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Resumen

En esta tesis se estudi6 a través de la correspondencia AdS/CFT el proceso de dispersion inelastica
profunda de leptones cargados sobre hadrones de la teoria A/ = 4 stiper Yang-Mills con grupo de gauge
SU(N) en el régimen de acoplamiento fuerte. Los hadrones considerados fueron el glueball, de espin 0,
y el glueballino, de espin 1/2. Partiendo de las amplitudes de dispersion de cuerdas cerradas de la teoria
de supercuerdas IIB en un fondo AdS; x S° se obtuvieron las funciones de estructura de los hadrones en
distintos regimenes de la variable de Bjorken . En el régimen 1/v/A < z < 1, el calculo se corresponde a

amplitudes de supergravedad del tipo IIB, mientras que para valores de x chico (i.e. eV <<l JV)
es necesario calcular las amplitudes de dispersion en la teoria de supercuerdas. Se estudi6 el rol central
que tiene el término de Chern-Simons en la presencia de las funciones de estructura antisimétricas para
ambos tipos de hadrones. Por tltimo, en el régimen de x exponencialmente chico, donde la fisica de Regge
se vuelve relevante, el analisis dual se hizo a traves de la téecnica del Pomeron, obteniendo las funciones de
estructura en dicho régimen y realizando comparaciones con datos experimentales obtenidos del proton.
Como resultado se obtuvieron buenos ajustes y predicciones para la funcion antisimétrica ¢g;.
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Introduccion

El estudio de la estructura interna de los hadrones presenta al dia de hoy un desafio interesante para
la fisica, tanto en el plano tedrico como experimental. A mas de 45 anos de que la cromodinamica cuantica
(QCD) fuera propuesta como la teoria que explica la interaccion entre quarks y gluones [[I], la naturaleza
fuertemente acoplada de la misma hace que los calculos en forma analitica sean, en una gran cantidad de
situaciones fisicamente relevantes, complicados de llevar a cabo. El objetivo de esta tesis sera estudiar la
estructura interna de los hadrones en forma analitica y desde primeros principios, partiendo de la teoria de
cuerdas y utilizando técnicas de holografia. Esto lo haremos a través del denominado proceso de dispersion
inelastica profunda o deep inelastic scattering (DIS). E1 DIS se basa en hacer dispersar un lepton (en el caso
del DIS electromagnético un lepton cargado, como un electrén) contra un blanco hadronico. La interaccion
es mediada por un foton virtual de alta energia que prueba la estructura fuertemente acoplada del hadron.
En el regimen donde el foton virtual absorbido fragmenta el hadron original en varios estados hadronicos
finales se dice que la dispersion es profundamente inelastica. El diagrama de Feynman asociado al DIS se
muestra esquematicamente en la figural[l]

Figura 1: Proceso de deep inelastic scattering. Elhadron blanco de cuadrimomento P es dispersado por el foton virtual
de cuadrimomento g emitido por el leptén de cuadrimomento k. Como resultado el lepton queda con cuadrimomento
k' mientras que el hadron se fragmenta en estados hadrénicos indicados por X.

Para entender este proceso es necesario estudiar la amplitud de dispersion del lepton cargado con



el hadron, que puede escribirse como la contraccion de dos tensores. El primero es el tensor leptonico,
que contiene la informacion de la interaccion electromagnética entre el lepton y el foton virtual, y puede
estudiarse desde la electrodinamica cuantica (QED) en el régimen perturbativo. El segundo es el tensor
hadronico W#¥, que contiene la informacion de la interaccion fuerte, por lo que en un principio deberia ser
estudiado a través de la cromodinamica cuantica. A su vez W*” admite una descomposicion en tensores de
Lorentz, que depende del espin del hadron y que se expresa como una suma de tensores acompanados por
funciones escalares denominadas funciones de estructura. Estas funciones contienen toda la informacion de
la estructura hadronica del blanco y dependen solamente de dos parametros: la energia del foton virtual
q? y la variable de Bjorken x = —¢?/(2 P - q), donde P es el cuadrimomento del hadrén. A su vez, seglin
si los tensores que acompanan son simétricos o antisimétricos respecto de la permutacion de los indices
de Lorentz, las funciones de estructura se clasifican entre simétricas o antisimétricas.

Desde el punto de vista de la teoria cuantica de campos tanto el W#” como las funciones de estructura
deberian ser derivadas desde QCD. Sin embargo el DIS contiene procesos regidos por la dinamica suave
(soft) de QCD, por lo que seria necesario realizar calculos no perturbativos, lo cual es extremadamente
complicado de lograr. Afortunadamente, en ciertos regimenes paramétricos las funciones de estructura
del DIS pueden obtenerse utilizando la dualidad de teorias de gauge y teorias de cuerdas, conocida como
AdS/CFT.

Esta dualidad, propuesta por Maldacena a fines de la década de los 90 en [2], establece una relacion
holografica entre teorias de campos en cuatro dimensiones (en principio conformes, de alli C'F'T’) con
teorias de supercuerdas en diez dimensiones en espacios curvos (en principio AdSs x S°). La misma se
utiliza como un diccionario que asocia procesos de teorias de campos en el borde plano del espacio anti
de Sitter con procesos gravitatorios que se dan en su interior. Una peculiaridad de esta dualidad es que la
relacion entre las intensidades de los acoplamientos en el interior (bulk) del AdS y los del borde es inversa.
Esto quiere decir que cuando el acoplamiento en la teoria de campos es fuerte, el acoplamiento de las
teorias de gravedad es débil, y Vicevers;ﬂ

Este ultimo resultado hizo pensar en su momento que AdS/CFT podria ser una herramienta util para
estudiar la cromodinamica cuantica, dado el caracter fuertemente acoplado de esta teoria a energias inter-
medias y bajas. A pesar de que ha habido distintos avances en esta direcciérﬂ al dia de la fecha no se ha
logrado encontrar un dual holografico exacto que describa todas las propiedades de QCD. Sin embargo,
en el proceso de entender mejor las teorias cuanticas de campos fuertemente acopladas se han encontrado
distintos resultados universales. Por universales queremos decir que el resultado no depende explicitamen-
te del modelo dual que se elija, si no de ciertas caracteristicas comunes a diversos modelos. Un ejemplo de
esto es el calculo de las funciones de estructura de mesones escalares y vectoriales [[71 8 0], que presentan
el mismo comportamiento en al menos tres modelos duales distintos [[I0] [6] [@T]].

En el contexto de la dualidad AdS/CFT, Polchinski y Strassler propusieron a principio de los anos 2000

!'Generalizaciones de la dualidad AdS/CFT en distintas direcciones pueden verse por ejemplo en [BE ], entre otros.

? El ejemplo mas significativo de modelo holografico dual cercano a QCD es el modelo de Sakai y Sugimoto [@] basado en la
teoria de supercuerdas del tipo IIA, el cual contiene un sistema de Ny D8 y anti-D8-branas de sabor y N D4-branas de color, y
que describe importantes propiedades de la fisica de bajas energias asociada a las interacciones fuertes, incluido el lagrangiano
quiral.



en [[Z], una forma de estudiar el proceso de DIS de manera holografica. La idea es asociar el DIS de la teoria
de campos en el borde con la amplitud de dispersion de ciertos estados de la teoria de supercuerdas en el
bulk. De esta manera pudieron calcular las funciones de estructura simétricas del glueball y el glueballino
de la teoria de campos N/ = 4 super Yang-Mills. Su propuesta dio lugar a un niimero importante de
trabajos realizados en esta direccion, donde se calcularon las funciones de estructura de diversos blancos
(131 14} 05 [el 071 7 18l B (18] 191 0.

El DIS puede ser estudiado en distintos regimenes segun el valor que toma la variable de Bjorken, que
cumple 0 < z < 1. Desde el punto de vista holografico, y sin ser demasiado formal, cuanto mas chico es el
valor de x respecto de la constante de 't Hooft A = 912/ IV, mas relevante se vuelve la fisica de la teoria de
cuerdas. Sin entrar en demasiado detalle, puesto que esto sera mejor desarrollado en el capitulo 3, podemos
separar al DIS en tres regimenes duales bien distintos:

= El primero es el régimen de x grande, 1/v/\ < x < 1, donde la teoria dual se reduce a la supergra-
vedad IIB.

» En segundo lugar el régimen denominado z chico, eVN<r<l /v/A, donde el DIS es dual a pro-
cesos que incluyen el estudio de amplitudes de dispersion de cuerdas en escalas donde la curvatura
del espacio no es relevante. Debido a esto el calculo puede realizarse en forma analoga a como se
haria en el espacio plano.

= El dltimo régimen es el de x exponencialmente chico, 0 < x ~ e~V donde la fisica de Regge se hace
relevante y es necesario calcular las amplitudes de cuerdas en espacios curvos. Esto puede llevarse
a cabo bajo ciertas aproximaciones utilizando la técnica del Pomeron desarrollada en [[I3] [4]].

La idea de esta tesis es mostrar la investigacion realizada por el autor de la misma, junto con su director
y colegas, donde se profundizo en el estudio del DIS holografico en los regimenes de x chico y exponen-
cialmente chico, enfocandose principalmente en el calculo de las funciones de estructura antisimétricas del
glueball y del glueballino. Se estudio la teoria de campos de super Yang-Mills (SYM) con grupo de gauge
SU(N) y acoplamiento fuertemente, donde el parametro de 't Hooft es grande, y en el limite planar donde
1 < XA < N. En dichas condiciones SYM es dual a la teoria de supercuerdas del tipo IIB en un fondo
AdSs5 x S® en acoplamiento débil.

Como primer resultado original calcularemos las funciones de estructura antisimétricas F3 y g1 en
el réegimen de x chico, mostrando que las mismas surgen en forma holografica debido a la presencia del
término de supergravedad de Chern-Simons. Esto lo haremos tanto desde el calculo de las amplitudes de
cuerdas como también de una forma mas sencilla que implica simplemente el calculo de amplitudes de
supergravedad.

Para el regimen exponencialmente chico los resultados son mas interesantes. Las funciones de estruc-
tura simétricas del glueballino fueron estudiadas en este régimen por Brower et al en [Z1]]. En dicho trabajo
propusieron comparar sus resultados con datos experimentales de la funcion de estructura F» del proton,
realizando un ajuste entre el modelo obtenido desde la teoria de cuerdas y los datos que se acomodaban al



régimen de DIS estudiado. Motivados por dicho resultado, en el ultimo capitulo de la presente tesis calcula-
remos la funcién de estructura antisimétrica g; en el réegimen exponencialmente chico, y mostraremos que
ajusta muy bien con los datos obtenidos para el proton en 2017 por la colaboracion COMPASS del CERN
[22]. A raiz de los resultados de dicho ajuste podemos dar predicciones de la funcion g; del proton para
regimenes que aun no han sido estudiados en forma experimental.

A continuacion daremos el orden de los contenidos de la tesis. En la primera parte introduciremos
los conceptos basicos necesarios para comprender el DIS holografico. El capitulo 1 consta de un breve
repaso de la dualidad AdS/CFT, en el capitulo 2 describiremos el proceso de DIS en teorias cuanticas de
campos, y en el capitulo 3 daremos la descripcion holografica del DIS en teorias de super Yang-Mills,
mostrando como ejemplo los resultados obtenidos en el régimen de supergravedad. Los siguientes capitulos
se encuentran enmarcados en la segunda parte de la tesis, y contienen los resultados originales. En el
capitulo 4 mostraremos como obtener las funciones de estructura en el régimen de x chico, y en particular
obtendremos las funciones de estructura antisimeétricas. El capitulo 5 contiene los calculos hechos en el
régimen del Pomeron, donde se muestra el resultado original para la funcion de estructura g;.

Publicaciones
Las publicaciones en las que se basa esta tesis son las siguientes:

= N. Kovensky, G. Michalski y M. Schvellinger, “DIS off glueballs from string theory: the role of the
chiral anomaly and the Chern-Simons term”

JHEP 1804 (2018) 118 d0i:10.1007/JHEP04(2018)118 [arXiv:1711.06171 [hep-th]], 35 paginas. [23].

= N. Kovensky, G. Michalski and M. Schvellinger, “Deep inelastic scattering from polarized spin-1/2
hadrons at low x from string theory”

JHEP 1810 (2018) 084 doi:10.1007/JHEP10(2018)084 [arXiv:1807.11540 [hep-th]], 39 paginas. [Z4I].

Durante el desarrollo de la beca doctoral se publico un tercer trabajo que se decidi6 no incluir en la tesis
debido a que el tema, si bien afin, no esta del todo correlacionado con la investigacion de los dos primeros
articulos. El mismo es

= N. Kovensky, G. Michalski and M. Schvellinger, “1/N corrections to F1 and F2 structure functions of
vector mesons from holography”

Phys. Rev. , D99(4):046005 (2019) [arXiv:1809.10515 [hep-th]], 23 paginas. [20].
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Capitulo 1

Aspectos basicos de holografia y teoria de
cuerdas

Esta tesis se desarrollo en el marco de la dualidad AdS/CFT [21 25 28], que relaciona, en su formato mas
estudiado, teorias de campos conformes (es decir, teorias donde la constante de acoplamiento es constante)
en cuatro dimensiones con teorias de supercuerdas en diez dimensiones. La dualidad se utiliza como un
diccionario que relaciona los operadores de la teoria cuantica de campos en el borde del espacio AdS con
los campos de la teoria de gravedad en el interior del AdS, permitiendo de esta forma obtener observables
de la primera mediante calculos asociados a amplitudes de dispersion en la segunda, y viceversa.

Un concepto central de la dualidad AdS/CFT es la holografia. El principio holografico plantea la idea de
que las teorias de gravedad en una region pueden ser descriptas por una teoria que vive en el borde de dicha
region 271 28]). En el caso de la dualidad AdS/CFT la interpretacion holografica se expresa explicitamente
en forma geomeétrica: la teoria cuantica de campos vive en el borde plano de cuatro dimensiones del espacio
anti de Sitter de cinco dimensiones (AdS5), mientras que la teoria de gravedad vive en el interior del mismo.

Ademas de relacionar ambas teorias, la dualidad tiene un uso mas pragmatico: permite obtener resul-
tados de la teoria cuantica de campos en el regimen de acoplamiento fuerte. Esto se debe a que AdS/CFT
plantea una relacion de acoplamiento strong-weak entre la teoria de campos y la de gravedad, de forma
tal que cuando una esta fuertemente acoplada, la otra se encuentra en el régimen débilmente acoplado. Al
estudiar la teoria cuantica de campos en el régimen no perturbativo tenemos que la teoria de cuerdas dual
se encuentra en el régimen de supergravedad, donde en general resulta sencillo calcular los observables
que se desean estudiar.

Una teoria cuantica de campos que ha sido largamente estudiada en el contexto de la dualidad, ya desde
su origen [2], es N' = 4 super Yang-Mills (N = 4 SYM), una teoria de campos conforme supersimétrica
con campos en la representacion adjunta del grupo de gauge SU(N). El dual holografico en este caso
corresponde a la teoria de supercuerdas del tipo IIB en un fondo AdSs x S°. De ahi que la dualidad tome
el nombre AdS/CFT.

Al ser una teoria conforme, N/ = 4 SYM puede ser estudiada en cualquier régimen de acoplamiento.
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En particular nos enfocaremos en esta tesis en el régimen de acoplamiento fuerte, ya que es el que mas
se asemeja a QCD en un sentidoﬂ En este caso la teoria dual es el limite de bajas energias de la teoria de
supercuerdas IIB: la supergravedad IIB.

1.1. N = 4 super Yang-Mills

La teoria N' = 4 super Yang-Mills es una teoria de gauge en cuatro dimensiones maximamente su-
persimétrica, definida en el espacio plano de Minkwoski[29 B0 E]. El grupo de gauge es SU(N), donde
N indica el nimero de grados de libertad de color, y posee ademas la simetria global SU (4)g, llamada
simetria R. El contenido de campos incluye seis escalares reales X* (i = 1,...,6), cuatro fermiones de
Weyl complejos A\, (v = 1,...,4), y los campos de gauge Aﬁ (A=1,...,N?>—1;u=0,...,3). Todos
los campos se encuentran en la representacion adjunta de SU (NN ), mientras que bajo la accién del grupo
de la simetria R los escalares transforman en la representacion 6, los fermiones estan en la representacion
fundamental, con la parte quiral (0, 1/2) transformando en 4 y la parte (1/2,0) en 4%, mientras que los
vectores son singletes [23]]. Juntos forman el multiplete de N = 4:

(A7} X, X7)

El lagrangiano de la teoria queda completamente determinado por la supersimetria [29], siendo el mismo

1 0 . _
L = Tr{——5FuF" + —5(F+F) =Y iAG"Dydo — Y (D, X")?
299m 8w - -

2
2 : aff i § : ~ yaryi S8 Iym § : i 112
+ > 'gYM Cz )\OC[X 7A5] + > ‘gYM Czaﬁ)‘ [X 7A ]+ 2 - [X 7X]] ’ (11)
a,P, ;P51 %)

donde gywm es la constante de acoplamiento de la teoria, 67 es el angulo del instantén, y las constantes C;* p y
Ciia estan relacionadas con las matrices de Clifford-Dirac del SU (4) g. A suvez F,,, = O Ay +ilAy, Ayl
mientras que *F),, es el dual de Hodge, y D, A = O\ + i[A,, Al

El lagrangiano posee invarianza de escala a nivel clasico, simetria que junto al grupo de Poincaré
forma el grupo conforme SO(2,4). Si ademas consideramos las transformaciones de supersimetria, el
grupo que se obtiene es el superconforme SU (2, 2|4). Este grupo resulta ser una simetria a nivel cuantico,
ya que al estudiar las correcciones radiativas se encuentra que la funcion § es idénticamente nula. Este no
es el caso para la simetria R, que se encuentra rota a dicho nivel, por lo que A/ = 4 SYM presenta una
anomalia conocida como la anomalia quiral [BIl, que estudiaremos con mas atencion en la seccion 2.5 del
capitulo 2.

Al ser una teoria conforme la constante de acoplamiento no varia con la escala, lo que permite trabajar
tanto en acoplamiento débil como en acoplamiento fuerte. En el primer caso la teoria puede ser estudiada

'En la seccion 2.5 del capitulo 2 mostraremos como modificar N' = 4 SYM para que la conexion con QCD sea atin mayor.
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en forma perturbativa, mientras que en el segundo es necesario recurrir a otras técnicas. En las siguientes
secciones mostraremos como la dualidad AdS/CFT permite estudiar el régimen fuertemente acoplado de
las teorias de campos conformes.

La variable de ’t Hooft y la expansioén planar

En las teorias de Yang-Mills resulta ttil pensar al nimero de colores /N como un parametro mas de la
teoria, y definir la variable de ’t Hooft A = ¢2,(N. De esta forma se puede definir el limite planar

A fijo, N — o0, (1.2)

que corresponde a realizar una expansion topologica en los diagramas de Feynman de la teoria. Esto se debe
a que todos los campos estan en la representacion adjunta del SU(N), por lo que los propagadores vienen
acompanados de términos \/NN, mientras que los términos de interaccion son proporcionales a N/\. Para
ver esto alcanza con tomar la notacion de doble linea en los campos, escribiendo Aé- = AB(TB );, donde
TB son los generadores del SU(4), con B = 1,...,15. La forma que toma el propagador y los vértices de
interaccion se muestran en la figura[1.1} Si nos enfocamos por ejemplo en el primer término de los campos
de gauge presente en el lagrangiano (1.1), vemos que el mismo toma efectivamente la forma

Lp= _§Tr[FWFW} . (1.3)

S

AY

Figura 1.1: Representacion del propagador y los vértices de interaccion en la notacion de doble linea. Los propaga-
dores van con potencias A/N mientras que los vértices tienen la potencia inversa. La figura esta tomada de [B2]].

Se puede mostrar que el nimero de potencias de N y A que aparecen en un diagrama D toma la forma

B3 @]
D ~ NFZEFV AE=V — Nx \E=V (1.4)

donde E es el nimero de propagadores (o bordes), V' de vértices y F' la cantidad de loops (o caras). Aqui
x = F — E + V es la caracteristica de Euler. Vemos entonces que la expansion en 1/N corresponde a
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una expansion topologica en los diagramas de Feynman. Si el diagrama forma una superficie con h manijas
(género de la superficie bidimensional), tenemos que x = 2—2h, por lo que el diagrama queda caracterizado
por la cantidad de manijas presentes. Los diagramas planares corresponden a aquellos donde no hay cruces
entre los distintos trazos, y por lo tanto tienen h = 0, lo que implica x = 2. Este tipo de diagramas son los
que dominan en el limite planar [B4]. En la figura[1.2] se muestra un ejemplo de un diagrama planar y
uno no planar.

Figura 1.2: Dos diagramas de Feynman que podrian ser relevantes en el calculo perturbativo. Sin embargo el segundo
tiene una manija y por lo tanto un factor de supresion 1/N? respecto al primero que se acentta al tomar el limite
N — oo.

En esta tesis trabajaremos siempre bajo el limite de Maldacena, donde
N 500, 1<AKN, (1.5)

por lo que solo consideraremos los diagramas planares.

1.2. Teoria de supercuerdas y supergravedad IIB

La descripcion geomeétrica de la teoria de supercuerdas en el formalismo de Ramond-Neveu-Schwarz
parte de los campos bosénicos de la hoja de mundo 2™ (M = 0,..., D), agregando un conjunto de
campos fermionicos ¥}/ que pueden ser entendidos como funciones de las coordenadas de la hoja de
mundo &1, 3. Aqui = indica las dos posibles quiralidades en la hoja de mundo. La teoria tiene dos sectores:
Neveu-Schwarz (NS) y Ramond (R). El estado fundamental del sector NS es bosonico en espacio-tiempo,
mientras que el de R es fermidnico. La supersimetria se obtiene tras aplicar la proyeccion GSO [B3 36] B0l .

Existen dos teorias de supercuerdas maximamente supersimeétricas que pueden ser construidas de esta
forma, ambas definidas en diez dimensiones (D = 10), conocidas como la tipo IIA y la tipo IIB. El nimero
de supersimetrias es N' = 2, es decir que posee 32 generadores de supercargas, mientras que la notacion
A/B refiere a no quiral/quiral, respectivamente. Las cuerdas en este caso son cerradas, y el contenido de
los campos proviene de los cuatro sectores posibles: NS-NS, R-R, NS-R y R-NS.

A diferencia de las teorias de cuerdas bosonicas, las teorias supersimétricas no poseen un taquion
en el nivel fundamental de la torre de estados. En el caso de IIB, el sector no masivo (o fundamental) se
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corresponde con los campos de la teoria de supergravedad IIB, es decir que la supergravedad IIB surge como
el limite de bajas de energias de la teoria de supercuerdas IIB. Por limite de bajas energias nos referimos al
limite o/ — 0, donde o = [2 es la constante de la cuerda de longitud /.

El contenido de campos de la supergravedad IIB en el sector bosoénico viene dado por un graviton
gMm N, un dilaton @, un tensor antisimétrico de rango dos By, y tres potenciales Cp, Cy, Cy de rango
0,2, 4 respectivamente. La supersimetria impone una condicion sobre la 5-forma asociada al tensor de
fuerzas de Cy: la misma debe ser autodual respecto del operador de Hodge.

El valor de expectacion del dilaton fija la constante de acoplamiento de la cuerda segin e(® = g.
Recordemos que en las amplitudes de dispersion de las cuerdas el orden de g, indica el orden topologico de
superficie que se esta considerando: a nivel arbol es una esfera, mientras que a primer orden en g debemos
considerar un toro, y asi sucesivamente.

El sector fermidnico esta compuesto por dos gravitinos )‘{\/la de espin 3/2 y dos dilatinos 1! de
espin 1/2 (I = 1,2 corre sobre los generadores de las supercargas), ambos siendo fermiones quirales
de Majorana—Weyﬂ

Si bien la condicion de autodualidad no permite escribir un lagrangiano para la supergravedad IIB,
podemos expresar al mismo sin cumplir esta condiciéon en forma explicita, pidiéndola como una condicion
extra sobre la 5-forma. De esta manera se obtiene la accion del sector bosonico

)

1 _
S = + 5 [ dVrge (2R +8(00)" — | Hyl?)
10

1

1
o [ Ve (1mp s imp s ER) s At amaR] e
10

donde k1q esta relacionado con la constante de Newton en diez dimensiones G segun k19 = /871G,
mientras que los campos de fuerza estan definidos segiin F; = dC; coni =0,2,4, H = dB,y

F3 = F3—CyH;

1 1
F5 = F5—§A2/\H3+§B2/\F3.
Como ya indicamos, a esta accion debemos sumarle la condicion de autodualidad de la 5-forma: F5 = *Fs.

Con estos ingredientes tenemos la accion necesaria para describir el sector bosonico de la supergravedad
IIB.

Dp-branas y la solucién AdSs x S°

Otros objetos relevante de la teoria de cuerdas son las Dp-branas, hipersuperficies (p+1)-dimensionales
sobre las cuales se mueven los extremos de las cuerdas abiertas. Las mismas son masivas y por lo tanto
fuente de curvatura del espacio-tiempo.

*Notar que hemos intercambiado la notacién usual y tomamos ¥ como el dilatino. Esto lo hacemos para mantener la notacién
de nuestros trabajos [23] 2.
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Consideremos el caso particular donde se colocan N D3-branas paralelas y superpuestas, en un fondo
plano Minkowski de 10 dimensiones. En este caso la solucion es conocida [B7]], y esta dada por

ds* = H(r)"'Pny,datde” + H(r)'/? (dr® + r2dQ3) |
Fs = (1+%)da®A---ANdz> NdH?, (1.7)

donde i, = 0, ..., 3 son las coordenadas paralelas a las D3-branas, 7)., es la métrica de Minkowski en
cuatro dimensiones, 7 es la coordenada que indica la distancia a las N D3-branas y df25 es el elemento de
volumen de una esfera-5. El factor de curvatura de la métrica es

4
H(T)=1+%, (1.8)

con el radio de curvatura R definido en funcién del nimero de branas y de los parametros de la teoria de
cuerdas, segin R* = 47 g, o/>N. Ademas de la métrica y la 5-forma, la solucion consta de un dilatéon con
valor constante e(®0) = g,. El resto de los campos estan apagados.

La solucion de supergravedad se encuentra al considerar el limite o' — 0. Si a su vez consideramos la
soluciéon muy cerca de las N D3-branas, es decir con r < R, obtenemos H(r) = RrR* / r4. El llamado “limite
de horizonte cercano” se obtiene al tomar ambos limites de manera tal que r/a’ se mantenga constante.
En este caso la métrica de toma la forma

ds? = ~ detdz” + R—2dr2 + R2dO? (1.9)
- R2 "7;w 7’2 59 .

que no es otra cosa que la métrica producto de dos espacios de cinco dimensiones: AdSs y la esfera S°,
ambos con radio R = (47 g5 a/2N)'/4,

A lo largo de esta tesis trabajaremos con la coordenada radial inversa z = R?/r, de forma que la
meétrica del AdS5 queda

R2
alsids5 == (nuvdatdz” + dz?) . (1.10)
En estas coordenadas el AdSs presenta un borde en el limite z — 0, dado por un espacio Minkowski
de cuatro dimensiones. Por otro lado, es importante remarcar que el grupo de isometria de AdS}5 es el
SO(2,4), mientras que el de la esfera-5 es simplemente el SO(6).

1.3. La correspondencia AdS/CFT

Basado en la construccion de ingenieria de branas que comentamos en la seccion anterior, Maldacena
relaciont la teoria de cuerdas cerradas en el espacio AdS; x S° que resulta de tomar el limite de horizonte
cercano de las IV D3-branas descripto en la seccion anterior, con la teoria de cuerdas abiertas asociadas a
las mismas [[2]. Esta dualidad entre teoria de cuerdas cerradas y abiertas, es mas conocida como la dualidad
teorias de gauge y gravedad o simplemente la dualidad AdS/CFT.
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En su version original, la dualidad relaciono las dos teorias hasta aqui desarrolladas: la teoria de campos
N = 4 SYM con grupo de gauge SU(N) y la teoria de supergravedad IIB en un fondo AdS5 x S°. En esta
seccion no reconstruiremos los pasos con los que Maldacena llegd a esta conjetura, sino que simplemente
daremos un breve repaso de los indicios de esta relacion y explicaremos cuales son las caracteristicas
principales de la dualidad.

La identificacion entre ambas teorias se da tanto en los parametros como en las simetrias de las mismas.
La constante de acoplamiento de Yang-Mills se asocia con el parametro h del género (genus) de la cuerda
segﬁ g% 7 = 47 gs, que a su vez esta determinado por el valor de expectacion del dilaton constante, por
lo que tenemos

g%/M =4mr g, = 4w e(®o) (1.11)

Esta identificacion nos permite relacionar a la constante de 't Hooft con la constante de la cuerda a través

del radio del AdSs, segiin

RZ
VA= — (1.12)
por lo que tenemos una relacion clara entre las constantes de acoplamiento.
Otro parametro importante en ambas teorias es el nimero IV, que aparece tanto en el rango del grupo
de gauge SU(N) como en el nimero de D3-branas, y se relaciona con el flujo (cuantizado) de la 5-forma
sobre la esfera S°, segtin

F5=N. (1.13)
S5

En cuanto a las simetrias, podemos ver que existe una fuerte conexion entre el grupo de simetrias in-
terno de cada teoria. Recordemos que A/ = 4 SYM contiene el subgrupo bosonico SO(2,4) x SO(6)g,
relacionado con las simetrias de Poincaré y la simetria R de las supercargas. En el lado gravitatorio, el
grupo SO(2,4) no es otra cosa que el grupo de simetrias del AdSs5, mientras que SO(6) corresponde a la
simetria de rotacion de la 5-esfera. Ademas, si consideramos las transformaciones superconformes obte-
nemos para la teoria de campos el grupo superconforme SU (2, 2|4), con 32 generadores de supersimetria.
Este grupo surge dualmente como el grupo SU (2, 2|4) debido a que 16 de las 32 supersimetrias de Poincaré
son preservadas por la N D3-branas, y se agregan 16 supersimetrias conformes que surgen al considerar

la region del limite de horizonte cercano del AdS5 x S° (y no al considerar la geometria completa) [H].

Regimenes de la dualidad

Hasta ahora hemos planteado el formato fuerte de la dualidad, en el cual tenemos una equivalencia
valida para todo régimen de ambas teorias (sea este perturbativo o no). En otras palabras, la dualidad
conecta la teoria conforme para todo valor del rango del grupo de gauge N y para cualquier acoplamiento

3Este es un resultado ya conocido de la fisica de Dp—branas [Z4].
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gy M, con la teoria de cuerdas IIB completa, incluyendo el régimen cuantico. Sin embargo, solo sabemos
tratar a las teorias de campos en su régimen perturbativo. Algo similar sucede del lado con gravedad, ya
que no se sabe como cuantizar las cuerdas en un fondo curvo como AdSs x S°, debido a la presencia de
los campos del sector R-R. Es natural entonces enfocarse en ciertos limites o regiones parametricas donde
sabemos tratar alguna de las teorias.

En la teoria de campos este caso corresponde al régimen perturbativo, el cual podemos estudiar cuando
la constante de 't Hooft es chica: A < 1. Por otro lado, en la teoria de cuerdas, la aproximacion de gravedad
clasica es factible cuando el radio de curvatura R del AdSs y de la esfera 5 es mucho mayor que la escala
de longitud de la cuerda: R*/I* = R*/a/? = A > 1.

Vemos que el régimen de gravedad clasica y el régimen perturbativo de la CFT son incompatibles. Lejos
de ser un problema, esto nos indica que cuando un lado esta débilmente acoplado, el otro esta fuertemente
acoplado, y vice versa. Esta es una propiedad central de la dualidad, ya que permite resolver problemas
de acoplamiento fuerte de la teoria de campos via supergravedad clasica.

Procedamos entonces a analizar los regimenes de interés. El primero que surge en forma natural es
el limite de ’t Hooft, que consiste en tomar N — oo, dejando fija la constante de ’t Hooft A = N g%.,,.
Recordemos que en la teoria de campos, esto correspondia a realizar una expansion en 1/N, donde sélo
sobreviven los diagramas planares. Utilizando la identificacion entre gy s y g5 de la constante de
acoplamiento de la teoria de cuerdas nos queda: 47 gs = A/N < 1. El limite de t "Hooft corresponde
entonces a una teoria de cuerdas débilmente acoplada, donde podemos realizar una expansion en loops de
orden g;. De esta forma, tenemos una relacion entre una teoria de cuerdas clasica y la expansion en 1/N
de la teoria de gauge.

Podemos simplificar mas atn la situacion si, ademas de mantener fija la constante de 't Hooft, tomamos
el limite de \ grande, teniendo entonces: 1 < A < N. Dado que A esta fija y que N — oo, resulta que
o/ — 0. En este caso, la teoria de campos es no perturbativa, mientras que la teoria de cuerdas se reduce
a la teoria de supergravedad, donde es natural una expansion en «/.

Esquematicamente pueden definirse tres regimenes principales de la conjetura, como se muestra en la
tabla 1. Sin embargo, como veremos mas adelante, la distincion entre estos no es tan rigida. En esta tesis
trabajaremos siempre en el limite planar 1 < A < N, pero nos sera de interés estudiar los modos de
cuerdas en el fondo AdSs y no simplemente estudiar la supergravedad, por lo que no estaremos parados
estrictamente en uno de estos regimenes. Esto quedara mejor explicado en el capitulo 3.

Ansatz de Witten

Como ya explicamos en la introduccion del capitulo, la idea de holografia surge al pensar que la teoria
de campos vive en el borde del espacio, ubicado en el origen de la coordenada radial z del AdS5, mientras
que en el bulk tenemos la teoria de gravedad. La realizacion de esta idea se puede llevar a cabo a través del
Ansatz de Witterﬂ que permite relacionar los operadores del de la CFT con los campos de la teoria en el
bulk.

*A veces llamado también Ansatz WGKP, ya que Gubser, Klebanov y Polyakov plantearon de manera independiente la misma

idea en [Z4]).
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Teoria de campos Teoria de gravedad

« V= 4 SYM conforme para « Teoria de cuerdas IIB cuantica
todo N y gy m en AdSs x S°

’gs:g%M -R4:471'95]\70/2

« N = 4 SYM en el limite « Teoria de cuerdas IIB clasica
de ’t Hooft, con A fijo en AdSs x S°

« Expansion en 1/N « Expansion en g5 de loops

« N =4 SYM en el limite « Supergravedad IIB clasica
A grande (N — o0) en AdSs x S°

« Expansion en 1/v/X « Expansion en o/

Tabla 1: Regimenes de la dualidad AdS/CFT.

Partiendo de las coordenadas (1.10), consideremos una fuente ¢ = ¢o(z*) definida en el espacio plano
del borde. ¢ actiia como fuente de algiin operador O(z#) de la CFT, por lo que tiene asociado la funcion
generatriz

Zernlon = (e ([ an(em)0)) ) (1.149)

La idea holografica es pensar que esta fuente ¢ (z*) es el valor en el borde de un campo ¢(z*, z) que se
propaga en el interior del AdSs. Dado que en este sistema de referencia el borde se encuentra en z — 0,
tenemos

¢0(xu) - (b(xﬂ, Z)‘aAdS = (b(x'u?o) ) (115)

El Ansatz consiste en proponer que la funcion generatriz de las funciones de Green conexas de la CFT esta
relacionada con la funcion de particion Zping [¢] de la teoria de cuerdas evaluada en todos los ¢ (2, 2)
cuyo limite es ¢g(z#):

ZCFT [QZ)O} = Zstring [¢ - ¢0] ) (1-16)

que para el régimen 1 < A < NV, se reduce a:

(exo ([ ouaO)) ) = exp(~Suugra 6 = du). (1.17)

donde Ssy4q es la accion de supergravedad.

Con esta misma idea se puede plantear el Ansatz de Witten para diversos casos. En esta tesis en parti-
cular relacionaremos al tensor hadronico de la teoria de campos con la accion on-shell de supergravedad,
como mostraremos en el capitulo 3.






Capitulo 2

DIS en teorias cuanticas de campos

La dispersion inelastica profunda (DIS) es un proceso utilizado para estudiar la estructura interna de
los hadrones. El mismo se basa en la dispersion de un lepton con un blanco hadronico, en el régimen
cinematico donde el hadron se rompe en sus distintos constituyentes o partones, dando lugar a un conjunto
de hadrones en el estado final del proceso. La interaccion no se da directamente entre el lepton y el hadron,
sino que el primero emite un foton virtual de alta energia que luego es absorbido por el segundo.

Este proceso se viene estudiando desde hace mas de cincuenta anos en distintos aceleradores, y per-
mitio por ejemplo entender la composicion partonica del proton [B8 BY]]. Para una revision y referencias
ver [40]] y mas recientemente [[4I]]. Al dia de hoy diferentes colaboraciones siguen estudiando en forma
experimental la estructura de bariones a través del DIS tanto electromagnético, que corresponde al proce-
so donde la dispersion se da con un lepton, como al DIS de neutrinos [42]]. Este tipo de experimentos son
de caracter inclusivo, esto quiere decir que no se miden los estados finales de los hadrones, sino que se
conocen los estados del hadron y el lepton incidente, y se mide la energia y el momento del lepton saliente
luego de la dispersion.

Pensando en el proceso total tenemos dos tipos de interacciones. Por un lado la interaccion que media
al lepton y el foton virtual que esta regida por QED, como seria de esperar. Ahora, cuando el foton impacta
sobre el hadron, debido a la alta energia que posee llega a probar la estructura hadronica, por lo que la
fisica de esta interaccion se describe en términos de QCD. Este tltimo punto es fundamental, puesto que
el caracter no perturbativo de la fuerza fuerte (en el régimen parameétrico relevante al DIS) hace que sea
imposible estudiar la estructura hadronica puramente desde la teoria cuantica de campos a nivel perturba-
tivo. Sin embargo, como veremos en este capitulo, toda la informacion de la seccion eficaz de la dispersion
puede reducirse al producto de dos tensores, uno proveniente del sector de QED y por lo tanto totalmente
conocido, y otro con la informacion del proceso fuertemente acoplado. Este ultimo puede ser representa-
do por un conjunto de funciones de estructura, que solo dependen de parametros cinematicos del proceso,
y que pueden ser estudiados en distintos regimenes de energia. Existen diferentes técnicas que permiten
estudiar desde distintos enfoques a las funciones de estructura, por ejemplo desde QCD perturbativzﬂ )

! Algunos de los trabajos pioneros son [E3] B4 @5 Edl), asi como los trabajos de BFKL [E7] B8] @9 B0l 511 B2, entre otros.

17
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desde métodos computacionalesﬂ Como indicamos en la introduccion, en esta tesis mostraremos el enfo-
que holografico que permite obtener expresiones analiticas de las mismas, dentro del espacio paramétrico
que se detallara en el capitulo 3. Sin embargo debemos primero entender bien el proceso desde la teoria
de campos. Por eso en este capitulo estudiaremos distintos aspectos y observables del DIS de hadrones
de espin 0 y 1/2, puramente desde la teoria cuantica de campos. Lo haremos primero en forma genérica,
siguiendo principalmente el trabajo de Manohar [40], y luego indagaremos en el enfoque necesario para
estudiar el DIS en la teoria de super Yang-Mills que resulta de interés en la descripcion holografica dual.

2.1. Cinematica del DIS

Comencemos por describir la situacion cinematica del proceso. Por un lado tenemos un hadron con
cuadrimomento P* como blanco, el cual es dispersado por un lepton con energia F 'y cuadrimomento k¥,
generando un estado hadronico final que denotaremos X. Como mencionamos, el lepton emite un foton
virtual de alta energia con cuadrimomento ¢*, que impacta al hadrén. Si el hadron no se rompe entonces
el proceso es una dispersion elastica, mientras que si estamos en la régimen de energia y momento donde
el hadron se fragmenta, entonces el proceso es un DIS.

Figura 2.1: Diagrama de Feynman asociado al proceso de Dispersion Inelastica Profunda. El hadron blanco esta
representado por la linea doble, mientras que los hadrones resultantes X se indican con las lineas simples. k y &’
representan los cuadrimomentos del lepton incidente y del dispersado, respectivamente.

El diagrama de Feynman asociado se puede observar en la figura[2.1] donde varias variables cinemati-

2Por ejemplo lattice [E3 B4].
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cas entran en juego. Tomando las coordenada{l y* = (t,y1,Y2,y3) de forma tal que 3 apunte en la di-
reccion del lepton incidente, y considerando el sistema de referencia con el blanco en reposo, las variables
cinematicas vienen dadas por:

= M: la masa del hadron blanco, con la condicion on-shell de M? = — P2,
» F'y FE':laenergia del lepton incidente y saliente respectivamente.

» ky k’: el momento del lepton incidente y saliente respectivamente. Si suponemos que la masa del
lepton es despreciable entonces k£ = (E, 0,0, E).

Anélogamente tenemos k'* = (E’, E' sinf cos ¢, E' sin 0 sin ¢, E' cos ).
= P: el cuadrimomento del hadron en reposo, P* = (M, 0,0,0).

» ¢: el momento del foton virtual intercambiado, que por conservacion se expresa ¢* = (k — k')H.
Dado que el foton es virtual tenemos ¢> = 2EE’(1 — cos §) distinto de cero.

= v: la energia perdida del lepton,v = E — F'.

q2

2P-q"

= 1:la llamada variable de Bjorken definida como z = —
= y: la fraccion de energia perdida por el leptony = v/E = P - q/P - k.

La variable x fue introducida por Bjorken y tiene un rol fundamental en el DIS ya que como veremos luego
QCD predice que las funciones de estructura dependen solamente de dos parametros: la energia ¢> y . Mas
aun, a primer orden en ¢ las funciones solo dependen de x, propiedad conocida como escaleo de Bjorken.
Con las variables ya descriptas podemos definir el DIS como el proceso de dispersion de un lepton por
un hadron en el régimen de x fijoy ¢ = /—¢?> < M, A, donde A es cualquier escala caracteristica de la
teoria cuanticade campos que se quiere estudiar, por ejemplo la escala de confinamiento Agcp.
Luego de la dispersion la masa del estado final hadronico My viene dada por

Mx =—(P+q)*=M*-2P -q—¢*, (2.1)
de donde se desprende que
2 2 2
q Mg — M
— e [ S S 2.2
2P - q + 2P-q 22

por lo que vemos que la variable de Bjorken esta acotada entre 0 < x < 1. El caso = 1 corresponde a
Mx = M, es decir que la dispersion es elastica.

*En esta seccion llamaremos 7 a las coordenadas espaciales para no confundirlas con la variable de Bjorken.
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2.2. Seccion eficaz y funciones de estructura

Siguiendo el diagrama de Feynman de la figura[2.1]podemos construir la amplitud de dispersion M del
proceso. La misma resulta

iM = (—ic)? (‘q”) (K] 7(0) [k, s6) (X] TE(0)|P.C) 23

donde 1), = diag(—, +, +, +) es lamétrica del espacio plano de cuatro dimensiones y s, es la polarizacion
del lepton incidente, ¢ la polarizacion del hadron, mientras que Jy y Jp, representan las corrientes electro-
magneéticas leptonica y hadronica respectivamente. Notar que hemos dejado la constante de acoplamiento
e afuera de J;. Para un blanco de espin 1/2 tenemos sy = £1/2.

Experimentalmente lo que se suele medir es la seccion eficaz en funcién de la energia del lepton sa-
liente y del angulo de dispersion: d>c/dE'dS). La seccion eficaz diferencial puede construirse a partir de la
amplitud M, elevandola al cuadrado y agregando los factores del espacio de fase. Dado que la polarizacion
final del lepton y del hadron no son medidas es necesario sumar sobre todos los estados salientes. Con esto
obtenemos la seccion eficaz diferencial

_ / (M|?
do = Z/ o) 32E/ 2m)* 8k + P — k' - ) G

_ 2/ &Pk (2n)'0'(k+ P -k — Px)e!
B 27)32F" (2E)(2M) qt

x (P, ¢| 3 (0) |X) (X| T (0) [P, ) (K, sl T (0) |K') (K| Jou (0) [, s0)

donde hemos usado que (| J*|3)" = (8| J* |a), dado que la corriente es un operador hermitico.
La seccion eficaz puede ser reescrita en términos de dos tensores. El tensor leptonico definido como

0 =N (K] Tyu(0) |k, se) (k, sel Ja(0) ) (2.5)
espin final

contiene toda la informacion de la interaccion entre el lepton entrante y saliente con el foton virtual. Por
otro lado, el tensor hadronico se define como

W (Pg) = - [ty (P L0, O] IPG) 26)

donde ¢ y ¢’ indican la polarizaciones del hadrén entrante y saliente. Insertando la suma sobre estados
intermedios X y utilizando la invariancia de traslacion (P, ¢| J(y) | X) = (P, (| J(0) | X) exp[i (P—Px)-y]

se obtiene

(@) + P Px) (P.C| 0 1X) (X] T 0) 1P.C)
X

—(2m)"0% (¢ + P — Px) (P, | J;(0) |X) (X] JE(0) [ P.C)] - (2.7)

WH(P,q) =
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Reemplazando las expresiones de /*” y WH en (2.4) obtenemos

4 BE Ax b, W (p k — kK
do = 6/ o (p, ) : (2.8)
q* | (2m)32F" (2E)(2M)
de donde se deduce finalmente
d?o et E’
— L, WH (p,q) . 2.9
dE'dQ ~ 16m2¢8 <ME> W (p,q) 29)

Tenemos entonces una expresion para la seccion eficaz donde toda la informacion del DIS esta contenida
en el tensor leptonico y en el hadronico, por lo que es necesario estudiar estos tensores con mayor atencion.

2.2.1. Tensor lepténico

Como se menciono anteriormente el tensor leptonico se puede calcular puramente desde QED, obte-
niendo una expresion completa y analitica. Dado que los estados entrantes y salientes son en este caso
fermiones podemos escribir el tensor como

o =" a(k)y ulk, s) a(k, s)y u(k') (2.10)

espin final

donde u(k) son espinores de Dirac normalizados en 2 F, mientras que * son las matrices de Dirac en cuatro
dimensiones. De esta forma, la suma sobre los espines finales se puede resolver utilizando la identidad

> uk)uk) =¥ +m. (2.11)

espin final

Por otro resulta util definir el cuadrivector de polarizacion s de una particula de espin 1/2 segin
1
st = iﬂ(kv 8)7#751‘(]{;’ 8) ) (212)

donde hemos omitido el factor 1/m que suele incluirse en la definicién usual, pero esta forma resulta mas

conveniente al momento de escribir la seccion eficaz dependiente del espin [A0]]. La matriz 5 esta definida

de forma usual: 75 = iy 14243

Reemplazando y usando la propiedad

1
ulk, )k, ) = ( +m) B (213)
en (2.10), el tensor leptonico toma la forma
1
o= T |y () vf/mv“

Q

(kMK 4+ KK — g" k- K — i P gysg) (2.14)
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donde hemos despreciado los términos que acompanaban a la masa del fermion m. Conseguimos de esta
forma la expresion completa para ¢*¥, que resulta bastante sencilla y compacta. Se puede notar que los
términos no dependientes de la polarizacion del espin son simétricos en los indices de Lorentz pv, mientras
que el término que acompana a la polarizacion es antisimetrico. De aqui se desprende que un lepton no
polarizado solo interactiia con la parte simétrica de W,

2.2.2. Tensor hadroénico

La estructura del hadron puede ser totalmente investigada desde el tensor W#*, pues toda la infor-
macion del blanco esta en dicho tensor. Como mencionamos, a diferencia del caso del tensor leptonico,
el tensor hadronico no puede ser totalmente estudiado con técnicas perturbativas de teorias cuanticas de
campos, ya que involucra procesos fuertemente acoplados. A pesar de que la interaccion a priori es elec-
tromagnética, y que QED puede ser estudiada perturbativamente, la alta energia del foton virtual logra
probar la estructura fuertemente acoplada de la interaccion entre los partones, por lo que surgen efectos
no perturbativos asociados. Gracias a un nimero de simetrias que posee el tensor hadroénico, veremos que
la estructura puede ser escrita en términos de un conjunto de (pseudo)vectores y (pseudo)tensores carac-
teristicos del sistema, multiplicados por funciones escalares que solo dependen de = y ¢*: las funciones de
estructura. La cantidad de funciones dependera del espin del blanco.

La descomposicion mas general del WH” se da en términos de tensores de rango 2 invariantes ante
transformaciones del grupo de Lorentz SO(1, 3). Para ello debemos entender primero cuales son los vec-
tores y tensores disponibles en dicha expansion. Sin caer en redundancias tenemos definidos dos vectores
dados por los momentos P, y g, un unico tensor simétrico dado por la métrica g, y siempre podemos
incluir el tensor totalmente antisimétrico de Levi—Civitzﬂ € vag- Si consideramos ademas la posibilidad de
que el blanco hadronico tenga espin distinto de cero entonces tenemos también un pseudovector dado por
la polarizacion del mismoﬂ Sy

Por otro lado tenemos un conjunto de simetrias fisicas que el tensor hadronico debe respetar. En un
principio el W#¥ debe ser invariante ante el grupo de Lorentz SO(1, 3), pero ademas debemos exigir las
condiciones fisicas:

= invarianza ante inversion temporal,
= invarianza ante traslaciones,

» hermiticidad de las corrientes,

= crossing symmetry,

= conservacion de la corriente,

*En general se suele distinguir el simbolo totalmente antisimétrico de Levi-Civita con el tensor, sin embargo en espacio plano
ambos coinciden.
’No debe confundirse con la polarizacion del lepton s*, que solo aparece en el tensor leptonico.
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= invarianza ante paridad.

La tltima simetria puede ser omitida en casos donde la paridad no se conserve, por ejemplo si se considera
la dispersion de neutrinos contra blancos de QCD (mediada por los bosones Zy y W), o si se consideran
teorias quirales como A/ = 4 SYM. En estos casos se suele separar el tensor hadronico en su parte simétrica
(S) y su antisimétrica (A):

WH = Wg (x,4%) +i W) (2,62, 5), (2.15)
donde estamos haciendo énfasis en que, como notamos antes, la parte simétrica de W#" es independiente
del espin, y donde hemos sacado un factor 7 de la definicion, ya que resulta util al momento de hacer los
calculos.

Considerando entonces las simetrias y propiedades fisicas antes mencionadas, puede hacerse una ex-
pansion totalmente genérica del tensor hadrénico, considerando el espin del blanco. Para mayor detalle de
como son estos pasos puede verse [40] B3] BE]).

Descomposicion para blancos de espin 0:

Para el caso de blancos escalares no tenemos vector de polarizacién alguno, por lo que la dependencia
tensorial del W* se puede escribir en funcion de P y q. Obtenemos entonces la siguiente expresion

a"q” 2 P-q P-q )\ F(z,¢%)
W (z,¢*) = (n“” - ) F(z,q%) — (P“ — q“) <P” - ¢’
. Fg(.%', q2)
—q 5#VpcrquUT.q , (2.16)

descripta totalmente por dos funciones asociadas al sector simétrico, 1 (z, ¢*) y Fa(z, ¢*), y una funcién
del sector antisimétrico, F3(z, ¢?). haciendo abuso de nomenclatura diremos a veces que estas son las
funciones simétricas y antisimétricas, sin embargo vale la pena remarcar que son funciones escalares sin
dependencia alguna en los indices de Lorentz. Estas tres funciones describen por completo la estructura
hadronica de cualquier blanco escalar, aunque la forma particular que tenga cada una dependera del mismo.

Utilizando la conservacion de la corriente puede mostrarse que el tensor leptonico cumple ¢, /" = 0,
por lo que los factores con ¢* en pueden descartarse sin perder generalidad al momento de calcular
la seccion eficaz proporcional a W, ¢*”. De esta forma el tensor hadronico del blanco escalar se puede
reescribir en forma mas resumida como

2
W (z,q%) = " Fi (2, ¢%) + P“P”quFz(w, 7°) + is””p”quaq%Fg(% 7). (2.17)

Descomposicion para blancos de espin 1/2:

Para el caso de un blanco fermionico de espin 1/2 tenemos ahora un pseudotensor mas con el que
armar la dependencia tensorial debido a la presencia del vector de espin. Teniendo en cuenta nuevamente
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el conjunto de simetrias y de condiciones fisicas sobre el tensor hadronico, encontramos que podemos

escribir al mismo segtn [B5] B8]

Wi = (n’” - qgf) Fy(z,¢%) + Af%%(m%]
_Pl-q (pu _r qq#> <p” — Pq'zqq"> [Fg(m,(f) + ]\ij 94(5an2)]
() () () ()]
g3(2,4%)
= (F1(:c,q2) - 7%95( ,q2)> - P <F2(x7q2) + ]\fas.;,qg‘i(x’f))
_% [(P“S” + PVSH) + 21§'qP“P”] 93(,4%), (2.18)
W(’X/) _ W |:Sagl($vq2) i (50 _ ;SD’:((]]PU> gg(x,q2)} — ng(%qg)?

(2.19)

donde en el caso simétrico hemos descartado los términos proporcionales a ¢*. Nuevamente aparecen
las funciones simétricas F} y Fb, y la antisimétrica F3, pero ahora acompanadas de cinco funciones g;
asociadas a la polarizacion: las funciones simétricas g3 4 5 y las antisimetricas g1 2.

Dado que tanto el tensor leptonico como el hadronico dependen de la polarizacion de espin solo en su
parte antisimetrica, la contraccion W#*/,,,, tiene solo términos con ambas polarizaciones o con ninguna
presente. Entonces se pueden estudiar las funciones de estructura simétricas si se hace colisionar un lepton
no polarizado contra un hadron no polarizado. Si en cambio se desea estudiar la totalidad de las funciones
de estructura, es necesario que tanto el proyectil como el blanco estén polarizados, que sera nuestro caso
de interes.

2.3. Amplitud de Compton y el teorema optico

Para comprender mejor el significado fisico de las funciones de estructura resulta conveniente estudiar
la amplitud de dispersion del forward Compton scattering (FCS) asociada al proceso de dispersion del foton
virtual con el hadron en el DIS. Esto quiere decir que tomaremos como estados entrantes y salientes al
foton virtual y el hadron blanco del DIS, como se muestra en la figura[2.2}

La amplitud de este proceso esta dada por el tensor hadronico 7}, que incluye el producto temporal
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P P

Figura 2.2: Dispersion de Compton (FCS) asociada al proceso de DIS, donde tanto el hadron como el foton que
colisionan tienen el mismo momento y polarizacion que en el caso del DIS.

ordenado de las corrientes hadronicad]
T =i [ 'yt (¢ T ()T O} P (2:20)

y que posee las mismas simetrias que el W, explicadas al principio de la seccion Debido a esto,
T, puede ser expandido de la misma forma que el tensor hadronico, con funciones de estructura que
denotaremos [} y g;. Estas funciones pueden relacionarse con las del W** mediante el teorema optico,
que indica para este caso que la suma de todos los estados finales posibles de la amplitud de DIS equivale
a 27 veces la parte imaginaria de la amplitud del FCS, como se muestra esquematicamente en la figura[2.3]
Formalmente el teorema Optico surge al considerar la identidad para las amplitudes de dispersion dada por

2MM#—ZMMMHmm Zwmm%> — k), (2.21)

donde la ultima igualdad vale solamente si el estado inicial y el final coinciden, como es en nuestro caso.
Del teorema Optico se desprende a la siguiente relacion para los tensores hadronicos del FCS y el DIS

WA = 27 Im {T(S) } . WA =2rIm [TW] , (2.22)
por lo que a su vez se cumple la relacion para las funciones de estructura
Fi(z,¢*) = 2rIm [Fi(z,q2)] , (2.23)

y lo mismo para las funciones g;.

S A partir de esta seccion omitiremos el subindice h en la notacion de la corriente hadronica, ya que la corriente leptonica no
volvera a aparecer.
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2 Im — Z ”

1) 1) X

Figura 2.3: Visualizacion del teorema optico que relaciona la amplitud del FCS con la amplitud del sector hadronico
del DIS. Aqui X son los estados finales luego de que el foton impacte sobre el hadron, por lo que son estados on-shell.

Resultara util mas adelante escribir la parte imaginaria del tensor 7" siguiendo el teorema Optico.
Aplicando la identidad como la suma de estados intermedios X y utilizando la identidad (2.21) se obtiene

Im(T™) = 7 Y (P,([J"(0)|X, Px)(X, Px|J"(q)|P,() (2.24)
X,Px

= 217 ) 6(ME + (P +q)*)(P.¢1J(0)|X, P+ g)(X, P+ q|J*(0)| P,C),
X

donde la suma se aplica sobre todos los posibles estados X on-shell con masa asociada Mx. Ademas he-
mos expresado el tensor hadrénico en funciéon de la transformada de Fourier de la corriente J#(q) =
[ dty ey r(y).

Escribiendo la amplitud de Compton en funcion de las llamadas amplitudes de helicidad podemos darle
significado fisico a las funciones de estructura. Por ejemplo, considerando un hadron con helicidad H y
un foton de helicdad h, podemos estudiar el proceso hadron-foton a hadron-foton a través de la amplitud
A(h,H,}'; H'"), que posee toda la informacion de la helicidad de los estados entrantes (h, H) y salientes
(h', H"). El estudio de este proceso debe satisfacer ciertas condiciones. Una de ellas es la conservacion del
momento angular, de donde surge la restriccion h + H = h' + H'. Debido a esto las posibles amplitudes
de helicidad estan relacionadas entre si.

Por ejemplo, para el caso de un blanco de espin 1/2 en un proceso donde se conserva paridad se
obtienen solamente cuatro amplitudes de helicidad independientes, que a su vez resultan estar directamente
relacionadas con las funciones de estructura del FCS. Utilizando la notacion de H = 1/2 como Ty H =
—1/2 como |, y considerando las tres posibles helicidades del foton virtual h = +1 y h = 0, se obtienen
las siguientes relaciones

A(+7T7 +>T) = Fl — g1 ; “4(—1_7\1/7 +7\L) = Fl + g1, (225)
Fy MP  _
A0 101 == Al L01) =2V2 == (31 +52).
l'Fl q
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De esta forma podemos obtener las funciones de estructura del proceso de DIS en funcion de la parte
imaginaria de distintas combinaciones de amplitudes de helicidad del FCS. Por ejemplo para las funciones
F1 y g1 tenemos

Py o= £m[A(+ 1+ 1) + A L+ D] (2.26)
g1 = —£Im[A(+1,+,1) — A(+, L, +, D). (2.27)

Vemos entonces que F} es igual a la seccion eficaz de la dispersion de un foton con polarizacion transversal
contra un blanco no polarizado, mientras que g; esta asociado a lo que se conoce como asimetria de espin,
dada por la resta en la ecuacion en la dispersion contra un foton con polarizacion transversal. Con
este enfoque puede analizarse cada una de las funciones de estructura, aunque para el interés de esta tesis
es suficiente con entender las dos mencionadas.

2.4. Modelo de partones en QCD

El modelo de partones permite tener una vision simple de la fisica de los hadrones, que sirve para
interpretar las funciones de estructura del DIS. El mismo fue propuesto por Fenyman en [57]. La idea es
considerar que el hadron esta constituido por un nimero de partones on-shell, formados por quarks y
gluones, en el limite de la dispersion inelastica profunda. De esta forma la seccion eficaz se puede calcular
en funcion de la dispersion de gluones y quarks. En particular, al trabajar en el marco de altas energias
podemos tratar a los partones como no masivos y (debido a la libertad asintotica de QCD) como libres,
pudiendo ademas realizar los calculos en forma perturbativa.

En este marco podemos estudiar la interaccion del foton con los constituyentes del hadrén blanco. Al
orden mas bajo en la expansion de la interaccion fuerte, solo los quarks interactian con el foton, debido a
que los gluones no tienen carga. Supondremos que los partones llevan una fraccion £ del momento total
del hadron P. Asi la contribucion al W#* de la dispersion sobre un quark viene dada por el diagrama
de Feynman de la ﬁgura El calculo es totalmente analogo al de /#¥ reemplazando k — {P.K — P’
y ¢ — —q, multiplicando por la carga () al cuadrado, y agregando la integral sobre el espacio de fases
del estado final que tiene el W*". Tomando el vector de espin de los partones con helicidad H,, como
s, = H,¢P,, se obtiene la siguiente expresion para el tensor hadronico asociado a este proceso

_ @
Wi = 2P - q

[262PHPY — g"EP - P+ iHple" P q,q,] 6(6 — ), (2.28)
que podemos comparar con (2.18) y (2.19) para obtener las funciones de estructura. Dado que estamos

considerando partones no masivos, podemos tomar la sustitucion S,, — HP,,/M donde recordemos que
H es la helicidad del hadron entero. De esta forma obtenemos las funciones de estructura para el parton

Fl(quz)zi(s(f—x)7 F2($7q2):Q2§6(£_$)7

n(2,¢%) = - Hy HO(E — ), ga,4") = 0. (2.29)
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&p

Figura 2.4: Dispersion del foton sobre un quark del hadrén blanco con momento incidente £ P y momento saliente
P’

De la misma forma se puede calcular la contribucién de los anti-quarks. Luego la funcién de estructura total
se obtiene integrando sobre la distribucion de quarks ¢4 (§), que representa la probabilidad de encontrar
un quark en el nucleon con fraccion de momento £ y con helicidad igual a la del nucleon (HH, = +),
q—(&) el analogo con helicidad opuesta (H H, = —), y la distribucion de antiquarks g4 (§). El resultado es

2
Fife ) = Y0 S04 (@) + 0 (2) +042) + 4 (2),

Fy(z,q%) = Z Q7 (g1 () + q—(2) + ¢+ (2) + 4 (x) ,

2
0w = 30 L @) — (0 + 0 0) — 1-(0),

g2(2,¢%) =0, (2.30)

donde la suma se hace sobre los distintos tipo de sabor de los quarks. Lo mas importante de este resultado
es la dependencia Gnicamente en x de las funciones de estructura, siendo independientes de q2, esto es lo
que se conoce como escaleo [B8]]. Dado que estamos estudiando el DIS electromagnético en QCD, es natural
que no surjan funciones de estructura que violan paridad. Otro resultado interesante es que las funciones
de estructura cumplen ciertas relaciones entre si, conocidas como las relaciones de Callan-Gross [B9):

Fy(x,¢%) =22 Fi(z,¢%). (2.31)

Nuevamente podemos interpretar las funciones de estructura F} y g, ahora de forma un poco mas comple-
ta. F] es la probabilidad de encontrar un quark en el hadréon con fraccion de momento z, g; da la diferencia
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de probabilidades de encontrar un quark con fraccion de momento = con el espin paralelo y antiparalelo
al hadron. Por ultimo vale la pena remarcar que g3 no tiene una interpretacion fisica del todo clara, pero
es exactamente nula en el modelo de partones [AQ].

2.5. DIS en teorias de super Yang-Mills

Dado que en esta tesis calcularemos las funciones de estructura en forma holografica, es necesario
remarcar una vez mas que que no lo haremos para el caso de QCD, puesto que dicha teoria no tiene al dia
de un hoy un dual holografico conocido. Sin embargo es posible que ciertas propiedades de las funciones
de estructura resulten ser universales. Esto quiere decir que sean independientes del modelo holografico
dual. Un ejemplo de esto es la relacion proporcional que muestran las funciones de estructura de distintos
modelos holograficos de mesones [[Z] [8 B} 8] 9 20]. Se vuelve entonces muy interesante y hasta cierto
punto imperativo investigar la teoria N' = 4 SYM dentro del limite en que lo haremos en esta tesis. La
idea sera estudiar el proceso de DIS de la teoria N' = 4 super Yang-Mills en el limite planar (es decir
N grande), descripta en la seccion [L.1] del capitulo 1. Dado que el dual holografico de N’ = 4 SYM si es
conocido, podremos hacer los calculos que involucran los procesos soft en el régimen de acoplamiento
fuerte en forma holografica bajo la descripcion de la teoria de cuerdas dual en acoplamiento débil, como
mostraremos en el capitulo[3|y los que le siguen.

Resulta fundamental en este contexto entender las diferencias y similitudes que presenta N' = 4 SYM
con QCD, y en particular ver qué modificaciones podemos imponer sobre N’ = 4 SYM para lograr que
dichas teorias sean lo mas parecidas posible. La situacion ideal seria poder trabajar en sectores donde
ambas sean similares como lo es por ejemplo el sector gluonico, que en ambos casos es una teoria de
gauge SU(N) con campos de gauge no abelianos. Sin embargo el proceso de DIS dista bastante de este
caso, pues involucra un sector U (1) electromagnético que interactia con estados hadronicos confinados.
Esto requiere al menos dos aspectos que A" = 4 SYM pura no contiene, por un lado un grupo de gauge
U(1) independiente del SU(N), y por otro una escala de confinamiento.

Estudiaremos entonces en esta seccion como modificar A/ = 4 SYM para obtener estas dos propiedades,
de forma tal de poder emular lo mejor posible el proceso de DIS en teorias tipo QCD.

Acoplamiento electromagnético

La idea es tomar la teoria N/ = 4 super Yang-Mills descripta en el capitulo 1, y entender como podemos
acoplarla a un campo de gauge U(1), obteniendo asi un acoplamiento electromagnético.

La forma convencional de lograr esto, que puede encontrarse por ejemplo en [&0], es agregar a la
teoria un campo de gauge U(1) acoplado a la corriente conservada asociada a uno de los subgrupos
diagonales U(1)p de la simetria R global SU(4)g. De los quince generadores de la simetria R, tres de
ellos son diagonales: T3, Tg y T15. Resulta conveniente elegir el subgrupo U(1) generado por el T3 =
diag(1/2,—1/2,0,0), puesto que bajo este generador dos de los fermiones de Weyl obtienen una carga
+1/2, mientras que dos de los campos escalares complejos obtienen carga 1/2. La corriente conservada



30 CAPITULO 2. DIS EN TEORIAS CUANTICAS DE CAMPOS

asociada a dicho generador viene dada por

1

JEM 5 M =M+ > X (=i Dy +iDy) Xy, | (2.32)

p=3,4
donde estamos usando la notacion de \p, p = 1, ..., 4, para los cuatro fermiones de Weyly X,,; = — X,
p,q =1,...,4,paralos seis escalares reales, todos transformando en la representacion adjunta del SU (V).

La derivada covariante D,, ahora involucra tanto los campos de gauge del SU(N) como el campo de gauge
electromagnético A* asociado al U(1).

Considerando que la interaccion es lineal en el campo de gauge, debemos agregar a la teoria un término
dela forma Liyy = Q J. 314“, donde J 3 es la componente T2 de la corriente R en N’ = 4 SYM, y donde Q es
la carga eléctrica. A su vez debemos agregar un término de Dirac que represente al lepton ¢ de masa my que
dispersa con el hadrén. Este término no tiene interaccion directa alguna con el lagrangiano de SYM, pero
si con el campo de gauge a través de la derivada covariante. Finalmente, agregando un término cinético
para el campo de gauge, el lagrangiano que construimos queda de la forma

1 _
L= ﬁSYM + ﬁint - ZF/%V - E(lD + m€>£7 (233)

donde ahora estamos tomando al tensor del campo electromagnético F},, = 0,4, — 0, A,. A esta teoria
se la denomina “SYM-EM”, y permite estudiar distintos procesos donde se acopla el contenido de gluo-
nes y quarks fuertemente acoplados en Lsyym con electrones o muones ¢. Ademas del DIS, este tipo de
interacciones sirven para estudiar por ejemplo el plasma de quarks y gluones [[60l [6a]).

La eleccion del generador T como el generador asociado a la simetria U(1) no es tnica. De hecho, lo
mas general seria elegir una combinacion lineal de los generadores de Cartan del SU(4)g. Sin embargo
esta eleccion en particular tiene varias ventajas frente a otras posibilidades al momento de comparar con
QCD. Por un lado asegura que la carga de los fermiones y los escalares tenga la misma magnitud. Por otro,
tiene un rol central en el comportamiento de la anomalia quiral.

Anomalia quiral

En el capitulo 1 comentamos que N’ = 4 SYM no preserva la simetria SU (4) i a nivel cuantico, dando
lugar a la anomalia quiral. QCD esta libre de dicho tipo de anomalias, sin embargo la eleccion del generador
T35 vuelve a resolver dicho problema.

La anomalia se puede calcular en forma exacta en el régimen perturbativo al estudiar la funcién de tres
puntos de las corrientes a un loop. El diagrama de Feynman asociado se conoce como el diagrama triangulo,
donde el loop esta formado por tres fermiones quirales. El valor de dicha anomalia resulta ser [31] [66] [67]]

AN 7B () JC N? -1
8,0 <J,u (yl)Jy (yQ)Jp (y3)> == 4872

donde y1, y2, y3 son los puntos donde se insertan las corrientes, los indices A, B, C pertenecen al grupo
SU(4)r, y donde dapc es el simbolo totalmente simétrico definido en funcion de los generadores del

id PO e 00056 (Y1 — y3)0 (Y2 — y3) , (2.34)
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grupo y la relacion con el simbolo antisimétrico fapc segin Tr (TATB TC) = i(z fABC 4 gABC) Esta
ecuacion puede reescribirse en términos de los campos de gauge
3 A NZ_l‘ABC/,Ll/pO’ B C 1C’DE B AD 2E
(DM, (y))" = Wed € Ou | A)0,A; + Zf AJATAL . (2.35)
Si ahora consideramos que prendemos solamente los generador asociados a la corriente electromagnética
J 3 , la funcion de tres puntos se anula, ya que el simbolo totalmente simétrico en este caso resulta ds33 = 0.
De esta forma obtenemos una teoria libre de anomalias.

La anomalia quiral tiene una interpretacion dual en el lado gravitatorio, asociado al término de super-
gravedad de Chern-Simons en cinco dimensiones, que mostraremos con mas detalle en la seccion [3.2] del

capitulo 3.

Teoria de Super Yang-Mill confinante

Para obtener una teoria confinante es necesario incluir una escala de energias en la teoria. Una forma
sencilla de conseguir esto es agregando una escala m como término de masa de los campos del supermul-
tiplete de ' = 4 SYM, obteniendo de esta manera una teoria con fase de confinamiento, como mostraron
Polchinski y Strassler en [68]. La inclusion de esta escala rompe en forma explicita las N/ = 4 supersi-
metrias, obteniendo una teoria con A/ = 1 supersimetrias, distinta a ' = 1 super Yang-Mills pura. En
esta nueva teoria los campos no masivos corresponden a los de una teoria de gauge confinante con liber-
tad asintotica, mientras que a escalas del orden de m hay ahora fermiones y escalares en la representacion
adjunta, que son masivos. Estos no afectan el confinamiento, pero regulan la teoria en el ultravioleta.

Lo interesante de este mecanismo es que nos permite jugar con el valor asintotico que tendra la cons-
tante de acoplamiento de 't Hooft, permitiendo estudiar distintos aspectos de la teoria de campos resultante.
Una vez fijada la constante de acoplamient(ﬂ a(p) a una energia (i, se genera en forma dinamica la escala
de confinamiento A, cuyo valor dependera de m. Para energias mucho mayores que A la constante de
acoplamiento se hace asintoticamente casi constante, o lo que es lo mismo, la teoria recupera el comporta-
miento conforme. Yendo para el infrarojo, el comportamiento dependera del valor asintético elegido para
a(p).

Tenemos tres casos interesantes, que se muestran esquematicamente en la ﬁgura Si aN tiene un
valor grande en el ultravioleta, entonces la teoria es conforme hasta escalas m ~ A; si en cambio el valor
de aN en el ultravioleta es chico, entonces la teoria es conforme hasta la escala m’ y luego corre en forma
logaritmica hasta la escala A ~ me=27/3¢(")N hor Gltimo tenemos el caso donde la teoria de campos es
exactamente A/ = 1 SYM, que se obtiene en el caso de m — oo, a(m) — 0y A fijo.

De esta forma podemos construir tanto una teoria que tenga acoplamiento débil como fuerte en el
ultravioleta. Para el caso débilmente acoplado no podemos usar la dualidad AdS/CFT, puesto que en tal
caso la teoria de cuerdas esta fuertemente acoplada. Sin embargo en este régimen podemos usar teoria

7 Aqui estamos usando o« = g%, /4, por lo que la constante de 't Hooft se escribe A = Nov. A su vez hay que destacar que
ahora la constante de acoplamiento corre con la escala de energias del problema i, por lo que tiene una dependencia a(p).
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oN

Figura 2.5: Dependencia del acoplamiento en funcion de la energia para SYM luego de introducir la escala de energia
m. La curva sblida muestra el caso donde el valor asintotico de aN es grande, y el desacoplamiento se da param ~ A.
La linea discontinua indica el caso donde el acoplamiento es chico en el UV, y el desacoplamiento se da param’ >> A.
La linea punteada representa la teoria N' = 1 SYM, que es asintdticamente libre. La figura esta tomada de [IZ).

perturbativa para p > A, tanto a energias por encima como por debajo de 1 = m. Sin embargo el caso de
interés para nosotros es cuando la teoria de gauge esta fuertemente acoplada, por lo que la teoria de cuerdas
dual estara débilmente acoplada y podemos utilizar los métodos de holografia para estudiar el proceso de
DIS. En este régimen hay esencialmente una Unica escala introducida, la escala de confinamiento, puesto
que A ~ m.

Dejaremos el estudio holografico del caso de acoplamiento fuerte para el capitulo[3]y los que le siguen,
que constituyen el punto central de esta tesis.

2.6. Region de Regge: el Pomeron

Antes de pasar al estudio puramente holografico del DIS discutiremos brevemente la fisica del proce-
S0 en una region paramétrica particular, conocida como la region de Regge. Recordemos que al aplicar el
teorema Optico el diagrama que nos interesa estudiar es el asociado a la dispersion de Compton, que se
muestra en la figura[2.2] En dicho diagrama de cuatro particulas podemos definir las variables de Mandels-
tam usuales s, ¢ y u, donde s corresponde a la energia del proceso en el sistema centro de momentos. El
limite de Regge es aquel en el cual s > A%y |t| < A2, donde A nuevamente es una escala caracteristica
del problema. Tomando la definicion de s = — (P +¢)?, podemos relacionar esta variable con el parametro
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de Bjorken x segun
2, 21
s=M"+q (—1). (2.36)
x

De esta forma, el limite de Regge esta directamente asociado con la region paramétrica del DIS que corres-
ponde a valores de  chicos. Notemos a su vez que para el DIS tenemos s = —u y ¢t = 0. Cuando z se hace
muy chico, la fisica de Regge domina en la amplitud de dispersion, por lo que entender el régimen x — 0
se vuelve sumamente importante [[3]], por lo que analizaremos un poco la fisica desde la teoria de campos
en esta seccion.

Los datos experimentales de QCD sugieren que las amplitudes de dispersion de hadrones en este régi-
men se pueden escribir como A(s, t) ~ 5!, donde las funciones a(t) son denominadas trayectorias de
Regge [69]. Es interesante notar que este comportamiento es idéntico al que se encuentra en la amplitud
de dispersion de cuerdas en espacios planos. Sin embargo, por fuera del régimen de Regge esto ya no es
asi: las amplitudes de QCD son suprimidas por términos de potencias de s, mientras que las amplitudes de
cuerdas lo hacen en forma exponencial.

Estudiar desde QCD esta amplitud resulta muy complicado, sin embargo el analisis se hace un poco
mas sencillo si tomamos el limite del nimero de colores muy grande, N — oo, y al mismo tiempo s — 0.
En este caso las amplitudes de Regge son dominadas por el intercambio de una particula conocida como el
Pomeron. El Pomero6n es un estado coherente sin color con propiedades universales compuesto enteramente
por una trayectoria de particulas gluonicas con espin cada vez mayores. Perturbativamente, la contribucion
del Pomeron puede ser estudiada a través del método de BFKL [E8 BT} B2 [70]], que consiste en sumar
los diagramas tipo escalera donde se intercambian cada vez mas estados gludnicos entre los estados que
dispersan.

En forma ilustrativa podemos estudiar el caso de la dispersion de dos particula A y B, cuya amplitud
se puede escribir en forma genérica como

d dp’
AN/M/ ]jL‘I’A(PL)’C(PLPLS)‘I’B(Pl)7 (2.37)
yZin by

donde p, es el momento transverso, intercambiado por el Pomeron y ® 4 g son dos funciones que con-
tienen toda la informacion de los campos que estan dispersando, conocidas como los factores de impacto.
Estos factores estan convolucionados por un nucleo (kernel) IC, que en este caso se denomina el kernel de
BFKL. En el régimen perturbativo, donde la constante de 't Hooft A es chica, y tras tomar el limite N — oo,
el kernel del Pomer6n toma la forma

S~ log?(, /p.)/(4Dlog s)

K / N —————
(pJ_7pJ_7 S) AnD IOgS )

donde jo = 1+ 12%2 AyD = 7847(3) .Podemos ver que recuperamos el comportamiento de Regge e interpretar

a jo como el valor del espin de la particula intercambiada, en este caso un boson de gauge de N' = 4 SYM,
que sufre una modificacion pequena en su trayectoria de Regge, proporcional a A. Por otro lado, en esta

(2.38)
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aproximacion K puede interpretarse como un kernel de difusion en la direccion de p;, con un tiempo
caracteristico de difusion proporcional a log s.

Veremos en el capitulo 5 que este resultado se puede reobtener en forma dual desde teoria de cuerdas
en el regimen de x exponencialmente chiC(ﬂ donde el intercambio viene dado por un conjunto de estados
asociados al graviton.

8Los distintos regimenes de x y su significado se explicaran en el capitulo 3.



Capitulo 3

DIS holografico en teorias de super
Yang-Mills

En este capitulo estudiaremos el proceso de DIS para teorias confinantes fuertemente acopladas, si-
guiendo la técnica holografica propuesta por Polchinski y Strassler [[2 [/1]]. Ademas haremos una breve
descripcion de como obtener los términos de interaccion de supergravedad relevantes en el calculo ho-
lografico del proceso, mostrando como se reducen de los términos en diez dimensiones. Finalmente mos-
traremos como calcular las funciones de estructura de un blanco escalar y un blanco fermionico para el
caso donde la variable de Bjorken es grande, es decir z ~ 1.

Como se menciono en el capitulo2} para poder calcular el tensor hadronico asociado al forward Com-
pton scattering de teorias fuertemente acopladas es necesario utilizar técnicas no perturbativas, dado que
se trata de un proceso soft. Con este espiritu Polchinski y Strassler propusieron una representacion del
proceso de DIS holografico basandose en la dualidad AdS/CFT enfocada en el régimen de acoplamiento
fuerte de la teoria de campos y en el limite de NV grande.

La teoria de campos a estudiar es la que denominamos SYM-EM, representada por el lagrangiano (2.33),
en el régimen de acoplamiento fuerte, es decir cuando el valor asintotico de A es grande. Como vimos, los
hadrones en este caso corresponden a campos masivos, cuya masa es proporcional a la escala de confina-
miento A, y el acoplamiento electromagnético se genera gaugeando un subgrupo U(1) de la simetria R.
Dado que nos enfocaremos siempre en escalas de energia mucho mayores al confinamiento A, podemos
considerar que la simetria conforme se restaura, y en el ultravioleta la teoria se comporta como N = 4
SYM.

A su vez, el dual holografico de esta teoria corresponde a la teoria de supercuerdas IIB en un fondo
asintoticamente AdS5 x S°, modificado de forma tal de truncar al AdS5 en zp = 1/A, donde z es la
coordenada radial. A este modelo donde el espacio se corta en forma abrupta se lo conoce como el hard-
wall. Como veremos mas adelante, la dinamica cerca de la truncacion no sera relevante para estos procesos,
debido nuevamente a que trabajaremos con energias mucho mayores que la escala A, por lo que no es

35
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necesario estudiar con detalle lo que sucede en esta region y podremos considerar el AdSs completo.
Esto esta asociado a que en el proceso de DIS el momento del fotén es mucho mayor que la escala de
confinamiento: g > A.

La idea es entonces poder calcular el tensor W#¥ dado por la ecuacion en forma holografica. Para
ello debemos pensar qué proceso es dual al que queremos calcular. El diccionario holografico nos indica
que la insercién de una corriente electromagnética en el borde induce una perturbacion no normalizable
de la métrica en el bulk. Dado que esta perturbacion se debe acoplar a la corriente en el borde, uno de sus
indices debe estar sobre AdSs y el otro sobre la S°, de forma tal de comportarse como un vector desde
el punto de vista de la teoria en el borde. A las coordenadas del espacio-tiempo de diez dimensiones las
denotaremos como M, N = 0,...,9, las del AdSs com{l m,n = 0,...,3, 2,y las de la esfera como
a,b=1,...,5. De esta forma, la perturbacion de la métrica con un indice en la esfera y otro en el AdSs
tiene la forma

a

Shary = ARy (at, KB (Q) — AB (2", 2) K2 (@), (3.

donde B = 1,...,15 es el indice que etiqueta al grupo SO(6) de isometrias de la esfera. Como expli-
caremos mejor mas adelante, A2 es lo que se conoce como un gravifoton, mientras que K representa
los quince vectores de Killing de la esfera. En el caso de la descripcion holografica de un proceso electro-
magnético se elige el K3 = v,, es decir que se elige el vector constante que genera la isometria del angulo
azimutal de la 5-esfera, por lo que la perturbacion toma la forma

5hMN:A§nK25AmUa‘ (3.2)

Esta eleccion no es casual. En la secciénvimos que de los quince generadores de la simetria SU(4)
debiamos elegir el generador 72 para simular una interaccion electromagnética. Segtin la dualidad AdS/CFT,
la simetria R de la teoria de campos se ve reflejada en la simetria SO(6) del dual gravitatorio, cuyos ge-
neradores son justamente los vectores de Killing K2. De esta forma estamos eligiendo el generador que
corresponde a haber gaugeado el U(1) r asociado a la corriente electromagnética, etiquetada segiin B = 3.
En el apéndice [A] se explica la relacion entre los generadores del SU(4) y el SO(6).

Por otro lado, los estados hadronicos | P, H) de la teoria de campos son creados por operadores Op p.
Estos ultimos son duales a los estados en el bulk cuya masa de Kaluza-Klein (que se genera tras integrar
la 5-esfera) esta dada por la dimension conforme de los estados | P, H). En esta tesis solo estudiaremos
dos campos de la teoria del borde como blancos: el glueball, particula escalar correspondiente a un estado
compuesto de gluones de SU(N), y su companero supersimétrico el glueballino formado por un singlete
de color dado por un gaugino A, del supermultiplete de gauge de N’ = 4 SYM. Estos blancos son duales al
dilaton @ y al dilatino W respectivamente, en la supergravedad IIB [B0].

Lo que queremos hacer entonces es relacionar el tensor hadronico con la interaccion en el bulk entre
los estados normalizables duales a los operadores O}, y el gravifoton A,,. Considerando el término de

! Aqui queremos decir que m toma el valor de z o de las coordenadas comunes del espacio de Minkowski en cuatro dimensiones
w=20,...,3.Por ejemplo, ™ = (z,z").
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interaccion de supergravedad entre el foton y los estados hadrénicosEl Sint(A, @, ), el Ansatz de Witten
(1.14) nos da la relacion entre dicha accion evaluada en el borde del AdS, ubicado en z — 0, con la funcion
de un punto de la corriente hadronica J# entre los estados entrantes ¢ y salientes f segin

J

—_— (Smt [Am(x,z),@i(x,z),q)}(x,z)]) | A, (2,0)=0 (3.3)

(O (D)[J"(2)|On (1)) 6A,(z,0)

con la accién de interaccion evaluada en las correspondientes soluciones on-shell, y donde J# se refiere a
la transformada de Fourier de la corriente.

La imagen entonces es la siguiente: en el borde tenemos el proceso de DIS original donde la corriente
electromagnética genera una perturbacion del gravifoton en la direccion radial del AdS5. Este gravifoton
luego interactta en el bulk con los estados duales al blanco de la teoria de campos. El diagrama de Feynman-
Witten asociado puede verse en la figura 3.1} donde se muestra el diagrama del FCS correspondiente a un
hadron de momento P dispersado por un foton virtual que genera un estado saliente con momento Py,
mientras que el proceso dual corresponde a un dilaton que es dispersado por el gravifoton inducido.

El siguiente paso es comprender la naturaleza de la interaccion en el Ad.Ss, para ello debemos estudiar
las soluciones de los campos. La solucion del campo de gauge en el bulk se obtiene luego de resolver las
ecuaciones de Einstein-Maxwell en AdS}5, como explicaremos en la siguiente seccion. Las mismas contie-
nen dos tipos de soluciones: estados normalizables y no normalizables. Dado que esta perturbacion llega
al borde, nos interesa solo la solucion del primer tipo. Por otro lado, el Ansatz de Witten indica que el
valor en el borde de este campo debe ser igual al valor la fuente acoplada a la corriente electromagnética.
Imponiendo las condiciones de contorno

Az(w“, z—0)= nueiq'x, A3(z!, 2 —0)=0, (3.4)
las soluciones de los campos de gauge no normalizables resultan
A3 (. 2) = n, €17 gz Ky (q2) . Al(a*,2) = i(n - q) €7 2 Ko(q2). (3.5)

donde ¢* es el momento del gravifoton y las K; son funciones de Bessel de segunda clase. Sin pérdida de
generalidad se puede elegir la condicion de polarizacion transversal: n - ¢ = 0, por lo que A, = 0. Ahora
bien, la funcion de Bessel de segunda clase K;(qz) decae exponencialmente a medida que ¢z crece en el
bulk, esto indica que la interaccion debe ocurrir en un z;,; ~ 1/¢. A su vez, dado que en el DIS el momento
del foton es mucho mas grande que la masa de los hadrones, tenemos la relacion g > A, lo que indica que
la interaccion se da lejos del cutoff del AdSs: zint < 20. Por esto podemos considerar el fondo completo
del AdSj5 y ala teoria dual como una teoria conforme, ya que estaremos siempre lejos del cutoff-

Por otro lado tenemos que obtener las soluciones de los campos de materia que representan al hadron
dual en el bulk. Como ya indicamos, los mismos estan dados por el dilaton ® y el dilatino ¥ en diez
dimensiones, cuyas soluciones se expanden en modos de Kaluza-Klein sobre la S°, segiin

(I)(:E”7Z,Q) = QZ)A(xuvZ)YA(Q) ’ qJ(SU#’ZvQ) = ¢A($H’2)@A(Q) (3.6)

?Aqui estamos considerando el caso de interaccion foton-dilaton, pero en general habria que considerar la interaccion del
gravifoton con el campo dual al estado hadronico que se quiera estudiar.
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Am

Zint B

g

Figura 3.1: Diagrama de Feynman-Witten asociado al proceso de DIS en el canal s. El proceso de DIS se da en en
borde zp, donde el hadron entrante con momento F; es dispersado y sale con momento Py, generando un estado
con momento Px. El proceso dual se da en z;,; donde un dilaton es dispersado. El gravifoton A,, es intercambiado,
y 2o indica el cutoff del AdSs.

donde A coincide con la dimension de escaleo de los operadores duales del borde, y donde el primer término
corresponde a la solucion en el AdS5 y el segundo representa los armonicos escalares/espinoriales sobre
la esfera.

Tras imponer condiciones de contorno de Dirichlet, se obtiene que la masa de los hadrones en el AdS5
viene dada por la dimension conforme A. Las soluciones en AdS5 surgen tras resolver las ecuaciones de
Klein-Gordon y de Dirac respectivamente, quedandonos esta vez con las soluciones normalizables, puesto
que no queremos que los campos sean fuentes de corrientes en el borde en este caso. Las ecuaciones de
movimiento se resuelven en términos de funciones de Bessel, el equivalente a las ondas planas en Ad.Ss.
Haciendo esto se obtiene

VPA

p(at,z) = eiP'xCiFZQJAfz(PZ% 3.7)
Y(zh, z) = eiP'in@zWQ [J;_2(P2)Py 4+ J,_1(Pz)P_]u(P), (3.8)

donde P es el momento del hadron, ¢; es una constante, 7 = A — 1/2 es el twist del dilatino y Py =
% (1 + 75) son los proyectores con 4° = +7, 2 indicando que estamos trabajando con indices en el espacio



3.1. REGIMENES CINEMATICOS DE DIS 39

planoﬂ Ademas, u son los espinores de Dirac en cuatro dimensiones. Estas soluciones tienen una masa de
Kaluza-Klein dada por

m3=R7PA(A—4), mj=R"(A-2), (3.10)

respectivamente.
Las componentes de la 5-esfera de las soluciones de los campos de materia vienen dados por armonicos
escalares/espinoriales, que cumplen la ecuacion de autoestados:

v, Y () =iQY(Q), (3.11)

y lo mismo para O(2). Esta condicion da lugar al término de acoplamiento minimo entre los campos de
cinco dimensiones. La idea es partir del término cinético en diez dimensiones y perturbar la métrica y los
campos segun (3.2) y (3.6). Para el dilatino tenemos

Shp = / d%2z/=g hary OM BN o
— / d0z\/=g ham (0°PO™D* + I DI*D*)

= iQ / dVzy/=g A, (POTD* — D*OD) | (3.12)

donde hemos usado para llegar desde el término cinético al término de acoplamiento minimo. Este
tipo de interaccion sera la que domine la dinamica dentro del bulk, y la que debemos usar al momento
de aplicar la prescripcion holografica (3.3). El resto de las interacciones que seran de importancia seran
mostradas la siguiente seccion.

Tenemos entonces todas las herramientas para entender proceso de FCS (y por ende el DIS) en el bulk:
el estado inicial del hadron con momento P viene dado por la solucion de la ecuacion en caso de ser
un blanco escalar, o en caso de tener espin 1/2. El hadron, cuya carga esta dada por (3.11), interactiaa
con el gravifoton de momento ¢ dado por a través de la interaccion (3.12). Este proceso se da en el
plano z;,; = 1/q. Este proceso genera un conjunto de estados salientes (o intercambiados si pensamos en
el FCS) cuya naturaleza depende de la escala de energias del proceso. En particular, la naturaleza del estado
saliente dependera del juego entre la energia del sistema del centro de masa y la escala de la cuerda .

3.1. Regimenes cinematicos de DIS

Veremos ahora como surgen distintos regimenes que se deben estudiar para entender el proceso del
DIS dual. Supongamos que la interaccion estuviera totalmente gobernada por un término de interaccion

3Al trabajar con espinores en espacio curvo hay que considerar que los indices m, n se relacionan con los de espacio plano
™, 1 mediante los vielbein segin

Imn = eﬁeﬁﬁmﬁ . (3.9)
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de tres campos, como el de (3.12). En ese caso tendremos un DIS con un estado saliente X con momento
Py, que en el proceso de FCS sera un estado intermedio propagado.

Cuando la escala de energias caracteristica del proceso sea baja es de esperar que este estado esté
dado por cuerdas no masivas, es decir por estados de supergravedad. Sin embargo al aumentar la energia
podria ser posible empezar a excitar modos masivos, en cuyo caso es necesario salir de la aproximacion de
supergravedad y considerar la torre de estados posibles de la cuerda. Esto se puede ver explicitamente al
calcular la energia del sistema del centro de masa en diez dimensiones, dada por la variable de Mandelstam
5,y al considerar el corrimiento al rojo que genera la geometria curva del AdS, dado por

~ z
P;U' = Ep“, (313)

que relaciona el momento ]5M que ve un observador local inercial en diez dimensiones con el momento P,
de la teoria de campos del borde del AdSs. Utilizando esta relacion se puede ver que

2
§ = —gunP¥PY < —(P+q)?~ Zntg (i ~ 1) ~ o/iﬂ (31: - 1) : (3.14)
donde hemos usado que P? < ¢,y que zi,: ~ 1/q.La ecuacién relaciona la energia del proceso con
o’ y lo hace a través de la variable de Bjorken que caracteriza el proceso de DIS. A simple vista vemos que
hay dos regimenes: el caso donde o’§ < 1, es decir donde solo se producen estados de cuerdas no masivos,
que corresponde a tomar = ~ 1;y el caso donde a§ ~ 1, donde la dinamica de los estados masivos se hace
relevante, y que corresponde a 2 < 1/v/\.

En el caso de x chico, que en la descripcion de teorias de campos se corresponde al régimen de Regge,
tenemos que calcular el proceso involucrando la dispersion de cuerdas cerradas en un fondo con geometria
curva. Sin embargo, como 5 es del orden de la escala de la cuerda, es razonable pensar que el proceso de
dispersion esta localizado. Mas atn, como la escala es chica respecto del radio del AdS, se puede en este
régimen tomar la amplitud de cuerdas en espacios planos y luego convolucionar las soluciones de los
campos correspondientes al espacio curvo [[I]]. Sin embargo, por razones que quedaran mas claras en el
capitulo esta aproximacion local se rompe explicitamente cuando x es del orden de e=VA
este caso hay que lidiar de alguna forma con la amplitud en el fondo curvo.

Tendremos entonces tres regimenes diferenciados:

, por lo que en

1. x grande: 1/v/A < x < 1, el proceso esta totalmente descripto por supergravedad.

2. z chicoe VA <z < 1 /V/\, los estados de cuerdas se vuelven relevantes pero alcanza con hacer
una descripcion local.

3. x exponencialmente chico: x ~ eV la aproximacion local deja de ser valida y hay que considerar
la dispersion en espacios curvos.

Desde el punto de vista de la teoria de campos ya discutimos en el capitulo [2] el significado fisico de
los valores de x. Vemos aqui sin embargo que el impacto en el proceso dual es de gran interés, ya que
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representa fisica de muy distintas escalas, que requiere técnicas totalmente distintas para ser resuelta en
cada caso. En lo que resta de este capitulo estudiaremos el caso de x ~ 1, y en los siguientes haremos
énfasis en los calculos de z chico, que constituyen la contribucion original de esta tesis.

Antes de estudiar el proceso de DIS en forma holografica sin embargo debemos entender bien como
surgen los términos de interaccion entre los campos del bulk, como hicimos por ejemplo en (3.12). Para
ello debemos estudiar la reduccion dimensional que lleva de diez a cinco dimensiones.

3.2. Reduccion dimensional: supergravedad gaugeada

Hasta aqui hemos mostrado como el DIS de teorias de super Yang-Mills se describe holograficamente
en funcion de amplitudes de dispersion de supergravedad (o de cuerdas, segtn los regimenes descriptos
en la seccion anterior) en cinco dimensiones. A su vez, el blanco hadronico es representado dualmente en
funcion de soluciones normalizables de campos en el AdSs, mientras que el foton virtual es descripto como
una perturbacion particular de la métrica en diez dimensiones, con un indice perturbado correspondiente
al AdS5 mientras que el otro corresponde a la S°.

Sin embargo, dado que la dualidad AdS/CFT relaciona a la teoria en espacio plano con una teoria de
gravedad en diez dimensiones, estudiaremos en esta seccion la reduccion dimensional que permite llegar
desde la supergravedad IIB en diez dimensiones con un fondo AdS5 x S° a la supergravedad gaugeada en
AdS}5 con grupo de gauge SU(4) ~ SO(6), mediante la compactificacion de la 5-esfera.

Este proceso fue estudiado en la década de los ochenta, previo a la idea de holografia, en [72]. En dicho
trabajo se estudi6 la compactificacion sobre la 5-esfera de la supergravedad IIB, realizando una expansion
de los campos en armonicos sobre la esfera y encontrando el espectro de masas de los campos de la teoria
resultante, mostrando que la compactificacion es consistente. Dado que los autores estaban interesados en
estudiar el espectro de masas, en dichos trabajos solo consideraron términos cuadraticos en la expansion
de modos, sin embargo el proceso de compactificacion con términos de interaccion puede encontrarse en
trabajos mas recientes como [[73]]. El contenido de campos que se encuentra es amplio, sin embargo para
la descripcion del DIS holografico que interesa en esta tesis basta con estudiar los términos asociados al
gravifoton, dilaton y dilatino.

El gravifoton surge como una perturbacion particular de la métrica y de la 4-forma de R-R, que de-
notaremos como hy/n y apNop respectivamente. Esto se debe a que las ecuaciones de movimiento de
dichos campos estan acopladas, por lo que no puede apagarse un solo campo. En forma genérica se puede
expandir al hpsn v a la aprnvop en funcion de los armonicos escalares Y (§2) y vectoriales Y, (2) sobre
la esfera S°, y de funciones escalares, vectoriales o tensoriales sobre el AdSs. En particular tomando los
modos

hma =Y B (@)YP(Q),  amare = > B ()€, Va¥ P (), (3.15)
k k

donde €4pcqe es el tensor de Levi-Civita en S° y k > 1 etiqueta la representacion del SO(6), se puede
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mostrar que la combinacion lineal de las perturbaciones

A®) = gk _ ggyp (3.16)
cumple las ecuaciones de movimiento de un campo de Maxwell-Proca, cuya masa viene dada por m} =
(k? —1)/R. El caso no masivo corresponde al modo més bajo k = 1, para el cual los armonicos vectoriales
vienen dados por los quince vectores de Killing K/ de la S°, y podemos escribir a la perturbacién sim-
plemente como los quince bosones de gauge A asociados a la simetria SO(6) de la esfera. Escribiendo
B(x)2 en funcion de A7 () obtenemos la perturbacién (3.1). Lo mismo puede hacerse para B(x)A. De

esta forma vemos como surge el gravifoton en la teoria de cinco dimensiones. Su ecuacion de movimiento
es la de Maxwell en el fondo curvo AdSs, cuyas soluciones no normalizables son las expresadas en (3.5).

Términos cinéticos

En diez dimensiones el término cinematico del dilaton viene dado por

1
Shp = ST d'%2z /=g (0®)?, (3.17)
K10

donde k19 es la constante de Newton, relacionada con el nimero de branas N segl'nﬂ
2 1
Kip =2gsa” = TN (3.18)
Para obtener el término cinético en cinco dimensiones basta con considerar una perturbacion de la forma
® — Py + P, donde Py es el valor de fondo del campo, y luego expandir la perturbacion en los modos de
Kaluza-Klein sobre la esfera segtin (3.6). De esta forma se obtiene

1
so = L / Q=g Y2 / 27/ =525 (O )2

2/610
1
= o Pz /=gaas (Omd)? (3.19)

donde hemos usado la relacion de ortonormalidad de los armonicos Y (£2), y hemos definido la constante
en cinco dimensiones segin

KE = Kag/vol(S%) = w1y /7. (3.20)
El caso del dilatino es analogo,
1 _
Stop = S A% /=g UTM Dy v
1 _
- Sip = s /d% V=9gaas V7" D¢, (3.21)

*En lo que resta de esta seccion fijaremos el radio del AdS en R = 1.
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con I'M representando a las matrices de Dirac en diez dimensiones, que pueden expresarse en funcion de
las matrices de Pauli o; y las matrices Dirac ¥ y 7 en cinco dimensiones, correspondientes al AdSs y a
la esfera S° respectivamente. Dicha descomposicion toma la forma

MmM=4"@lLee  T'=1Le7"0 (—0?). (3.22)

Términos de interaccion

Los términos de acoplamiento minimo con el gravifoton surgen de perturbar nuevamente los térmi-
nos cinéticos, pero considerando ahora tanto perturbaciones de los campos como de la métrica. Esto ya
lo mostramos para el caso del dilaton en (3.12). La unica diferencia es que, siguiendo la notacion de Pol-
chinski y Strassler en [[12]], debemos reescalear los campos absorbiendo la constante de Newton en cinco
dimensiones: ® = /2 k5 ®. A este término lo denominaremos S Add-

Para el dilatino el proceso es analogo, pero aplicando esta vez la ecuacion de autovalores de los armoéni-
cos espinoriales v29,0(Q) = iQ O(R), por lo que se obtiene

Stop = Sapy = iQ / dOx/—g Ay U™ (3.23)

Ademas de los términos de acoplamiento minimo tenemos otro tipo de interacciones que seran rele-
vantes. Por un lado, no hemos considerado aun la perturbacion del término cinético de la 4-forma de R-R.
El mismo posee una estructura de la forma g F5Fs, que da lugar a un término ctibico en los campos A5,
B =1---,15. La reduccion completa, partiendo desde amplitudes de cuerdas, se muestra en el apéndice
El resultado final es el conocido término de Chern-Simons no abeliano

Scs = #’;2 dapc / &Pz e™PIAL 0, AP0, A (3.24)
donde A, B, C son indices del grupo S0(6) ~ SU(4), dapc es el simbolo totalmente simétrico y x es un
entero. Este término tiene algunas propiedades particulares que seran de importancia para lo que resta de
la tesis, por lo que vale la pena detenerse a comentarlas. Por un lado, el término de Chern-Simons solo
esta presente si se consideran perturbaciones no-abelianas del gravifoton, por lo que debemos considerar
los quince posibles campos de gauge del SU(4) ~ S0(6), y no solo los que estan asociados al generador
T ﬂ A su vez, rompe explicitamente la invarianza de la accion en cinco dimensiones ante el grupo SU (4).
Esta simetria esta asociada, dualidad mediante, con la simetria global SU(4)g, rota a nivel cuantico por
la anomalia quiral. Vemos entonces que este término esta directamente asociado con la anomalia quiral.
Mas atn, el calculo holografico de la funcion de tres puntos de la corriente da como resultado un término
idéntico al de la anomalia quiral mostrado en , con la identificacion K = N2 — 1, donde N es el
numero de colores del grupo de gauge SU(N). Este resultado fue mostrado por Witten en [23]. Como
veremos en los capitulos siguientes, el término de Chern-Simons tendra un rol fundamental en el calculo
de las funciones de estructura antisimétricas.

SRecordemos que T esta relacionado con el foton, como indicamos al pasar de (3:2) a (3.1)
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Siguiendo con las interacciones posibles, nos resta estudiar en los términos fermionicos las fluctuacio-
nes de la métrica que se surgen de los vielbein. Estos estan presente tanto en la definicion de las matrices
de Dirac en espacio curvo

M =Ml (3.25)
donde M indica los indices en espacio plano, como asi también en la conexiéon de espin wf% que surge
a

en la derivada covariante actuando sobre los fermiones [[I6]. Al considerar estas perturbaciones surge un
término extra de interaccion fermionica con el gravifoton, cominmente denominado el término de Pauli

Sp = p4 / d°x \/=gaas Fip ¥ V™7™ 0, (3.26)

donde 34 es alguna constante y F es el tensor antisimétrico usual asociado al campo de gauge AZ}.

Finalmente los términos de la accion de supergravedad gaugeada en cinco dimensiones que nos seran
de interés resultan ser

1 1 - 1
Ssp = 27/15 /de vV —Y9AdS <R - 5(8m¢)2 — YY" Diptp — 4Fr2rm>
—I—SA¢¢ + Ssz/; + Scs + Sp, (3.27)

con R el tensor de Ricci en cinco dimensiones, y donde S 444 y S a4y son las acciones de interaccion
y respectivamente. Aqui la derivada covariante actuando sobre los fermiones puede escribirse como:
D=g"enm <8m + 5 Faz;)-

Con la accion podremos estudiar en las siguientes secciones las interacciones de los campos de
supergravedad necesarias para poder calcular las amplitudes de dispersion del proceso de DIS y encontrar
de esta forma las funciones de estructura del glueball y del glueballino.

3.3. DISen el régimen 1/V) < z < 1

En esta seccion estudiaremos el DIS holografico enfocandonos en el régimen de x grande, donde la
dinamica estd gobernada por la accion de supergravedad (3.27), y las cuerdas no se hacen presentes en
forma manifiesta. La idea sera mostrar como podemos calcular las funciones de estructura en este régimen
considerando dicha accidén y utilizando el Ansatz (3.3). Comenzaremos por estudiar el caso del blanco
escalar, dual al glueball, y luego pasaremos al caso fermionico, dual al glueballino. Dado que no se tratan de
contribuciones originales mostraremos los pasos generales. Los detalles de las cuentas pueden encontrarse
en [I2] para el caso escalar y en [[I6 [[7] para el caso de espin 1/2.

En rigor calcularemos en forma holografica el tensor hadronico 7#" asociado al FCS, y luego aplicando
el teorema Optico calcularemos las funciones de estructura hadronicas F; y g;. Los estado entrante y saliente
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estan caracterizados por un modo de supergravedad dual al estado hadronico | P, h). Dado que estamos en
el régimen de z grande, el proceso de DIS dual se hace intercambiando un campo de supergravedad X,
dual al estado hadronico | Px, X)), que debe ser sumado. El diagrama de Feynman-Witten asociado al caso

del dilaton se muestra en la figura[3.2}

AS A3

T T

(b?','n. (bo-u.t

Figura 3.2: Diagrama de Fenyman-Witten del proceso dual del FCS en el bulk. En este caso se muestran los estados
entrantes y salientes del dilaton, interactuando con el gravifoton que proviene del borde. El estado intercambiado es
también un dilaton X.

3.3.1. Blanco escalar

El primer paso es calcular en forma dual el elemento de matriz (Px, X|J#(z)|P, h), con el que luego
podremos reconstruir el tensor hadrénico segiin (2.24). A partir de la prescripcion de Witten para la co-
rriente hadronica (3.3), tomando la expresion para accion de interaccion entre el dilaton y el gravifoton
y aplicando la transformada de Fourier en la corriente, puede mostrarse facilmente la relacion ho-
lografica

nu(Px, X|J*(q)|P,Q) = iQ / 42/ =g Ay (D07 D — DO"D;) (3.28)

donde @ es la carga del dilaton, que se deriva de la ecuacion de autoestados de los armonicos escalares
(3:11). En esta expresion debemos tener cuidado con los momentos de cada campo. El dilaton inicial tiene
momento P*, asociado al momento del hadrén en el borde. El gravifoton tiene momento ¢*, que cumple
q®> > P2, Ay cualquier otra esa escala que aparezca en la interaccion. Finalmente, el estado intermedio
tiene momento PY, que tras integrar sobre el espacio en cuatro dimensiones se relaciona con los dos
momentos anteriores segun P§{ = (P + ¢)*, dando asi la conservacion del momento.

Resta evaluar la accion on-shell sobre las soluciones de los campos en AdS5 x S°. Las soluciones
no normalizables del campo de gauge se encuentran en (3.5), mientras que las soluciones del dilatén en
cinco dimensiones ¢ (x, z) se muestran en (3.7). A partir de aqui trabajaremos con estados con una dada
dimension conforme A inicial, que omitiremos en la notacion.
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El calculo se puede simplificar un poco si recordamos que la interaccion se da en z;,; < zp, por lo que
el argumento de la funcion de Bessel Ja_o(Pz) de la solucion del campo entrante ¢;,, puede considerarse
pequeno cerca de z;;,; = 1/q. Expandiendo la funcidén de Bessel obtenemos

Pz Ci A
Gin(w,2) & e o (2/20)7 (3.29)
donde ¢; es una constate adimensional. Sin embargo el estado intermedio ¢x no puede aproximarse de
esta forma, debido a que el argumento de la funcion Bessel ahora es de la forma s'/2 = /(P + )%,y

puede tomar el mismo orden que q.
Reemplazando las soluciones del campo de gauge y de los estados entrantes e intermedios en (3.28), y
utilizando la relacion

(Px, X|J*(q)|P, Q) = (2m)*6" (P, — q — P)(Px, X|J*(0)| P,Q), (3.30)
se obtiene
/ i
n P+ q, X|JH(0)|P,Q) = 2Qcicxsl/4AA+% +1qn P“—|—q— (3.31)
1 12 9
x

1/A
< [ Poyms va@R(@) [ deetas (5122) Kateo).
0

donde A es la dimension conforme del estado entrante y A’ la del estado intercambiado. La integral angular
es simplemente la relacion de ortonormalidad de los armonicos escalares, lo que garantiza que A = A/,
por lo que no hay mixing: el estado intercambiado debe tener el mismo A que el que ingresa. Esto define
una regla de seleccion para la interaccion entre dos dilatones y un gravifoton. Dado que queremos estudiar
el comportamiento en el ultravioleta, el limite de la integral radial puede considerarse tendiendo a infinito,
que es lo mismo que considerar el caso donde A — 0, por lo que la integral puede resolverse analiticamente.
Substrayendo el n* en ambos lados, y tras resolver ambas integrales, el resultado es

Af2-3/42

(P+q, X|J*0)|P,Q) = 22 Qciex T(A) (P“ + g;) AA-1/22 (3.32)

(s +¢*)2
Para obtener la parte imaginaria del tensor T*” segin resta multiplicar la expresion recién obtenida
por su conjugado, y luego sumar sobre todas las excitaciones radiales X. Dado que estamos estudian-
do el modelo del hard-wall, podemos calcular la densidad de estados pidiendo que la funciéon de Bessel
JA_Q(Sl/ 2z) se anule tanto en el borde como en el cutoff zg, obteniendo de esta forma la masa discreta:
M, = nm A. Como estamos trabajando en g grande podemos considerar

> 6(M7 — s) ~ (0M /on) Tt ~ (2ms'2A) 7T (3.33)

Luego de multiplicar la funcion de un punto por su conjugado, tomar la parte imaginaria y reemplazar la
suma de estados intermedios, obtenemos

m v
2m Im (TH) = 27 Ag Q* (P“ + gx> <P” + (22) NZAT2G 288421 _ g)A-2 (3.34)
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que es equivalente a W*” segin [2.22), y donde Ag = 222 m|c;|?|ex |*T(A)?. Esta expresion es, segin
(2.22), equivalente al W#¥, por lo que podemos obtener las funciones de estructura si la comparamos con
la expansion general del tensor hadronico para un blanco escalar (2.16). Haciendo esto obtenemos

Fy(z,q%) = AgQ*(A?/q*)A 1T (1 — 2)2 72
Fi(z,q%) = F3(z,¢°) = 0. (3.35)

De esta forma pudimos calcular las funciones de estructura de un blanco escalar en el régimen de 1 /v <
r <L

3.3.2. Blanco fermiodnico

Estudiaremos ahora el DIS de un blanco fermionico polarizado con twist 7 = A — 1/2. En este caso
el elemento de matriz que queremos calcular se puede obtener desde el término de interaccion de super-
gravedad entre el gravifoton y el dilatino (3.23), por lo que el estado intercambiado debe ser también un
dilatino. Los calculos son analogos al caso del campo escalar, con la salvedad de que la aproximacion de la
solucion cerca del borde para el estado inicial ;,, es ahora

%

eiP~x Ci (Z/ZO)T—H/Q P+—|—

i o P_| ui(P), (3.36)

2(r—1)
y de que las matrices de Dirac se escriben en funcion de su expresion en espacio plano segiin
P =eht, =i (3.37)

Tras resolver las integrales en z considerando el limite superior como co, obtenemos la expresion para la
funcién de un punto

<PX7 Xv O',’J'U'(ONP, Qa U>
= ch{c/XSI/4A771/22T71M;(_2(M)Q( +¢*) 7T (7)

2_ . _ T MMX 2 _
X <q uxo Y Priie — iMx g uxq Pyuie + ﬁmq Ux oY P_ iy
T Mg Mg" _
T o Py, — P, | 3.38
+ZT—1M§(+Q2UXU Uig — i —— 7 Uxo P-uj (3.38)

donde o indica el espin del espinor entrante y ¢’ el del intercambiado. Multiplicando por su conjugado,
sumando sobre los modos intermedios y sobre el espin final, utilizando las propiedades de las ecuaciones
(2.11), (2.12) y (2.13), hallamos que el tensor hadronico se descompone en su parte simétrica y antisimétrica
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segun
W) = wANQAA%/¢?) T (1 — 2)7 2
x {(nw - qgg”) (; + qu'_SqM>
_Pl_q (PM_ ];;]CJM) <Pz/— ];;ICJV) (1+3;ZM)
_QPM.q [(Pu - I;q Qu)(Sy — Sq'Qqqu) + (P, — ];q ) (S — Sq;qqu)] } (3.39)
y

W;Sé) _ 7TA6Q2 (A2/q2)7_1a}7'+1(1 o x)T—Q
% _Euuaﬂqapﬁ . Meuuozﬁqasﬁ . Me;woz,@qa Sﬁ g SPB LT +1 T
2P - q 2P -q 2P -q P.-q 2c07—1 71-1
, (3.40)

con A{ igual a A pero intercambiando A por 7. Comparando con las expresiones del tensor hadronico
simétrico (2.18) y antisimétrico (2.19), obtenemos las funciones de estructura para el DIS de un hadrén de
espin 1/2 polarizado en el régimen de x chico

2F) = Fy = F3 =29, = g3 = g1 = g5 = nA(Q*(A*/¢*)" 'a™ (1 — o) 2

1741 T
= (= - F. 41
92 (23:7—1 T—1> ! 341

Este calculo se puede ampliar si se considera el término de interaccion de Pauli en lugar del
acoplamiento minimo. El resultado de dicho analisis se encuentra en [[I7]]. Los resultados generales no se
diferencian mucho de los hallados en esta seccion, salvo por las relaciones de tipo Callan-Gross. Dejaremos
el analisis del término de Pauli para el capitulo[4] donde estudiaremos su aporte para el régimen de  chico.

3.3.3. Analisis de las funciones de estructura

Obtuvimos las funciones de estructura simétricas y antisimétricas en el régimen de x grande, tanto para
el glueball como para el glueballino en el limite planar, es decir 1 < A < N. Resulta interesante comparar
estos resultados con los obtenidos en la seccion [2.4] para el modelo partonico, y ademas comprender su
significado desde el punto de vista de la teoria de cuerdas.

Para el caso escalar (3.35), podemos ver que solo F; esta presente, por lo que no se cumple ninguna
relacion del tipo Callan-Gross. Sin embargo esto si sucede para el caso del dilatino (3.41), obteniendo una
relacion modificada de la ecuacion entre F1 y Fb, donde ahora no hay dependencia explicita en x.
Ademas hay nuevas relaciones para el resto de las funciones de estructura. Es en particular interesante la
relacion que surge entre go y F1, dado que en el modelo de partones teniamos que g es idénticamente nula,
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lo que muestra cierta diferencia con QCD. Por otro lado, vemos que las funciones en general no cumplen
la propiedad de escaleo, ya que dependen explicitamente de 2.

Si consideramos que para el blanco escalar 7 = A, vemos que el resultado para F» es analogo en el caso
escalar y en el caso espinorial, lo cual es esperable dado que F; da la informacion del parton independiente
del espin. Ademas es interesante notar que la expresion para todas las funciones de estructura depende de
(A?/g*)T

Desde el punto de vista de teoria de cuerdas, uno esperaria en forma naive que la amplitud hallada
decaiga exponencialmente con ¢2, dado que la cuerda no tiene partones. Sin embargo, la presencia de cur-
vatura hace que esto no sea cierto, generando la ley de potencias encontrada. En forma pictorica Polchinski
y Strassler proponen que este comportamiento se puede entender de la siguiente manera: la tension de la
cuerda se comporta como T' = TR? /22, donde T es la tension de la cuerda vista desde un sistema inercial
en diez dimensiones mientras que 7" es la tension medida desde las coordenadas en cuatro dimensiones
zM. La tension en cuatro dimensiones disminuye como 22, lo cual hace que la longitud caracteristica de
la cuerda en el espacio de cuatro dimensiones decrezca al ritmo de z, mientras que es constante para un
observador inercial en diez dimensiones. En la figura [3.3] se muestra una idea de este proceso. Debido a
esto, la forma la forma mas eficiente para que la cuerda realice una dispersion hard es que llegue mediante
el efecto tinel a un z tal que su tamano sea del orden de la transferencia de momento, lo cual tiene un
coste en forma de ley de potencias con la dimension conforme del estado.

(> N > s s

e
-

Figura 3.3: El tamano de la cuerda es distinto para un observador parado en distintas posiciones en la direccion
radial 7 = R?/z, sin embargo todas las cuerdas dibujadas tienen el mismo tamano para un observador inercial en
diez dimensiones. Aqui 7 — oo corresponde al borde del AdS5. La figura fue tomada de [I2).

Una diferencia importante entre el modelo partonico y el resultado que encontramos en esta seccion
esta relacionado con el tipo de interaccion que el hadron tiene con el foton. En la dispersion inelastica
el foton virtual podria interactuar con una fraccion del hadron total, de hecho en el limite de partones el
foton podria impactar a un solo parton. La probabilidad de que un partén sea pequeno mientras el resto
del hadrén sea grande es claramente mayor que la probabilidad de que todo el hadrdn sea pequeno, por lo
que dominaria esta colision monopartonica. Sin embargo desde el punto de vista de la teoria de cuerdas,
la probabilidad de que una fraccion pequena de la cuerda tenga un valor chico de z mientras el resto de la
cuerda tiene un valor grande esta totalmente suprimida, lo que implica que el hadrén en cuatro dimensiones
no contiene partones puntuales para valores grandes la variable de ’t Hooft. Esto se ve reflejado en el tipo
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de interaccion de la figura[3.2]

En las siguientes secciones estudiaremos como se modifica el DIS al empezar a considerar regiones con
menor valor de la variable de Bjorken. Mostraremos resultados originales para las funciones de estructura
de los blancos de espin 1/2, asi como el calculo original de las funciones antisimétricas para ambos tipos
de blanco.
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Capitulo 4

Régimen z chico

Nos enfocaremos ahora en el régimen del DIS holografico que corresponde a la region parameétrica
eV < <1 /v/A, con el objetivo principal de calcular las funciones de estructura para blancos de
espin 0 y 1/2. Estudiar este régimen implicara realizar el calculo de amplitudes de dispersion de cuerdas
cerradas, asi como algunos calculos de supergravedad que permitiran tener un mejor entendimiento del
proceso.

Las amplitudes que nos seran de interés son las que involucran cuatro estados de supercuerdas cerra-
das. Esto se debe a que los estados entrantes y salientes vienen dados por dos fotones y dos dilatones (o
dilatinos). Estas amplitudes pueden calcularse como el producto de dos factores [B3]]

AW — g x kW (4.1)

close close ?

siendo KCjpse €l factor puramente cinematico, con la informaciéon de los momentos y las polarizaciones
de los estados entrantes y salientes, mientras que el prefactor G tiene la informacion de la expansion en
potencias de o’ respecto de las variables de Mandlestam en diez dimensiones 3, t y 1, segun

o T(—d/5/4)T(—dt/4)T(—'u/4)

G(d',5,t,0), = S 64 D(1+o/5/A)T(1+ /E/DD(1 + /i /4)

(4.2)

En el régimen actual el proceso de DIS impone restricciones sobre las variables de Mandlestam mas fuertes
que para el caso de x grande. Dado que x < 1, tenemos

q2

_2P-q

<l=-@~t<2P-q~r3,
por lo que las variables cumplen ahora las relaciones
t—0, §~—-10— o0, (4.3)

que deben ser tenidas en cuenta a la hora de computar tanto el factor cinematico como el prefactor.

53
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El resultado de es valido para amplitudes de cuerdas cerradas en espacio plano. Extender este
resultado al caso de espacios curvos no es nada trivial, sin embargo, como explicamos ya en la seccic')n
del capitulo anterior, en el régimen actual podemos considerar la aproximacion local. Para ello es necesa-
rio primero construir un lagraniano efectivo asociado a la amplitud de cuerdas, es decir, aquel lagrangiano
desde el cual se reobtiene la amplitud ya calculada. Luego, la aproximacion local involucra evaluar dicho
lagrangiano en las soluciones pertenecientes al espacio curvo e integrar sobre todo el AdS5 x S°. El re-
sultado final es una accion efectiva Seg con la informacion del proceso dual al DIS en el espacio de diez
dimensiones curvo.

En el régimen de supergravedad para obtener el tensor hadronico calculamos la funcion de un punto de
la corriente en forma dual, y luego sumamos los estados intermedios a mano. Sin embargo, en el régimen
actual el tensor hadronico dual se obtiene en forma directa al tomar la parte imaginaria de la accion efectiva
[1]]. Siguiendo el Ansatz de la ecuacion tenemos en este regimen

nynIm [TH] = Im [Seq] |70 (4.4)

donde el limite de # — 0 denota las condiciones de la ecuacion (&3). En dicho limite el prefactor toma la
forma

s T o o's Wi
Imexe [Q(O/, S,t,u) 82] lio = e Z ) <m — 4> (m) b2, (4.5)

donde la delta selecciona la masa de la torre de estados de cuerdas, mientras que el segundo factor da
el comportamiento de Regge de la amplitud de cuerdas. Es este ultimo factor el que obliga a separar el
régimen de x chico con el de = exponencialmente chico. Esto se debe a que, como veremos en el siguiente
capitulo, £ no es exactamente cero, sino que es proporcional a la variable en cuatro dimensiones (que cumple
t = 0) mas un operador diferencial asociado al laplaciano en la direccion radial. El comportamiento del
invariante en diez dimensiones resulta se o/t ~ A\71/2 1o que implica que cuando o/ log(a’3) > 1,
o equivalentemente x ~ e*ﬁ), el segundo término de debe ser incluido. De todos modos para el
régimen de este capitulo podemos considerar que o't — 0 e ignorar dicha contribucion.

De esta forma tenemos todos los ingredientes necesarios para poder obtener las funciones de estructu-
ra. Solo hace falta estudiar los procesos que resultan de interés para el DIS y calcular el factor cinematico
asociado.

A diferencia del régimen 1/v/\ < x < 1, el proceso de DIS tendra ahora dos amplitudes asociadas.
Esto se debe a que el gravifoton esta compuesto por una combinacion lineal de modos del graviton y de
la 5-forma. Segun el modo que se considere se obtendra una accion efectiva simétrica o antisimétrica, de
donde se podran obtener las funciones de estructura correspondientes. En el caso de = grande no habia
distincion alguna en el procedimiento y solo habia que relacionar cada término de la funcion de dos puntos
con los términos de la descomposicion del tensor hadronico. Esta es una diferencia importante y es parte
de los resultados originales de esta tesis.

'Esta relacion surge tras hacer un analisis analogo al de la ecuacién (3.14).
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Método formal y método heuristico

En [[Z1]] Polchinski y Strassler calcularon las funciones de estructura simétricas en z chico para el caso
del dilaton. Esto lo hicieron calculando la amplitud de cuerdas cerradas de dos gravifotones (modos de NS-
NS) a dos dilatones (modos de NS-NS también). A raiz de este resultado, puede verse que hay un método
menos formal pero mas directo para obtener la misma accion efectiva sin tener que pasar por el formalismo
de cuerdas. A este método se lo denominé “heuristico” y es parte de los resultados de las publicaciones que
dan lugar a esta tesis [23] 24]]. El mismo consiste en computar la amplitud de dispersion de los mismos
estados pero en el régimen de supergravedad, donde la consideracion de estar trabajando a altas energias
se hace al tomar el diagrama del canal ¢ como dominante, intercambiando un estado en particular. Luego, la
aproximacion local es tomada ‘a mano’, reemplazando la estructura no tensorial del propagador del estado
intermedio por el prefactor de la teoria de cuerdas. Esto lleva al mismo resultado para la accion efectiva,
como se mostrara en las siguientes secciones.

La ventaja de este método, ademas de ser mas sencillo de calcular, es que permite entender rapidamente
si se esta calculando la contribucion simétrica o antisimetrica de la amplitud, dado que toda la dependencia
esta en la naturaleza del estado que se intercambia.

Claro esta que este método es menos formal, por lo que en cada caso se calculé ademas la amplitud de
cuerdas asociada, corroborando que el resultado fuera el mismo.

Con el fin de obtener las funciones de estructura del glueball y del glueballino en este régimen, el resto
del capitulo se repartira entre los siguientes calculos: obtener las amplitudes simétricas y antisimétricas,
tanto en el formalismo de cuerdas como con el método heuristico, para el dilaton y para el dilatino. Se
comenzara por el dilaton haciendo énfasis en los pasos necesarios, y en la segunda parte se repetiran los
calculos para el dilatino mostrando mayormente las diferencias centrales con el calculo anterior.

4.1. Blanco escalar: Dilaton

El caso del dilaton fue estudiado primero por Polchinski y Strassler [I2]], quienes computaron la con-
tribucion simétrica de la amplitud de dispersion, obteniendo de esta forma las funciones de estructura Fj
y F» asociadas al glueball.

El dilaton, al ser un campo escalar, es representado como un estado de cuerdas cerradas asociados a
modos de NS-NS. Dicho estado representa el campo en diez dimensiones, por lo que que luego es reducido
en modos de KK sobre la 5-esfera para obtener los campos en AdSs.

Por otro lado, los otros dos estados vienen dados por el gravifotén. Como discutimos en el capitulo[3]
este gravifoton surge como una combinacion lineal de perturbaciones del graviton y de la 4-forma de R-R.
Esto permite escribir dos tipos de amplitudes de dispersion si consideramos los dos modos asociados al
gravifoton: aquellas con dos estados de NS-NS, asociados a la perturbacion de la métrica, y otra con dos



56 CAPITULO 4. REGIMEN X CHICO

estados de R-R, asociados a la perturbacion de la 4-formeﬂ

Recordemos que al tratarse de un blanco escalar, solo es necesario computar tres funciones de estruc-
tura para determinar el tensor hadronico, segiin (2.17), por lo que ademas de las dos funciones antes men-
cionadas, resta obtener la funcion de la parte antisimétrica F3. Este punto puede sonar controversial, ya
que estamos estudiando en forma holografica el DIS electromagneético, y uno no esperaria a priori obtener
contribuciones antisimétricas para una particula escalar. Esto solo es cierto en teorias como QCD acopla-
da a QED, donde la interacciéon de campos de materia con el foton no viola paridad, por lo que en el DIS
electromagnético obtendriamos F5 = (. Sin embargo, tenemos que recordar que aqui estamos trabajando
con N' = 4 SYM, y que esta teoria, como vimos en el capitulo 1 es una teoria quiral.

Por ultimo, vimos en el capitulo [3| seccion 3.3 que en = ~ 1 no hay contribuciones a la funcion Fj
(al menos a primer orden en comparacion con Fj y Fb), sin embargo en este nuevo régimen veremos
que es posible obtener funciones antisimétricas. La existencia de esta de funcion antisimétrica se puede
entender de dos maneras. Por un lado, se debe a la presencia del término de Chern-Simons en en la accion
de supergravedad (3.27). Este término, que permite el intercambio en el canal ¢ de un campo de gauge
distinto al foton Az, esta acompanado por el tensor de Levi-Civita, rompiendo explicitamente la simetria
de paridad. Por otro lado, desde el punto de vista de las amplitudes de dispersion de cuerdas cerradas, la
violacion de paridad proviene de considerar la amplitud con estados de R-R, cosa que Polchinski y Strassler
no hicieron en [I2]).

4.1.1. Contribucion simétrica

Esta subseccion cuenta con dos partes. En la primera seguiremos los pasos de [I2]] para calcular las fun-
ciones simétricas del dilaton, mientras que en la segunda mostraremos que estos mismos calculos pueden
realizarse con un método mas sencillo presentado por primera vez en forma indirecta en [[16] y desarrollado
luego en forma precisa en [23]].

Método desde teoria de cuerdas

En primer lugar queremos calcular la amplitud de cuerdas cerradas en espacio plano de diez dimen-
siones que involucre cuatro modos de NS-NS, a los que luego asignaremos la polarizacion adecuada para
relacionarlos con los modos del dilaton ® y del graviton h, relacionado a su vez con el foton. Siguiendo
({&3), formalmente queremos obtener la amplitud

ALY 1P a6 oWy = g(«/,5,1,7) Ku(1,2,3,4), (4.6)

donde k; representan los momentos en diez dimensiones, y donde los invariantes de Mandelstam vienen
dados por

§=—(ki+ k), F= (k1 + k)2, @t = — (k1 + k3)2. (4.7)

®No es necesario considerar casos donde los estados entrantes sean uno NS-NS y otro de R-R, pues esto viola la conservacion
de la cantidad de modos del sector de Ramond, dado que los otros dos modos asociados al dilaton provienen del sector NS-NS.
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El factor cinematico puede escribirse en funciéon del producto de dos factores de cuerdas abiertas K, a
partir de las relaciones de KLT que asocian las amplitudes de cuerdas cerradas con el producto de dos
amplitudes de cuerdas abiertas [[74]]. En este caso tenemos

K(1,2,3,4) = K,p(1,2,3,4) @ Kp(1,2,3,4), (4.8)
con el factor cinematico de la cuerda abierta con polarizacion £ dado por
1, - . o

Kop(1,2,3,4) = 1 (58(&1 - &) (&2 - &3) + Su(ér - &) (&3 - &) +tu(& - &3)(Ga - &a) + -+ ) - (49)

donde los puntos indican términos que son de menor orden en el régimen actual. Tomando el producto de
este término podemos construir las polarizaciones asociadas al graviton y al dilatino segtn [[73]]

1 M, N
Mol =N, Mo = \/;bz-(nMN — kM) (4.10)
Luego, evaluando la amplitud en t—0, y usando que § = —, el factor cinematico resulta

Kcl(l, 2, 3,4)‘7;%0 = Z'/{%Oq)gq)zl 52{52(]11 . hg) + 25[(/{73 . h1 . hgk‘g) + (k‘4 . hl . h3 . /6‘1)
—(kg-hl-hg-k‘4)—(]{22'h1-h3-k1)]—|—...}, (4.11)

donde la notacion implica la contraccion de indices segan: (hy - hg) = (RN hgpn) y (ki - ha - hs - kj) =
(ki Mh{\/[ Nhan pkj-D ), y donde los puntos indican términos subdominantes en 5.

El siguiente paso es construir el lagrangiano efectivo cuya amplitud devuelva el resultado recién obte-
nido. Esto se logra reemplazando los momentos k; por las correspondientes derivadas. Finalmente, multi-
plicando por el prefactor y evaluando la polarizacion del graviton segun la perturbacion i ~ Av dada en
(B-2), e integrando en todo el AdS5 x S® se obtiene la accién efectiva simétrica del dilaton. Para asociarla
con el proceso del FCS del dilaton tomamos la parte imaginaria, obteniendo

S, = KEm[G(o,5,1 - 0,0)8] x
1
/ *0\/gs; / d°z\/gaas [Qv“vaa<mq>*ap>q>F,ZFpn+... , (4.12)

donde los puntos indican términos subdominantes en potencias de $, que terminan contribuyendo también
en forma subdominante a las funciones de estructura, y por lo tanto no nos resultan de interés.

Notar que en todavia no hemos descompuesto el campo del dilaton segan (3.6), si lo hacemos,
nos queda la integral angular

/d59,ﬁg5500va|y\2 = R?Cq (4.13)

donde Cg, es una constante, y (4.12) queda escrita en funcion del dilaton en cinco dimensiones ¢(x).
De esta forma pudimos obtener la accion efectiva desde el calculo de amplitudes de dispersion de
cuerdas cerradas, con la que luego calcularemos las funciones de estructura.
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Método heuristico

Procederemos ahora a obtener nuevamente la accion efectiva con un método que no involucra en
forma directa el calculo de la amplitud de cuerdas cerradas. Los indicios de este método fueron indicados
primero en [[I6], donde los autores estaban estudiando el Non-forward Compton Scattering en el régimen
de supergravedad, para lo que calcularon la amplitud de cada diagrama y notaron que la estructura del
diagrama del canal ¢ era similar a la del lagrangiano efectivo con el que se construye (4.12).

Laidea es calcular la amplitud de dispersion de dos dilatones a dos fotones en la teoria de supergravedad
gaugeada en cinco dimensiones. Esta amplitud corresponde al diagrama nivel arbol en el canal ¢, puesto
que estamos en el régimen de altas energias.

El punto de partida es la accion de supergravedad considerando los términos que poseen al
dilaton. Naturalmente hay un conjunto de campos que podrian intercambiarse conectando los dos fotones
con los dos dilatones. La energia de este proceso va como s/ [[Z8] [7Z [78]], donde j es el espin, por lo que
tomaremos ahora la contribucion dominante dada por un campo de espin 2, es decir el gravitérﬁ Como
este campo es simétrico, el diagrama llevara a una amplitud simétrica respecto de los indices de Lorentz.

Como estamos trabajando directamente en la teoria de cinco dimensiones debemos considerar al di-
latén ¢(z) como blanco, ignorando los modos de KK de la S°, y tomaremos al foton A3, asociado a la
simetria de gauge U(1) como el campo con el que interacta. El diagrama asociado se puede ver en la

figura

T

hrn T

qbin qbout

Figura 4.1: Diagrama de Feynman de supergravedad a nivel arbol en el canal ¢, asociado a la contribucion del
intercambio de un graviton en el proceso holografico de DIS(FCS) para «x chico.

La amplitud de supergravedad puede calcularse facilmente si tenemos en cuenta que el graviton se

’Aqui estamos hablando del graviton en cinco dimensiones h,n, no del gravifotéon que proviene de perturbar la métrica en
diez dimensiones.
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acopla al tensor de energia-momento de los campos,

A= rE / dPxd®r’ T2, ()G (2, 2"\ T3 (2) (4.14)
donde el propagador del graviton en AdS5 puede expresarse comoEl (A Y s
MmN m. n mt _n 2 mn
Gt (') = (g "+ g™ = g 9“) Gerav(2,2") (4.15)

donde Ggrav(, 2) es una funcion que no sera relevante en este caso, mientras que los tensores de energia-
momento del dilaton y del foton vienen dados por

T’r?ln = (gmagnB + 9mBIna — gmngaﬂ)aa¢*aﬂ¢ s
1
T4 = ¢ FupyFlo — ngFpaF”" : (4.16)

La contraccion de estos tensores resulta en
T (£) G 2, YT = G, 2”) [40%6° (2)00 6 (2) B (o i (a)g?” + .|, (a17)

donde los puntos indican términos que van como (Fiy) y que resultan subdominantes’} Podemos notar
que la estructura de campos e indices es idéntica a la del lagrangiano efectivo de proveniente de la
amplitud de cuerdas. Para que el resultado coincida exactamente, es necesario evaluar todos los campos en
el mismo punto x, es decir considerar la aproximacion de que la interaccion es local, y agregar el prefactor
de cuerdas. En forma heuristica este paso se podria hacer tomando el siguiente cambio en la expresion
(4.17)

Ggrav(z, ') — 55(m —2')G(d, 3, t— 0, ﬂ)§2 , (4.18)

ademas de agregar la constante Cq, que proviene de integrar sobre la S°. Tras tomar la parte imaginaria
se llega exactamente a la misma expresion que en (4.12).

Antes de pasar a la siguiente seccion haremos un breve comentario sobre la identificacion (4.18). El
prefactor surge en forma natural al considerar la amplitud de cuerdas, pero esto no es posible desde su-
pergravedad. En cierta medida, considerar este término esta relacionado con tener en cuenta la posibilidad
de intercambiar una torre de estados de cuerdas excitados, en lugar de simplemente el graviton. Por otro
lado, dado que Ggray(z,2') o 1/%, tiene sentido reemplazarlo por G532, ya que en el limite # — 0 tiene la
misma dependencia [I2].

En cuanto a considerar la delta, la idea es seguir el espiritu de las acciones efectivas en la aproximacion
local. Esto solo es valido siempre que se trabaje en escalas de energia mayores que el radio de curvatura.

Mas alla de la formalidad del método, podemos obtener en forma inmediata y sin tener que considerar
las amplitudes relacionadas, la accion efectiva buscada.

“En lo que resta de esta secciéon usaremos g = gads.
3Esto se ve explicitamente al reemplazar los campos por sus soluciones en el AdSs y hacer el conteo en potencias de 5 y £.
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4.1.2. Funciones de estructura simétricas (blanco de espin 0)

En esta seccion calcularemos en forma holografica las funciones de estructura simeétricas del glueball,
asociadas al proceso de FCS del dilaton. El punto de partida es la accion efectiva (4.12) calculada en las
secciones anteriores, que debe ser comparada con el tensor hadronico segun

Se(g) = n,n,Im [T{g’)} = % [W&V)} : (4.19)

Los campos de gauge entrantes y salientes vienen dados nuevamente por (3.5), mientras que la solucion
del dilaton es (3.7), pero al igual que en el caso de - grande, podemos considerar la aproximacion cerca del
borde (3:29).

Dado que estamos en el régimen de = chico, podemos expandir el prefactor en los limites ¢ — 0
y § — o0, y al tomar la parte imaginaria obtenemos el resultado de ignorando el término local
(m)o‘/t/ 2. Tomando el cambio de variables w = ¢z la suma proveniente de la expansion del prefactor
puede expresarse como

a's 2¢°R? 5  2R%*¢?
Zm:&<m—4>:wz<a,8w>5(w—wm),wm:m P (4.20)

lo que permite realizar la integral radial de la accion efectiva. En (4.20) hemos usado que la variable de
Mandelstam en diez dimensiones se relaciona con la de la teoria de campos segiin

2 O/ 2
— (V2 + Vi) ~ds— (4.21)

ya que en el limite de curvatura grande todos los campos son suaves en la direccion radial y por lo tanto
20, = O(1), mientras que el laplaciano adimensional en la esfera también puede ser considerado de O(1).
Utilizando (4.19) el tensor hadronico resulta

A—1 o0
% v TI'CQ‘CZ"Q A2 1
nunl,W(”“S) =— = Z w2At? ;K%(wm)n2

4 q m=1
+ 8 (K30 + K wn)) (P | 422

El argumento de las funciones Bessel es w,,, ~ z'/2m'/2/\1/4 por lo que cuando 2z < A~'/? la suma en
m puede ser aproximada por una integral. Las mismas estan dadas por

U4 Dy — ()2
+])£E2y) 7 (v) : y:%(n—kl), (4.23)

- 2 I
Iin= / dww" K5 (w) = 2"
0
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y nuestro caso de interés cumple I, = %I{)m Comparando el resultado de la ecuacion (4.22) con la
expresion del tensor hadronico para blancos de espin 0 (2.17) obtenemos las funciones de estructura

1 /A2 A_17r2C'9|c-|2
Fl(xqu) = mQ((]Q) 74\/4ﬁ 11,2A+37
2A + 3
By(z,¢*) = meFl(%qQ)- (4.24)

Resulta interesante estudiar este resultado en funcion de lo hallado en el régimen de supergravedad
(3.35). Podemos ver que la dependencia en A/q es la misma, teniendo una potencia de 2A — 2. La depen-
dencia en el parametro de Bjorken x sin embargo es totalmente distinta, siendo dominante cuando z — 0
como era de esperar al introducir correcciones en la region de x chico. Por otro lado, obtenemos en este
régimen una nueva relacion tipo Callan-Gross entre F y F» que involucra la dimension conforme de los
operadores. Ademas, a diferencia del caso de supergravedad, no hay una dependencia explicita en la carga
@ del hadron, lo cual se asemeja a QCD: la nube de partones es universal y no depende de los niumeros
cuanticos del hadron.

Con este resultado hemos concluido el estudio de las funciones simétricas del glueball. Resta ahora
realizar los calculos que involucren términos antisimétricos para encontrar la contribuciéon a F3 en este
régimen.

4.1.3. Contribucion antisimétrica

En esta subseccion mostraremos resultados originales obtenidos en [23]], que nos permitiran calcular
la funcion de estructura antisimétrica del glueball de la teoria A” = 4 SYM con grupo de gauge SU(N) y
grupo de simetria R SU (4)g. La idea central se basa en considerar la propagacion de un campo de gauge
AS del SU(4)p, distinto al distinto al modo particular asociado al foton A3,.

Al igual que en el caso simétrico, llegaremos a la accion efectiva desde el camino formal de teoria de
cuerdas y desde el método heuristico. Pero a diferencia del caso anterior, estudiaremos primero el método
heuristico ya que da una idea intuitiva de la fisica del problema.

Método heuristico

Hasta ahora hemos estudiado el intercambio en el canal ¢ del graviton, que da la mayor contribucion
en energias del proceso, ya que el mismo va como s’. El siguiente paso seria considerar el intercambio de
un campo vectorial, es decir j = 1. Estos campos son los campos de gauge asociados a la simetria R, y
daran lugar a las contribuciones dominantes de las funciones de estructura antisimetricas.

La interaccion entre tres campos de gauge esta regulada por el término de Chern-Simons presente en
la accion de supergravedad gaugeada estudiada en el capitulo [3} Dado que los estados entrante y
saliente que provienen del borde del AdS5 son dos fotones A2, nos queda como tercer estado un boson
AC propagandose en el bulk, el cual se acopla a la corriente no-abeliana de los dilatones. Supondremos
por el momento que esta corriente tiene una carga asociada QC. Esta carga aparece en forma explicita si
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pedimos que los armonicos escalares que aparecen en la descomposicion del dilaton en diez dimensiones,

dada en (3.6), cumplan ser autoestados de los tres generadores diagonalesﬁ K¢ de la simetria SO(6):
KOY(Q) = KS0Y (Q) = —Q°Y(Q). (4.25)

Luego debemos confirmar que estos son los Unicos generadores que pueden aparecer, ya que para un
generador arbitrario K la ecuacion no es valida en general.

La amplitud que queremos calcular entonces cuenta con un fotén y un dilaton como estados entran-
tes/salientes, y un campo de gauge genérico (sobre el que hay que sumar) como estado intercambiado. El
diagrama de Feynman asociado se puede ver en la figura[4.2)

3 3
Am, A T

(]51'71. ¢0-:;.t

Figura 4.2: Diagrama de Feynman asociado a la contribucion del intercambio de un campo de gauge en el proceso
de DIS(FCS) para z chico.

Para calcular la amplitud de dispersion de supergravedad necesitamos tres ingredientes
A= r? / drd®z’ TR (2)GSP (z,2) B (') , (4.26)

donde J/' es la corriente de Chern-Simons y J7, es la corriente del dilaton asociada al SU (4) g. Las mismas
vienen dadas por

i
TE (&) = Gdapoe™ PIOALOAL , Th(a') = ~Qp (90"¢" — 60"9) . (4.27)
El propagador intermedio corresponde al de un campo de gauge en AdS5, que puede expresare com(ﬂ

Ggq,D (ma :E/) = gmn5CDGgauge(13a xl) . (4.28)

n

SRecordemos que de los 15 generadores hay tres que son diagonales, K® asociado a la carga eléctrica, y luego K® y K*°.
7Ademas de este término hay una componente adicional puramente de gauge, que no contribuye al proceso luego de ser
integrado junto con la corriente conservada [Z8].
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Teniendo en cuenta este término, la contraccion es simplemente
1.
TE(2)GEP (@, /)T (2)) = 5 i dasc emoP19, Ad 0, AP QF (¢ O — ¢ Omo) - (4.29)

Como mencionamos anteriormente, el boson entrante corresponde a un foton A2, asociado al generador
K3 de uno de los subgrupos U(1) del SU(4)g. Esto fija el simbolo totalmente simétrico, dejando como
unico término relevante a la componente dssc. Los Gnicos términos no nulos de esta componente son el
d33g 'y d33,15, asociados a los otros dos generadores diagonales K8 y K15, por lo que es correcto suponer
que la corriente del dilaton tiene una carga Q°.

Para obtener la funcion de estructura antisimétrica F3(z,¢?) en el régimen actual resta construir el
lagrangiano efectivo. Esto lo haremos igual que en el caso simétrico, partiendo de la estructura tensorial
obtenida en y luego agregando el prefactor G(o, 3, %, i) y una consante Cq, que proviene de integrar
la S°. De esta forma la accion efectiva antisimétrica del dilaton resulta

S(é‘é = —é dapcQCIm [G(d/, 3,1 — 0,)5%] K% Cq x
/d5:ﬁ EmnOpqamAf*aoAf (¢ 3qu* — ¢* q<l5) , (4.30)

donde A = B = 3y C = 8,15 para el caso que nos interesa estudiar. Asi tenemos construido en forma
heuristica la accion efectiva antisimetrica del dilaton, de donde podremos extraer luego la funcion F3.

Método desde teoria de cuerdas

Hemos entendido como surge desde el diagrama de supergravedad la contribucién antisimétrica de la
accion efectiva, viendo que se debe a la presencia del término de Chern-Simons. Ahora debemos verificar
que esto es cierto desde la amplitud de cuerdas cerradas en la aproximacion local.

En el caso simétrico calculamos la amplitud considerando dos fotones y dos dilatones. Esta amplitud
tiene en cuenta los infinitos estados intermedios de la cuerda, contados por el prefactor. Entonces uno
podria preguntarse por qué no surgio6 de forma natural el término antisimétrico. La respuesta esta en como
tomamos las polarizaciones de los estados de la cuerdas entrantes. Como vimos en el capitulo 3] ecuacién
(3.16), el foton surge como una combinacion lineal de perturbaciones de la métrica y de la 4-forma de
Ramond-Ramond, por lo que el caso anterior solo esta contando la mitad del proceso.

A su vez, el sector de R-R debe ser tenido en cuenta para que surga en cinco dimensiones el término
de Chern-Simos de supergravedad gaugeada, asociando uno de los modos a la 4-forma. En el apéndice
mostramos como este término surge explicitamente de calcular la amplitud de dispersion de tres cuerdas
cerradas, dos asociadas a modos de R-R y una a modos de NS-NS, en un fondo AdSs5 x S 5 donde luego la
esfera es integrada.

Con el mismo espiritu consideraremos ahora la amplitud de dispersion de dos modos de R-R a dos
modos de NS-NS, evaluando luego en las polarizaciones del foton y del dilaton. El punto de partida es
nuevamente la amplitud factorizada

AFY FP 0B oWy = g(/,5,7,1) Ka(1,2,3,4) (431)
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donde los nimeros en cursiva indican que son campos del sector R-R. El factor cinematico fue calculado
en [79]] y tiene la forma

K= —80k208 005D Fo)pr anFae M kY. (4.32)

Como estamos en el régimen de x chico debemos considerar nuevamente el limite @3) de ¢ — 0, que
es trivial para este término, salvo por la consideracion de intercambiar & = —S&. El lagrangiano efectivo
resulta

LrFipo = —2063 [G(,5,F — 0,@) 3] Farnry.aay Fp' M oMe 9N (4.33)

A continuacion debemos evaluar el lagrangiano efectivo en los campos del AdS5, tomando la perturbacion
de la 4-forma con un indice en el AdS'y el resto en la 5-esfera. Podemos escribir dicha perturbacion segin

2]

Amave = ABZE  con Z4 . = €qpeac VK (4.34)

donde V,, es la derivada covariante en la S°, y el tensor de Levi-Civita viene dado por

1
abede __ Eabcde ’

€abede = /985 Eabede 5 € \/975
S

con ¢ el simbolo totalmente antisimétrico que cumple €19345 = €'234% = 1.

Una vez evaluado en la perturbacion se obtiene un lagrangiano efectivo de la forma
[G(o/, 5,1 — 0,11) %] K2 /g5 (abcdevaK,;“chf ) (e™P19,,AZD,AB) 9, 9y ®.  (4.35)

El primer término entre paréntesis se puede reescribir usando la siguiente propiedad de los vectores de
Killing de la esfera

4i
e“deeVaKfVch — EZ dABCKE‘ , (4.36)

que se deriva de la ecuacion del apéndice [A] Finalmente usando la descomposicion del dilaton ¢ en
diez dimensiones (3.6) y la ecuacion de autovalores (4.25) se obtiene que

Y . 21
(e“deEVaKg“VchB> Oc¢ 0q)¢" = 5 dasc K{ 8o 0y 9" = 7 dabc Ji (4.37)

donde JqC es la corriente asociada a los dilatones en . Ademas el factor d4pc combinado con el
segundo paréntesis de da lugar a la corriente de Chern-Simons. Por lo tanto, hemos encontrado la
misma expresion para la accion efectiva que la calculada con el método heuristico en (4.30). Por dltimo,
recordemos nuevamente que estaremos interesados solo en el caso dssc.



4.1. BLANCO ESCALAR: DILATON 65

4.1.4. Funciones de estructura antisimétricas (blanco de espin 0)

Con el lagrangiano efectivo obtenido de manera equivalente en las dos secciones anteriores estamos
en condiciones de calcular la funcion de estructura antisimétrica del glueball. Cabe mencionar que esta
funcion no habia sido calculada en este régimen en trabajos anteriores. Como vimos en el capitulo[3|en la
ecuacion (3.35), en el régimen x grande esta funcion no esta presente, sin embargo al aumentar la energia
del proceso la misma adquiere un valor no nulo y que, como veremos, es del mismo orden que F5.

En este caso debemos comparar la accion efectiva on-shell con el tensor de energia-momento
antisimétrico segin

o) % L e
—1S,5" = nyn,Im [T(A)} =5 [W(A)} , (4.38)
y seguir los pasos de la seccion [4.1.1} es decir, expandir el prefactor [@.20) alrededor de ¢ — 0, tomar

la aproximacion de § (4.21) y aproximar la suma de las masas de estados intermedios por una integral.
Haciendo esto se obtiene la siguiente ecuacion

20975 (A2\! 0Py 1
R 2T 2 A (A * pvpo dp7 o -
Ny, (A) ‘cl’ 3 \/m q2 Ny, € 2P‘q$7
donde definimos Q = ds30 Q¢ = d335908% + ds3,15 Q% mientras que Za representa la integral en w de
funciones Bessel de la forma

(4.39)

IA = /dw WA K (W) K (w) = \Z?FQ (AF%—(i)—IF‘ (3? +2) . (4.40)
2

Luego, a raiz de esta expresion y utilizando la descomposicion del tensor hadrénico (2.17) encontramos la
funcién antisimétrica del glueball

1 (A2\27! 72Q|e?

F3(z,q°) = 7 <q2> WIA- (4.41)

Comparando el resultado con las funciones simétricas podemos notar que el comportamiento en
(A/q) es exactamente el mismo, mientras que la dependencia en z es la misma que la F, por lo que el
resultado de F3 en este régimen es totalmente relevante para la estructura del glueball.

Se puede hacer una comparacion mas precisa utilizando la relacion entre las integrales y

(2A +2)(A+2)
2A+3

Lionss = / dw P K (w) = I, (4.42)

obteniendo nuevas relaciones tipo Callan-Gross

04
Fs(z,¢%) = Co3

(A +1D)Fo(w,q%) = C%i = +A3)+(§ U aReg). (4.43)
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Una diferencia fundamental entre F3 y las funciones simétricas surge del factor Q: para que haya una
funcion antisimétrica es necesario que el blanco esté cargado bajo la accion de los generadores K® y
K'° asociados a los subgrupos U(1) del SU(4)g, mientras que esto no es necesario para las funciones
simetricas, que no dependen de ninguna carga. De todas maneras discutimos anteriormente que no es de
esperar encontrar una F3 en QCD cuando se estudia DIS electromagnético.

De esta forma hemos podido obtener la funcion de estructura antisimétrica en el régimen de x chico
para el glueball. Este caso no presenta gran interés desde el punto de vista fenomenologico, puesto que
estamos trabajando con un blanco escalar que tiene componentes antisimétricas al interactuar con un
foton. Sin embargo nos sirve de punto de partida para poder entender el caso mas interesante, que es el de
un blanco de espin 1/2, ya que para dicho blanco es esperable en general encontrar funciones antisimétricas.
Eso es lo que haremos en la siguiente seccion, utilizando los métodos aqui aprendidos.

4.2. Blanco fermionico: Dilatino

Mostraremos en esta seccion como obtener las funciones de estructura simétricas y antisimétricas del
glueballino, asociadas al FCS del dilatino, en el régimen de x chico. Estas son contribuciones originales,
puesto que el calculo solo estaba hecho en el régimen del capitulo 3| seccion .3 Seguiremos una metodo-
logia analoga a la de la seccidon anterior, por lo que muchos pasos seran omitidos.

El blanco sera un dilatino polarizado con carga eléctrica asociada al U(1)g, que a su vez puede estar
cargado frente a los otros dos subgrupos diagonales del SU(4) g. A diferencia del caso escalar, esta tltima
condicién no es necesaria para obtener funciones de estructura antisimétricas, debido a la presencia del
término de interaccion fermionico de Pauli. Notaremos luego que para el caso del dilatino es necesario
entender el comportamiento de la teoria del bulk cerca del cutoff A para estudiar las funciones de estructura
antisimetricas g;.

Al igual que en la seccion anterior, obtendremos las acciones efectivas tanto desde el calculo formal de
teoria de cuerdas como con el método heuristico. Para este Gltimo es necesario computar los diagramas de
supergravedad considerando la propagacion en el canal ¢ de un gravitéon o de un fotén, como se muestra
en la figura[4.3]

Al computar la dispersion de cuerdas cerradas hay que considerar ahora que los dilatinos son modos
de espin 1/2, por lo que los estados de la cuerda asociados son modos provenientes del sector NS-R. Estos
estaran acoplados a dos modos de NS-NS o dos modos de R-R segtn se quiera calcular la contribucion
simétrica o antisimétrica.

4.2.1. Contribucion simétrica

Las funciones de estructura simétricas surgiran de la misma forma que en el caso del dilaton, consi-
derando el intercambio de un graviton en el canal ¢, si pensamos en el proceso heuristico presentado en
la figura [4.3] (a). Mientras que desde el enfoque de las amplitudes de dispersion lo haréan al considerar el
sector NS-NS de la perturbacion del gravifoton.
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A3 A3 A A

’l/)in "/)out "/)in 'l/)out
(a) (b)

Figura 4.3: Diagrama de Feynman del FCS de dos dilatinos a dos fotones en el canal ¢ mediados por: (a) un graviton,
(b) un campo de gauge de SU(4)g. Nuevamente de (a) surgiran las funciones de estructura simétricas y de (b) las
antisimétricas.

Comenzaremos en este caso por el calculo heuristico, ya que es mas rapido y mas sencillo de estudiar,
y luego veremos que coincide nuevamente con el calculo de las amplitudes de cuerdas.

Método heuristico

En este caso los pasos son idénticos a los de la seccion del método heuristico del dilaton, con la dife-
rencia de que ahora es necesario considerar el tensor de energia-momento del dilatino, dado por

Tndin = '&’Y(man)w s (4.44)

acoplado el tensor de energia-momento del foton dado en (4.17). Entonces podemos calcular la amplitud
de supergravedad del proceso

A= k2 / dxd2' TV, (x) G™ (2, 2') T ('), (4.45)
utilizando la expresion para el propagador del graviton. Juntando todo obtenemos

T (@) G (2, 2') T () = 2 Ggra (2, 2") Fp(2”) FL(2) ¥(2)y" 0™ (2) (4.46)

mas términos subdominantes de orden O(t).

Luego debemos incluir el prefactor, tomando el limite local (4.18). Los siguientes pasos son integrar
sobre el AdS5 y agregar una constante C{, que proviene de la integral angular. Finalmente debemos tomar
la parte imaginaria para obtener la accion efectiva simetrica del dilatino

sgg o = 2r3Im [ G(d/,5,8,0)] Cf / d°x\/Gaass FonpF,? 0y ™™ . (4.47)
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Se puede notar que una vez conocidos los pasos del dilaton, repetir el método heuristico para el dilatino
es casi inmediato, mientras que los calculos formales desde teoria de cuerdas tendran algunas sutilezas
importantes que lo diferencian con el caso escalar.

Método desde teoria de cuerdas

Queremos calcular la amplitud de cuerdas cerradas en el espacio plano de diez dimensiones conside-
rando dos modos de NS-NS y dos modos del sector NS-R. Nuevamente la misma puede escribirse, gracias
a las relaciones de KLT, como el producto de dos factores cinematicos de amplitudes de cuerdas abiertas.
A diferencia del caso escalar, ahora debemos considerar un factor bosonico y otro fermionico, segtin [[80]

A(1,2,3,4) =4 v, G(d, 5,1, 0) K9°(1,2,3,4) ® Ky (3,1,2,4) (4.48)

donde los numeros con tilde indican que se trata de modos fermidnicos. Para esta combinacion particular
de modos, los factores pueden encontrarse en B0l [74]], y vienen dados por

Ki*(1,2,3,4) = €] [-1/45anunnpg + -] (4.49)
para el caos bosonico, y
Ki‘;r(g, 1, 2741) = 51 /62 ’ﬂguf [5 (kJZ\/[’(FN’)aﬂ — kjlv’(FM’)aﬂ — ’I’]M/N,(]:‘P)aﬁk?)) 4+ .. ] , (450)

para el fermionico. Los puntos en ambas ecuaciones indican términos subdominantes en potencias de 3.
Luego hay que considerar las polarizaciones de los campos en diez dimensiones. En este caso vienen dadas

por [Z5]
V=gl ed @MY =uf ogl. #51)

Luego, a primer orden en §, la amplitud toma la forma
A(l, 2, g, Zl) = 42',‘4,%0 g 32 @3 [ﬁ(hl . hg)ly/l + §(h1 . hQ)]?/Q (4.52)
+21~L(k}2~h1'hQ'F)—I—Qg(/ﬁ-hg-hl-r)}\l&;.

En esta Gltima expresion podemos fijar k1,h3N = k2 hMN = 0, ya que los estados del graviton corres-
ponden a fotones que cumplen la condicion de polarizacion n-g = 0. Por lo que obtenemos finalmente solo
los primeros dos términos de (4.52). Considerando el limite de DIS donde u ~ —35, y reemplazando
los momentos por derivadas, obtenemos un lagrangiano efectivo de la forma

—i k3 (phary) (9ghMN) TTE 9w | (4.53)

donde solo resta reemplazar los campos en diez dimensiones por la expansion en modos de KK segun (3.2)
y (3.6). Una vez hecho esto, se llega exactamente a la misma expresion que (4.47), con la identificacion de
la constante de la esfera como

/ d°Q /95 0(Q)O(Q) K* K, = C{, . (4.54)
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4.2.2. Funciones de estructura simétricas (blanco de espin 1/2)

Al igual que en el caso del dilaton, para obtener las funciones de estructura simétricas debemos tomar
la accion efectiva simétrica, en este caso dada por (£.47), y evaluarla en las soluciones de los campos en
el AdSs. La solucion del gravifotén viene dada por (3.5), mientras que para el dilatino podemos tomar la
soluciéon completa (3.8).

En la seccion 3.3] del capitulo [3] tomamos la solucion del dilatino cerca del borde, dada por (3.36). Uno
estaria tentado a hacer lo mismo en este caso, sin embargo si se toma esta ultima expresion se obtiene, al
momento de calcular la accion on-shell, un término de la forma

W P_yp Pyru; = wyryp Prug = Py + Sy, (4.55)

donde S, es el vector de polarizacion de espin. El segundo término de es enganoso, y de hecho
no deberia estar presente. El intercambio de un graviton esta relacionado con el calculo dual en la teoria
de campos del término JJ ~ T presente en el OPE de las dos corrientes. Por lo tanto, es de esperar
que no haya un término proporcional a S, en el calculo del valor de expectacion del tensor de energia-
momento conservado. Desde el punto de vista holografico esto se manifiesta al no tomar la aproximacion
de la solucion del dilatino (3.36), sino considerando la solucion completa (3.8). Luego, al integrar en la
coordenada z, colocando los limites correctos como 0 < z < zq, y tras tomar el limite de momento
chico del graviton, se obtiene el resultado correcto sin el término proporcional a \S,,. Los detalles de esta
cuenta son muy similares a los de [[3]], donde los autores estudian los factores de forma de la corriente
conservada. En cierta forma esto nos ensena que el limite local no debe ser tomado a la ligera, sino que es
necesario primero calcular la accion on-shell y luego tomar el limite. Este paso tiene consecuencias directas,
puesto que al no aparecer la polarizacion del vector de espin tenemos como resultado que las funciones
de estructura g;(z, ¢*) con i = 3,4,5 son nulas en este régimen (al menos a primer orden en la expansion
1/N).

Tomando entonces las soluciones completas, y tras integrar en el espacio curvo de diez dimensiones,

se obtiene
. . mlelPCl (AT o (P-aq)* v
nunyT(lél; nuny#\/?)\ﬂ el q % x |nt TIMHS + P*PY(1o o743 + I12:43) |

(4.56)

donde estamos usando las integrales definidas en (4.23). Comparando esta expresion con la expresion del
tensor hadronico (2.18) obtenemos las funciones de estructura simétricas para el dilatino en el régimen de
2 chico

1 A2\ 72C|c)2
2 Q
Fi (:L',q ) = p <q2> 47 ,ZF;\II,QT—Hiy
27 + 3
Fy (:Ua q2) = 2z F (.’L‘, q2) ) (457)

T4 2
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junto con g3 = g4 = g5 = 0.

Este es un resultado original, por lo que vale la pena comparar con el resultado obtenido para el caso del
dilaton por Polchinski y Strassler [[[2], reflejado en las funciones de estructura F; y F» obtenidas en (4.24).
Notemos que la dependencia en x y g2 es la misma que para el caso del glueball si intercambiamos A por 7.
Esto mismo sucedia en el régimen de x grande. Por otro lado, la ecuacion da una generalizacion de las
relaciones de Callan-Gross para blancos de espin 1/2. A su vez, a diferencia del régimen de x grande, solo
pudimos obtener las funciones F} y Fb, y esto se debe a la conservacion del tensor de energia-momento
en la teoria de campos.

4.2.3. Contribucion antisimétrica

Para finalizar este capitulo resta obtener la contribucién antisimétrica del tensor hadronico asociado
a blancos de espin 1/2. Nuevamente estas son contribuciones originales, y seguiremos los pasos que desa-
rrollamos para el caso del dilaton en la seccion[4.1.3] A diferencia del caso simétrico del dilatino, ahora po-
dremos obtener funciones asociadas al vector de espin, en particular obtendremos la funcioén antisimétrica
g1, que sera de gran interés en el siguiente capitulo.

A su vez, en el sector antisimétrico tendremos una nueva contribucion dada por el término de inter-
accion de Pauli, referido en la ecuacion . Este término solo contribuye a las funciones antisimétricas
porque permite el intercambio de un campo de gauge del SU (4) g, que como vimos en la seccién per-
mite acoplarse con el término de Chern-Simons, produciendo una estructura antisimétrica en los indices
de Lorentz.

Método heuristico

Estudiaremos entonces la contribucion antisimétrica al diagrama de supergravedad en el canal ¢ donde
el intercambio viene dado por un campo de gauge, como se muestra en la figura[4.3|(b). El vértice superior
viene dado por el término de Chern-Simons al igual que en el caso del dilaton, lo que implica que el
campo de gauge propagado debera ser un modo AE con C' = 8, 15. Esto ultimo se debe por un lado a la
presencia del simbolo totalmente simétrico d4pc, y por otro a que estado entrante/saliente es un foton, es
decir un modo Ai.

Para el vértice inferior tenemos dos tipos de interacciones posibles: por un lado la interaccion con la
corriente conservada asociada al U(1)g del dilatino, que se obtiene para el dilatino en forma analoga a
los pasos de la ecuacion y que tendra una carga asociada Q°, que se deriva al pedir que se cumpla
la ecuacion para los armonicos espinoriales ©(€2). Por otro lado, tenemos una corriente asociada al
término de Pauli (3.26), la cual no tiene una carga asociada, y puede estar presente aun cuando los dilatinos
no estén cargados bajo los subgrupos diagonales del SU (4) .

Para calcular la amplitud de supergravedad debemos considerar la corriente del término de Chern-
Simos ([@-27), la cual estara acoplada tanto a la corriente de gauge no-abeliana del dilatino .J}, como a la
corriente del término de Pauli /7, dadas por

Jp(a) = = Qoin",  Ip() = BoVi (1) | (458)
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respectivamente.

Consideraremos ahora solo la contribucion de la corriente del SU(4)g. Siguiendo los mismos pasos
que para el dilaton, indicados en la seccion[d.2.1] y considerando las soluciones del dilatino al igual que en
la seccion anterior, se obtiene la accion efectiva antisimétrica del dilatino

1 - _
S, = ~i5Q%upc Im [G5°] Co / B P10, AL D, ALE ) (4.59)

donde Cq es una constante que proviene de la integral angular que estamos omitiendo al hacer el analisis
heuristico. La contribucion del término de Pauli es analoga, intercambiando las corrientes.

Método desde la teoria de cuerdas

Obtendremos ahora la accion efectiva antisimétrica del dilatino desde el calculo de amplitudes de cuer-
das cerradas en espacio plano, evaluadas e integradas luego en AdSs x S°. El calculo es similar al caso
simeétrico, con la salvedad de que, ahora debemos considerar estados provenientes del sector R-R al momen-
to de considerar el foton entrante/saliente. Sin embargo, a diferencia del caso del dilaton, ahora podemos
considerar un estado asociado al sector R-R y otro al sector NS-NS para los fotones, conservando el nimero
de R debido a que los estados del dilatino provienen del sector NS-R.

Entonces, la amplitud de cuatro puntos relevante tiene dos formas

A (R-R,R-R,NS-R,R-NS) & A (NS-NS, R-R,NS-R, R-NS),,

donde los primeros dos estados corresponden al campo de gauge en ambas amplitudes. En esta tesis calcu-
laremos en forma explicita la primera de ambas expresiones, mostrando que da lugar a la accion efectiva
([@59), asociada al intercambio de un gravifoton que interactiia con la corriente conservada del SU(4)g.
Luego, daremos algunos indicios de que la segunda amplitud esta asociada a considerar el término de Pauli.

Queremos entonces obtener la amplitud de dispersion de dos modos NS-R a dos modos de R-R, siguien-
do los pasos de la seccion [£.2.1] Nuevamente haciendo uso de las relaciones de KLT podemos escribir esta

amplitud como [80] [74]]
A(1,2,3,4) = —i w1 G(o/, 5,1, 0) Kir(1,2,3,4) ® Ko (3,1,2,4), (4.60)

donde al igual que antes los nimeros en italica indican que se trata de campos del sector R-R, mientras que
los nimeros con tilde son modos fermidnicos. El primer factor cinematico viene dado por

VAR

Kg;r(i,é,g,ﬁl) = *ﬂlrMUQ usl prug , (4.61)

[\

mientras que el segundo es el mismo que el de la ecuacion (4.50). La polarizacion del dilatino es nuevamente
la de la ecuacion (4.51), mientras que la de la 4-forma viene dada en funcion de las polarizaciones de los
modos de cuerdas abiertas segiin

uf' ® ’U,f = (CQFZ-(E)))QB, con Fi(g)) = (.Fi)Ml...M,FMl'“M5 , (4.62)

5]
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siguiendo las convenciones de [B0l], donde C( es la matriz de conjugacion de carga. Juntando todo se
obtiene la amplitud

A,2,3,4) = —ik2G(d,5,1,0) 52%(f3)MM2...M5 (Fa) Mo A (N g, - (4.63)
desde la cual podemos construir el lagrangiano efectivo. Para ello recordemos que necesitamos evaluar los
campos en las soluciones del espacio curvo expandidos en modos sobre la S°. Tomamos nuevamente la
expansion del dilatino (3.6), mientras que la 5-forma se obtiene al considerar (4.34). Tras integrar en todo
el espacio obtenemos la misma accion efectiva [£.59), donde ademas surge que la constate de la esfera es
simplemente

Co = / P°Q/95:0(2)0(Q) = 1, (4.64)

dado que los © forman una base ortogonal.

El hecho de que desde esta amplitud particular se obtuviera la accion efectiva podria haber-
se anticipado al estudiar la amplitud de tres puntos. Como se muestra en el apéndice [B] la amplitud
A(R-R, R-R, NS-NS) ~ A(F,F,h) da origen el término de interaccion de Chern-Simons en la accion de
supergravedad cuando es evaluada en las polarizaciones asociadas al graviton y la 4-forma. El diagrama de
Feynman asociado al acoplamiento minimo proviene de la amplitud donde el graviton es intercambiado en
el canal ¢, mientras que los modos de R-R quedan como estados externos. Entonces, pensando en el método
heuristico, la amplitud asociada al dilatino debe provenir de calcular A(NS-NS,NS-RNS-R) ~ A(h, ¥, V),
y finalmente la amplitud del proceso total, una vez que se suprime el canal ¢ debe ser A (R-R, R-R, NS-R, NS-R).

Para el término de Pauli, por otro lado, el argumento es similar. Se puede mostrar [24] que desde la
amplitud de tres puntos A(R-R,R-NS,NS-R) ~ A(F,1),), y tras considerar las correspondientes polari-
zaciones, se obtiene un lagrangiano efectivo con la forma del término de interaccién de Pauli (3.26), por
lo menos en el sector del AdSs. Esto se debe a que, en términos de los campos en diez dimensiones, el
lagrangiano efectivo es de la forma

L gy X Frunopg VTMNOPQy (4.65)

y luego solo hay que tomar dos indices en el AdS5 y los otros tres en la S°. Entonces podemos considerar
que en este caso el campo que se esta intercambiando es uno asociado al modo de la 5-forma de R-R. De
esta manera, dado que el primer vértice se deriva desde el término de Chern-Simons, podemos concluir
que deberia ser posible obtener la accion efectiva asociada al término de Pauli al estudiar la amplitud
A(R-RNS-NS,NS-R,R-NS) ~ A(F, h, ¥, ¥).

4.2.4. Funciones de estructura antisimétricas (blanco de espin 1/2)

Contribucion del término de Chern-Simons
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En esta subseccion calcularemos las funciones antisimétricas de un blanco de espin 1/2, partiendo de la
accion efectiva antisimétrica asociada al término de acoplamiento minimo (@.59). Al igual que en la seccion
el punto de partida es la relacion holografica (4.38).

Siguiendo los pasos de la mencionada seccion, debemos evaluar los campos en las soluciones y
(3.5), utilizar la expansion del prefactor y luego transformar la suma de las masas en una integral
continua. Tras hacer esto se obtiene

*I TNV — ~MHVpo * P 72Q 7-‘-|C7L|2 A2 T_II 4.66
nuny, m[ (A)} = NuNyqp 04 m qﬁ T (4.66)

donde Z, es la integral definida en (&40) tomando 7 en lugar de A, y nuevamente tomamos Q = dz3c Q.
Comparando con la expresion antisimétrica del tensor hadronico (2.19) obtenemos las funciones anti-
simétricas provenientes del término de Chern-Simons y del término de acoplamiento minimo

1 /A2\" ! 7202
FMC (2, ¢ :() — 7, 4.67
) =3 ¢ 6v/ATA (467
MC

junto con gM¢ (;v, q2) =05 (;U, q2) = 0. Aqui M C indica que hemos calculado la contribucion prove-
niente del término de acoplamiento minimo.

El resultado de es similar en varios aspectos al obtenido para la funcion antisimetrica F3 del
dilaton ([41), nuevamente presentando el mismo comportamiento en ¢* y x si se cambia el A por el twist
T, igual que sucedia para las funciones simétricas. A su vez, es del mismo orden que la F» hallada para el
dilatino en (£.57), como sucedia en el caso del glueball.

Al igual que en el caso simétrico, no hay contribuciones proporcionales al S}, al momento de calcular
([@.66). Esto se puede entender desde la teoria de campos gracias a la conservacion de la corriente-R [[Zd],
y es similar al analisis que hicimos en el caso simétrico. Sin embargo, en este caso hay una diferencia
fundamental, y es que esta conservacion es algo propio de haber considerado el modelo del hard-wall.
De hecho, hay ejemplos de modelos holograficos duales similares a N' = 4 SYM en el UV pero donde
la simetria R esta rota en forma espontanea en el IRH Como fue notado por [7€]], en dichos modelos los
calculos llevan a resultados donde g; es efectivamente no nula. Nosotros podemos imitar este resultado si
consideramos la aproximacion de la solucion de los campos cerca del borde, ignorando los efectos cerca
del hard-wall. En dicho caso obtenemos

1 1

MC 2 MC 2

91 ($7Q):§F3 (z.q7) ~ - (4.68)
x

Con respecto a g}M©, supondremos de aqui en mas que estamos trabajando en un modelo de este tipo,

donde la simetria R no esta conservada. Esto sera importante en el siguiente capitulo, donde estudiaremos

las implicaciones fenomenologicas de dicha funcion antisimeétrica.

De esta forma obtenemos una nueva relacion tipo Callan-Gross en el régimen A\~1/2 > z > eV,
Esta puede ser comparada con las relaciones que se encuentran en 1 > 2 > A\~'/2 en la ecuacién (.41).

SPara ejemplos especificos, ver [Zd]] y las referencias respectivas que alli se encuentran.
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Podemos ver que la relacion F3 = 2g; se mantiene para x chico. Ademas, la funcion de estructura go se
anula en el régimen \~1/2 > z > eV lo que podria resultar sorprendente siendo que en x ~ 1 teniamos
que go es del mismo orden que F3, sin embargo esto concuerda con la discusiones que se encuentran en
la bibliografia sobre el comportamiento de g2 en cada régimen, como se puede observar en la discusion
presentada en [[Z6]].

Contribucion del término de Pauli

Hasta aqui hemos omitido el término de Pauli que surge del lagrangiano (@.65). El calculo de las fun-
ciones de estructura es totalmente analogo al hecho en esta seccion. El resultado que se obtiene para
F. 3P (z, qz), donde P indica que es la funcion derivada del término de Pauli, es similar al obtenido en ,
con dos diferencias: por un lado, en lugar del término ds3c OC la funcién de estructura ahora es propor-
cional a d33¢83¢, y en segundo lugar hay un factor extra que depende del twist segin (7 — 1). La relacién
entre la funcion de estructura del término de acoplamiento minimo con la que se obtiene desde el término
de Pauli es simplemente

Fy F1C
X
d33cBC ~ dszcQ°

(r—1) (4.69)

y lo mismo para la funcion g; si se considera el modelo donde la corriente R no esta conservada. Esta
ultima ecuacion indica que la contribucion del término de Pauli se vuelve mas importante para hadrones
con mayores twist.

La contribucion total de la funcion antisimétrica vendra dada por la suma F3 = F/C 4 FF. Vale
la pena destacar que ambas funciones tienen la misma dependencia en la variable de Bjorken x y en el
momento del foton virtual ¢2, por lo que la diferencia entre ambas es solo un factor numeérico del mismo
orden.

Resulta interesante remarcar que desde el punto de vista dual de la teoria de cuerdas el mecanismo
por el que surgen las funciones antisimétricas es totalmente distinto en el régimen de x chico que en el de
x ~ 1 estudiado en la secciéndel capitulo En el Gltimo régimen, F3, g1 y g2 (junto con g3, g4 v gs)
surgen debido a la naturaleza quiral de la solucion de los dilatinos no masivos cerca del borde del AdS5.
Por otro lado, en el régimen actual de x chico, las funciones antisimétricas surgen exclusivamente por la
presencia del término de Chern-Simons, al igual que en el caso escalar.

4.3. Discusion de resultados

En este capitulo hemos estudiado las funciones de estructura del glueball y del glueballino en el régimen

de z chico, es decir donde la variable de Bjorken esta acotada entre e VA LKr<kl/ v/\. Pudimos obtener
para cada blanco las contribuciones simétricas y antisimeétricas.
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Se mostr6 ademas que para obtener dichas funciones es necesario calcular la amplitud de cuerdas
cerradas asociada al proceso del FCS en este regimen, desde la cual pudimos construir un lagrangiano
efectivo, que luego debe ser evaluado en el AdS; para obtener de esta forma el resultado en el espacio
curvo. A su vez repetimos los mismos calculos con el método “heuristico” que surge de pensar el diagrama
de supergravedad asociado al proceso del FCS en el canal ¢, y luego tomar el limite local asociado a la
asignacion (4.18). Vimos que de esta forma se obtiene el mismo lagrangiano efectivo.

Una vez construidas las acciones efectivas pudimos obtener mediante la identificacion holografica
el tensor hadronico W, desde el cual se desprenden las funciones de estructura.

Este analisis se hizo tanto para el sector simétrico como el antisimétrico. El primero surge de estudiar las
amplitudes de cuerdas donde los modos del gravifoton estan asociados a la contribucion de la perturbacion
del graviton, es decir a los modos del sector NS-NS. Desde el punto de vista heuristico entendimos que
esta asociado a la propagacion de un graviton en el canal ¢, acoplado a los tensores de energia-momento
de los campos entrantes y salientes. Por otro lado, la contribucion antisimétrica aparece al considerar la
contribucion del gravifoton debida a la perturbacion de la 4-forma, es decir a los modos del sector R-R.
Resulta interesante que desde el punto de vista de supergravedad esta contribucion surge al considerar el
término de Chern-Simons no abeliano, que permite la propagacion de un campo de gauge en el canal .

Este ultimo resultado es curioso y presenta una diferencia importante con el régimen de = grande.
En dicho régimen las funciones de estructura antisimétricas surgian debido a que la teoria de campos es
quiral, y solo lo hacian para los blancos de espin 1/2, debido a la naturaleza quiral de las soluciones de
los fermiones (3.36). En cambio en el régimen de z chico la contribucion antisimétrica aparece tanto para
el campo fermionico como para el escalar, siempre que los mismos estén cargados frente a los subgrupos
diagonales U(1) del SU(4)g asociados a las cargas Q% y Q'°. Esto se debe, como mencionamos en el
parrafo anterior, a la presencia del término de Chern-Simons no abeliano.

Los resultados de las funciones de estructura simetricas para el glueball y el glueballino se muestran
en las ecuaciones y respectivamente. Mientras que las antisimétricas se muestran en y
(4.67).

Todas las funciones de estructura presentan el mismo comportamiento en potencias de A /¢ de la forma
27 — 2, siendo 7 = A para el glueball de espin 0. Esto mismo sucedia en el régimen de z grande (3.41). Por
otro las funciones calculadas en este régimen dominan con respecto a las del capitulo[3]seccion3.3|cuando
x — 0 cosa que es de esperar.

Hemos encontrado nuevas relaciones tipo Callan-Gross. Para el glueball tenemos

2A + 3
F2 = 2.’L'7A+2F17
Q 8(2A+3)(A+1)
F; = —/—— F 4.70
3 003 N zkhy, (4.70)

donde la primer ecuacion se cumple también para el glueballino si intercambiamos 7 <+ A, mientras que
la segunda lo hace solo si consideramos la contribuciéon proveniente del acoplamiento minimo.

Respecto de las funciones de estructura para el blanco de espin 1/2, obtuvimos que la contribucion
simétrica proviene tanto del término de acoplamiento minimo de supergravedad como del término
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de Pauli (3.26). La contribucion total a las funciones es la suma total de la funcién encontrada para cada
término, cuya relacion esta dada por la ecuaciones (4.69). Pudimos notar que el término de Pauli es mas
relevante cuando el blanco tiene mayor twist.

Por otro lado, discutimos que para poder obtener las funciones de estructura g; asociadas al vector de
espin es necesario considerar teorias de campos donde la simetria R no esté conservada. Si se trabaja en
estos modelos se encuentra la relacion de Callan-Gross

1
g1 = §F3, (4.71)

que también se cumple en el régimen de  grande (3.41). Mientra que g es idénticamente nula en este
régimen como es de esperar segun el modelo partonico (2.30), y a diferencia con lo encontrado en el régimen
de x grande. Obtener la funcion g; resulta de gran interés fenomenologico, como veremos en el siguiente
capitulo.

Con esto concluimos el estudio del proceso de DIS en el régimen de x chico, y nos resta estudiar el
régimen de mayor energia, donde la aproximacion local se rompe dado que debemos considerar el factor
m®'t/? que habiamos descartado en (&3).



Capitulo 5

Régimen r exponencialmente chico

VA

Vamos a estudiar en este capitulo el proceso de DIS en el tercer y ultimo régimen de interés: z ~ e~ V",
es decir donde la variable de Bjorken x es exponencialmente chica. En términos de la energia del sistema de
centro de masa en cuatro dimensiones y la constante de acoplamiento de 't Hooft, este régimen corresponde
a estudiar el limite donde ambas son grandes pero mantienen la relacion

log s

VA

Este limite fue comentado en el trabajo original de Polchinski y Strassler [[71]], y luego estudiado mas a
fondo en colaboracion con Brower y Tan [[3] [[4] B1I). En los citados trabajos se estudiaron el proceso de
dispersion de glueballs y también las funciones de estructura simétricas de blancos de espin 1/2.

Como explicamos en la seccion[2.6] desde el punto de vista de la teoria de campos en cuatro dimensio-
nes, en este régimen la contribuciéon mas importante al proceso de dispersion viene dada por la fisica de
Regge, donde es necesario estudiar el intercambio de un Pomeroén, que puede lograrse a través del kernel
de BFKL (2:38).

En el lado gravitatorio, la diferencia con el régimen anterior proviene de tener que estudiar el proceso
de dispersion cuando ya no es valida la aproximacion local, dado que, debido a la localidad de los opera-

= cte. (51)

dores aparecen efectos no despreciables de difusion en la coordenada radial del AdSs. La solucion surge
nuevamente al introducir un kernel particular que permite resolver los operadores presentes. Como vere-
mos mas adelante, este nicleo tiene un comportamiento de la forma 57+, donde j corresponde al espin
de la particula intercambiadaﬂy «v es una pequena correccion. Esto es lo esperado en el régimen de Regge,
donde la trayectoria viene dada por el espin mas pequenas correcciones.

En este caso, al estudiar las funciones de estructurara simétricas veremos que el rol del Pomeroén viene
dado por una torre de estados de espin 2 de la cuerda, es decir un graviton reggeizado, cuya trayectoria de

! Aqui estamos pensando en el diagrama de supergravedad asociado al método heuristico, por lo que j corresponde al espin
del estado intercambiado.

77
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Regge viene dada por 521, Por otro lado, en el caso de las funciones antisimétricas lo que tenemos es un
campo de gauge reggeizado, donde ahora j = 1.

Uno podria argumentar que la region parameétrica que esta estudiando en este caso es muy pequena
al compararla con los regimenes anteriores, sin embargo esta region es conceptualmente interesante y
permite entender un problema que hasta aqui no fue planteado en esta tésis. En [I2], los autores muestran
que, debido a que el tensor de energia-momento no tiene dimensiéon anomala presente, los momentos de
las funciones de estructura F; y F5, definidos como

1

1
0

1
/ dx Fy(x, ¢°), (5.2)
0

deben tener un valor no nulo al tomar el limite ¢ — co. Ahora bien, para el caso de supergravedad esto no
es cierto, como se puede ver en (3.41), ya que las integrales en este caso dan lugar a momentos que decaen
como ¢>~27, por lo que los momentos se anulan en el limite de ¢ grande. Ese comportamiento es correcto
para momentos mas grandes, que vienen acompanados por factores extra de potencias de z, asi que debe
estar sucediendo que omitimos componentes de I 2 que tienen un pico cerca de z = 0. Efectivamente
ese es el caso cuando se analiza el resultado obtenido en el capitulo anterior para el régimen de x chico,
que se observa por ejemplo en o ([£57). Sin embargo, esto no soluciona el problema, porque ahora
los M2(Z) divergen, debido al comportamiento en x — 0, por lo que es crucial entender el comportamiento
para valores de x exponencialmente chico.

Pasemos entonces a estudiar mas detenidamente por qué el limite de la aproximacion local deja de ser
valido en este régimen. El estudio en general del proceso de DIS es analogo al del capitulo anterior, con-
siderando la amplitud de cuerdas cerradas para obtener las acciones efectivas. Para realizar dicho calculo
debemos incluir nuevamente el prefactor (4.5), y aqui es donde surge la diferencia entre ambos regimenes.
En dicho término aparece un factor de la forma (m)®'*/2, donde m corresponde a las masas de los estados
de cuerdas intercambiados y que aparecen sumados con una delta de Dirac que los fija en o’5. En el régi-
men de x chico descartamos esta contribucion ya que podiamos considerar que o/t — 0. Sin embargo esto
no es valido en el régimen actual, dado que el invariante en diez dimensiones se puede escribir como

A W 1d

1
5pE =it T t+ —= [2%02 + 20, — 4], (5.3)

R TR T

donde el segundo término no se anula ain cuando el invariante ¢ en cuatro dimensiones si lo haceﬂ Este
operador da lugar al fendmeno de difusion que mencionabamos antes, rompiendo la aproximacion local del
proceso. Cabe destacar que aqui no estamos considerando la contribucion de las direcciones angulares de la
S5, ya que el operador laplaciano adimensional de la esfera es de orden O(1). Ademas es importante notar
que este tipo de operadores estan presentes también en 3, sin embargo pueden descartarse al compararlos

? Aqui estamos escribiendo al invariante en la notacién de operador diferencial. En forma general se puede escribir el invariante
en cuatro dimensiones como ¢t = V2, y luego aplicarlo sobre los campos presentes en la amplitud de dispersion. La extension a
diez dimensiones en espacio curvo contiene el factor de curvatura y la derivada en la direccion radial del AdS'y en las coordenadas
angulares de la S°.
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con la contribucion del factor de cuatro dimensiones, como remarcamos en su momento al estudiar la
expansion de 5 en (4.21).
En (5.3) A es un caso particular del operador de Hodge-de Rham, definido en forma genérica como

R2Aj = 2202 4+ (2j — 3)20, + j(j — 4), (5.4)

donde j es un entero que depende del rango del campo sobre el que actua el operador, y que en nuestro caso
de interés siempre coincide con el espin de la particula intercambiada debido a como son los acoplamientos.
Este operador se diferencia del operador laplaciano ordinario simplemente por una constante que depende
de j: V? = A + f(j), y que puede ser obtenida al mirar las ecuaciones de movimiento de supergravedad
de un campo de espin j. Por ejemplo, para el caso j = 2, tenemos que V?ZQ = Aj_o, por lo que concluimos
que f(2) = 0. De la misma forma se encuentra que para j = 1 tenemos f(1) = 3.

Las acciones efectivas ahora tendran la misma forma que en el caso de x chico pero con este operador
diferencial presente. Por ejemplo, en el caso del blanco escalar (asociado al dilaton), la accién simétrica
(asociada al intercambio de un graviton) sera analoga al resultado de la ecuacion pero con un término

s\ a't/2
extra que separa los campos @ de los campos F},,, de la forma: (%) evaluado en ¢ = 0 y actuando

sobre los campos. En las siguiente secciones mostraremos como resolver este operador para hallar una
expresion que sea posible de integrar, y lo haremos tanto para el caso escalar como para el caso de espin
1/2.

5.1. Caso escalar

Comencemos con el proceso de DIS del glueball, dual al proceso de dispersion de un gravifotéon con un
dilatén, y consideremos el caso simétrico, donde se intercambia un graviton (j = 2) en el canal t. En este

caso tenemos exactamente la accion con el operador (o/5/ 4)alt/ 2 presente luego de expandir el pre-
factor, como explicamos anteriormente. Esta accion puede ser transformada en un problema de mecanica
cuantica auxiliar, donde tomamos la variable u = — log(z/zf) cumpliendo el rol del tiempo, y donde el
operador cumple el rol del hamiltoniano del problema: H = —220? — 20, + 4 = —0? + 4. Suponga-
mos por ahora que estamos trabajando en el limite conforme, donde el espacio es exactamente AdS5 y no
hay ningun cutoff presente. En este caso zy.f es una escala arbitraria. La idea entonces es diagonalizar el
hamiltoniano en términos de sus autofunciones, que en este caso son simplemente ondas planas en u con
energia E}, = 12 + 4, siendo v un entero. Entonces, la amplitud de dispersion puede escribirse en términos
de un kernel que en el limite ¢ — 0 toma la forma

_ 2 1/2 N ’
Kt = 0.5 =2) = (@5) 95 |5 e RO, 55)

donde ¢ = log(a/5) = log(a’z2's), y donde estamos haciendo énfasis en el hecho de que el espin de la
particula intercambiada es j = 2. Es interesante notar que el factor s ya estaba presente en la amplitud
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calculada en la aproximacion local, reflejando el escaleo de energias esperado para el intercambio de un
graviton, mientras que ahora se introduce una correccién pequefia 2/v/\ en la trayectoria de Regge, como
notamos al principio del capitulo. La dependencia en (u — u’)? dentro de la exponencial es lo que se conoce
como el factor de difusion, y la inversa de su coeficiente da el tiempo caracteristico de difusion. Dado que
estamos trabajando en el limite conforme llamaremos a el kernel conforme.

Elresultado al que hemos llegado es similar al kernel del Pomeron de BFKL calculado para V' = 4
SYM pura en el régimen perturbativo. Vemos que la difusion en aquel caso se da en el momento transverso,
mientras que ahora esta asociada a la coordenada radial, y en ambos casos el tiempo caracteristico de
difusion viene dado por 7 ~ log s. La diferencia mas clara se da en la correccion que sufre la trayectoria de
Regge: mientras que en el caso perturbativo viene dada por ), aqui tenemos una contribucion proporcional
al/VA

Volviendo al calculo del DIS holografico, la amplitud se obtiene luego de evaluar los campos de gauge
en u y los campos del dilaton en v/, pues en este caso no tomamos la aproximacion local. De esta forma se
obtiene la accion efectiva on-shell de la que se obtienen las funciones de estructura. Por ejemplo, el término
asociado a la funcion simétrica de F(, ¢%) queda de la formaﬂ

mni Tl = " [z s (0‘4)/2 OOy
e e e P
e e e L
_ %AW / du dul PO () (.t = 0, ] = 2)Py(ud), (5.6)
donde
PO () = P22 K302), Pofu(2) = B 2Ig(a)f? m (242 )

son los factores de impacto, que tienen toda la informacion de los estados entrantes del proceso, y donde las
contracciones se hacen con la métrica del espacio curvo. En el ultimo paso hemos escrito todo en funcion
de u e insertado una identidad de la forma [ du/d(u—u') = [du' [ g—;ei”(“*“/), de donde surge en forma
natural el kernel de espin 2 (5.5). Finalmente, dado el teorema ptico, obtenemos F} (x, ¢%) tras multiplicar
el resultado por un factor 27. Para Fh(z, %) se obtiene una expresion analoga, simplemente reemplazando

P — PP (u(2)) = ¢*22 (K3 (a2) + K}(g2)) 9

e insertando un factor extra de 2z. La dependencia en x en estas formulas esta oculta en los factores s
y ¢, dado que en este régimen el invariante en cuatro dimensiones de Mandelstam cumple s ~ ¢2/x. Es

’ Aqui ya hemos realizado la integral angular. Notar también que hemos absorbido el factor 47 en la definicién de la constante
de acoplamiento de 't Hooft .
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importante resaltar que si se toma el limite de A grande, se recupera el resultado del régimen de = chico
pero no exponencialmente chico, estudiado en el capitulo anterior.

5.1.1. Kernel conforme

Veamos ahora como se modifica este resultado cuando consideramos el cutoff zg, induciendo confina-
miento en la teoria de campos. Los pasos en general siguen siendo validos, pero hay que tener en cuenta
que debemos ahora debemos imponer cierta de contorno en zg que sean consistente. Hasta aqui siempre
consideramos condiciones de contorno de Dirichlet para los campos, entendiendo que AdS se comporta
como una caja, y entonces los modos deben anularse en los bordes. Sin embargo ahora debemos considerar
condiciones de contorno de Neumann para las autofunciones del hamiltoneano H. Esto se debe a que el
graviton h,,, se acopla al tensor de energia-momento de la teoria de campos en el borde. Dado que esta
cantidad se debe conservar, no puede haber fuentes. Esto se traduce en que la condicion de contorno del
h,. tiene que anular el flujo de las corrientes generadas por las fluctuaciones del borde. Estas corrientes
pueden construirse en forma sencilla segun

I = K" Ty, (5.9)

donde K™ es un vector de Killing asociado a la métrica del Ad.S5, mientras que T, es el tensor de energia-
momento asociado a la fluctuacion que estamos prendiendo. Esta corriente esta conservada por construc-
cion, cumpliendo V,,J™ = 0. Si lo que queremos es anular los flujos hacia el borde IR (los del borde
conforme se anulan automaticamente) tenemos que pedir J, = 0 para todas estas corrientes. Podemos
aplicar esto a nuestra fluctuacion del graviton, reinterpretandola en términos de una fluctuacién escalar
efectiva. Pasando al sistema de cono de luz tenemos que s = —2p} p3, y en este sistema la ecuacién de
movimiento para la fluctuacion de la métrica toma la forma

0= Ashyy =2"2Ng(2°hyy), (5.10)

por lo que si definimos un campo escalar ¢ = 22h, ;(z), este cumple la ecuaciéon de movimiento de un
escalar no masivo en AdSs, describiendo el tnico grado de libertad relevante. Eligiendo como vector de
Killing cualquiera de las traslaciones en las direcciones en cuatro dimensiones z*, se puede mostrar que
cualquiera de las corrientes armadas cumple la propiedad

J, < K™ 00,0, (5.11)
por lo que la condicién de contorno toma la forma
9:(9)]z = az(22h++)’730 = 0. (5.12)

Finalmente, esto lo deben cumplir los autoestados de H, por lo que la solucion mas general toma ahora la

forma ) o
—ivu V—aza iwu
_ 5.13
Al ()] =
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en lugar de ser simples ondas planas. Reemplazando esta expresion en el kernel, y tomando el limite t — 0,
el kernel conforme toma la forma

_2 1/2 VX / ~ ,
Ka(u, v, t=0,j=2) = (0/5)2 % )2\( [6_22(“_“ > + f(u,u’,()e_T\/rX(“Jr“ )? (5.14)
s
donde ¢ = (4)\)~Y/2¢, y donde hemos definido la funcién
Flu,u',()=1— 4\/ﬂ§en2erfc(n) , (5.15)
con
!/ 4~ 2 o0
_ututag , erfe(n) =1 —erf(n) = / dze ™. (5.16)
¢ vy

por lo que —1 < F(u,u/,¢) < 1. Notemos que la forma del kernel depende explicitamente del tipo
de condiciones de contorno se consideran. Dado que estamos trabajando con las condiciones dadas
por el modelo del hard-wall, llamaremos a como el kernel del hard-wall.

De esta forma podemos obtener el kernel completo para el caso conforme y no conforme para las
funciones simétricas del glueball. Si bien la forma explicita de estas funciones en el régimen actual no
estaban calculadas, los pasos seguidos son analogos al calculo del kernel del Pomerén involucrado en la
dispersion de cuatro dilatones estudiado en [I3]], y su expresion es muy similar a las del blanco de espin
1/2 intercambiando las soluciones de dilatones por dilatinos como veremos en la siguiente seccion, por lo
que la contribucion original no es de tanta relevancia.

5.1.2. Intercambio de campo de gauge

Hasta aqui solo hemos estudiado el proceso proveniente de intercambiar un graviton, que da lugar como
era de esperar a las funciones simétricas. Ahora analizaremos el proceso que proviene de intercambiar un
boson de gauge reggeizado, que da lugar a la funcién F3 del glueball, y que es una contribucion original
calculada en [23]]. Como notamos en la seccion del capitulo [4] este modo vectorial interactiia con
las corrientes en lugar del tensor de energia-momento, implicando que debemos considerar el operador
diferencial de espin 1. Tenemos entonces

dt 1ad , 1d 1d 1

=t (A +3) = -2+

2 2R? Mt =om 2V\
Introduciendo la variable y = 2u = —2In(z/z,f) podemos escribir A; + 3 = 4(85 + 0y). Luego de
diagonalizar el operador, obtenemos el kernel conforme de la forma

(2202 — 20.] . (5.17)

1 ,
Ky, o/t =0,j=1) = (a/5) 23 72049, [Z ™%

AL/ A (y—y')?
2m¢ '

(5.18)
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En este caso la pendiente de Regge es 1 — 1/(21v/)) dado que tanto el escaleo con la energia del centro de
masa como con la curvatura son distintos al caso simétrico. Esto implica que F3(x, ¢?) crece mas rapido a
medida que z — 0. Por otro lado, vemos que la difusion en y(z) sigue presente. Para considerar los efectos
de introducir el cutoff en el AdSs debemos considerar las condiciones de contorno del modo de gauge
reggeizado AL, dada por

0, (ZA+) |Zo =0. (5.19)

Sin embargo, las autofunciones se modifican de modo tal que esta condicién es analoga a la obtenida para
el modo de espin 2, por lo que el kernel sufre la misma modificacion que en el caso anterior. Obtenemos de
esta forma el kernel del hard-wall

1 1

1 o [AL/2 VX
Kalyy/,t=0,j=1) = (3) Ww§@W)[ A

XV L F(y,y, O X 0| (5.20)
27 ¢

Naturalmente la expresion final de la funcion de estructura viene dada por las integrales en y y 3/, que
son complicadas de resolver. A su vez, la expresion puede separarse en la componente conforme Fonformal
mas la contribucion que surge de considerar la deformacion inducida por el cutoff IR:

F3 _ Fgonformal + F?(’ieformation. (5'21)

El resultado explicito surge tras seguir los mismos pasos que el caso simétrico de (5.6), junto con la insercion
del kernel del hard-wall para el caso de espin 1, en lugar del kernel conforme. Finalmente, F3(z, ¢*) viene
dada por

2

or
Fs(z,¢%) = TR dy dy' Pa(y,q) Ps(y', A) x

1/2 B ~ /
(5) 757 (|2 /g [e—i?(y—y)Q+f<y/27y'/2,<>e‘9<y+“2 . (5:22)
v

En este caso el factor P4 fue reemplazado por

Pa(z, q2) = (qz)SKl(qz)Ko(qz), (5.23)

reflejando el uso del término de Chern-Simons. Nuevamente la informaciéon de la dependencia en z esta
codificada dentro de 5 y (. Vale la pena notar que la dependencia de la contribucion del cutoff IR depende
del modelo, dado que depende de como se toman las condiciones de contorno en zg, mientras que por otro
lado la contribucion conforme es independiente del modelo.

5.2. Caso fermionico

Habiendo descripto ya las consideraciones generales para el caso escalar, el caso fermionico es total-
mente analogo, asi que en esta seccion pondremos solo los resultados importantes. Cabe destacar que el
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estudio del kernel del Pomero6n para la dispersion de dos dilatinos a dos fotones en el sector simétrico fue
estudiado ampliamente en [2]I], mientras que el estudio del kernel para el sector antisimétrico, es decir el
proveniente del intercambio de una particula de espin 1 reggeizada, fue primero estudiado en [[Z8] con un
acercamiento un poco distinto al presentado en esta tesis y en [[24]].

El punto de partida para las funciones simétricas es ahora la accion efectiva asociada al graviton aco-
plado al tensor de energia-momento del dilatino, dado en (4.47). Siguiendo los pasos de la seccion anterior
se obtiene por ejemplo la expresion de F5 [21]]

dz dz eS(=p) [ log?(z/2") 1og?(24/23)
Fy(,q%) K/PA %4 )Pw( )(ZZIQQ)T e <+ F(z,2,Q)e pC 7
(5.24)
donde K es una constante de normalizacion que no nos resultara de interés, y ademas estamos siguiendo

la notacioén de [Z1]] donde toman p = 2/v/\. En este caso los factores de impacto vienen dados por

Pa(z,¢%) = (42)* (K7 (q2) + K§(q2)) » Py(2) = 22| fo ()P ~ ('A)7772, (5.25)

con f, (2') dado en términos del estado inicial 1(x, 2) = €% [f, (2) Py + f_(2)P_] u(P), que en la Glti-
ma formula fue escrito en la expansion cerca del borde. La expresion analoga para llegar a F, proveniente
de 22 F (z, ¢?), puede obtenerse omitiendo las funciones de Bessel K3 en Pa.

Podemos ahora calcular la funcién antisimétrica F3 como hicimos para el caso escalar, lo cual implica
considerar el kernel con j = 1. Sin embargo, es mas interesante considerar la situacion donde la simetria R
estarota en forma espontanea en el IR, de forma tal que aparezca una contribucion a la funcion de estructura
g1(, ¢*), como mencionamos en la seccion [4.2.4] En este caso g; esta relacionada con Fj a traveés de la
relacion (@.68): 2 g1 =

Suponiendo que el kernel del Pomeron en este caso puede ser descripto de forma similar, obtenemos la
siguiente expresion para la descripcion holografica de la funcion g; en el régimen de x exponencialmente
chico

2 QWQ / /
gz, ¢°) = i | Wy Pa(y,q)Py(p') x
e((lfp/[l)

AN ~ N "2
2(p—p')? / —¥&(ptp")
e 8¢ + F(p/2,p/2,()e & ) . (5.26)
VT(p ( (/ / )

Puede notarse que la expresion de F3, obtenida desde g1 a través de la relacion de Callan-Gross (4.68), es
analoga a la encontrada para el caso escalar.

Al igual que sucedia en el caso escalar, las expresiones analiticas de F» y g; estan dadas en funcion de
integrales complicadas de resolver. En la siguiente seccidon mostraremos una forma de aproximar los fac-
tores de impacto para poder resolver dichas integrales y comparar los resultados con datos experimentales
obtenidos por distintas colaboraciones.
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5.3. Comparacion con datos experimentales

En esta seccion compararemos los resultados obtenidos de las funciones de estructura del dilatino con
datos experimentales obtenidos para el proton en distintos aceleradores.

Sibien el proton no es dual al dilaton, y de hecho no hay modelos consistentes al dia de hoy que puedan
describir en forma holografica a bariones como el proton, la idea es intentar buscar comportamientos
universales de procesos fuertemente acoplados para blancos de espin 1/2 que representen bariones de
alguna forma.

En el modelo del hard-wall, las funciones de estructura calculadas dependen de un conjunto de parame-
tros, mas alla de la dependencia funcional en x y ¢2, como se puede ver en para el caso simétrico.
Dado que las integrales en z y 2’ son dificiles de resolver, los autores de [ZI]] propusieron aproximar los
factores de impacto P; por deltas de Dirac con soporte en escalas de energia apropiadas

P¢<z'>w;6<z'—1/q’>, Pa(z) ~ S6(z — 1/a). (5.27)

1
q
donde ¢ es alguna escala del orden de la masa del barion. De esta forma, estamos perdiendo informacién
sobre la funcion de onda del dilaton, y pensando simplemente en un blanco de espin 1/2 cuyo factor de
forma esta centrado cerca de la escala de energia de su masa. Por otro lado, el factor de forma del foton
esta centrado alrededor de ¢, asi que la aproximacion es razonable. Tomando entonces (5.27), los autores
de [Z0]] estudiaron el resultado final de (5.24), que queda determinado por cuatro parametros: la constante
global K, 2z, py ¢'.

La funcion de estructura F» del proton fue medida, a través del proceso de DIS electromagnético, por
la colaboracion HERA. De los datos obtenidos por la misma, se encuentra que en el régimen de z chico
hay una considerable cantidad de resultados, con distintos valores de ¢*. Estos datos pueden utilizarse para
realizar un ajuste de la expresion luego de tomar la aproximacion (5.27). Esto fue realizado en [Z]]
considerando los datos de H1-ZEUS [B11 B2 B3] para < 10~2. Los autores realizaron un ajuste tanto para
el modelo conforme como para el modelo de hard-wall, buscando el mejor ajuste para cada caso. Para el
modelo conforme obtuvieron

p = 0,7740 £ 0,0103 , ¢ = 0,5575 & 0,0432 GeV , (5.28)

con un chi-cuadrado reducido (reduced chi-square) de X?i. of = 0,75. Por otro lado, el mejor ajuste para Fj
utilizando el modelo de hard-wall result6 en

p=0,7792 £ 0,0034 , ¢’ = 0,4333 £ 0,0243 GeV , 29 = 4,96 + 0,14 GeV ', (5.29)

con X?L o.f. = 1,07, lo cual representa un mejor resultado estadistico que para el caso conforme (5.28). Tanto
los datos experimentales como el resultado del ajuste se pueden encontrar en la figura[5.1] tomada de [21]).

El resultado obtenido luego del ajuste es mas que interesante, teniendo todos los valores un resultado
razonable: p cae dentro de la transicion de acoplamiento fuerte/débil, ¢’ es del mismo orden que la masa
del proton, mientras que en el modelo del hard-wall tenemos zg ~ (’)(AééD), como seria de esperar.
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Figura 5.1: Ajuste de Fy(x, ¢°) sobre los datos de H1-ZEUS para z chico. Las lineas punteada muestran el resultado
del ajuste utilizando la técnica del Pomeron, mientras que las lineas continuas muestran el resultado utilizando un
método no estudiado en esta tesis asociado a la suma de varios modos intercambiados. El ajuste incluye 249 puntos
con x < 1072 y 34 valores de ¢ (expresados aqui como (?) con valores entre 0,1 —400 GeV2, pero solo se muestran
los puntos para 17 valores de ¢2.

Pasemos ahora a estudiar la funcion antisimétrica calculada en la seccion anterior. Tomando la apro-
ximacion (5.27) en la ecuacion (5.26) obtenemos la expresion:

exp [_ log? ég/ q’)}

VE

exp [_ logi()g/q/)}

2 /2
N

Ve

2 /.2
oxp [ o]

7 :

gi(z,q%) = Cp 2e07p/D + Flq,q,¢)

—1/2
C ggeq_p/@

2 ¢ V<

+F(q,4,€) (5.30)

que es tanto valida para el modelo de hard-wall como para el caso conforme si tomamos F = 0, y donde

hemos usado en el Gltimo paso que ¢ ~ % i %, mientras que C es una constante que depende de factores
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numéricos y Q.

El siguiente paso seria realizar el ajuste de la expresion contra los datos experimentales disponi-
bles de g;. Sin embargo la cantidad de datos medidos de g; en el régimen que nos resulta de interés (esto
es, = chico y ¢? grande) es considerablemente menor que para el caso de la F, como detallaremos mas
adelante, por lo que hacer un ajuste no lineal con cuatro parametros libres no parece lo mas conveniente.
De todas formas, afortunadamente tres de los cuatro parametros libres presentes en (5.30) son los mismos
que los obtenidos en el ajuste de la funcion de estructura F5, es decir los resultados de y (5:29). Si
usamos estos resultados como valores de los parametros en g1, solo nos queda un parametro libre para
ajustar: la constante global C.

Antes de pasar a realizar este ajuste, reprodujimos los ajustes presentados en [21]] para la funcion Fb.
Esto se hizo principalmente para ver si nuestra técnica de ajustes no lineales coincidia con la utilizada por
ellos, y para obtener en forma independiente los parametros que debiamos introducir en la funcion g;.
Utilizando el programa gnuplot y tomando los datos experimentales contenidos en las citas de [Z1]], obtu-
vimos los mismos resultados que en y (5:29), con diferencias en los x? recién presentes en la tercera
cifra. Armados con este resultado pasamos entonces a realizar nuestro ajuste de la funcién antisimétrica,
que es una contribucion original presentada en [24].

La funcion g; del proton fue medida por la colaboracion SMC [B4]], y también mas recientemente por la
colaboracion COMPASS, con energias de 160 GeV'y 200 GeV [851[84]] ﬁ Como mencionamos anteriormente,
los calculos realizados en este capitulo son validos en el régimen de x chico, por lo que consideramos
solamente los datos en la region acotada por x < 0,01. De esta forma nos quedan diecinueve valores
experimentales, que pueden usarse para realizar el ajuste de (5.30). Procediendo de esta forma obtuvimos
los valores: C = 0,0195 4 0,0024 para el modelo conforme, y C = 0,0191 + 0,0023 para el del hard-wall.
Ambos ajustes dieron un X?l‘ o.f. = 0,27, lo que indica que el modelo esta sobre-ajustando el conjunto
de datos, por lo que no es un ajuste bueno. El resultado de este ajuste para el caso del hard-wall, junto
con los puntos experimentales, se muestra en la figura[5.2} Por completitud hemos incluido puntos hasta
x = 0,035, obtenidos por las colaboraciones SMC [B4]], EMC [BZ]], HERMES [B88], SLAC E143 [B9]], E155
B0 y CLAS [BT]], todas con ¢> > 1 (GeV/c)?. Podemos notar que el ajuste es mejor en la zona 2 < 0,01,
y que luego se aparta de los puntos experimentales a medida que x crece, es decir donde el enfoque del
Pomerdn no es valido.

Hasta aqui el resultado no es muy alentador, ya que el ajuste realizado no fue bueno. Sin embargo,
hay resultados mas recientes de la colaboracion COMPASS del CERN con los que resulta mas interesante
comparar nuestro modelo. En [22]] fueron publicados datos nuevos para la funcion de estructura g; del
protéon medidos con mayor precision, con valores de ¢* < 1 (GeV/c)? y con la variable de Bjorken dentro
del rango 4 x 107 < = < 4 x 1072, tomando valores considerablemente menores que en las mediciones
anteriores. Esta region resulta mas acorde para nuestro analisis, ya que todos los datos caen en la region

*El conjunto de datos puede encontrarse en las mencionadas referencias experimentales.
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Figura 5.2: Ajuste de la funcion de estructura g; como funcion de 2 para diferentes valores de la variable de Bjorken,
comparado con los datos experimentales presentados en [B€]] y sus respectivas referencias. En rojo se muestra la curva
resultante del ajuste, mientras que en amarillo se muestran los valores de g; considerando el error de C. El ajuste
corresponde a la region con z < 0,01 (el resto de los valores del parametro de Bjorken se muestran por completitud),
obteniéndose un valor de C = 0,0195 £ 0,0024 para la constante global, con un X?i.o.f. = 0,27. Notar que seguimos
la disposicion de los datos utilizada en [86], sumando una constante C; = 12,1 — 0,7¢ tanto a los datos de g; como
a la curva del ajuste, para cada valor fijo de .

de x chico. Haciendo un nuevo ajuste sobre los 30 puntos disponibles obtuvimos

modelo conforme C =10,0114+0,0011, X3, ;. = 0,911 (5.31)

modelo hard — wall C =0,0133 + 0,0020 X?l.o.f. =1,670. (5.32)

Como se puede observar no hay diferencias significativas en los resultados de C en ambos modelos, y
el ajuste es bueno en ambos casos, aunque el valor de Xg, o.f. € UN POCO mas aceptable para el modelo
conforme. Recordemos que nuestro modelo para las funciones de estructura es valido en el régimen de x
chico, por lo que parece razonable que con este nuevo conjunto de datos el ajuste para g; de un mejor
resultado que respecto a los datos con valores mayores de = del ajuste de la figura[5.2]

Para ser atin mas precisos hay que recordar que estamos trabajando en el limite de ¢? grande, por lo
que es mas apropiado considerar solamente aquellos puntos donde ¢ sea al menos mayor que el valor de
q"* obtenido en los ajustes de Fb, es decir que los valores presentados en y (5:29). Restringiendo el
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Figura 5.3: Ajuste de la funcion de estructura g; realizado con los datos recientes de [22]. Las curvas continuas
corresponden al ajuste del modelo conforme, con una C = 0,0112 £ 0,0020 y un Xz.o.ﬁ = 1,140, mientras que las
punteadas corresponden al modelo del hard-wall, con una C = 0,0120 £ 0,0020 y un X?i.o.f. = 1,074. Para valores
por encima de z = 0,0013 solo se muestra el ajuste del modelo conforme ya que en esta escala no se pueden observar
diferencias entre ambas. En este caso no se muestra el error de C porque tampoco es visible en esta escala. Notar que
para cada valor distinto de  hemos sumado una constante 3¢, siguiendo la convencion de [22].

¢? de esta forma obtenemos

modelo conforme : C =0,0112+0,0020, X?l.o.f. = 1,140 (5.33)
modelo hard —wall : C = 0,0120 % 0,0020 X?l.o.f. =1,074, (5.34)

que da un mejor ajuste para el modelo del hard-wall. De todas maneras, el valor de la constante global C
no sufre cambios significativos respecto de los ajustes en toda la region de ¢?, siendo siempre del orden
C ~ 0,01. Este es un resultado interesante para predecir el comportamiento de la funcion de estructura g;
del proton, y el principal resultado de esta serie de trabajos y tesis.

En la figura se muestran los datos experimentales presentados en [22]] junto con nuestro mejor
ajuste tanto para el caso conforme como el caso del hard-wall. Como es de esperar, se ve que el modelo del
hard-wall da una mejor descripcion en la region donde ¢ es mayor que ¢/, mientras que el modelo conforme
da un ajuste aceptable para todos los puntos.

Para resumir comentaremos brevemente el rango de validez de los ajustes realizados en esta seccion.
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Figura 5.4: Nuestro resultado para la funcion de estructura g;. Las lineas solidas corresponden al modelo conforme,
mientras que las punteadas al modelo del hard-wall. Se indican los distintos valores de ¢ que se tomaron para cada
curva.

El primer conjunto de datos (correspondientes a la figura contiene una amplia cantidad de valores
de z, todos con ¢? grande respecto de ¢'2. Sin embargo los puntos con x chico, es decir los que pueden
ser descriptos con la fisica del Pomeron, son pocos. Por otro lado, los datos mas recientes obtenidos por
COMPASS y mostrados en la figura tienen una amplia cantidad de puntos con valores de x chico,
pero todos a su vez con valores chicos de ¢2. La situacion ideal para aplicar el modelo del Pomerén seria
tener una amplia cantidad de puntos tanto con z chico como con ¢? grande, sin embargo este no es el
caso con los datos experimentales disponibles al dia de hoy. Seria sumamente interesante obtener nuevos
datos experimentales en este régimen y ver como se comporta nuestro modelo en ese caso. Con el ajuste
actual, resumido en los resultados de (5.34), y el modelo dado por la ecuacion (5.30), podemos dar nuestra
prediccion para el comportamiento de la funcién de estructura antisimétrica g (z, ¢%) en el régimen de x
chico, mostrado en la figura

5.4. Comentarios finales

En este capitulo calculamos las funciones de estructura en el régimen de = exponencialmente chico,
asociado al limite donde tanto s como \ son grandes pero mantienen la relacion log s/v/A = constante. En
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el mismo la aproximacion local ya no es valida, ya que estamos con energias que son comparables al radio
de curvatura del AdS, hecho que se hace explicito al no poder descartar el término m®'*/2 que aparece en
la amplitud de cuerdas cerradas. De esta forma debemos considerar no solo las cuerdas excitadas, sino que
también el espacio curvo. Este hecho termina reflejandose en la aparicion de una trayectoria de Regge en
la amplitud.

Para resolver este problema utilizamos la técnica del Pomeron, introduciendo un kernel adecuado que
pudiera resolver el operador no local que aparece en la amplitud. Esto lo pudimos hacer tanto para blancos
escalares como fermionicos, y lo resolvimos primero con un kernel conforme, es decir para el caso donde
el espacio AdS es geodésicamente completo, o lo que es lo mismo cuando la teoria dual es conforme,
mientras que también lo pudimos resolver para el caso confinante en el modelo particular del hard-wall. A
su vez, obtuvimos la solucion cuando el estado intercambiado es un graviton reggeizado, encontrando asi
las funciones simétricas Fy y F5, y notando que la amplitud sufre una correccion a la pendiente de Regge
de la forma 2 — 2/+/), dada por la constante de acoplamiento de ’t Hooft. Por otro lado introdujimos el
resultado original de calcular la dispersion medida por un boson de gauge, viendo que la trayectoria ahora
se modifica segtin 1 — 1/(2v/\).

Luego comparamos los resultados obtenidos para las funciones de estructura en el caso del blanco de
espin 1/2 con distintos datos experimentales. En particular mostramos el estudio hecho en [21I], donde
pudieron ajustar la funcion simétrica F» determinando cuatro parametros. Luego, utilizando tres de esos
parametros como valores fijos, pudimos realizar un ajuste de la funcion de estructura antisimétrica gy,
comparando nuevamente con los datos disponibles del DIS electromagnético sobre el proton. Esto se hizo
tras tomar la aproximacion de que los factores de impacto estén dados por deltas de Dirac centradas en
alguna escala de energia apropiada, perdiendo de esta forma la informacion particular sobre el estado del
hadron entrante. El resultado relevante de los ajustes de la funcion g; se mostraron en las figuras[5.2]y[5.3}
mientras que en la figura[5.4] se mostrd nuestra prediccion sobre el comportamiento de g; para distintos
valores de x y ¢°.

Los resultados del ajuste mostrado en la figura[5.3]nos dicen que el modelo ajusta muy bien a los datos
experimentales obtenidos hasta el presente, aunque no estan en el rango 6ptimo de z chico y ¢? grande. Vale
la pena destacar que este resultado es totalmente original, siendo la primer comparacion entre resultados
provenientes puramente desde la teoria de supercuerdas con datos experimentales crudos de g1, y donde
no se han utilizando técnicas perturbativas en ningiin momento. También es importante destacar que el
resultado obtenido para g; es totalmente compatible con el obtenido para la F» en [21]], por lo que este
resultado contribuye a tener un entendimiento unificado del uso de técnica holografica del Pomeron para
estudiar la estructura hadronica.

Es importante recordar que la funciéon g; no surge si uno toma explicitamente el modelo del hard-wall,
ya que como discutimos en el capitulo anterior, es necesario tomar un modelo donde la simetria R se rompa
en forma espontanea. Esta es una diferencia fundamental entre la teoria de campos que estamos estudiando
en forma holografica y QCD, donde g; surge de forma natural. Sin embargo esto sirve para tener un mayor
entendimiento de qué tipo de dual holografico uno esperaria tener para describir la QCD.

Como comentario final, nos quedo6 pendiente la discusion sobre qué sucede en este régimen con los mo-
mentos mencionados en (5.2). Recordemos que el comportamiento de las funciones de estructura simétri-
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cas, dado por Fy ~ xF} ~ 1/z, diverge al integrar los momentos MQ(I) con 7 < 2. Ahora bien, en el
régimen de x exponencialmente chico, el Pomeron modifica la dependencia en = agregando una correc-
cion de la forma: Fy ~ 2~ 172/YA como se puede ver por ejemplo en (5.24). Al integrar esta expresion
ahora obtenemos un resultado ﬁnitoﬂ gracias a la correccion en la pendiente de Regge. Vemos entonces
que esta region es clave para describir el comportamiento de los momentos.

*El resultado formal se obtiene luego de realizar las integrales en z y 2’. Puede chequearse que si se reemplaza la aproximacion
(5.27) en y se calcula el momento M3 el resultado es finito.



Conclusiones

En esta tesis se realizo un estudio exhaustivo del proceso de deep inelastic scattering de leptones carga-
dos sobre hadrones escalares y de espin 1/2, calculando de forma holografica las funciones de estructura
asociadas. Los hadrones pertenecen a la teoria N = 4 super Yang-Mills deformada en el IR mediante la in-
troduccion de una escala A y acoplada al electromagnetismo al gaugear un subgrupo U (1) de la simetria R.

ELDIS se analizo en forma holografica utilizando como punto de partida el trabajo original de Polchinski
y Strassler [[Z], y calculando el proceso dual en el espacio AdS5 x 5%, el cual se puede distinguir en tres
regimenes caracterizados por la relacion entre el parametro de Bjorken x y la constante de acoplamiento
de 't Hooft:

1. zgrande: 1/VA <z < 1

2. z chico: eV « 2 < 1/\5
VA

3. x exponencialmente chico: x ~ e~

los cuales a su vez se reflejan en forma dual en distintos limites de la teoria de cuerdas.

Los resultados obtenidos en esta tesis pueden separarse en dos aspectos. Por una lado se hizo una con-
tribucion puramente teorica sobre el calculo de las funciones de estructura en cada régimen, pero ademas
en el capitulo 5 realizamos comparaciones con datos experimentales, permitiendo de cierta manera unir
resultados provenientes puramente de la teoria de cuerdas con resultados experimentales de QCD.

Calculo de funciones de estructura

En la primer parte de la tesis reprodujimos los resultados obtenidos en el régimen de x grande por
[@2] y [T, realizando el calculo de las amplitudes de dispersion de supergravedad, y mostrando que las
funciones de estructura siguen una relacion tipo Callan-Gross que se encuentra en las ecuaciones y
(341). Resumidamente podemos indicar que las funciones son proporcionales a (A%/¢?)™~!, donde 7 es el
twist del blanco hadronico, y que su dependencia en la variable de Bjorken viene dada por 2771 (1 —z)7~2.
Notamos también que para el caso del blanco escalar, la funcion de estructura antisimeétrica F3 es nula en
este régimen.

En la segunda parte de la tesis nos enfocamos en el régimen de Regge, es decir en z chico, donde
el proceso dual esta gobernado por las interacciones de las supercuerdas. En este caso reprodujimos los
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resultados obtenidos en [[2Z]] para el blanco de espin 0 desde las amplitudes de dispersion de cuatro cuerdas
cerradas de modos de NS-NS, mostrando que los mismos se pueden obtener también a través del método
que denominamos “heuristico”. El mismo consiste en computar la amplitud de dispersion en el régimen de
supergravedad con un estado intercambiado en el canal ¢, considerado dominante a altas energias. De esta
forma pudimos entender que las funciones de estructura simétricas surgen al intercambiar un graviton en
el canal .

Como resultado original calculamos la funcién de estructura antisimétrica F3(z, ¢%) del glueball, que
a diferencia del régimen anterior resulta ser no nula atn para el blanco escalar. Desde el punto de vista de
la teoria de campos, la presencia de una funcion de estructura antisimétrica para una particula escalar se
justifica debido a que N' = 4 SYM es una teoria no quiral. En particular, la presencia de F3 esta directamente
relacionada con la anomalia quiral de la teoria, que puede ser calculada desde la funcion de correlacion de
tres puntos de la corriente y que resulta proporcional al simbolo d 4 g, como se muestra en (2.35). Por otra
parte, en el enfoque holografico esta funcion esta estrictamente relacionada con la presencia del término
de Chern-Simons no abeliano en la accion de supergravedad gaugeada, proporcional también al simbolo
dapc. Desde el enfoque “heuristico” es este término antisimétrico el que permite el intercambio de un
boson de gauge a través del canal ¢ en la amplitud del DIS, dando lugar a la funcion antisimétrica. Desde el
enfoque mas formal de teoria de cuerdas F3 surge al considerar los modos del sector antisimétrico de R-R
del gravifoton en la amplitud de cuerdas cerradas.

Este mismo analisis se aplico al caso del glueballino, para el cual ninguna de las funciones de estructura
habia sido calculadas en este régimen previamente. El resultado obtenido se puede resumir en las siguientes
relaciones de tipo Callan-Gross:

T+2 2 (p2, 2\T—1
P = Fy~a 2 (A Lioris,
1= 53 Bave (A%/q%) 1,2743
F3=g1~(T+1)F;,
g2=93=g4=95=0. (5.35)

de donde podemos ver que las funciones antisimétricas son del mismo orden que F», que la dependen-
cia general en A/q es idéntica al caso de x grande, y que el comportamiento en x cambia siendo ahora
indpendiente del twist y teniendo siempre potencias negativas de —1 o —2.

Finalmente estudiamos el sector de = exponencialmente chico, donde la fisica de Regge se hace mas
relevante. Aqui la aproximacion local se rompe y es necesario pasar a técnicas mas sofisticadas, como es
el caso de la técnica del Pomeron holografico. Esta consiste en introducir un kernel particular que permite
resolver los operadores locales presentes en la amplitud de dispersion. Siguiendo los pasos de [[3] 4] 21]]
mostramos que en este caso las amplitudes asociadas a las funciones de estructura simétricas, mediadas por
el graviton, sufren una modificacion en su trayectoria de Regge de la forma 2—2/+/\. Debido a la presencia
del termino de Chern-Simons pudimos estudiar la amplitud donde el intercambio se da por un boson de
gauge reggeizado, que naturalmente da la contribucion a las funciones de estructura antisimétricas. De esta
forma calculamos las funciones de estructura F3 y g1, notando que nuevamente go se anula, y encontrando
que la trayectoria de Regge sufre en este caso una modificacion de la forma 1 — 1/(2v/)). Es interesante
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notar que tanto para el intercambio del graviton como de los bosones de gauge, en el régimen fuertemente
acoplado la trayectoria de Regge sufre modificaciones proporcionales a 1/v/), en contraste con lo que
sucede en el régimen débilmente acoplado que mostramos en (2.38), donde la contribucion es lineal en la
constante de ’t Hooft.

Vemos que tanto en x chico como exponencialmente chico la funcién de estructura g, se anula, cosa que
no sucedia en el régimen de x grande. Este es un resultado interesante, ya que en el capitulo 2 mostramos
que para el modelo de partones de QCD esta funciéon también se anulaba. Este es un primer indicio de
que cuanto mas nos acercamos a la escala de Regge mas se parece la fisica obtenida por amplitudes de
cuerdas en espacios curvos con la fisica de QCD. Otro indicio de esto viene dado por el resultado obtenido
al comparar directamente las funciones de estructura calculadas con los resultados experimentales del DIS,
que discutiremos a continuacion.

Ajustes y predicciones

En la segunda parte del tltimo capitulo de la tesis llegamos al que puede ser considerado el resultado
principal de esta tesis: los ajustes realizados de la funcion de estructura g; (z, ¢?) contra los datos expe-
rimentales del DIS del proton. Estos datos corresponden a distintas colaboraciones, pero el resultado mas
importante se basa principalmente en los datos recientes de COMPASS (83 [84]].

Estos ajustes se hicieron tras aproximar a los factores de impacto por deltas de Dirac centradas en
alguna escala de energia apropiada, considerando de esta forma que la informacion relevante del hadron
esta dada por su espin y por el tipo de interacciones, y no en la forma especifica de las soluciones. De esta
forma obtuvimos una formula cerrada para las funciones de estructura que solo tienen un parametro libre
dado por una constante global C, dado en la ecuacion (5.30).

Como resultado del ajuste, realizado para el modelo conforme y para el modelo del hard-wall, y cuyo
unico grado de libertad es una constante global C, obtuvimos los parametros

modelo conforme : C =0,0112=+0,0020, X?l.o.f. = 1,140
modelo hard — wall : € =0,0120£0,0020, X3, ;. = 1,074,

que indican que el ajuste es bueno. El mismo se muestra en la figura[5.36] Cabe destacar que este resultado
no es nada trivial. A priori no habia ninguna razon por la que este modelo debiera ajustar bien resultados
experimentales del DIS de hadrones de QCD. Este es el segundo indicio que nos permite pensar que en la
escala de Regge las amplitudes de cuerdas en espacios curvos pueden representar aspectos de QCD.

A raiz del ajuste realizamos una predicciéon del comportamiento de g; para distintos valores de = y
¢?, que se muestra en la ﬁgura Este resultado obtenido directamente desde la teoria de cuerdas es
totalmente novedoso, y cabe resaltar que, como prediccion, podria ser probada en un futuro si surgen
nuevos datos experimentales de g; dentro del régimen de x chico y ¢? grande.

Este resultado es relevante ya que desde el punto de vista del modelo de partones la funcion de estruc-
tura g tiene una interpretacion fisica bien explicita: esta asociado a la asimetria de espin, dado por la resta
en la ecuacion en la dispersion del hadron contra un foton con polarizacion transversal. La interpre-
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tacion de g; es que da la diferencia de probabilidades de encontrar un quark con fraccion de momento x
con el espin paralelo y antiparalelo al hadron.

Trabajo a futuro

De esta forma concluimos el estudio de las funciones de estructura simétricas y antisimétricas del
glueball y el glueballino. Sin embargo, como posible extension de este trabajo de tesis surgen varias posibi-
lidades. Por un lado, el estudio podria ser generalizado para particulas con otros espines, donde las técnicas
aqui desarrolladas serian de total validez. Por otro, seria interesante estudiar otro tipo de modelos cuyo
dual holografico comparta distintas caracteristicas con QCD. Un ejemplo particular es el modelo D3D7
[0, donde el término topologico presente es el de Wess-Zumino en tres dimensiones. Este modelo resulta
interesante también dado que los hadrones son mesones con grados de libertad de sabor, caracteristica que
los relaciona con los estados ligados de QCD. Otro modelo es el D4DS8DS [[]] en el contexto de la teoria
de supercuerdas del tipo IIA, que es una teoria no quiral. Esto permitiria extender nuestros resultados paro
investigar el DIS de neutrinos, es decir el sector DIS electrodébil.



Apéndice A

Relacion entre generadores de SU(4) y

SO(6)

En este apéndice describiremos la relacion explicita entre los generadores matriciales usuales de SU (4) g
con los vectores de Killing de la S° .
Elalgebra de Lie de SU (4) describe el conjunto completo de matrices hermiticas de dimension 4 x4 con

traza nula. La base canonica viene dada por los {T'4, A = 1,...,15}, donde los tres elementos diagonales
se escriben como
1 0 00 1 0 0 O 1 00 O
I{f0 -1 00 1 01 0 O 1 010 O
T5 = Tg = ——= Ti5 = —— . (A1
7210 0 00| * o3l 00 20| """ 2kl 001 0 A1)
0 0 00 00 0 O 0 00 -3
Las matrices 7' cumplen las relaciones de ortonormalidad y de conmutacion dadas por
1 .
Tr(TaTp) = 5048 , [Ta,Tp] = ifascTe, (A.2)

donde fapc son las constantes de estructura totalmente antisimétricas. Para SU (n > 3) resulta util tam-
bién considerar el simbolo totalmente simétrico d 4 o presente si se consideran las relaciones

fapc = —2i Tr (Ta[Tp,T¢]) , dapc = 2Tr(Ta{T,Tc}). (A.3)

SU(4)R es el grupo de la simetria R de la teoria ' = 4 SYM, donde d4pc aparece por ejemplo en la
anomalia de la funcion de correlacion de tres puntos de la corriente R. A su vez, el simbolo d4pc es
exactamente el que aparece en el término de interaccion de Chern-Simons en la accion de supergravedad
dual a la teoria de super Yang-Mills [25]]. La descripcion holografica de la interaccion electromagnética se
da gaugeando uno de los subgrupos U(1) C SU(4), cuyo generadorEl esta asociado al 73 [60]]. Debido a

"Notar que se considera no nulo solamente al campo de gauge correspondiente a gaugear solo un subgrupo U(1) g del grupo
(U(1)r)* C SO(6)r ~ SU(4)r.
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ésto, al estudiar el DIS electromagnético, solo nos interesa la componente ds3c del simbolo simétrico. Las
{inicas componentes no nulas son dszs = 1/v/3y ds3 15 = 1/v/6.

Considerando la dualidad holografica, la simetria R se realiza en el lado gravitatoria mediante el grupo
de isometria SO(6) de la S°, isomorfo a SU(4). En este contexto uno tiene una base distinta dada por los
quince vectores de Killing K; ;. Considerando la parametrizacion usual de la S5 en el espacio euclideo
RY, estos vectores vienen dados por los generadores de las rotaciones

K[U] = lﬂ‘@j - l‘j(?i s g =1,...,6, (A.9)

donde z* son las coordenadas cartesianas en R%. Asi podemos identificar los generadores T" con los vectores
de Killing. Por ejemplo, el mapeo de los generadores diagonales es
T3 K3 =2 (K[14] + K[26]) , Ig <> Kg = 21% (K[14] — Kppq) + 2K[35]) ,
Tis < Ki5 = 5 (—Kpa + Ko + Kjs3)) - (A.5)

Los vectores de Killing resultantes estan normalizados segﬁrﬂ

R
/55 d°Qy/g55 K4 K gan(S°) = — ¢ 4B (A.6)

Definiendo un nuevo simbolo simétrico J[ii/][jj/“kkl] = €iivjj'kk (que desde ya solo toma valores no nulos
+1), se llega a la identidad

3 5() ~abede p[id’ i’ kK
€tk = 37s /S &0 gabede 1] g, K07 gy K IRK'T (A7)
Al escribir explicitamente esta identidad en la base de los K 4, se transforma en una expresion integral
para dspc en funcion del simbolo de Levi-Civita en cinco dimensiones y los vectores de Killing, dada por

31

dapc = 3310

/ d°Q el KA 9, KB 9, KC . (A.8)
5’5

Esto permite reescribir el termino de Chern-Simons en la notacion familiar. Con estas convenciones la con-
traccion relevante del simbolo simétrico con los generadores que aparecen en las funciones de estructura
antisimétricas F3 y ¢ toma la forma d3sc K¢ = (i/2)K 35]- Esto quiere decir que dichas funciones son
proporcionales al autovalor Q = ds3cQc = (i/ 2)Q[35] del armonico esférico que describe las rotaciones
internas en el plano (3, 5), por lo que F3 y g1 seran no nulas solo para hadrones cargados respecto a K35).

?Aqui la normalizacion tiene un signo poco usual debido a la inclusion de la unidad imaginaria en las definiciones.



Apéndice B

Derivacion del téermino de Chern-Simons

Como mencionamos en distintos capitulos de la tesis, el término de Chern-Simons en supergravedad
gaugeada en cinco dimensiones puede derivarse desde la teoria de cuerdas IIB en un fondo AdSs x S°.
El primer paso es calcular la amplitud de tres cuerdas cerradas, comenzando el calculo en espacio plano.
Luego debemos evaluar los campos entrantes en un Ansatz especifico sobre el espacio curvo. Este Ansatz
corresponde a la compactificacion sobre la 5-esfera de las soluciones de supergravedad en diez dimensiones
El término relevante en la accion de supergravedad IIB en d = 10 viene dado por

1 1
—— [ d"z V-G (Rm - f§> e (B.1)

S0 =
0702, 240

junto con la condicion de autodualidad F5 = *F5, y donde Gy es la métrica en diez dimensiones. El
siguiente paso es tomar las perturbaciones de la meétrica (3.2) y la 4-forma (4.34). Luego, la amplitud de
cuerdas en espacio plano viene dada por la funcion de correlacion

(_%1_%)

3 11 1 —
A~ / [T (Vg ™ (a1 200V~ (22, 22) Vs (25, 28)) (B.2)
=1

donde los operadores de vértices sobre la 2-esfera y las convenciones correspondientes pueden encontrarse
en 751 B0l O2]]. En el caso en que estamos interesados, los modos de RR corresponden a perturbaciones de
la 5-forma autodual, mientras que los modos de NSNS corresponden a modos del graviton. El resultado
final, que se encuentra en [[80], tiene la forma

N
AFDFD ) = =S Ny 7, (B.3)

y corresponde a un término de interaccion de supergravedad que puede obtenerse perturbando el término
de .7-"5? utilizando Gy — Gun + hyun.
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La extension de este término en el escenario de espacio curvo puede escribirse como

1
5111702 /AdS x S5 d10$ mhMN]:(]b)M1M4]:J(\?) M : (B4)
5

Insertando las perturbaciones del graviton y la 4-forma, puede verse facilmente que solo sobreviven los
términos cruzados del producto entre dos términos tipo (1 + %), llegando a la siguiente estructura

V=GFunopoFy CTOMMMe o [emmorag, A49, AT AC] [ /955 €abede VOKGVEKEKE | . (B5)

Vemos entonces que, desde el punto de vista de la teoria de diez dimensiones, el término de Chern-
Simons en el AdSs proviene de integrar la esfera S°. El calculo explicito de dicha integral da lugar al
simbolo d 4 gc, como se muestra en (A.8).
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