales. En principio, ambos modos de
F,, pueden construirse de los modos vectoriales tipo I*, II o III. El asociado con el propagador
vertical de la figura debe ser un modo de tipo I, que posee menor indice A, = 2. La
interaccién relevante es de la forma A¢y¢r. La situacién donde el segundo modo vectorial en el
vértice UV es de tipo II o III es excluido porque en este caso el lagrangiano de interaccién se
anula por la integral angular. La accion efectiva asociada a este vértice es

1
Saprer = —%(27@’)2 / diz dp d3 /=g 5H<1> I (8.3.5)

C

donde
F,jV =0, F,{Z =0, ng =0,B!, FL=0.B. (8.3.6)

De esta forma, tenemos que
H(l) . FI . F*I — gbcgdegafhabFCIdFe*f[

= AMig*Fl FH 4+ Amig R F

= A"'9,B] (0;B;" — 0;B;") + A"v'0, B}’ (9;B] — 0;B])

= — (A"9,B"'0;B} + A*0;BYv'0;B;) . (8.3.7)
Con el fin de evaluar el vértice on-shell, debemos insertar la solucién obtenida en la Seccién [5] e
integrar sobre las ocho dimensiones espacio-temporales. La integracion sobre las primeras cuatro
coordenadas x* es trivial debido a que siempre genera la condicién de conservacién asociada a

los correspondientes momentos. La integral sobre los armdnicos esféricos puede ser simplificada
considerando los autoestados de carga

vt 9;YT =iQ Y. (8.3.8)
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Notar que la carga Q no necesariamente es la carga correspondiente al hadrén incidente Q;
debido al proceso de fragmentacion.
Realizando el cambio de variables z = R?, la accién efectiva toma la siguiente forma

Sasie; = 1Q % 2 (770/)2/d4:v dz dQs /—g A™(z) X

C

(B"(2,9Q) 0,,B;(2,9Q) — Bi(2,9) 0,B"(2,Q)) . (8.3.9)

Los modos de tipo I denotados con (4) son ortogonales y por lo tanto no se acoplan entre si.
La tnica particula saliente permitida es un escalar de tipo I con el signo (—) y con los mismos
ntimeros cudnticos I,m, m’ que el escalar incidente. Por lo tanto, incluso si en la teoria de 8
dimensiones el modo de tipo I proveniente del campo de gauge y la existencia de su solucion
dependiera de la presencia del término de Wess-Zumino en la accién junto con el término de
DBI (ecuacién ), la integral angular solo tiene en cuenta la conservacién de la carga, que
ademads indica que no intervienen otras particulas en este vértice. Luego, la accion on-shell que
obtenemos es exactamente la misma encontrada para las glueballs [57], mesones escalares [59, 60]
y el escalar s [1J.

Luego de integrar la ecuacion sobre la $3, utilizando las relaciones de ortogonalidad
de los armoénicos esféricos vectoriales, obtenemos

Sagre; =1 Q % 2 (TFCMI)Q/d4.CU dz /=g A™(2) (¢1(2) OmdT(2) — ¢7(2) Omer(2)) ,(8.3.10)
donde ¢! = /Aw e P=P)® 22 Jn  o(wz) and ¢ = /AMz e 22 Ja, _o(Ms3z).

Vértice infrarrojo

El vértice relevante es el que acopla el mesén escalar incidente al modo escalar del tipo
I7, que tiene la menor dimensiéon conforme A,,;, = 2 correspondiente a [ = 1. A partir del
lagrangiano a orden cibico, el tinico término que acopla el mesén escalar ¢ al modo vectorial
tipo I es el segundo término de la ecuacién . Asi, para L pequeno tenemos

L
L¢>FF = %(27‘(@’)3 /_g ﬁ ¢ (F]JFIJ _ FMVF,LLV) '
c

Notar que el caso conforme correspondiente a L = 0, este vértice no existe. Aqui, analizamos
la situacion para el fondo no conforme y mantendremos un valor no nulo pero pequeno L para
aproximar la funcién hipergeométrica por una funcién de Bessel. El caso L = 0 deberia analizarse
de una forma diferente.

Ya que uno de los modos vectoriales del tipo 1™, el campo de F' asociado es tal que F| /f,/ =0.
Por lo tanto, el Gnico término importante es el proporcional a Fr;F!”. Esto implica que el modo
on-shell producido en este proceso (cuya masa estd indicada como Ms3) no puede ser del tipo
modo II. Esto significa que solo tenemos que considerar el modos escalar desde el punto de vista
de la teorfa en 5 dimensiones. La contraccion del campo 2-forma puede ser descompuesta en
términos de las coordenadas angulares sobre la S2, y la coordenada radial p,

Fi P! = F;FY + 2F,,F"* =2 |V,B;V'B! — V,B;V/B' + V,B,V’B' - V,B;V'B"] ,
(8.3.11)
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donde en el itimo paso se ha utilizado el hecho que el modo tipo I satisface B, = 0. Reemplazando
ésto en la accién y tomando el campo complejo conjugado para el campo saliente, obtenemos

Hr
N3/?

[¢ev=s

Segrer = — (2ma’)? x

2L¢

7 (ViB;V'B” — V;B;V/B* + V ,B;V’B"* — V ,B;V'B")

(8.3.12)

donde B corresponde al modo escalar de tipo I~ con masa w que proviene del propagador e
interactiia con el fotén virtul en la regién UV. Por otro lado, B* es el modo saliente con masa
M3. Primero analizaremos el caso It y luego consideraremos que el modo saliente del vértice
IR sea un modo tipo III.

Modo saliente del tipo I+

Si el modo normalizado saliente corresponde a un escalar de tipo I, se satisface BZ =0y
por lo tanto el ultimo término de la ecuacién (8.3.12)) se anula. Reemplazando la solucién de los
modos en la accién y tomando en cuenta que A = A, + 2 para el escalar que corresponde al
propagador representado por la linea vertical en la figura [8:2] obtenemos la siguiente accién de
interacciéon

1
Sﬁz% = —]:37/2 (2ma’)32L C/d4x e Prpo—ps)e (/A dz2? In,—o(M12)Jo(wz) Ja,—o(M32) 1
. 0
%
—|—/ dz JA(I)_Q(MlZ) 8z(z2J0(wz)) 8Z(22JA3_2(M3Z)) I2> s (8.3.13)
0

donde A;, y Ags estan asociados con los indices de la representacién de los armonicos esféricos
de los modos on-shell incidentes y salientes respectivamente y C' = /A3 M; Msw es la constante
de normalizacién. Ademds I; y I son integrales de arménicos esféricos sobre S? definidas de la
siguiente forma

I = / S (vi?l” VY yle vyl vyt Ylm) . L= / dQsY" . Y1 yln(8.3.14)

donde " y I;, estdn relacionados con las dimensiones conformes. Utilizando las propiedades de
los armonicos esféricos vectoriales obtenemos la siguiente identidad

(1 + Veim V)™ = eumeijn VY E = ViYEE - v, 707, (8.3.15)

que permite expresar una de esas integrales en términos de la otra

I = /d93 v VYT ()T = vy T) = 20 1) B (8.3.16)

Modo saliente del tipo 1]

Luego si consideramos como modo saliente el escalar de tipo III, las soluciones sobre las 8
dimensiones espacio temporales se escriben en términos de las funciones ¢rr7(p) v ¢r11(p), v los
arménicos esféricos escalares Y(V(Q) of $3. Estas toman la forma,

B,=0 , B,=e*"¢11(p)YO(Q) , Bi=e*111(p) ViY O (Q) (8.3.17)
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donde la dimensién conforme asociada es A = [ + 3 y las relaciones entre las funciones radiales

son
~ 1
(1+2) ¢ = ;a,) (PPo11r) - (8.3.18)
La ecuacion de movimiento esta dada por
1 M?R?
9p <p5p(P3¢IH(P))> =1l +2) pr1r(p) — p orrr(p) =0, (8.3.19)

donde el valor de L lo tomamos pequeno. Ya que L aparece con un orden cuadritico en la
ecuaciéon , vamos a utilizar la solucién a L = 0 en vez del dado por la hipergeométrica
para L distinto de cero. Luego la solucién normalizable estd dado en términos de las funciones
Bessel ¢rr1 = crrrJa_o(MR?/p) con crrp = R%2\/I(1 +2)A/M. Notar que estos modos poseen
una normalizacién diferente a los de los modos I. Reemplazando las soluciones en la accién de
interaccion se observa que los primeros dos términos se anulan ya que

/ dQs YV vyl (viij*l - vjviY*l) =0. (8.3.20)
Por lo tanto se obtiene la siguiente expresién de la accién
U "3 — o(p) p 7 o iny iy N ITT
Sint = N2 (2ma’)?2L [ dpdQd3y/—g 2 VP2(¢1(p)) (Op111(p) — b111(p) ) Y'YV Y I,

[

(8.3.21)
donde hemos omitido la delta de conservacion de momento como en la contribucién del modo L.
Se puede simplificar esta contribucion utilizando la relacion entre ¢;7; v ¢rr; dada en la ecuacion
(8.3.18]) v la ecuaciéon de movimiento ya que implican que

o 0y (30,6 6111(0)) ) e -
p(¢]ll(p)) = (+2) = ¢r11 + W . (8.3.22)
El resultado en términos de z = R?/p para el modo de tipo III saliente es
MsMw
Sint = —]\';237/2(27ra')32L ﬁMg / dz220, (22 Ja_2(w2))Jo(w2)) Jas—2(w2)) I3
(8.3.23)

donde I3 = | dQsY Y. vyl egla integral angular sobre la esfera.

Integrales angulares

El resultado de la integrales I7 e I3 se detalla a contiuacion, Los vértices de interaccién que
consideramos tienen coeficientes que provienen de integrales de tres armoénicos esféricos. Estas
integrales generan reglas de selecciéon para los modos salientes e introducen una dependencia en
[. Las integrales relevantes son

. - U'+e 1"+ 1 '—e U'=€¢ 1
m,n ym'n' om'n _ 2 2 2 2 2 2 / "
le }/2/ € : }/l” ¢ = Rl,e,e’(l 7l7l )
53 ’ ’ m' m” m n’ " n
’o! "o ﬂ 7ll+6/ L ﬂ =4 L
R AR (A | B R ACINCRICEES
S3 ’ m m m n n n
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donde las matrices corresponden a los simbolos 3 j, mientras que las funciones R; y Rs estan
definidas a continuacion

(_1)0+(e+5')/2 (y+ 1) 1/2 ,
R e’ \LyY, = 1 1 2
(e + 1) +ez+1) +y)elz+1)+€(z+1) —y)
(elw+1)+e(z+1)—y—2)"*, (8.3.25)
’ 1
—1)° 1 1) (o' — r— r— "+1)]2
By = U7 [ DEENE e ] g
™ (y+1)
El lado derecho de esas ecuaciones esta definido de modo que se obtienen valores no nulos sélo
si se satisface la siguiente inecuacién |z — 2| <y <z +2,ysio == en Ry y o’ = ”yfﬂﬂ

en Ry son enteros.

El diagrama mds importante en la expansion en 1/N, tiene un mesén escalar entrante, un
modo vectorial tipo I (¢ = —1) con [ = 1, y un tercer campo que puede ser un modo tipo I o
un modo tipo III. El mesén intermedio con [ = 1 solo admite m’ = 0 y el indice n’ puede tomar
tres posibles valores (£1,0). Primero se considera el caso con un escalar tipo I (e = —1) como
el tercer campo en el vértice. La integral angular es

ot st =1 o L A T
}/Em7n}/17’n_71n . }/;Z/’;_’IL — 2 2 2 2 Rg’_l’_l(l//, l, 1) . (8327)
53 m’” 0 m n” n n
El primer simbolo j impone una regla de seleccién sobre [”
I'—1 1 _1\=m i~} e _
L = B Lt (8.3.28)
m 0 —m 0 if l" #1+1

De la condicién de conservacién m +m’ = 0y n+n' +n” = 0, podemos simplificar la integral
y calcular la suma de los términos cuadraticos que requiere el teorema éptico

2
1 l l +2 l
L oo L B2 L 1
> 2 2 2 2 | Ry-1,a(l+1,1) | =-=. (8329)
-m 0 m —n—n'" n' n 2m

n'=—1

El resultado es independiente de la dimensién conforme de campo entrante (A ~ [). Si el
tercer modo es un escalar de tipo I con ¢ = 1 el simbolo j cambia y la regla de seleccion es
I =1" —1, pero el resultado es el mismo . Sin embargo, para el escalar de tipo III, obtenemos
una regla de seleccién [ = " y el resultado depende de la dimensién conforme del campo entrante

2

|~

SRR I

n'=—1

2 2 | my1y| =2 (8.3.30)

2
m 0 —m —n—n' n 2m

3

Para calcular las funciones de estructura debemos sumar sobre los indices m y n de los
armonicos esféricos de los estados intermedios utilizando el teorema éptico. Notar que muchos
términos se anulan debido a la conservacién de la carga asociada a esos indices.
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Comentarios generales de las integrales en z

Por otro lado hemos trabajado desde primeros principios, encontrando el diagrama domi-
nante a partir del estudio de los vértices y propagadores. Una vez tratado con las integrales
angulares, nos queda pendiente la integral en z del producto de las tres funciones de Bessel de
primer tipo multiplicadas por alguna potencias de entera de z. Debido a que estas integrales no
tienen representacion analitica conocida, existen dos formas de proceder. La primera consiste en
considerar numéricamente, simplificando las integrales considerando que la fragmentacién ocu-
rre en la region IR, de modo que podemos aproximar las funciones de Bessel por su desarrollo

asintético
2 T T
m o — —m—=——). .3.31
Im(az) \/Wazcos<az my 4) (8.3.31)

Sin embargo la compleja dependencia en x en la amplitud de dispersion dificulta la extraccion
de la dependencia en = en las funciones de estructura. La estrategia que se adopta es similar al
del Capitulo [7| y obtenemos las funciones F(z,¢?) semi-analiticamente con un rango de validez
bajo ciertas aproximaciones razonables.

8.4. Calculo de la funcién de estructura longitudinal

Calculamos las funciones de estructura de una forma andloga al caso del glueball tomando
en cuenta el diagrama mads relevante en la expansién en % y luego utilizando el teorema épti-
co sumamos sobre los estados intermedios on-shell. El tensor TH” se calcula a partir de FCS
obteniendo

d4/
Im (T1) = 4r° Z/ § (M3 —q?)6 (M3~ (P+q—q)?) {P,QIJ"(0)| X1, X2)|%,
My, Ms

(8.4.1)

donde el subindice en el tensor T indica que estamos considerando el proceso con dos estados
intermedios X; and X5 con momentos p’ y ¢’. El elemento de matriz de la corriente en la teoria
de campos que vive en el borde es

0P, QLI (@)| X1, Xz) = (2m)46" (P +q — 1/ — ) (P,QIn - J(0)| X1, Xa), (8.4.2)

lo identificamos a partir de la dualidad AdS/CFT con la amplitud del diagrama de Witten
en supergravedad del tipo IIB. A partir del procedimiento utilizando en la Seccién y las
definiciones de los vectores v* definidos en calculamos las funciones de estructura al
siguiente orden en 1/N, obteniendo,

F vZ + 422 (v - vy)?
I Z q‘p ’ \ / /d@ sin 6 Qx[vt 119222 (v - vt)z] |Ct|2 , (8.4.3)

donde el prefactor N, ! posee toda la dependencia del niimero de color luego de haber reescaleado
los campos para obtener los términos cinéticos del lagrangiano canénicamente normalizados. El
factor Ct, que contiene las integrales de cada vértice y el propagador del mesén escalar tipo I,
se define como

Cy(My, Ms,p',q') = /dz d2' [Vir(z) x Vuv (2') x G(z,7')]

w
= /dwwséqs)m[(Ml,Ms, )5,(4¢),¢I(M2,q7 w). (8.4.4)
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La funcién de estructura F} al igual que para los glueballs aportara una contribucién de un orden
menor en la expansion en g, por lo tanto nos enfocaremos en la Fy. La constante C; contiene
las integrales en la variable z de cada vértice y también la contribuciéon del propagador del
escalar de tipo I G(z, 2'), que posee la misma forma que el correspondiente al glueball .
La principal diferencia con el caso del glueball detallado en el Capitulo [7] corresponde a las
integrales del vértice de interaccién IR, que contiene las tres funciones de Bessel de primer
tipo multiplicado por la potencia z*, con k un entero positivo. En este caso las integrales son
complicadas de resolver analfticamente, debido a la presencia del cutt-off zo = A~' que puede
aproximarse siguiendo un andlisis similar al de & = 1 y luego analizarse utilizando técnicas
inspiradas en el caso estudiado por Auluck [66]. Estas aproximaciones se detallan en el Apéndice
[C] Las férmulas que se obtuvieron como resultado estdn dadas por las ecuaciones

A—l
I%)(a,b,c,A) = / dz 2" Jp(az) Jp(bz) Ji(cz)
0
= AT (a,b,c,A) ~ A2IO) (a,b, ¢, A) ~ AIP(a,b, ¢, A) ~ I1(a,b,c,A),  (8.4.5)

que estan escritas a menos de ciertas constantes numéricas que no son relevantes al estudiar la
dependencia en z de las funciones de estructura. [ (1)(M1, Ms,w, A) es la integral que aparece
en el caso del glueball. La ecuacién implica que debido a que estamos trabajando en
el régimen de A pequeno, la contribuciéon importante proviene del caso k& = 4, por lo tanto
nos enfocaremos en esta contribucién. Sin embargo las otras integrales se hacen importantes si
consideramos el limite 2 — 1. Ademés realizando la aproximacién del Apéndice [A]

A1
IW(a,b,e,A) = / dz 24 T (az) Ju(bz) J(cz)
0

3
G) \/% (1)~ (a4 b)) + (-1)%5(c — (@—b)] ,  (846)
para algunas potencias enteras o y 8 que poseen toda la dependencia en los indices de las funcio-
nes de Bessel. La similitud de las diferentes integrales proviene del hecho que, si consideramos
los limites de integracién, las contribuciones importantes provienen de la regién ¢ = |a + b|.
Es nuestro contexto corresponde a w = My + Mj. Este tipo de comportamiento en donde las
interacciones de supergravedad en AdS actian como algin tipo de restriccién de la conservacién
de la energfa ha sido notado en [58], que proviene intuitivamente de las aproximaciones con las
funciones delta de Dirac.

Considerando las aproximaciones para el vértice IR, el vértice UV y el propagador G(z, 2’) se
puede proceder del mismo modo que en el cdlculo del glueball en el Capitulo[7} Primero elevamos
al cuadrado la amplitud, luego realizamos la integracion en w e integramos en la variable angular
0. La contribucién importante viene del caso w = M; — Mj3. Luego la suma sobre la M3 indica que
los valores importantes son los cercanos a aM; con a = %. Todos esos resultados indican que
la fragmentacion del hadrén ocurre para dngulos pequenos y que el cociente entre el momento
de las particulas resultantes on-shell de masa M3 y momento p del hadrén incidente es similar
a las masas de AdS

6
B MS M My\?
Fl = o 0 (M5 +¢°)a8(¢P (1 — ) —aM35)% | 14 (=2 : (8.4.7)

donde B es una constante numérica. La diferencia entre esta suma y el caso del glueball estd
dada por algunos factores A, pero también de M3 y w = M; — M3 que cambien el resultado
de la dependencia funcional en x. Asimismo para el glueball tienen 1/N? mientras que para los
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mesones va con 1/N,.. Ahora, la contribucién més importante proviene del caso donde My toma
valores del orden de ¢, que significa que podemos tratar esta suma como una integral de medida
dMy /A [57]. Esta integral genera el resultado final para las funciones de estructura longitudinal
Fr,

6 A2
FO(2,¢?) = )\;Vclfo <Af) 22 21— 2)'(1+ 22(2 + 52)) . (8.4.8)
Se observa que para z — 1 la funcién de estructura decae como (1 — z)?, pero debemos te-
ner en cuenta que hay otras integrales en z de orden menos relevante. Estas integrales aportan
contribuciones proporcionales como z?(1 — x)3(1 + z(2 + 3z)) y 23(1 — x)? y se vuelven impor-
tantes cuando = — 1. La aparicién del decaimiento (1 — )2 es importante y esperable desde la
fenomenologia.

8.5. Comparacion con resultados de Lattice QCD

A partir de las simulaciones de Lattice de QCD se conocen los primeros momentos asociados
a las funciones de estructura mediante las siguientes integrales

M, [F;] = /01 dx z" 1 Fy(z, ¢%) . (8.5.1)

En el trabajo previo [68] se compararon los primeros momentos asociados a funciones de estruc-
tura de mesones escalares y vectoriales en el limite de N, grande con los datos provenientes de
simulaciones en la red del pién y del mesén rho [71]. En nuestra descripcién hologréfica aso-
ciamos al meson pseudoescalar mas liviano con la fluctuacién escalar ¢ asociada a la masa de
Kaluza-Klein mas pequena. Para el modelo de D3D7-branas el A =1+ 3 y [ = 1 corresponde
a la masa de KK mas chica. El niimero entero [ indica la representacién irreducible del grupo
SO(4) ~ SU(2) x SU(2) asociada a la descomposicién de los arménicos esféricos escalares.

En [68] se calcularon los primeros tres momentos de Fy(z,q?) y Fa(z,q?). Como en nuestro
calculo Fi es de un orden inferior, vamos a comparar F7, con la Iy obtenida de Lattice QCD.
El resultado que obtuvimos a partir de supergravedad de las funciones de estructura es valido
entre x = 0,1 y x = 1. Sin embargo para los primeros momentos es importante la contribucion
de z chico, por eso utilizamos la funcién de estructura encontrada en [70] y usada en [68].
Esta se derivé a partir de la dispersién de cuerdas abiertas y cerradas en AdSs x S° y posee
una dependencia en el parametro de Bjorken que va como Fim“ll(x,q2) o« z~!. El argumento
que nos permite utilizar estd funcion de estructura que fue calculada a orden arbol consiste
en notar que es independiante de la dimension conforme del hadrén incidente A;, y por lo
tanto podemos conjeturar que el resultado a un loop no serd demasiado diferente. De esta forma
podemos integrar desde = 0,0001 hasta = 1 como en [68]. Vamos a expresar la funcién de
estructura total a partir de dos constantes adimensionales, una delante de la Fj asociada a x
chico y otra delante de la F}, asociada a x grande. Luego calculamos el mejor ajuste de estas
constantes para reproducir los datos de Lattice para los primeros tres momentos del pion.

En la figura[8.3]se detallan los resultados del ajuste de la contribucién en 1/N, comparado con
el ajuste realizado en el limite de N, — oco. Las constantes de los ajustes son 0.0017 y 14.47. Estas
son del mismo orden de magnitud que las encontradas en [68]. Otro punto interesante es que el
cociente de los dos primeros momentos tomando el limite de energias grandes Ms3(Fy)/My(Fy) =
0,55 es mucho mas cercano a 0.5 (valor esperado desde la fenomenologia) que el obtenido tomando
el limite de N, grande M3(Fy)/Ms(F3) = 0,69 [68].

En la tabla se comparan lo resultados de los primeros tres momentos calculados para
el mesén pseudoescalar mas liviano con los resultados de las simulaciones de QCD en la red
calculadas en [72, [73] y con los resultados en el limite de N, grande presentados en [6§].
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Figura 8.3: Los primeros tres momentos de la funcién de estructura F, del pién obtenidos
de simulaciones de Lattice QCD [72, [73]. Se compara con los momentos obtenidos del mejor
ajuste de los pardmetros libres de la contribucién 1/N, tomando primero el limite de altas
energias (etiquetada con "D3D7 1/N.”). También se incluyen los momentos obtenidos del
mejor ajuste tomando primero el limite de N, grande. Se utiliza la etiqueta "D3D7 N —

oo”para esta contribucién.

Modelo / Momento | Mi(Fy) | May(Fy) | Ms(F)
Lattice QCD 0.27 0.13 0.074
D3D7 (1/N) 0.2699 | 0.1323 | 0.0727

Percentaje error 0.1 -1.8 1.8
D3D7 (N — o) 0.2708 | 0.1161 | 0.0803
Percentaje error -0.3 10.8 -8.5

Cuadro 8.1: Comparacién de nuestros resultados de los primeros momentos asociados a la
funcién de estructura F5 del mesén pseudoescalar més liviano para una eleccién apropiada
de la constante de normalizacion con respecto a los resultados computacionales de QCD en
la red [72, [73] y se compara también con los resultados presentados en [68]. Las incertezas
de los datos de Lattice QCD fueron omitidas.
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Figura 8.4: Momentos de la F5 del pién n = 1,...,10. Los datos previos son obtenidos de
[74] .

También podemos comparar de nuestros resultados para momentos de mas altos érdenes.
Se detallan en la figura los momentos comparados con [74]. La diferencia con los primeros
ajustes corresponde a que para los momentos superiores no hace falta utilizar el F}, asociado a
x chico y es suficiente con la funcién de estructura de valencia (z cercano a 1).

8.6. Funciones de estructura y relacion de Callan-
Gross

A partir de ciertas aproximaciones razonables calculamos la dependencia explicita en el
parametro de Bjorken de la funcién de estructura longitudinal. Esta expresion se calculé toman-
do como estados intermedios un modo escalar tipo I o un modo escalar tipo III. Estos diagramas
generan una expresién que decae como (1 — z)* cuando z — 1. Ademés existen otras contribu-
ciones provenientes de integrales en la variable z que son de un orden inferior pero decaen como
(1—x)2. Estas son relevantes para = tendiendo a 1 y por lo tanto la contribucién a los momentos
de las funciones de estructura son muy pequenas.

Se observan que la estructura a un loop de las amplitudes DIS generan una contribuciéon no
nula de la F} pero es de un orden menos relevante en la expansion en ¢/A. El término relevante
estd dado por Fb o este caso la funcién de estructura longitudinal Fy = Fy, — 2xF].

Otro efecto notable en la ecuacion es la presencia del factor 1/\ ademds del factor
1/N,. Este factor es esperable ya que la interaccién de tres mesones tiene una acoplamiento
proporcional a

~

1l «
Geubic X va (8.6.1)
C

donde L = AR? y como R? = v/Aa’/ entonces,
1 1
Yeubic X ﬁﬁ
También hay que enfatizar otras caracteristicas interesantes. Primero que la dependencia en [ se
encuentra solo en el coeficiente y no como potencia de x o (1 — x). Este comportamiento difiere

(8.6.2)
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Figura 8.5: La funcién de estructura Fy en funcién del pardmtro de Bjorken. Se conside-
raron las contantes ajustadas que dan los momentos de la tabla @
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del obtenido en el limite N. — oo [68] en donde la I, oc 2/+4(1 — 2)*1. Segundo, la funcién de
estructura decae como (1 —2)? en la regién de z — 1y en el contexto de la funcién de estructura
de valencia se han obtenido en [69] una contribucién que va como (1 — x)?+%:2,



Capitulo 9

Plasmas de quarks y gluones
fuertemente acoplados

Las colisiones a velocidades ultrarelativistas de iones pesados juegan un rol muy importante
en la fisica de altas energias proporcionando el acceso controlado a datos experimentales de un
nuevo estado de la materia a altas temperaturas y densidades: el plasma de quarks y gluones
(QGP). El proceso completo desde de las instancias previas a la colisién de los nicleos hasta
la formacion de hadrones y fotones térmicos medidos por los acelerados estd regido por varias
etapas, cada una con su fisica subyacente.

En los primeros instantes el plasma esta formado esencialmente por gluones, denominandose
glasma. El niimero de gluones es del orden de ~ g% con g la constante de acoplamiento y cada
uno lleva una pequena fraccién x del momento total del niicleo incidente. Durante el primer fm/c
debido al alto nimero de ocupaciéon el plasma evoluciona siguiendo las ecuaciones clésicas de
Yang-Mills a primer orden en el desarrollo perturbativo. Se espera que en los siguientes 6rdenes
en la expansién en la constantes de acoplamiento, las correcciones cuanticas generen los procesos
de isotropizacién de los momentos [75] y posteriormente alcance el equilibrio local.

A pesar del progreso en los ultimos anos [76], atin no se ha dilucidado el mecanismo de ter-
malizacién desde primeros principios (QCD perturbativa). Otra alternativa prometedora para
generar tiempos de termalizacién extremadamente réapidos (0.2-1) fm/c provienen de modelos
hologréficos derivados de supergravedad (teoria de cuerdas) [77], [78]. Se han estudiados simu-
laciones que contienen la evolucién completa combinando condiciones iniciales provenientes de
un plasma N =4 SYM con modelos hidrodindmicos [79], en donde se obtuvieron buenos resul-
tados para observables hadrénicos. Seria interesante explorar modelos hologréaficos mas realistas
incluyendo por ejemplo campos magnéticos fuertes, acoplamiento finito (correcciones en o) y
efectos de momento angular del plasma.

En la siguiente etapa el sistema estd formado por un plasma de quarks y gluones (QGP) en
equilibrio térmico local que se expande y enfria. La dindmica puede ser descripta por modelos
hidrodinamicos viscosos, en donde la viscosidad toma en cuenta la desviacion del equilibrio
térmico e isotropia. El plasma sufre una transiciéon de fase suave hacia un gas hadrénico, de
acuerdo a las ecuaciones de estado obtenidas a partir de datos de Lattice [80]. Durante esta
evolucién emite fotones térmicos que nos proveen informacién directa de la evolucién del plasma.

Finalmente, alcanzada una temperatura critica debido al confinamiento, el sistema hadroni-
za. El gas de hadrones continua evolucionando, decayendo e interactuando y luego se miden los
observables hadronicos en los calorimetros de los aceleradores.

En los trabajos [81] 56] se han estudiado con éxito el espectro hadrénico y los coeficiente del
flujo anisotrépico para procesos Au-Au en el Relativistic Heavy Ion Collider (RHIC, Brooha-
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ven, USA) y Pb-Pb en el Large Hadron Collider (LHC, CERN, Suiza) a partir de simulaciones
numéricas. Para simular estos procesos se utilizaron condiciones iniciales IP-glasma y un simu-
lador hidrodinamico. Luego se utilizé esta simulacién para estudiar la produccién de fotones
directos [56] a partir de la tasa de fotoemision asociada a un plasma débilmente acoplado [82].
Por 1ltimo en el trabajo de [83] se incluyé tasas de fotoemisién asociadas a plasmas fuertemen-
te acoplados calculados mediante la dualidad AdS/CFT. Estas tasas se obtuvieron a partir de
modelos botton-up y ajustaban mejor los datos experimentales. El objetivo de nuestro trabajo
es explorar el espectro y los coeficientes de flujo anisotépico a partir de utilizar las tasas de
fotoemision con A grande pero finito. Se remarca que estos modelos son top-down y se podemos
considerarlos desde primeros principios con contraste con los utilizados en [83].

9.1. Fotoemision

Los observables asociados a corrientes electromagnéticas como fotones y dileptones inter-
actian con el medio a partir de la interacciéon electromagnética que es mucho mas débil que
la interaccién fuerte. Por esta razén su longitud de camino medio es mayor que la longitud
caractaristica del sistema y su estado final permanece practicamente inalterado, siendo buenos
candidatos para proveer informacién de la evolucién local del plasma.

Los fotones térmicos emitidos por el plasma, no son la tnica fuente en el proceso. Existen
otros mecanismos de fotoemisiéon que deben tenerse en cuenta a la hora de comparar los modelos
tedricos y simulaciones con los datos experimentales, ver figura A continuacién se detallan
brevemente de dénde provienen las otras fuentes de fotones directos. El

T A hard scattering (prompt)
-
>
Q
e
- jet fragmentation
o
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parton-medium interaction
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. hadron decays
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Figura 9.1: Escalas de tiempos asociadas a los distintos mecanismos de produccién de
fotones. La imagen fue extraida de [53].

Fotones prompt

En primeros instantes cuando los dos nticleos colisionan, las interacciones entre partones
producen fotones mediante hard scattering (aniquilacién quark-antiquark, proceso de Compton)
y procesos de fragmentacion. Esta contribucion se puede calcular utilizando un modelo empirico

'En realidad la fotoemisén total que mide los calorimetros del acelerador corresponde a la contribucién
de fotones directos y fotones inclusivos. Estos tltimos se pueden extraer de los datos mediante analisis
estadistico y corresponden a decaimientos parténicos, principalmente debidos a procesos del tipo 7 — 7.
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a partir de cédlculos de QCD perturbativo que permiten obtener el espectro de fotones producidos
en colisiones p+p complementado con un escaleo binario. Este escaleo supone que las colisiones
entre los nicleos estan dadas por una suma incoherente de colisiones protén-protoén.
Utilizando célculos perturbativos se puede obtener los fotones producidos de la colisién
protén+protén (p+p) a partir de dos canales [84], [85]. El primero es de fragmentacién:

a3 Opp
d3p

= > Jap(@a) % fopp(as) x d& x Dy pe(ze), (9.1.1)
a,b,c,d

donde las f son las funciones de distribucién parténicas y la suma se hace sobre los partones. El
ultimo factor indica que el partén ¢ tiene una probabilidad de producir un fotén de momento
Pr = z:p. en el proceso de fragmentacién y esta probabilidad esta dada por la funcién de
fragmentacion D, /. no perturbativa.

Fl segundo canal corresponde a los procesos de hard scattering dados por

do .
B = D Jopp(wa) X fopplws) x do, (9.1.2)
a,b,d

donde dé describe procesos de la forma ab — vd (donde a,b,d corresponden a partones), prin-
cipalmente dados por la dispersiéon de Compton (g¢ — vq) y la aniquilacién quark-antiquark
(97 — 97)-

El célculo perturbativo del procesos p+p se realizé mediante el programa INCNLO [86] con
correcciones nucleares a las funciones de distribucién parténica [87]. Esto se conoce a next to
leading order y se puede condensar los dos efectos de fragmentacion y hard scattering en una
sola expresion

3
d’opp

d3p - Z fa/p(l'aanact) X fb/p(:pbanact) X da—(Qren) X D’y/c(zcanrag)- (913>

a,b,c,d

donde f,/, son funciones de distribuco6n parténicas que se pueden interpretar que representan
la probabilidad de que un partén a con momento z, P sea encontrado en un protén de momento
P. La seccién eficaz total depende de las escalas de energia que entran en cada factor: la escala
de factorizacion Qfq de las funciones de distribucion parténica f, la escala de fragmentacion
Qfrag de la funcién de fragmentacién D, /C(zc) y la escala de renormalizacién Q),., absorbida
por la constante de acoplamiento. Se fijaron todas las escalas en Q = 0,5 ppr que reproduce
correctamente los datos experimentales. La escala ), que puede tomar valores entre 1-1.5 GeV
. Estos calores corresponden a una estimacion de las escalas de energias mas bajas en las cuales
se puede considerar QCD perturtbativo. Esto impone una limitacion, ya que permite explorar
valores pr > 2(Q), por eso para acceder a valores cercanos a pr ~ 0,5GeV se puede utilizar el
comportamiento analizado en [52, [56] en donde el resultado de cambiar de escala @) corresponde
a un cambio de normalizacién. Esto permite elegir () = 4pr y acceder a la region de pr chicos que
nos interesa. Por 1iltimo se utilizé la parametrizacién adoptada en [88] que ajusta correctamente
el espectro de fotones en procesos p+p dada por la siguiente forma funcional f(aq,bi,c1) =
a1(1 + p%/b1)~“. En la figura se observan los datos experimentales y el ajuste de fotones
directos del procesos p+p a /s = 200 GeV.

Por 1ltimo implementando un escaleo binario calculamos la contribucién del espectro de
fotones prompt dos nicleos (A+A) :

3 arprompt 3

E ~ = :
d3p ot dp

(9.1.4)
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Figura 9.2: Ajuste de los datos experimentales de PHENIX [88,[89] de fotones directos en
el proceso p-p a /s =200 GeV.

donde N, es el nimero colisiones nucleén-nucleén en la colisiéon de los dos ntcleos calculado
con el modelo de Glauber (ver tabla [9.1)) y o€ es la seccién eficaz diferencial ineldstica del
proceso nucleén-nucleén. Se utilizé el valor g,, = 42 mb para los procesos Au-Au y o,, = 65
mb para Pb-Pb del mismo modo que en [90]

Fotones térmicos

Los fotones térmicos son emitidos por el plasma durante su tiempo de vida. Es interesantes
estudiarlos por dos razones. La primera es que poseen un compartimiento exponencial para
bajos momentos al igual que el espectro directo, indicando que son la fuente mas dominante. El
segundo punto interesante es que lo fotones directos aportan una contribucién en la anisotropia
en momentos para Pr (momento transverso) pequenios mayor al de las otras fuentes de fotones
y es del mismo orden de magnitud que el asociado a los piones. Esto parece indicar que la
anisotropia en momento asociada la emisiéon de fotones y hadrones se genera por el mismo
mecanismo.

Fotones de decaimientos hadrdnicos

La mayor parte de los fotones producidos por decaimientos se extraen estadisticamente y
corresponden a fotones prompt. Algunos otros canales de decaimientos menos relevantes como
por ejemplo f(1285) — pgy no fueron considerados en los fotones prompt y quedan incluidos en
los fotones directos [56]. Estos se pueden calcular con el médulo de una simulacién numérica de
hadronizacién y decaimientos.

Otras fuentes no consideradas

Existen otras fuentes que no se consideraran en este trabajo [91] y [52] pueden provenir de
la fase de pretermalizacién, de considerar campos magnéticos fuertes o jets.

9.2. Simulaciones numéricas

Para simular las colisiones se utilizaron médulos que recrean numéricamente cada etapa del
proceso y estan asociados a distintos modelos fisicos. Los observables se clasifican segin el rango
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de centralidad al que pertenecen y para simularlos se generan eventos con condiciones iniciales
fluctuantes y aleatorias en el rango centralidad estudiado. Luego se computa la evolucién para
cada evento y finalmente los observables se obtienen a partir del promedio sobre el nimero total
de eventos. Este método se denomina simulacién event by event y ha generado buenos resultados
describiendo correctamente el espectro, el flujo anisotrépico de hadrones y la produccion de
fotones térmicos, [81], [56].

A continuacién describiremos el proceso para generar numéricamente el espectro de fotones
directos.

Los moddulos se dividen en:

s Generador de condiciones iniciales.

= Evolucién hidrodinamica.

= Emisién de fotones térmicos.

= Emisién de fotones por decaimientos.

Luego para obtener el espectro de fotones directos se le debe sumar la contribucién de fotones
prompt calculados como se comentd en la seccion anterior. Se detalla esquemaéaticamente en la
figura las etapas que describen las colisiones de iones pesados, qué médulo numérico se
emplea y qué modelo tedrico se aplica.

9.2.1. Condiciones iniciales

Las condiciones iniciales que se generaran para la simulacién evento por evento y que utili-
zaremos en la evolucién hidrodinamica se pueden clasificar en dos grupos: métodos Monte Carlo
Glauber y modelado considerando la presencia de un Color Glass Condensate (CGC). Se debe
aclarar que estos mecanismos no recrean el proceso de pretermalizacion y termalizacién. En
ambas técnicas se utilizan generadores de Montecarlo en alguna etapa interna.

MC-Glauber

En las colisiones relativistas de iones pesados, los nticleos se aceleran hasta alcanzar velocida-
des cercanas a las de la luz, generando que los movimientos orbitales intrinsecos de los nucleones
se congelen debido a la dilatacién temporal. Esto permite utilizar la descripcion semi-clasica de
los modelos de Glauber que considera nucleones descorrelacionados que interactian. Las etapas
principales son:

= Generar las posiciones de los nucleones en cada niticleo aleatoriamente de modo que sean
compatibles con la densidad de distribucion nuclear de Woods-Saxon.

= Computar la probabilidad de interacciéon a partir del parametro de impacto entre los
nucleos y la seccién eficaz ineldstica nucleén-nucledn.

= Recrear la forma en que se deposita la energia o entropia de cada interaccién. Por ejemplo
a partir de una distribucién gaussiana en 2D en el plano transverso.

Cada una de estas etapas se la puede mejorar para que recreen condiciones mas realistas. Estos
modelos nos aportan solo la densidad de energia inicial, el nimero de nucleones participantes y
el nimero de colisiones binarias. Un articulo de revisiéon completo de los modelos de Glauber es
[92] y un articulo donde detalla operativamente como implementarlo es [93].
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Figura 9.3: Tlustracién de las etapas de la colisién con los modelos tedricos y los médulos
numéricos que las describen. Figura modificada de [91].

IP-glasma

Por otro lado, utilizando el método de Glauber solo se puede obetener la densidad de energia
inicial e(tp) y se deben fijar a mano a partir de otros modelos o consideraciones, u(tg), 7 (o)
y II(tg) (correspondientes a los tensores de viscosidad y flujo de velocidades a tiempo inicial
definidas formalmente en la siguiente seccién). Esto impulsé la bisqueda de condiciones iniciales
con menos parametros libres. Una propuesta alternativa estd basada en modelos de Color glass
Condasate , que calcula la multiplicidad de los gluones a partir sus funciones de distribuciéon. En
este modelo suponemos que a altas energias la constante de acoplamiento es pequena y el niimero
de ocupacién de los gluones es grande y no perturbativo (~ 1/ag). En este limite podemos
aproximar la dindmica por la teoria de Yang-Mills clasica, describiendo su configuracién inicial
y su posterior evolucién. Esta aproximacion es valida para colisiones de ntcleos pesados pero
para colisiones pequenas como por ejemplo p+Pb se especula que sélo es valida para eventos de
alta multiplicidad.

El marco de trabajo CGC se combina con modelos de parametro de impacto de la escala de
saturacién, que introduce una escala de saturacion Qs dependiente del x de Bjorken y reproduce
correctamente los datos de dispersién inelastica profunda de HERA. A partir de una constante
de multiplicativa de orden uno que permite convertir @ en la densidad de carga de color g%u
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se puede generar la distribuciéon de carga de cada nicleo.

Se genera la distribucién de carga inicial p* con un muestreo de Monte-Carlo siguiendo la
densidad de distribucién gaussiana de carga de color {p®(Z7)p?(vr)) = 1g*Qs(z, T1)0%d (T —ijr)
y la distribuciéon de Woods-Saxon. Una vez determinada la distribucién de carga, se obtienen
los campos de gluones para cada nicleo de

donde U es la linea de Wilson definida a partir de

—ig [ degLQ(JC_Tﬂ)

Un = Pe rm? (9.2.2)
El indice m = 1,2 indica el correspondiente nicleo. Los campos luego de la colisién ¢t — 0T
toman los valores

A= AE1) + A%Q) (9.2.3)

AT = 5[ %1)#‘1%2)] (9.2.4)

Se evoluciona siguiendo las ecuaciones de Yang-Mills hasta un cierto tiempo tg. Los autova-
lores tipo-tiempo del tensor de energia-impulso

THu" = eut (9.2.5)

permiten obtener la densidad de energia € y el flujo de velocidades u* que corresponden a las
cantidades relevantes para los cdlculos de fluidos. Esto se denomina Landau Matching.

La normalizacién del tensor de energia-momento en estas condiciones no esta totalmente
determinada, por la libertad en la eleccién de ay (ver [94]). Esta normalizacién se puede fijar
ajustando los datos de multiplicidad de hadrones cargados. Las condiciones iniciales obtenidas
con este modelo son invariantes de boost por lo cual son una buena aproximacién para colisiones
de altas energias con rapidez cercana a mid-rapidity.

El trabajo donde se empieza a emplear la condiciones IP-glasma es [95], y en la seccién 4 de
[94] hay un resumen del proceso para generarlas.

Para las colisiones de Pb-Pb y Au-Au se utilizaron las condiciones IP-glasma descargadas
del sitio web de Schenke [96], que cuentan con la densidad de energia inicial y la velocidad. Se
debe escoger como tiempo inicial en la evolucién hidrédinamica tg = 0,4 fm/c.

9.2.2. Mobdulo hidrodinamico

El médulo hidrodinamico es la parte central que nos permite describir la evolucién del plasma
de quarks y gluones. Necesita de condiciones iniciales derivadas en la seccién anterior y algunos
parametros que deben fijarse de modo de ajustar correctamente algunos observables hadrénicos.
Estos pardmetros corresponden a la viscosidad de corte n y la viscosidad del bulk ( y provienen de
correcciones de viscosidad al equilibrio local. A continuacién se detalla brevemente la principales
caracteristicas de los modelos hidrodinamicos.

Las teorias hidrodinamicas son teorias efectivas en donde las complicadas interacciones a
corta distancia y tiempos cortos son promediadas. Los grados de libertad efectivos se reducen a
las cargas conservadas y sus corrientes. Por lo tanto las ecuaciones hidrodindmicas son simple-
mente las leyes de conservacion y se debe adicionar la ecuacién de estado. Si incluimos términos
de disipacién se necesitan las correspondientes relaciones constitutivas [97].
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Los grados de libertad hidrodindmicos incluyen los valores de expectaciéon de corrientes
conservadas, tales como el tensor de energia-impulso T*” (simetria de Lorentz) o corrientes
asociadas a una carga conservada Jp (ejemplo carga baridnica), con sus respectivas leyes de
conservacion,

8, T =0, (9.2.6)
9, Jt = 0.

En nuestro caso se supone la condicion mas realista en la que el plasma se encuentra en
equilibrio térmico local. Se toma como hipétesis que cada parte del sistema puede ser aproximado
localmente por un estado de equilibrio térmico que se mantiene durante un cierto tiempo. Para
que sea una suposicion razonable se necesita la siguiente jerarquia de escalas:

» Una escala microscépica que es relevante en la dindmica microscépica (QCD en nuestro
caso).

= Una escala intermedia suficientemente mayor a la escala microscépica en donde se puedan
definir las cantidades termodinamicas.

= Una escala macroscépica suficientemente grande para que la escala intermedia pueda tra-
tarse en el limite continuo.

Luego se puede ir mas alld y estudiar el sistema apartado del equilibrio local mediante
la expansién en gradientes del tensor de energia-impulso, que implica introducir el tensor de
viscosidad de corte 7 (X) y la presion del bulk de II(X) que parametrizan el apartamiento.
Estos tensores quedan indeterminados y se deben restringir a parir de otro modelo, como por
ejemplo teoria cinética. Primero definimos un marco de referencia local en donde las cantidades
termodindmicas estén bien definidas,

THX)u” = e(X)uH(X), v'u, =1, (9.2.8)

donde T"(X) es el tensor de energia impulso, ¢(X) es la densidad de energia y u*(X) es el flujo
de velocidad. El marco de referencia en reposo de un elemento de fluido se obtiene realizando
un boost de modo que u#(X) = (1,0,0,0).

El tensor T se puede descomponer como,

TH (X) = (X )ulu” (X) — (p(X) + TI(X)) A (X) + 7 (X), (9.2.9)

donde A (X) = g — u#(X)u”(X), p(X) la presién . El tensor de viscosidad de corte 7w
posee la siguientes propiedades

C——— (9.2.10)
™y, = 0, (9.2.11)
o= 0. (9.2.12)

Las ecuaciones de movimiento de 7 y II se pueden derivar de la teoria cinética, tomando
como punto de partida la ecuacién de Boltzmann relativista

Kro,f(K, X) = CIf(K, X)] (9.2.13)

donde f(X,K) es la funcién de distribucién de una particula y C[f(X, K)] es el término de
colisién.
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Se pueden obtener ecuaciones de movimiento més simples dependientes de algunos pocos
parametros libres realizando una expansion sisteméatica en términos de la inversa de los niimeros
de Reynolds y el parametro de Kudsen [98]. La inversa de los parametros (R;!, Ry;' = |II|/P)
de Reynolds comparan la contribucién de la viscosidad con la del fluido ideal mediante R_! =
|7|/P y Ry' = |1|/P. El pardmetro de Kundsen K, = \/L cuantifica la relacién entre el
camino libre medio A de la escala microscépica y la longitud caracteristica del medio L.

Las ecuaciones de movimiento a segundo orden en los pardmetros de Kundsen y la inversa
de los nimeros de Reynolds son [91] y [52]

mll+ 11 = —C0 — Symll0 + A" o, (9.2.14)

TﬂAggﬂ'o‘ﬁ + o = 2pot — GO — TﬂwAggﬂmaf + Arnllo” + ¢7Agg7r)‘a7r§

con las siguientes definiciones

1 1
0 =0, A= (anay +agay) - SAM s, o = AN (92.15)
9 ¢ 81
= — = oo = 2/3 Mir == | = —
5 4 10 6
Tp = - +77P, Opm = 57'7,, Tom = 77’,” Arll = E (9.2.16)

donde ¢, es la velocidad del sonido que se obtiene de la ecuacién de estado y los tnicos parametros
libres corresponden la la viscosidad de corte 7 y la viscosidad del bulk .

En este trabajo se utiliz6 para resolver las ecuaciones hidrodindmicas en (2 + 1)D para las
colisiones de nicleos simétricos a midrapidity el programa MUSIC [99] basado en el algoritmo
de Kurganov-Tadmor [100].

9.2.3. Modbdulo de hadronizacion y dinamica posterior

En esta seccién se comentard brevemente como se describe el proceso de hadronizacion y la
posterior evolucion que permitird obtener los observables hadrénicos. Se utilizé el programa iSS
del paquete iEBE [101] para generar la hipersuperficie del modelo de Cooper-Frye.

A medida que el plasma evoluciona se enfria y diluye hasta que en algin momento la des-
cripcién hidrodindmica pierde validez. El sistema de todos modos continua interactuando por
lo cual se debe utilizar otro modelo para describirlo como la teoria cinética. Antes de utilizar
los modelos de transporte debemos convertir el medio en un gas de hadrones. A este proceso se
lo demominamos hadronizacion, pero debemos recordar que la transicién del plasma al gas de
hadrones se da de un modo continuo. El modelo utilizado para obtener esta transicion es el desa-
rrollado por Cooper-Frye [102] en el cudl el plasma evoluciona hasta al alcanzar un temperatura
T}, que define una hipersuperficie. Esta temperatura es un parametro efectivo de la simulacién
que indica el fin del proceso hidrodindmico. Este proceso se produce localmente y los hadrones
estan dados por una distribucién térmica de energia y momento de acuerda a la temperatura Tj,
y boosted por el flujo de velocidad local del medio. Utilizando la funcién de distribucién local
térmica de hadrones se puede calcular el espectro de hadrones de especie i (tales como el kaén,
proton, etc) a partir de la siguiente ecuacion

3N
p@Ni _
dp

/Egidg,upu (fO(P - U, X) + 5fcorte(xap) + 5fbulk($7p)) (9217)

donde g; es la degeneracién del hadrén, d¥g = d®r y d¥ + drd?sn con n un vector normal a la
hipersuperficie definida por T(X) = T}, y d?s el drea local a la superficie. La energia se conserva
en el proceso si todas los hadrones y resonancias son producidas por este medio.
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Se incorporan correcciones a la viscosidad de corte y del bulk del medio corrigiendo las
funciones de distribuciones en equilibrio :

1
fo = Gt
TuwpHp”
corte — 1+ —
0 feort fo fo) 2(eg + Po)T2
1m?2 P10, T
= —foltf) |2 — = (= - 2 2.1

El signo 4+ corresponde a la naturaleza bosénica o fermidnica de la distribucion.

Se debe comentar que se estudian criterios de transicién maés realista que implican comparar
las longitudes de camino libre medio de cuasiparticulas pero requiere un mayor estudio de la
dindmica de las interacciones y aun no hay un consenso establecido.

Este mdédulo es importante para proveer previamente los parametros hidrédinamicos de la
simulacién y calcular los fotones proveniente de decaimiento aunque no interviene el computo
de fotones térmicos.

Dinamica hadroénica posterior

Las particulas generadas luego del proceso de hadronizacion continidan interactuando hasta
que finalmente alcanzan el detector. Este proceso se lo suele denominar afterburner. Las colisio-
nes eldsticas modifican la distribucién de momentos y las inelasticas modifican la abundancia
relativa que cada tipo de hadrén. Ademds se deben considerar los decaimientos de hadrones
y resonancias inestables. Esta dindmica posterior se simula utilizando el modelo de transporte
UrQMD (correspondiente a las siglas en inglés de Ultra-relativistic Quantum Molecular Dyna-
mics) que resuelve las ecuaciones de Boltzmann con grados de libertad hadrénicos. Se utilizara
la version 3.4 desarrollada en [103] [104] que simula interacciones de hadrones y resonancias con
masas de hasta 2,25 GeV. Las secciones eficaces hadrénicas que utiliza UrQMD, estdn basadas
en datos experimentales o mediante extrapolaciones de otros procesos en el caso de no contar
con datos experimentales.

Es importante incluir colisiones y decaimientos para obtener una buena descripcién de ob-
servables hadrénicos como por ejemplo el valor medio de (pr) [81] [105].

9.2.4. Observables hadroénicos

En esta seccién vamos a discutir brevemente qué parametros se utilizaron para describir
correctamente los observables hadrénicos y lograr calcular utilizando el medio hidrodindamico
que simula el plasma las curvas de fotones directos.

Para las colisiones Pb-Pb y Au-Au se utilizaron las condiciones IP-Glasma por describir con
mayor precision que las condiciones de Mc-Glauber, el flujo anisotrépico. Estas condiciones fijan
e(to) y ut(to), y los otros tensores iniciales se fijan 7 (tg) = 0 y II(t9) = 0. El ¢y en este caso
es 0.4 fm/c. Se utiliza la ecuacién de estado s95p-v1 ([80]) que proviene de célculos de Lattice
QCD. Se incluye viscosidad de bulk en el medio con la funcién /s, que ya viene incorporado
en el programa MUSIC, depende de la temperatura y se toma de la parametrizacién [106], que
reproduce correctamente datos de Lattice QCD.

Hay tres pardmetros efectivos importantes en la simulacién que corresponden a la viscosidad
de corte 1, la normalizacién de la densidad de energia de las condiciones iniciales y la temperatura
de hadronizacion Ty, que se obtienen ajustando algunos observables hadrénicos.

En la Tesis [52] se estudia con detalle como ajustar los 3 pardmetros y cémo mejora al
implementar el modelo UrQMD incluyendo colisiones. La normalizacién de la densidad de energia
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Colision | n/s T, €0 to | Vis | Colisién | N 207 | N(0-40)%
Pb-Pb | 0.095 | 145 MeV | 1.15 | 0.4 fm/c | Si Si 1227 499
Au-Au | 0.06 | 165 MeV | 1.3 | 0.4 fm/c | Si Si 795 323

Cuadro 9.1: Pardmetros més relevantes en las simulaciones.

se obtiene ajustando la multiplicidad del pién y la temperatura de hadronizacién Ty, se obtiene
ajustando la multiplicadad y el Pp promedio del protén. Por ultimo la viscosidad de corte que
es proporcional a la entropia, se obtiene imponiendo que ajusten correctamente los coeficientes
del flujo anisotrépico v, {2} tedrico definidos como:

v{2} = V((vn)?) (9.2.19)

en donde el valor medio se calcula promediando entre los eventos y v,, se obtiene integrando los
v (py) definidos en el Capitulo @ Esto se puede realizar porque la multiplicidad y el py promedio
ajustado en el paso previo no son muy sensibles a variaciones de 7. Los v, fueron integrados en
el rango de momentos entre 0 y 3 GeV.

Los pardametros que podemos utilizar de los trabajos [81) [105] corresponden a la viscosidad
de corte /s y la temperatura T),. Nos queda la constante de normalizacién de las condiciones
iniciales que se ajusta a partir de multiplicidad del pién y es de un valor cercano a 1. Al aumentar
la densidad de energia la multiplicidad del pién , kadén y protén aumentan, por lo tanto se fueron
barriendo valores hasta alcanzar el dato experimental. Luego la variacion de la temperatura Tp
no altera la multiplicidad del pién pero si modifica la del protén (de esta forma se fija este
parametro). Como ya se disponia de los otros dos pardmetros, se verificé de obtener una buena
descripcién de observables hadrénicos. La normalizacién de la energia para Au-Au es 1,35 y la
de Pb-Pb es 1.2. La temperatura de hadronizacién T, utilizada es Ty, = 145 MeV para Pb-
Pb y Tsw = 165 MeV para Au-Au. La viscosidad de corte (que se la toma proporcional a la
entropia) utilizada para los procesos Pb-Pb es g = 0,095 y para Au-Au g = 0,06, que reproduce
correctamente v, {2} para todas las centralidades. A continuacién se detalla en la tabla de
los parametros de la simulacién para las colisiones Au-Au y Pb-Pb.

En las figura [0.4] se detallan algunos resultados observables experimentales junto con los
resultados de la simulacién hidrodinamica. Los datos de multiplicidad en funcién de la centra-
lidad y el p; promedio se obtuvieron de [55], los coeficientes de flujo anisotrépicos ve{2}, v3{2}
de [107] y [10§], y el espectro en [89]. Estos observables se generaron utilizando simulaciones
hidrédinamicas con pardmetros similares en [105].

En la figura se observan algunos observables provenientes de las simulaciones para coli-
siones de Pb-Pb comparados con datos experimentales. Los datos de multiplicidad, p; promedio
y el espectro se obtuvieron de [109].

Se concluye que las simulaciones hidrodindmicas proveen una sélida descripcién del proceso,
describiendo muchos simulatamente distintos observables hadrénicos en las distintas centralida-
des fijando pocos pardmetros libres (la constante de normalizacién de la energi, la temperatura
Ty, y la viscosidad de corte 1/s). Ademés en los trabajos [81], [105] se detallan una buena des-
cripcién de otros observables, por ejemplo, flujo anisotrépico en funcién de p; y otros bariones
comoel A, Qy =.
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Figura 9.4: Comparacién de las simulaciones hidrodindmicas con los observables hadréni-
cos experimentales de colisiones Au+Au /s = 200 A GeV : (a) multipliciadad vs centralidad,
(b) espectro hadrénico para la centralidad 10-20 %, (c) p; promedio vs centralidad y (d) vy,

integrado vs centralidad.
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Figura 9.5: Comparacién de las simulaciones hidrodindmicas con los observables hadréni-
cos expermientales de colisiones Pb-Pb a /s = 2,78 ATeV: (a) multipliciadad vs centralidad,
(b) espectro hadrénico para la centralidad 10-20 %, (c¢) p; promedio vs centralidad.

9.2.5. Moddulo de emision de fotones

Este mdédulo se encarga de calcular la contribucion de los fotones térmicos emitidas por el
plasma. El primer ingrediente que se necesita es la tasa de fotoemisén del plasma termalizado

definida de la siguiente forma

dar i

= I 9.2.20

A3k 2(2m)3H ( )
donde k£ es el momento y H}f“ es la componente (12) del tensor de polarizacién del medio.
En el formalismo de Schwinger-Keldish se obtiene calculando el correlador de dos corrientes

electromagnéticas jj, :
I, =i / d*ze™ P (jl(2)52(0)), (9.2.21)

en donde los indices 1, 2 corresponden a las lineas en la integral de camino de Schwinger-Keldysh.
La tasa de fotoemisién corresponde a la cantidad de fotones emitido por un diferencial de
volumen en reposo de un plasma en equilibrio térmico por unidad de tiempo y volumen. En un
marco referencia boosted con un cuadrivector velocidad u la tasa es
dr
Eﬂ(K ~u, T). (9.2.22)
Luego para calcular la fotoproducién, se debe realizar la convolucion de la tasa de fotoemision
térmica con la evolucion hidrodindmica en cada evento. Si el medio se puede describir con
hidrodinamica viscosa, la emision total se calcula a partir de
dN 4 dr
Br = d XEﬂ(K“,u“(X),T(X),W’“’(X),H(X)) (9.2.23)
donde T es la temperatura local, u el flujo de velocidades y TI(X) y 7 (X) los tensores de
viscosidad. La integral va sobre el volumen del espacio-tiempo ocupado por el medio que irradia.
Se debe tomar en cuenta que el sistema sufre una transicién de fase (ecuacion de estado [80])
y por lo tanto existe una contribucién del plasma de quarks y gluones (QGP) y otra contribucién
del gas de hadrones (HG), cada una con su tasa de fotoemisén asociada. La contribucién del
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gas de hadrones no se obtiene a partir del médulo de hadronizacion, si no que por simplicidad y
por generar buenos resultados se extiende la evolucion hidrodinamica del plasma hasta alcanzar
una 7' = 105 MeV. La transicién se da a una temperatura critica de T, = 180 MeV y se utiliza
la siguiente tasa de fotoemision para toda el rango de temperaturas,

dr dl dT’
EL —am (BL- 1- ) (B% 9.2.24
d3k oT) ( dgk)QGP (1~ aqer(D)) ( d3k>HG ( )
con T Tt'r
aqap(T) = =2, (9.2.25)
Tfiigh - Tltow

con Tfr 'y T}Zgh los extremos del intervalo donde se realiza la transicién [91].
La tasas asociadas a la fase del gas de hadrones se han calculado utilizando lagrangianos
efectivos y contiene las siguientes contribuciones:

» Interaciones de mesones livianos [110] .

» Funciones p-espectrales de muchos cuerpos [I11].

» Contribuciones de proceso de Bremsstrahlung m-m [112]
» Emisién de interacciones p-w-7 [113].

Para calcular los fotones directos debemos considerar la contribucién del plasma que deno-
minamos fotones térmicos y las provenientes de fotones prompt por lo tanto los fotones directos
se obtienen de la suma de ambos.

deiTectos _ dNtermicos + derompt
d3q a d3q a d3q

(9.2.26)

Para estudiar el flujo anisotrépico y poder compararlo con mediciones experimentales se debe
correlacionar con hadrones cargados livianos. Esto se conoce como método del producto escalar
[114]. En el célculo tedrico este observable puede ser obtenido como en [91, 52] de la siguiente
expresion,

(i (po)vi! cos(n(v (pr) — vi)))

Un(SP) - <U;‘Lef>2

(9.2.27)

donde v, y w:ff son las magnitudes y el angulo del flujo armoénico de orden n a un momento
transverso dado p;. Ellos se definen a partir de la transformada de Fourier detallada en el
Capitulo [6]

La tasa asociada a la fase del plasma de quark y gluones tenemos dos formas tedricas de
calcularla: La primera es suponer que el plasma esta débilmente acoplado y calcular con méto-
dos perturbativos. Estas tasas fueron consideradas en [82] en donde se calculé a un loop las
expresiones analiticas para el plasma de quarks y gluones en equilibrio térmico provenientes de
dos canales: .

= FEl canal '2 — 2’ que incluye los procesos qg — vq v q@ — q7.
= El canal '2 — n’ de procesos soft Bremsstrahlung.

El segundo método corresponde a suponer que el plasma esta fuertemente acoplado y calcular
la tasa de fotoemisiéon mediante métodos holograficos.
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Estrictamente utilizando la dualidad AdS/CFT se puede calcular la tasa de fotoemisién de
un plasma de N’ = 4SYM, pero hay evidencia de que en los rangos de temperatura la teorfa se
comporta cualitativamente similar a QCD (ver ltima secciéon del Capitulo .

Considerando que el plasma estd fuertemente acoplado, aplicando técnicas holograficas se
calcularon la tasa de fotoemision en el limite A — oo y N, — oo y luego se consideraron la
correccion en la constante de acoplamiento finita de [115, [116] 117].

9.3. Descripcién holografica dual

La conjetura de Maldacena se ha formulado en principio en el limite de bajas energias de
supergravedad que corresponde a despreciar los modos masivos de la teoria de cuerdas. Este
limite desde el punto de vista de la teorfa de gauge dual definida sobre el borde de AdSs
corresponde a considerar la constante de acoplamiento A — oo (en rigor en el intervalo 1 < A <
N, en el limite planar). Considerar correcciones a la accién de supergravedad del tipo IIB de
los modos masivos de cuerdas corresponde a correcciones en A finito en la teoria de gauge. La
primera correccién ocurre al orden (a')3 obtenida en [I18, 119]. Banks y Green [120] mostraron
que la solucién AdSs x S° no se modifica a todos los érdenes en o'.

Por otro lado para el caso de temperatura finita que corresponde a un agujero negro, Gubser
et al [48] y Pawelczyk y Theisen [121] mostraron que la métrica se corrige y propusieron el
Ansatz correspondiente para resolver las ecuaciones de movimiento. La accién corregida en o
con los términos relevantes es

NZ 10 1 2 ~5¢ LI
S:W d"zy/—g R—§(8¢) +ye 2 W—ﬁﬁf’}) (9.3.1)

donde R es el tensor de Ricci y se ha definido v = £¢ (3)(gsN.) =%/ a partir de la funcién zeta
de Riemann ((3) . W es un escalar que se puede expresar en términos de tensor de Weyl en 10
dimensiones

1
w’:<ijmc%mwc$”cf%-+§cﬁ*m"chmmcg”cf%. (9.3.2)
El Ansatz propuesto que genera la métrica corregida es
2 ro\? 1 2 2 =2 R’ 2 2 272 2
ds :(E>Eﬂ—ﬂwK(wﬁ—HM)+ZE7BP(me+RL(wﬂ% (9.3.3)

donde f(u) =1 —u? y R es el radio del AdS5. El borde del AdS se encuentra en v = 0 y el
horizonte del agujero negro en u = 1. Las funciones dependientes de u de la métrica son

K(u) = 67(a(u)—&-4b(u))7 P(u) = evb(u)’ L(u) = ore(w) (9.3.4)

donde los exponentes son funciones de la coordenada radial u también,

1625 10005
a(u) :—jfﬁ—an_ﬂrﬂ, (9.3.5)
325 , 1075 , 4835
bu) = T2y 24 2006 9.3.6
() s T T3 (9:3.6)
1
ow) = 5g(1+u2)u4. (9.3.7)

Notar que esta solucién es exacta al orden (o/)3. El radio del horizonte del agujero negro se
corrige con
7T R?

= — (9.3.8)
1+ 2%y

To
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La F5 y el dilatén tienen soluciones no triviales pero sus formas explicitas no generan modi-
ficaciones en los observables que son relevantes para la tasa de fotoemisién al orden 1/())%/2

9.4. Calculo holografico de la tasa de fotoemison de
N =4 SYM a temperatura finita

La idea es incluir en la simulacién hidrodindmica las tasas de fotoemisién de la teoria fuer-
temente acoplada calculadas con métodos holograficos. Las tasas de fotoemisién para N = 4
SYM en limite de N, — 0o y A — oo fueron calculadas en [82] y a continuacién se describira el
método.

Para calcular la fotoemisién se debe acoplar NV = 4 SYM (ver Capitulo 1) a temperatura
finita con una corriente electromagnética. La forma mads sencilla es considerar un campo de
gauge U(1) que se acopla con una corriente conservada del U(1) correspondiente a un subgrupo
de grupo completo de simetria R SU(4). El lagrangiano considerado es

1
L = Lgyn + eJ, A" — ZF(%(D, (9.4.1)

donde e es la constante de acoplamiento electromagnético, Lgy ps es el lagrangiano de la teoria
N =4SYMy F5(1) es el término cinético del campo asociado a los fotones. Se elige la corriente
conservada de simetria R del mismo modo que en [82] de modo que la carga de los fermiones
es igual que la de los escalares de modo que la teoria esté libre anomalias. Después a la hora
de comparar con QCD se debe tener en cuenta que los grados libertad son diferentes y va a ser
conveniente incluir una constante de normalizacién apropiada.

Se define I', como el nimero de fotones emitidos por unidad de tiempo y unidad de volu-
men. Si la teoria de campos se encuentra en equilibrio térmico y la constante de acoplamiento
electromagnético es pequena de modo que los fotones no son dispersados ni termalizan, se puede
calcular la tasa de fotoemisién a partir de

2
e v
ar’y = 2|[—{»’n# C/fy(K)|k0:|];’|a (9.4.2)
donde
s, = / X eI X (JEM () JEM (X)) (9.4.3)

es la funcién de Wightman de las corrientes electromagnéticas. En esta expresion n = (—.+, +, +)
es la métrica de Minkowski en cuatro dimensiones y K = (ko, ]_5) es el momento del fotén, que
en la condicién on-shell es un vector nulo que satisface kg = |lg| La funcién de Wightman en
equilibrio térmico se puede expresar en términos de la densidad espectral x,,, (K) y la distribucién
de Bose-Einstein n,(k°) = 1/(e®¥° — 1), del siguiente modo

C/fu(K) = nb(kO)X;w(K)- (9.4.4)

La funcién espectral x,,, se obtiene de la parte imaginaria de la funcién de dos puntos retardada
de las corrientes
X (K) = =2Im(GIPT). (9.4.5)

Con la funcién Wightman se puede ademds calcular la conductividad eléctrica directa (DC) o
del plasma a partir de la férmula de Kubo tomando el limite de frecuencia cero al correlador de

las corrientes )

o= lim

€ v 0 7. __
Jim (TT”M Co (K k= 0). (9.4.6)
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9.4.1. Calculo holografico en el limite A — oo

Para el caso de acoplamiento fuerte en el limite A — oo podemos calcular el valor de expec-
tacion de las corrientes que permite calcular la tasa de fotoemisén a partir del dual holografico
de N =4 SYM. Este calculo que vamos a presentar fue hecho en la referencia [122]. La solucién
de supergravedad dual corresponde al agujero negro asintéticamente AdS en supergravedad tipo
IIB. La métrica esta dada por

(nTR)?

R?
2 2 2 2 2 2 2 2
ds® = ~———[=f(u)dt* + do” + dy” + d=’] + mdu + R (94.7)

donde R es el radio de curvatura del AdSs y la S® y f(u) = 1 —u? con u definido en el intervalo
[0,1]. El borde del AdS se encuentra u = 0 y el horizonte del agujero negro en v = 1. El

correlador retardado de las corrientes a temperatura finita se descompone a partir de imponer
simetrias de rotacién y de invarianza de gauge

Cret(k) = 7 (K, k) PL(K) + I (°, k) PL (), (9.4.8)

de modo que los proyectores transversales y longitudinales estdn definidos tal que POT# = 0,

Pf;(K) = 0;j —kikj/K*, y PMLV(K) =P, — PZ/(K), con P, = 1y — KI“([;”. Los indices espaciales

1,7 corren sobre las variables x, y, z. Para calcular la tasa de fotoemisén necesitamos la traza de
la funcién espectral que se calcular utilizando la ecuacién ((9.4.5))

Xl = —AIm(I1" (k°, k)) — 2Im(I1" (K°, k) (9.4.9)

Para el cdlculo de fotoemisién nos interesa el caso con momento tipo-luz en que solo contri-
buye II7. Esto sucede porque la contribucién longitudinal debe anularse para no obtener un
propagador singular sobre el cono de luz.

Se calcula el valor de expectacion de las corrientes utilizando la dualidad AdS/CFT a partir
de los modos en supergravedad de una forma andloga al utilizado en DIS en los capitulos pre-
vios. La prescripcién posee una extension para teorias a temperatura finita dada en [123]. Se
debe calcular los modos linearizados en supegravedad de la perturbacién asociada a la corriente
dada por las ecuaciones de movimiento de Maxwell sobre el espacio curvo del agujero negro
de Schwarzchild asintéticamente AdSs, 9a(v/—gg4Pg“P Fpp). Luego se impone la prescripcién
para obtener la funcién de Green retardada que implica que la perturbacién sea entrante en el
horizonte del agujero negro. El campo Fup = 04Ap — dpA4. Con la identificacién E; = Fy;
podemos expresar las ecuaciones de movimiento para las fluctuaciones vectoriales separando en
las componentes transversas (x,y) y las longitudinales (z)

1" 2u ., @(2) - Q(%f (u)
By — mE%y + WEMJ =0 (9.4.10)
2a}(Q)u E + ‘D(Q) - qgf(u)
fu)(@f — g f(u)) * uf?(u)

donde las primas corresponden a derivadas con respecto a la coordenada u, y definimos wy =
k°/(27T) y g0 = K/(2rT). Las soluciones para momentos de tipo luz &y = go con las condiciones
de contorno entrantes al agujero negro toman la siguente forma para la componente del campo
transverso

E" - E. = 0, (9.4.11)

) r D T
E.(u) = (1 _u)—zwo/2(1+u)2 0/2F1 <1 — 5(1 + i)@o, —5(1 + i)wo; 1 — iwo; 5(1 — u)) (9.4.12)
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donde o F} es una funcién hipergeométrica. El correlador de las corrientes estd determinado segin
la prescripcién dada en [124] por el término de borde de la accién de Maxwell on-shell definida
en 5 dimensiones

N2T772
Sp = —<

. d*k f / / [
e lim / S (q2 A P KB —K) = 25 P K) - B —K) ) (0413
y aplicando la prescripcién Lorentziana de la conjetura [123] y considerando que la componente
transversa es la Unica necesaria para calcular la tasa de fotoemisién, se obtiene la siguiente

contribucion
N2T? | E'(u,K)

1 (q) = : 9.4.14
(@) 8 usb By (u, K) (94.14)
Por lo tanto, la traza de la funcién espectral para momento tipo-luz es
N2T2% 1 1
MK = k) = =2, Fy (1 — 5 (14 )0, —5 (1 + )o; 1 — it —1> -2 (9.4.15)

Finalmente la tasa de fotoemision esta dado por

23 2 ] —1 )
dly  aenNZT® (k/T) <1_ (I+ik  (A=ik |k ;_1> 2 (9.4.16)

_ F
dk 1672 ek/T — 1|2 ! AT AnT onT

Esta expresién vale en todo el rango de momentos y en limite de A — oo y N, — oo, con
1< A< N..

9.4.2. Correccion en ) finito

Se incluyen las correcciones en el acoplamiento a la tasa de fotoemisén desarrollada en
[115], [117]. Las correcciones a la accién de supergravedad del tipo IIB al orden de O(a’?), son
de la forma S = Sy + S?Il - fueron obtenidas en [125] y toman la siguiente expresién

/ RS
S?IB = 272 dlol' V —G[’y€7%¢(04 + C3T+ C2T2 "‘ CT3 + T4)] (9417)
K10
obtenida en el limite de N, grande, donde v = 1/8((3)(«//R?)3, con R* = 4ng;N.a'?. En
términos de la constante de acoplamiento de 't Hooft A = 932, yNe = 4mgsNe, se obtiene que la
correccion es del orden v = %C (3)# El término C* es un operador de dimensién 8, definido a
continuacién

1
Ct = CM R C g CHPOY L+ §Chkmncpqmncgspcfsk, (9.4.18)
donde CY, es el tensor de Weyl. El tensor 7T se define
1
_ + + +mn o+ + +
7:1bcdef - Zv‘lF’bcclef + E (Fabcmane?mFde}nn - 3FabfmaneZm> ) (9419)

donde los indices [a, b, c| y [d, e, f] son antisimetrizados en cada corchete y simetrizados frente
al intercambio abc <+ def. A temperatura finita la métrica solo se corrige por el término C* ya
que la métrica sin corregir se anula en el término 7.

Andlogamente al caso A — oo visto previamente se procede a considerar una perturbacién
dual a la corriente de simetria R J,. Esta perturbacién es un modo vectorial A, de la métrica y la
F5 y satisface las ecuaciones de movimiento de S7rp. El Ansatz propuesto para las perturbaciones
es

3
2
ds? = gupdz™dz"™ + R?L(u)? <d 4 i (do + —=A,dx* 2) 9.4.20
g ();lu p1; (do 3 ) ( )
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donde ¢gmn = Gmn para myn € [0,4] y Gy la métrica (9.3.3)). Luego los u; y ¢ se definen a
partir de los dngulos de la S® dada por

ng = dy? 4 cos® y1dy3 + sin? i dy% + cos? y1dy? + cos? y; cos? ygdyg (9.4.21)
y
p1 = sinyy,  pg =cosyisinyz, 3 = COSy1 COS Y, (9.4.22)
¢1 = ys, P2 = ya, b3 = ys. (9.4.23)
El Ansatz para la F5 es
4 R3L(u)3 o
Fr=——¢+ () (> dui Adgs) AFF (9.4.24)

R \/g i=1

donde F = dA es el campo asociado a A, y € es la deformacién de la forma de volumen de la
métrica con el agujero negro asintéticamente AdS. El operador de Hodge * y * estan tomados
con respecto a la métrica en 10 dimensiones y la métrica de agujero negro AdS en 5 dimensiones.

Tasa de fotoemision
0.00200

—— Tasa pNLOA=0.7
——- Tasa pNLO
—— TasaA=35
----- Tasa A=50
-—- TasaA=100
-—- TasaA=150

0001754 %
0.00150 1
0.00125 -

0.00100 4

1/T3dr/dk

0.000754 |!
0.00050

0.00025 1 ¥

0.00000
0

Figura 9.6: Tasa de fotoemisén con correcciones en \ para distintos acoplamientos y la
tasa de fotoemisién perturbartiva a NLO.

Para calcular la tasa de fotoemisén se considera las fluctuaciones transversales de tipo luz
Az (t,x,u). Se reemplazan las soluciones de las ecuaciones (9.4.20) y (9.4.24]) en la accién de
supergravedad Syrp. El sistema se reduce a un problema de tipo Schrodinger luego de integrar
las coordenadas de la S° y redefinir los campos en términos de W (u) = A(u)/(v/f(u)[1+vp(u)]),
donde Ag(u) es la transformada de Fourier de A, (¢, x,u) y p(u) es el polinomio dado por

u2(11700 — u2(343897 + 37760w%u — 87539u2))

9.4.25
288 ( )
Con estas redefiniciones la accion tipo Schrodinger obtenida es
NZrd 'k [t (1
=—-—=° VLY + 0, P 4.2
s 16W2R4/(2W)4/0 du<2 LU+ ) (9.4.26)

donde L¥ = 0 corresponde a la ecuacién de movimiento ¥’ = V(u)¥(u) con el potencial dado
por

1 8
Vu) = =) (1 + ¢*u — T/ WI=11700+ 2098482u? — 4752055u* + 183831u°

+q*u x (—16470 + 2454420 + 1011173u)]) (9.4.27)
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El término de borde puede ser simplificado a ® = ¥'(u)W¥(u) Las ecuaciones de movimiento se
resuelven perturbando la solucién obtenida para A — oo de modo que ¥(u) = Wo(u) + vV (u).
Las solucién para ¥o(u) corresponde a la ecuacién y Wi(u) se obtiene resolviendo las
ecuaciones de forma numérica. La traza de la funcién espectral x4, (k) es,

N2T72 265 \ U/ Uw, W
R (I - (9.425)

En la figura se observa las tasas de fotoemisiéon con la correcciéon en A para distintos
acoplamientos.

9.5. Tasa de fotoemisiéon a NLO perturbativa

Para el caso perturbativo se utilizaron las tasas de fotoemision calculadas a next-to-leading
order en la constante de acomplamiento fuerte g por Moore et al [126]. Estas tasas las obtuvieron
para un plasma débilmente acoplado. Las contribuciones a la tasa a orden dominante, pueden
dividirse en tres regimenes: region hard, soft y collinear. Las contribuciones provenientes de las
regiones hard y soft dependen logaritmicamente de la escala utilizada para dividir las regiones
cinematicas. Sin embargo esta depedencia se cancela al sumar las regiones. La contribucién de
cada region se han ajustado con precisién en el trabajo de Moore et al con funciones dependientes
de ¢/T dadas por,

A’ A0emg®T? g>C T

= sk T) <1n(T/moo(T)> + Ceott(k, T) + Chara(k, T) + CcC,(k/T)
T V2T
—QmDi() (hl (WLD> + ngZLI(k7 T) + Csoft—i—sc(k, T))) (951)
T Moo
donde
1 /0,3161n(12,18 + T/k 0,0768k/T
CCO”(]C, T) — - ) n( ) + / ) ) /
3 (k/T)3/2 1+ 16,27T/K
Chara(k,T) = 1/2In % +0, 041% —0,3615 + 1,01 5~ L3%k/T
Com(k,T) = —0,3664T/k —0,08478 — 0,0799 log(k/T)
k
+0,0315 — 0,005 log(k/T) — 0,0681 (log(k/T))?
s5C k k K
% (k,T) = —0, 72077 +0,7056 — 0, 8309 log (k/T) +0,12305k/T — 0, 017775 log (
k2 K\?
+0, 2804 log (T> —0,07021og <T)
1 k k 1
CSOft+SC(’I€7T) = Z (Cbrem/compton <T> + Cpair <T>> - 5 (952)

donde mp es la masa de Debye que toma el valor m% = g*T2(C4+N/2)/3 Y meo = ¢*T?Cr/4.
Cr v C4 son los Casimir cuadraticos de las representaciones de los quarks y gluones respecti-
vamente y las funciones Cyerm/compton ¥ Cpair S¢ encuentran definidas en el apéndice de [126].
Estas funciones se utilizaron para generar la curva perturbativa de la tasa de fotoemién para
g=2yg~0,5en la figura[9.6]

Estas correcciones requieren condiciones del tipo ¢T' < T o ¢*T < T, que no se satisfacen
para valores esperables de acoplamiento g grandes. La filosofia es esperar que estas correcciones
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as=0.3
ar LO +NLO
dk LO
0.0025 20¢
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151
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Figura 9.7: (a) La curva azul corresponde a la tasa de fotoemisén al orden dominante
(LO) para as = 0,3 comparada con la calculada al siguiente orden (NLO). (b) Cociente
entre ambas contribuciones.

capten la fisica relevante fuera del rango del calculo perturbativo [52]. Si observamos la figura
en donde comparamos las tasa a NLO con la LO, se observa una reduccién para los momento
k < 1y un incremento (del 30 % para g = 2) para momentos de 1 < k < 5. Esto es compatible
con las tasas en acoplamiento fuerte obtenidas desde modelos holograficos.

9.6. Resultados y discusion

En las figuras [9.8] y 9.9 se comparan los espectros de fotones directos provenientes de datos
experimentales para colisiones Pb+Pb a 2.75 ATeV en el LHC'y Au+Au a 200 AGeV en el RHIC
en los rangos de centralidades 0-20 % y 20-40 % con los obtenidos de simulaciones utilizando las
tasas de fotoemisién perturbativas [82], [126] y tasas de modelos holograficos con acoplamiento
finito [117]. Se debe mencionar que los resultados asociados a valores de la constante de 't Hooft
(M) provienen de primeros principios, es decir de un modelo del tipo top-down, como lo es el
fondo del agujero negro del tipo Schwarzschild-anti de Sitter x.S° con correcciones del orden o
desde la teoria de supercuerdas del tipo IIB. Estos resultados se contrastan con los obtenidos
por Kiritsis et al en [83] de modelos holograficos botton-up que incluyen grados de libertad de
sabores en el limite de Veneziano (V-QCD).

La constante de acoplamiento oy que es relevante en el proceso corresponde a valores entre
0,3 y 0,9, que corresponden a g entre 1,94 y 3,36 , y considerando N, = 3 estara asociado a A
de 't Hooft entre 12 y 34. La correccién en o la evaluamos hasta A = 35, debido a que para
valores menores (del orden de 25) la aproximacién «’ < 1 pierde validez generando regiones en
las cuales la tasa de fotoemisién se hace negativa.

Se observa en los graficos de fotones directos que la curvas asociadas a las tasas de N = 4
SYM con A — oo quedan en todos los casos por arriba de la perturbativa. A medida que
tomamos valores de A més chicos las curvas para valores p, mayores a 1 decrecen en el sentido
de las curvas perturbativas. Este efecto lo podemos relacionar con el comportamiento de la tasa
de fotoemision en la regiéon de momentos k/T > 3 en los cuales se observa una interpolacién de
las curvas hacia las perturbativas.

Para el caso Au-Au 20-40 % se incluyé la tasa perturbativa con un valor de A pequeno 0.7 que
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dN/(2ndyPrdPr)(GeV~2)

dN/(2ndyPrdPr)(GeV~2)

Figura 9.8: Espectro directos calculados con tasas de fotoemisiéon con correcciones o

Centralidad 0-20% Au+Au @200 A GeV
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(desde la teoria de supercuerdas del tipo IIB, correspondientes a la expansién en 1/ A\3/2 con
A de ’t Hooft finito, en el limite planar) y de QCD perturbativa. (a),(b) corresponden a
colisiones Au-Au a 200 GeV por nucleén con centralidades de 0-20 % y 20-40 % comparadas

con datos experimentales de PHENIX [54] y la contribucién de fotones prompt .
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dN/(2ndyPrdPr)(GeV~2)
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Figura 9.9: Espectro directos calculados con tasas de fotoemisiéon con correcciones o

Centralidad 0-20% Pb+Pb @2.76 A TeV
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3

(desde la teoria de supercuerdas del tipo IIB, correspondientes a la expansién en 1/ A\3/2 con
A de 't Hooft finito, en el limite planar) y de QCD perturbativa. (a) y (b) corresponden a
colisiones Pb-Pb a 2.76 TeV por nucleén de centralidades 0-20 % y 20-40 % comparadas
con datos experimentales de ALICE del LHC'y la contribucion de fotones prompt. .
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corresponde g < 1 para contrastar la contribucién en la regién de expansién en donde el calculo
perturbativo es valido (g < 1). En la bibliografia se utilizan estas tasas debido a que se espera que
para el caso de acoplamiento fuerte las contribuciones a NLO logren capturar la fisica relevante
[52]. Pero hay que tomar en cuenta que para A ~ 12 tanto la expansién perturbativa como la
hologréfica estan en rangos que se alejan de las condiciones de validez. Por eso es interesante
incorporar més ordenes tanto desde el punto de vista de la teoria de campos (NNLO), como
desde el calculo hologréfico (correccién o). En el caso del Au-Au, las curvas de espectros de
fotones directos con tasas holograficas mejoran las tendencias para acoplamientos mayores a 50
disminuyendo la discrepancia con los datos experimentales. De todas formas hasta para la el caso
mas favorable A = co se mantiene una subestimacion en el espectro en varios puntos, indicando
que posiblemente las contribuciones de fuentes de fotones no consideradas puedan jugar un papel
importante. Para el Pb-Pb, la curva con A\ — oo queda por arriba de los datos experimentales y
tanto la pNLO como la holografica A = 50 describen con mayor precisién los espectros. Se podria
pensar que, debido a que las colisiones Pb-Pb acé consideradas se producen a energias de centro
de masa del orden de diez veces comparadas con las correspondientes energias del caso Au-Au,
el acoplamiento en el caso Pb-Pb deberia ser menor que el del Au-Au. Esto es consistente con
los resultados mostrados en las figuras [9.8] y 0.9

En la region de momentos transversales chicos p; se hacen relevantes los fotones prompt y la
contribucién de fotones térmicos provenientes de las tasas hadrdnicas por ello las curvas tienden a
juntarse. Para comparar y analizar las jerarquias de las distintas contribuciones en todo el rango
de momentos transversos, se grafic6 en la figura [0.10] el detalle de cada una de las contribucién
por separado. Se observa para momentos pequeiios el comportamiento interesante en el cudl las
curvas del espectro de fotones térmicos asociadas a la tasa hologréafica se cortan en el valor de
pt ~ 0,7, de modo que obtener un efecto interpolante para momentos grandes (observado en la
figuras de fotones directos) y un aumento del espectro para momento pequenos. El efecto estd
relacionado con el hecho analizado en [I17] en donde ser observa que las tasas de fotoemisién
con acoplamiento finito se cortan en un k/7T ~ 2,92 (ver figura y a medida que el A es més
chico el pico aumenta.

Este efecto incrementa es espectro de fotones para momentos P; < 0,7, que en el Au-Au,
se observa para P, ~ 0,5 una mayor discrepancia con los datos experimentales y proviene del
comportamiento de la tasa de fotoemisién con la correcciéon en acoplamiento finito. FEn el paper
de Kiritsis et al [83] se exploraron los fotones directos calculando la contribucién de de fotones
térmicos utilizando modelos holograficos botton-up que incluyen grados de libertad de sabores
en el limite de Veneziano (V-QCD). En ese trabajo ya se observé que contribuciones prove-
nientes de modelos holograficos pueden incrementar el espectro y achicar la diferencia con los
datos experimentales de los fotones directos con momento transverso alto (son perpendicula-
res a la direccién del haz del experimento). Sin embargo para momentos pequenos en donde
las contribuciones de los fotones prompt y la fotones térmicos hadréonicos dominan, sus curvas
holograficas tendian a acercarse a la perturbativa quedando por debajo de caso N' = 4 SYM
o/ — o0o. Eso contribuye a que la diferencia con datos experimentales para momento pequenos
continuara siendo significativa y subestimada por las simulaciones. Como conclusién sugieren
que la diferencia de espectro para momento transversales pequefios se debe a subestimaciones
de la tasa de fotoemisiéon hadrénica.

Si el comportamiento observado en las correcciones en A finito se mantiene para QCD, es un
indicio que el acoplamiento fuerte puede generar un incremento en el espectro para momentos
pequenos llegando a ser del mismo orden que la asociada a los fotones térmicos hadroénicos.
Para momentos grandes la contribucion de fotones térmicos del QGP contintia siendo la fuente
dominante. De todas formas se deben mejorar el estudio e incluir las contribuciones de fuentes
no consideradas para esclarecer este punto.
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Vale la pena mencionar que si hubiésemos considerado modelos bottom-up que simulan aco-
plamiento finito como Gauss-Bonnet analizado en [127) [128]. Se pueden observar que las tasas
de fotoemisién para Agp en el rango —7/36 < Agp < 9/10 E| y negativoﬁ decrecen comparadas
con el caso A = oo para todo g de modo que posiblemente se obtenga para los fotones directos
el efecto interpolantes para momentos transversos grandes pero no mejoraria la estimacién para
momento pequenos.

Centralidad 20-40% Au+Au @200 A GeV
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Figura 9.10: Comparacién de espectro térmico del QGP usando distintas tasas de foto-
emisién en la regién de temperaturas 7' > 180 MeV para colisiones 20-40 % Au-Au a at 200
A GeV (a) y colisiones 20-40 % Pb+Pb 2.76 A TeV. También se detalla la contribucién de
gas de hadrones para 7' < 180 MeV (b).

A continuacién en la figura se detallan los coeficientes vy del flujo anisotrépico de fotones

2Considerado para que la teorfa sea causalmente consistente, ver referencia ([129]).
3Valores en donde otros observables como la viscosidad de corte se corrigen en el sentido esperado.
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directos para el Au+Au en la centralidad 0-20 % y 20-40 %. En estas curvas se encuentran las
contribuciones de los fotones térmicos y prompt. Para calcular la cotribucion total se toma en
cuenta que los coeficientes asociados a los fotones prompt son muy chicos por lo tanto contribuyen
suprimiendo el flujo anisotrépico.

Se observa que las tasas holograficas dan resultados ligeramente mayores pero muy similares
a las perturbativas, manteniendo la discrepancia con los datos experimentales. Esto indica que
la correccion en A finita no resuelve la discrepancia en los flujos anisotrépicos que se la denomina
the photon flow puzzle y por lo tanto posiblemente provenga de otras fuentes no consideradas o
subestimaciones en la contribuciones de fotones térmicos de la fase hadronica como sugieren en
[83].

De todas formas es interesante observar el comportamiento del flujo anisotrépico de los
fotones térmicos en la figura (c). Se observa que a medida que el acoplamiento disminuye el
flujo aumenta para los momentos grandes. Este efecto compite con la supresion generada por la
incorporacion de fotones prompt que tiene en cuenta el espectro relativo entre ambos obteniendo
contribuciones finales del mismo orden que las perturbativas.
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Figura 9.11: Flujo anisotrépico de colisiones Au-Au /s = 200 GeV fotones directos vo
comparadas mediciones de PHENIX [I30] para centralidades 0-20 % (a) y 20-40% (b). (c)
vo de la contribuciéon térmica utilizando las distintas tasas de fotoemisiéon para colisiones
Au-Au de centralidad 0-20 %.



Capitulo 10

Conclusiones

Mediante el uso de métodos holograficos duales, en esta Tesis se han investigado observables
asociados a funciones de correlaciéon de dos corrientes electromagnéticas de teorias cudnticas
de campos fuertemente acopladas, a temperatura cero y a temperatura finita. En el caso de
temperatura cero, ésto se refiere a la investigacién de propiedades de la estructura de hadrones
obtenidos a partir de modelos holograficos duales derivados desde la teoria de supercuerdas del
tipo IIB. Se han considerado glueballs y mesones escalares. Asimismo, en el caso de temperatura
finita, se desarrollaron investigaciones para el caso del plasma de la teoria de SYM con N =
4 supersimetrias en 4 dimensiones y grupo de gauge SU(N.). Se compararon los resultados
obtenidos con resultados de simulaciones numéricas obtenidas en Lattice QCD, para el caso de la
estructura de mesones escalares. Asimismo, para temperatura distinta de cero se compararon los
resultados de esta tesis diréctamente con resultados experimentales obtenidos en el Relativistic
Heavy Ion Collider y en el Large Hadron Collider, en el caso de los espectros de fotones directos
para plasmas de quarks y gluones formados a partir de colisiones ultrarelativistas de iones
pesados de Au+Au y Pb+Pb.

En el Capitulo 7 se estudié la correcién en 1/N? del proceso de la dispersién ineldstica
profunda de leptones cargados dispersados por glueballs, expandiendo en diagramas de Witten
en supegravedad del tipo IIB en el contexto de la dualidad AdS/CFT. A partir del teorema
Optico y el Ansatz de Witten se expresd el tensor hadrdnico en términos de amplitudes de
dispersion de supergravedad del tipo IIB, considerando dos estados intermedios. Para esto se
realizé el calculo explicito a un loop en supergravedad del tipo IIB. Por otro lado, el proceso de
DIS requiere tomar el limite altas energias ¢ > A, donde ¢ es el momento del fotén virtual y A
es el cutoff IR de la teoria de gauge. Esto implica que existen dos expansiones perturbativas que,
en principo, podrian o no conmutar. El objetivo de esta investigacién fue explorar esos limites
en la regién del pardmetro de Bjorken comprendida en el rango de valores: 1/ VI <z <1,
donde A es la constante de 't Hooft. Calculando los diagramas de Witten correspondientes
concluimos que la contribuciéon mas relevante en términos de la expansién en 2—22 de la correccién

en 1/N?2 proviene del diagrama del canal ¢ en donde el hadrén incidente se separa en la regién
IR produciendo un dilatén y un escalar s con la menor dimensién conforme A, = 2. Se
calcularon la correccién en 1/N2 de la funcién de estructura longitudinal Fy, y la funcién de

estructura F4, obteniendo una dependencia en potencias de ¢ de la forma 1;—22. Comparando el

resultado con la contribucién al orden NY en el limite N, — oo, que depende de la dimensién
conforme del hadrén incidente con un factor (A?/q?)?»~1 se concluye que estos limites no
conmutan. El resultado central descripto en nuestro paper [I], es que primero se debe tomar el
limite de altas energias y luego en limite de N, grande.
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Considerando que el limite dominante es el de altas energias ¢> > A? y la correccién en
1/N, es la que mas contribuye, se observa que la dependencia en x de FJ, resulta proporcional a
(x3(1—x)?). Este resultado es compatible con datos de Lattice QCD. Dicha funcién se anula para
x =0y x =1,y para valores intermedios tiene la forma de campana con un méaximo cercano a
x =~ 0,6. Este resultado es consistente con el comportamiento observado para otros hadrones (por
ejemplo el pi6n) e interpretado desde la fenomenologia como funciones de estructura de valencia.

Inspirados en el resultado anterior, luego consideramos los limites mencionados para el
caso de piones obtenidos mediante el modelo de D3D7-branas. En el Capitulo 8 se estudio
el proceso de DIS con mesones escalares como blanco hadrénico. Para considerar materia en
la representacién fundamental del grupo de gauge, desde el punto de vista hologréfico, se
consideré el modelo consistente en una D7-brana de sabor. Se calculé la contribucién mas
relevante en potencias de £ de la funcién de estructura longitudinal al siguiente orden en 1 /Ne.
Del mismo modo que para los glueballs la potencia en ¢ no depende de la dimensién conforme
del hadrén incidente y va como 2—22 por lo tanto los limites N, — oo y ¢ > A no conmutan. Se
obtuvo la dependencia explicita en x y se observaron caracteristicas esperadas de la funcién
de estructura con forma de campana, anuldndose en los extremos y con un decaimiento de la
forma (1 — z)? para * — 1. Luego, considerando que la contribucién en 1/N, es la dominante
se ajustaron los primeros tres momentos del pién calculados mediante Lattice QCD, tomando
para la regiéon x chico entre x ~ 0,0001 y x = 0,1 las funciones de estructura obtenidas en
trabajos previos calculadas a partir de amplitudes de dispersién de la teoria de supercuerdas
del tipo IIB en el limite N. — oo. Los resultados obtenidos para el mejor ajuste con la
contribucién en 1/N, tienen errores del orden maximos que no superan el 1,27 %, con relaciones
entre los momentos M3[Fb]/Msy[F»] = 0,55 cercanos al valor esperado de 0,5. Los ajustes son
considerablemente mejores que los obtenidos a orden N?, es decir para el caso del DIS con un
FCS con intercambio de solo un estado intermedio que corresponden diagramas de Witten al
nivel arbol en supergravedad del tipo IIB, cuyos errores para el mejor ajuste en comparaciéon
con los mismos datos de Lattice QCD son del orden del 10,8 %, mientras que las relaciones
entre los momentos Mjz[F5]/My[F»] dan 0,69. Por tltimo se observa que el célculo a un loop
desarrollado en esta tesis describe correctamente los datos provenientes de momentos superiores
calculados de las funciones de estructura de valencia. Las posibles extensiones en esta linea
corresponden a considerar célculos de mesones vectoriales (mesén p) como hadrén incidente,
calcular para la regién paramétrica de = ~ 0 la correccién en 1/N, mediante amplitudes de
dispersion de la teoria de supercuerdas, y utilizar modelos holograficos duales con caracteristicas
més similares a QCD como el de Sakai-Sugimoto, con el fin de investigar la universalidad del
resultado obtenido sobre la no conmutatividad de los limite aqui estudiados.

En el Capitulo 9 se ha estudiado el espectro de fotoemision de plasmas de quarks y gluo-
nes fuertemente acoplados generados en colisiones ultrarelativistas de iones pesados utilizando
simulaciones numéricas. Esto implicé poner a punto distintos médulos numéricos que describen
las etapas de la colisién desarrollados en el paquete VISHNEW y el simulador hidrodindamico
MUSIC, incorporando las condiciones iniciales més recientes desarrolladas a partir del modelo
IP-Glasma que describen con buena precisién distintos observables hadrénicos. Los parametros
fenomenoldgicos se han fijado ajustando algunos observables hadréonicos como la multiplicidad
y espectro del pidn, el kadén y el protén, para colisiones de Pb-Pb (LHC) y Au-Au (RHIC) en
distintos rangos de centralidad. El plasma evoluciona a partir de modelos hidrodindmicos que
incluyen las viscosidades de corte y del bulk.

Luego se calculé el espectro de fotones directos con el fin de comparar con los resultados
experimentales obtenidos en los aceleradores LHC y RHIC. Los fotones directos estan princi-
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palmente compuestos por fotones prompt y térmicos. Los fotones prompt fueron modelados con
métodos perturbativos y considerando las 1ltimas correcciones nucleares de las funciones de es-
tructura. Los fotones térmicos se obtuvieron a partir de modelos holograficos duales derivados
directamente de la teoria de supercuerdas del tipo IIB, que consideran las correcciones en 1/ VA,
para la constante de acoplamiento en el régimen de acoplamiento fuerte. Se comparo estos re-
sultados con las contribuciones calculadas con métodos perturbativos. A medida que tomamos
valores en A méas pequenos se observa una tendencia a la disminucién del espectro de fotones
en el rango de momentos grandes acercandose al célculo perturbativo. Ademads se observa un
incremento en los momentos pequenos. Este tltimo efecto da una tendencia que ajusta mejor
los datos fenomenoldgicos y puede indicar una subestimacion del espectro de fotoemision en ese
rango de momentos calculados con metodos perturbativos que no consideran la naturaleza del
plasma fuertemente acoplado.

Lo presentado en el ultimo capitulo que relaciona calculos holograficos con modelos feno-
menolégicos puede extenderse a procesos con campos magnéticos fuertes, colisiones de sistemas
pequenios Pb-p y Au-d, condiciones iniciales aplicando termalizacié holografica y correcciones en
N, finito. También seria interesante incluir las otras fuentes de fotones que aportaran un mayor
entendimiento de la naturaleza del plasma fuertemente acoplado.
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Apéndice A

Integrales de funciones de Bessel
dobles y triples

Las siguientes integrales definidas se usaran al integrar en la variable z del AdS. Ellas pro-
vienen de las funciones de Bessel J,(z) y K,(x) que estan presentes en todas las soluciones no
asintoticas de los campos libre en el espacio AdS5 x S°.

= Para los vértices entre 3 estados normalizables podemos aproximar con la distribucién
semi-empirica [66]:

/ ZJAl_Q(MlZ)JAQ_Q(MQZ)JA3_2(MgZ)dZ ~
0

|: <7T(A3—A1—A2+2> . <7T(A3—A1—A2+2)>:|

cos + sin

2 2
(M — (My + My))
2~/ My M
" |:COS (W(Ag — |A1 — AQ‘ +2)> 1+ sin <7T(A3 — ‘Al — AQ‘ +2)>:|

2 2
Ms — (|My — M-
X(S( 3 (| 1 2‘) (AO].)
2+/ M1 Mo
» Para el mismo vértice con dos estados iguales:

00 1 1
zJolaz)J,(bz)J,(cz)dz = —————=P? , (cos(v A.0.2
) =l btz = p s eos(o) (A.02)

si|b—c| < a < b+ cocero fuera del rango. Aqui, Pl (x) representan las funciones de
— b’ 4c?—a?

Legendre asociadas y se ha definido cos(v) e

» Para vértices entre dos estados normalizables y la perturbaciéon no normalizable corres-
pondiente a la corriente proveniente del borde:

N 2072 e PATH (o N+ —v
p—1 =
/0 2P I\ (az)Ju(b2) K, (cz)dz T'A+1)C(pu+1) < 2 >

\ \ B A 2 b2
Jp(PTATREY £ prA+H V7p+ +'u+l/;)\—|—1,u+1;—a*,—*( 0.3)
5 5 9 2’ 2

donde Fj es la funcién hipergeométrica de Appell cuarta. Esta férmula es vélida para
Re(p+ p+ A) > Re(v) and Re(c) > [Im(a)| + |Im(b)|.
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= Para los mismos vértices con un estado normalizable que es aproximado por sus expansién
asintotica :

/OOO P Ky(az)Jy(bz)dz = 2071 <b)ya—p—1r (

vtptptl ) T (V—i—p—u—H )
2 2

a Mv+1)
1 — 1 b?
><F<”+p‘2HhL ,”+p2“+ v+l —2> (A.0.4)
a

Esta ecuacién es vélida para Re(a & ib) > 0 and Re(v + XA+ 1) > |Re(p)].
parap=A,v=A—-2 u=1,a=qand b= /s, tenemos que F(A,A—l,A—l,—q%) =
(1+ q%)*A y recuperamos el resultado de ((7.4.25)).



Apéndice B

Propiedades basicas de los armoénicos
esféricos

Lo arménicos esféricos pertenecen a representaciones del grupo de isometria de la S3, i.e.
SO(4) ~ SU(2) x SU(2). El arménico esférico escalar transforma en la representacién (4, £),
donde [ es un entero no negativo, mientras —L < m,n < L. Ellas satisfacen la condicién de

2 2
ortogonalidad

. lem,n Yi/mlm/ = 511/ Smn 5m’n’ ) (BO]-)
S

y su complejo conjugado se calcula de
(¥70) = (~1)min g (B.0.2)
Los armoénicos esféricos son autofunciones del operador de Laplace sobre la esfera
VY, = (1 +2) Y (B.0.3)

Bajo la transformacién de paridad sus autovalores son (—1)!. Un campo vectorial sobre S3 puede
ser expandido por la combinacién de gradientes de armdnicos esféricos escalares V;Y mds un
conjunto de arménicos esféricos vectoriales Yii, que transforman en la representacién (l%l, H[Tl)
del grupo SO(4) ~ SU(2) x SU(2), con [ > 1. Para hacer la notacién més simple, los indices m
y n pueden ser omitidos. Sin embargo es necesarios escribirlos explicitamente, nosotros usamos
la siguiente notacién YZZ’”, donde € = +£1 indica la representacién. Ellos satisfacen la ecuacion

de

== vl l, £
ViVY; T+ RY,T = (14177, (B.0.4)
€RViYyT = £(1+1)Y, (B.0.5)
vivhE = o, (B.0.6)

donde R;; = 20;; es el tensor de Ricci de una 53 de radio unidad. Ademds, ellos satisfacen las
siguientes relaciones

prman
le

= (—mimtty e (B.0.7)

Los esféricos arménicos satisfacen las relaciones ortogonales,
m,n m',n
/S3 }/176’ ' le’,e/’ = 6”’ 5m,m’ 6”771/ 5576/ ’

/S Yy = o, (B.0.8)
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Los arménicos Y;”"™ no mezclan con otros vectores con otros arménicos esféricos ya que ellos
b
pertenecen a diferentes representaciones de SO(4).



Apéndice C

Integrales de productos de funciones
de Bessel para calculos aplicados a
mesones escalares

En este apéndice se discuten las aproximaciones de las integrales en z de las tres funciones de
Bessel en el vértice de interaccién IR que se utilizaron en los calculos de funciones de estructura
en el Capitulo

En el caso del glueball estudiado en el Capitulo [7], el vértice de interaccién IR describe un
proceso donde el hadrén incidente, cuyo dual holografico estd dado por un modo de Kaluza-
Klein normalizable del dilaton, se divide en dos hadrones. De forma andloga, en el caso presente
para mesones escalares, en la contribucién mas relevante de los dos campos resultantes tiene
la minima dimensién conforme A,,;,. Este es A,in = 2, v es la misma para los glueballs y
los mesones escalares. Considerando el cambio de variables z = R?/r, la accién de interaccién
on-shell contienen una integral en z de la forma

I = / " dzz Ja,,—o(M12)Inr_o(M32) Jo(w2) ,  Zmaz = A1 . (C.0.1)
0

Este tipo de integrales no se conocen explicitamente para limites de integracion arbitrarios. Los
resultados analiticos conocidos son obtenidos cuando el limite superior es z — oo, y ellos pueden
ser escritos en términos de las funciones hipergeométricas y series de Appell. Sin embargo, un
andlisis interesante ha sido relacionado por Auluck. En [66], se ha propuesto que como funci on
de una de las masas de AdS, w, y tomando el Irhite 2,4, grande la integral de la ecuacién
se comporta aproximadamente como la suma de funciones de Dirac, a menos de una constante de
normalizacién. Es facil ver como estas funciones se generan. Usando las expresiones asintéticas D
permite reescribir un producto general de tres funciones de Bessel J,,(az) J,(bz) Ji(cz)

como

<7r2z)3/2 \/(% cos (az — mg — %) cos (bz — ng — %) cos (cz — lg — %) (C.0.2)

2\%? 1 us us
= <m) \/@ai%ﬂcos [(c— aa — Bb)z + (—m + an + ﬁl)§ +(-1+4 « +B)Z} :

Ahora, la integracién de cada término multiplicado por z genera la presencia del cuadrado de la
correspondiente frecuencia, mas algunos signos y el seno de Fresnel y las funciones cosenos. Estas

!Debido a que la divisién del hadrén ocurre en la regién IR, esta aproximacién toma sentido porque
la contribucién principal en la integral z viene de valores z lejanos de cero.
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frecuencias estan dadas por |cta=+b|, y cada término describe el comportamiento correcto cerca
de la regién donde uno de estos factores se anula. En nuestro caso esto significa que la integral
tiene dos divergencias, ubicadas en w = (M; + M3). Otra forma de verlo es proceder como en
[131] usando la continuacién analitica de la expansion en serie de las funciones de Bessel

M+6i(azmgg)zw ,(C.0.3)

donde
F(%—i—m—i—j)
n!I‘(%—l—m—j) ’

(m, j) =

Combinando esta expresion para cada funcién de Bessel, multiplicando por z e integrando
término a término, obtenemos los mismos polos mas términos finitos. Asi, argumentos frente
a escaleos para el comportamiento de las integrales bajo el cambio (a,b,c) — (ka, kb, kc) para
alguna constante k, junto con un andalisis numérico similar al hecho en la referencia [66] alrededor
de cada singularidad, generando una aproximacion en términos de las dos funciones Delta de
Dirac. Esta toma la forma

M~ \/%Mg [(—1)-8 (w — (My — M) + (=1)76 (w — (My + My))] | (C.0.4)
donde v4 puede ser 0 o 1 de acuerdo a las fases determinadas por los indices (m,n,l) en la
aproximacion asintotica . Ellos no son importantes para el cdlculo presente, ya que solo
necesitamos el cuadrado el primer término. Hay una interpretacién fisica simple para este com-
portamiento con las funciones de Delta de Dirac: Estan asociados con algiin tipo de conservacion
de masa en el proceso IR [58, [].

En el caso presente la situacion parece ser mas complicada ya que tenemos una combinacién
de diferentes integrales de la forma

7R — / e 2 In—2(M12) Inr—o(M3z) Jo(wz) , (C.0.5)
0

con k = 2,3, 4. En principio, parece que podriamos tener problemas debido a que para z,,q: — 00
el integrando crece (y oscila) con z para k > 3/2. Sin embargo, no estamos integrando hasta
z = oo y el hecho que hay un limite superior dado por el cutt-off es importante. Ademaés, no
habria problemas incluso si no estuviera el cutt-off : uno debe tener en mente que las soluciones
de Bessel son solo aproximadaciones. El espacio de fondo no es exactamente AdSs x S? y la
forma de las soluciones exactas estd dadas en [35] en términos de funciones Hypergeométricas.
El producto de las tres multiplicado por z" decae para cualquier xk que estamos estudiando
al tomar z grande. Nosotros no vemos esto explicitamente porque este comportamiento ocurre
para distancias grandes, mayores a z ~ R?/L, donde la aproximacién pierde validez. Por otro
lado, un andlisi similar senala la misma singularidad en el plano w. Ahora, todo esto nos motiva
a considerar aproximaciones analogas a las que fueron utilizadas en el cdlculo del glueball con
k = 1, y solo necesitamos estudiar el comportamiento cerca de w = M; + Ms3.

Hemos encontrado que estas integrales se comportan de modo muy similar cuando estan divi-
didos por la apropiada potencia del limite superior de integracién. El comportamiento numérico
se puede mostrar en algunos ejemplos donde cada integral la estudiamos como una funcién de
A~ para valores diferentes de w (figuras [C.1} [C.2] and |C.3)). De esas figuras podemos ver que
AT@ A21G) y AT ge comportan de la misma forma, a menos de una constante numérica de
orden O(1), y muy similar a I(1).
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Figura C.2: Las integrales reescaleadas A"~ 1I(%)(A) estdn evaluadas numéricamente para
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Los pardametros usados son M1 = 15, M3 =6 y w = 7,9, 11 respectivamente. Los diferentes
comportamientos observados en las figuras previas desaparecen ( a menos de una constante
de orden 1) y los resultados para cada w son sumilares para todas las integrales. Se puede
observar que en todos los casos las integral decrece (o da una constante muy chica) para
todos los valores de w # w. = M1 — Ms.
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Figura C.3: El comportamiento de las integrales I(*)(A) con Kk = 1 y k = 4 cerca del
pico esta mostrado usando diagramas similares a los de las figuras previas pero con w =
8,5,8,75,9,9,25 y 9,5 en ambos casos.

De hecho, se puede ver esto directamente de (C.0.2)), realizando primero una integral indefi-
nida en z para los primeros casos diferentes, obteniendo

/ —1/2 o\ /2 _ . _
dzz cos(Pz+b) = (P) [cos(b)C(\/?w 1Pz) —sin(b)S(V27r—1Pz)

/ 1/2 21\ /2 — . —
dz 22 cos(Pz +b) = ( > [—cos(b)S(\/Qw 1Pz) — sin(b)C(V2r1Pz)

4P3
+2v/Pzsin(Pz + b)}
/
/ dz 2% cos(Pz +b) = i @Z)l : [—3cos(b)0(\/27r—1pz) + 3sin(b)S(V2r1Pz)

+2VPz (3 cos(Pz + b) + 2Pzsin(Pz + b))}

/
/dz 2 cos(Pz+b) = é (1237;)1 : [15 cos(b)S(V2r—1Pz) + 155in(b)C(V2r 1 Pz)

+2VPz (10Pz cos(Pz + b) + (4P222 — 15) sin(Pz + b))]

donde P correspone a la desviacién de w = M; + M3 y b representa alguna fase, mientras
que S(z) y C(x) son las funciones seno y coseno de fresnel, respectivamente. Ahora, evaluando
estos resultados entre z = 0y 2 = A~! y expandiendo alrededor del pico, i.e., alrededor P = 0
encontramos que, al menos en esta region paramétrica, las diferentes integrales estdn relacionadas
como establecimos en nuestra aproximacién.

La razén para este comportamiento es que como los entrangdo de las integrales I (") crecen
con z hasta Zpmae, la contribucién més importante proviene de la regién z ~ zpae = A™L. Esto
tambien fue comentado en el estudio de la normalizacion de las funciones de onda del gluebon
incidente en [57]. Argumento de escaleo bajos el cambio (a,b,c) — (ka,kb,kc) ademas son
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consistentes con este analisis. Por lo tanto, la aproximacion que usaremos estd dado por las
ecuaciones ({8.4.5) and (8.4.6]).
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